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Introduction

Les premiers systèmes laser (acronyme pour Light Amplification by Stimulated
Emission of Radiation) sont apparus en 1960 [Maiman 60]. En quelques dizaines
d’années ces systèmes se sont imposés dans la vie quotidienne. Ils restent toujours
des outils de choix pour étudier la physique en laboratoire et sont utilisés dans des
domaines aussi différents que le refroidissement d’atomes en mécanique quantique,
l’astrophysique de laboratoire et la fusion contrôlée par confinement inertiel, à
plus haute puissance.

Les lasers ultra courts, de durée de quelques dizaines de femtosecondes
(1 fs = 10−15 s), sont d’un intérêt tout particulier. Ce sont parmi les sources de
rayonnement les plus brèves existantes à ce jour et ils permettent de résoudre
temporellement des mécanismes ultra courts. Ils permettent aussi, avec de faibles
énergies et donc des systèmes relativement légers (tenant sur quelques tables)
d’obtenir des puissances gigantesques. Ainsi, l’amplification à dérive de fréquence
[Strickland 85] et la technologie basée sur l’amplification dans des cristaux de
Titane :Saphir permettent d’atteindre de manière assez répandue des puissances
de dix à cent térawatts (1 TW = 1012 W), des systèmes de classe pétawatt
(1 PW = 1015 W) commencent à être mis en route [Collier 04, Martinez 05]. Une
fois focalisés, ces lasers atteignent des intensités crêtes supérieures à 1020 W.cm−2,
ouvrant des régimes d’interaction uniques avec la matière. A ces intensités la
matière est d’ailleurs rapidement ionisée par le champ électrique du laser et on
parle donc plutôt d’interaction laser plasma. Cette interaction peut être source
de rayonnement harmonique de durée encore plus courte, d’une centaine d’atto-
secondes (1 as = 10−18 s) permettant de visualiser des dynamiques moléculaires
[Thaury 07]. Elle peut aussi servir de source de rayonnement ultra bref dans le
domaine X [Rischel 97] ou de source cohérente dans le domaine X-UV [Zeitoun 04],
fournissant ainsi des lasers dans des longueurs d’onde autrement inatteignables.
Enfin ce régime d’interaction peut servir d’accélérateur de particules avec des
champs accélérateurs de l’ordre de la centaine de GV/m : c’est le sujet de cette
thèse.

Pour comprendre l’intérêt d’une telle méthode, il faut étudier quelques instants
les limites des accélérateurs conventionnels. Si ces machines de haute technicité
permettent des performances remarquables en tout point, elles souffrent d’un
défaut important : leur taille et en conséquence leur coût. Ceci est dû aux champs
maximaux qui peuvent être supportés par des cavités accélératrices : au delà de 10
à 100 MV/m (selon le type d’accélérateur), le champ électrique fait « claquer »les
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2 Introduction

parois et détruit l’accélérateur. Pour aller vers les très hautes énergies nécessaires
à la physique des particules les longueurs d’accélération deviennent considérables :
par exemple l’accélérateur linéaire de Stanford (SLAC) accélère des électrons à 45
GeV en 3 km. L’ILC (Internation Linear Collider), qui permettrait d’atteindre
le TeV, mesurera 31 km. La construction de telles machines est un véritable
défi et leur coût prohibitif. Les accélérateurs circulaires, même s’ils permettent
plusieurs passages dans les structures accélératrices, ne sont pas plus compacts.
Les particules perdent en effet de l’énergie par rayonnement synchrotron et doivent
donc avoir des trajectoires les moins courbées possibles. L’anneau du LHC (Large
Hadron Collider) mesure ainsi 26 km de circonférence. Ces tailles importantes ne
sont pas dommageables qu’à la physique des particules mais limitent également,
dans certains cas, l’utilisation des faisceaux de particules dans les domaines
industriels ou médicaux.

L’accélération plasma pourrait constituer une réponse à cette problématique, en
utilisant des champs mille fois plus importants. De plus si cette technique ne rivalise
pas encore avec les accélérateurs conventionnels, elle a ses propres avantages : des
tailles de faisceaux naturellement réduites (de l’ordre du micron) et surtout des
durées de faisceaux extrêmement courtes (de l’ordre de la femtoseconde). A cela
s’ajoute la possibilité de les synchroniser facilement avec des sources lasers. Ces
caractéristiques ouvrent la voie à de nombreuses expériences uniques.

L’accélération de particules par interaction laser plasma dans le régime sous
dense a été proposée initialement par Tajima & Dawson en 1979 [Tajima 79].
Les auteurs ont montré comment le champ transverse d’un laser pouvait être
transformé, dans un plasma, en un champ électrique longitudinal. Ce champ
longitudinal, qui « suit »l’impulsion laser est appelé onde de sillage. Dans un
plasma sous dense, la vitesse de phase de ce champ est proche de la vitesse de la
lumière. Ainsi un électron peut rester longtemps dans une phase accélératrice de
l’onde de sillage et être accéléré à des énergies relativistes.

Le potentiel de cette technique pour l’accélération d’électrons n’a pas été dé-
menti par les récents résultats. En 2004, pour la première fois, des faisceaux mono
énergétiques étaient créés par cette méthode [Faure 04, Mangles 04, Geddes 04].
En 2006 une accélération jusqu’au GeV était démontrée sur une distance d’ac-
célération de quelques centimètres [Leemans 06]. Parallèlement, en utilisant un
faisceau d’électrons relativistes au lieu d’un laser pour exciter l’onde de sillage,
des gains d’énergie de 42 GeV ont été réalisés au SLAC [Blumenfeld 07]. C’est
dans ce contexte très dynamique que s’inscrit ma thèse, commencée en 2006.

Objectifs de la thèse

Le principal objectif de la thèse est d’améliorer la qualité, la stabilité et la
caractérisation des faisceaux d’électrons accélérés dans l’interaction laser plasma.
Pour réaliser ces objectifs, nous avons mis en place une méthode d’injection
originale des électrons dans l’onde plasma.
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Pour comprendre de quoi il retourne sans recourir au formalisme physique,
on peut utiliser une analogie courante dans l’interaction laser plasma sous dense.
Dans le plasma, le laser excite un champ longitudinal dans son sillage de manière
similaire à la vague de sillage soulevée par un bateau. Un électron peut y être
accéléré tout comme un surfeur est accéléré tant qu’il descend la vague. A la fin
de l’accélération, la vitesse atteinte est alors supérieure à celle du laser/bateau.
Cependant pour qu’il y ait un transfert d’énergie important entre l’onde et la
particule, il faut que cette dernière ait une vitesse initiale proche de la vitesse de
phase de l’onde. Cette problématique est bien connue du surfeur : s’il se présente
devant une vague sans vitesse initiale, il oscillera de bas en haut mais restera
globalement à la même position. S’il veut pouvoir prendre la vague et être accéléré,
il doit acquérir une vitesse initiale en ramant.

Nous montrerons dans cette thèse comment on peut transmettre cette vitesse
initiale aux électrons de manière optique en utilisant un deuxième faisceau laser
contre-propagatif. En opérant largement au dessus des seuils d’injection, calculés
théoriquement, nous démontrerons que l’on peut obtenir des faisceaux d’électrons
de bonne qualité spectrale (mono énergétiques) de manière stable. De plus, cette
méthode d’injection permet de contrôler précisément tous les paramètres du
faisceau d’électrons injectés et notamment son volume dans l’espace des phases.
Cette injection contrôlée permet donc non seulement d’obtenir les faisceaux
d’électrons ayant la plus faible dispersion en énergie produits à ce jour dans
l’interaction laser plasma, mais aussi d’étudier et d’optimiser des phénomènes
physiques importants comme la contre réaction du faisceau d’électrons sur l’onde
plasma, le beam loading.

Plan de la thèse

• Dans le premier chapitre, les bases de l’accélération laser-plasma seront
exposées. Elles permettront de poser la problématique de l’injection. Un
état de l’art des techniques existantes sera proposé.

• Le chapitre deux traitera de la théorie de l’injection optique par faisceaux
contre-propagatifs. Au delà de la théorie existante sur le sujet, des mé-
canismes physiques essentiels à la compréhension des expériences seront
présentés, notamment sur le chauffage des électrons et les effets collectifs
du plasma.

• Ces expériences seront décrites dans le chapitre trois. On y verra le succès
de la méthode d’injection pour produire des faisceaux d’électrons stables
dans des régimes de paramètres inexplorés.

• Cette stabilité ouvre de nombreuses possibilités qui constituent le coeur de
la thèse et sont l’objet du chapitre quatre. On pourra ainsi faire des études
paramétriques précises qui nous aideront à comprendre dans le détail les
phénomènes physiques en jeu. Nous verrons également dans ce chapitre
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comment on peut régler tous les paramètres du faisceau d’électrons en
utilisant des paramètres optiques. L’effet du beam loading et ses implications
sur la production de faisceaux d’électrons de très faibles dispersions en
énergie sera étudié et discuté. Enfin une caractérisation fine du spectre des
électrons sera présentée avec un spectromètre à haute résolution et nous
montrerons que cette méthode d’injection optique permet d’atteindre des
dispersions en énergie de l’ordre du pourcent.

• Le chapitre cinq présentera la conclusion de ce travail de thèse et les appli-
cations et nombreuses perspectives ouvertes par cette méthode d’injection.

• Enfin une annexe présentera le travail effectué sur le développement et la
caractérisation d’une décharge capillaire appliquée au guidage d’impulsions
lasers en vue de l’augmentation de la longueur d’accélération des électrons.



Chapitre 1

Théorie de l’accélération

d’électrons par laser

Nous allons maintenant détailler la physique de la propagation du laser dans
un plasma et la façon dont les lasers ultra brefs excitent les ondes plasma, avant
d’en déduire des lois sur les propriétés des faisceaux d’électrons accélérés.

Ce chapitre n’a pas vocation a être exhaustif sur le sujet, de très bonnes revues
[Esarey 96, Mori 97] ou thèses existantes en combleront les lacunes. Son but, bien
plus modeste, est d’introduire les notations et les concepts utilisés tout au long de
ce manuscrit.

1.1 Laser

Les faisceaux gaussiens ont une importance particulière en optique car leur
propagation peut se décrire facilement. Dans la suite de la thèse, on modélisera les
impulsions lasers par des faisceaux gaussiens. Pour un tel faisceau de durée totale
à mi hauteur1 τ0 (sur l’intensité) et de rayon w se propageant dans la direction z,
l’amplitude dans le vide s’écrit :

A(r, z, t) = Â(r, z, t)ℜ
(

ei(k0z−ω0t)eiφzupol

)

(1.1)

= A0 exp

[

− r2

w(z)2

]

exp

[

−2 ln(2)
(z − ct)2

c2τ 2
0

]

ℜ
(

ei(k0z−ω0t)eiφzupol

)

(1.2)

upol est un vecteur unitaire complexe représentant l’état de polarisation du
laser. Pour une polarisation linéaire dans la direction x : upol = ex ; pour des
polarisations circulaires : upol = 1/

√
2(ex ± iey).

L’évolution du rayon au cours la propagation s’écrit :

w(z) = w0

√

1 +
z2

z2
R

(1.3)

w0 est le waist du faisceau et zR = πw2
0/λ est la longueur de Rayleigh.

1On utilisera également l’acronyme anglais FWHM (Full Width Half Maximum).
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Fig. 1.1 – Faisceau gaussien

Cette considération géométrique est importante : sans guidage le laser ne reste
focalisé que sur une longueur de Rayleigh, ce qui limitera la distance d’accélération.
Un compromis doit donc être trouvé entre l’intensité laser I ∝ w−2

0 et la distance
d’accélération. Cette question centrale du choix des paramètres et notamment de
l’intensité optimale n’a pas de réponse triviale. On peut néanmoins introduire une
autre grandeur pour distinguer deux régimes.

Au premier ordre, un électron dans un champ laser suit le potentiel laser :
p = eA. Pour A > mc/e, un électron devient relativiste dans le champ laser, les
couplages non linéaires deviennent plus importants. C’est ce régime qu’il faut
atteindre pour transformer efficacement les champs accélérateurs transversaux du
laser en champ accélérateur longitudinal dans le plasma et transférer l’énergie aux
électrons. Dans la suite on utilisera la normalisation2 :

a =
eA

mc
(1.4)

En unités usuelles, on peut écrire a0 ≃ 0.86λ[µm]
√

I[1018W.cm−2]. Dans nos
expériences, a0 ≃ 1.3.

Pour avoir des ordres de grandeurs en tête, on peut également donner l’ampli-
tude du champ laser

EL = a0E0 = a0
mcω0

e
en unités usuelles EL[1012V/m] ≃ 3.2 a0/λ[µm]

1.2 Plasma

Un milieu plasma est un état de la matière contenant une fraction significative
de charges libres. Cette définition large englobe plus de 99% de la matière visible.
La physique des plasmas est dominée par des phénomènes collectifs dus aux forces
électromagnétiques.

Description fluide

Il est impossible et inutile de vouloir décrire la dynamique de toutes les
particules constituant le plasma. Impossible car une telle description nécessiterait

2De même â représentera la valeur normalisé de l’enveloppe Â.
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en effet la connaissance des orbites d’un nombre de particules comparable au
nombre d’Avogadro (NA = 6.02× 1023). Inutile car la physique statistique nous
apprend qu’il faut mieux raisonner en termes probabilistes, les particules devenant
rapidement indiscernables. Le système peut alors être décrit par sa fonction de
distribution F (r,v, t) qui donne, à un instant t, la probabilité de trouver à la
position r une particule de vitesse v. Cette fonction de probabilité évolue alors
selon l’équation de Vlasov :

∂F

∂t
+ v · ∂F

∂r
+

q

m
(E + v×B) · ∂F

∂v
= 0 (1.5)

où q et m sont respectivement la charge et la masse de la population considérée,
E et B les champs électriques et magnétiques qui obéissent aux équations de
Maxwell (dont les termes sources sont liés aux densité de charge et de courant du
plasma).

Pour aller plus loin dans la simplification, on peut considérer l’évolution des
valeurs moyennes du système. On définit alors un fluide dont on peut exprimer
les grandeurs caractéristiques, moments de la fonction de distribution :

La densité : n(r, t) =
∫

F (r,v, t)dv (1.6)

La vitesse : V(r, t) =
∫

vF (r,v, t)dv/n(r, t) (1.7)

La pression : P(r, t) = m
∫

(v − v(r, t))2F (r,v, t)dv (1.8)

A travers ses termes non linéaires l’équation de Vlasov couple les dynamiques des
moments d’ordres différents. L’intégration de l’équation 1.5 sur les vitesses donne :

∂n

∂t
+∇ · (nV) = 0 (1.9)

qui traduit la conservation du nombre de particules au cours du temps. Le moment
d’ordre 1 de l’équation de Vlasov donne l’équation de conservation de l’impulsion :

∂V

∂t
+ (V · ∇)V = −∇ ·P

nm
+

q

m
(E + V×B) (1.10)

qui ressemble fortement à la deuxième loi de Newton pour une particule fluide.
Dans la suite, pour fermer le système d’équations, nous ferons l’hypothèse d’un
plasma froid pour lequel P = 0, l’énergie thermique des électrons étant négligeable
devant l’énergie gagnée dans le champ laser.

Ondes et plasmas

Une zoologie complète d’ondes et d’instabilités peut naître des couplages
électromagnétiques. Dans l’interaction aux temps courts, de nombreuses instabilités
n’ont (heureusement) pas le temps de se développer et on se retrouve donc dans
une situation assez simple. Les ions, plus lourds, restent en effet fixes sur cette
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échelle de temps, ce qui permet de ne considérer que les ondes électrostatiques
liées à la dynamique des électrons. Un calcul simple montre que si on décale
une tranche d’électron de leurs positions initiales, les ions restant fixes, alors les
électrons vont osciller à la fréquence plasma [Tonks 29]

ωp =

√

nee2

meǫ0

où ne est la densité d’électrons. Pour un plasma de température nulle, la longueur
d’onde associée sera

λp =
2π
kp

=
2πc
ωp

Cette fréquence plasma va avoir un rôle central dans l’interaction laser plasma.
Elle correspond en effet au temps d’écrantage par les électrons d’une perturbation
électromagnétique. Ainsi des ondes de plus basses fréquences que la fréquence
plasma ne peuvent se propager dans un plasma. Ce principe se retrouve dans la
relation de dispersion d’une onde transverse de fréquence ω dans un plasma :

ω2 = ω2
p + k2c2 (1.11)

Pour ω < ωp les ondes sont en effet évanescentes.
Pour une longueur d’onde laser λ donnée on peut donc distinguer deux régimes

plasma très différents, selon que la densité est inférieure ou non à la densité
critique nc = ω2ǫ0me

e2 :
– Pour ωp < ω, ou de manière équivalente ne < nc, le plasma est dit sous

dense, le laser peut s’y propager.
– Pour ωp > ω, ou ne > nc le plasma est sur dense, l’énergie laser est absorbée.
Cette densité critique peut s’écrire comme ne[cm−3] = 1.1 × 1021/(λ[µm])2.

Pour une longueur d’onde de λ = 820 nm, qui sera la longueur d’onde du laser
que nous utiliserons, la densité critique correspondante vaut ne = 1.7× 1021 cm−3

Le régime sur dense est intensément étudié, notamment dans la physique de
la fusion inertielle ou de l’accélération de protons mais il ne sera pas l’objet de
notre étude. Pour exciter une onde plasma sur une longue distance nous devons
en effet travailler en régime sous dense. De plus, d’après l’équation de dispersion
1.11 on peut écrire la vitesse de groupe vg du laser et le facteur relativiste associé
γg comme :

vg =
dω

dk
= c

(

1 +
ω2
p

k2c2

)−1/2

≃ c
(

1− 1
2
ω2
p

ω2

)

pour ωp ≪ ω (1.12)

γg =

(

1− v2
g

c2

)−1/2

=
ω

ωp
(1.13)

Comme la vitesse finale des électrons accélérés dépend de la vitesse du laser
générant l’onde plasma, on comprend que pour atteindre de hautes énergies il
faut travailler en régime très sous dense. C’est dans ce régime que nous effectuons
nos expériences (des paramètres typiques seront γg ≃ 15 et ne = 7 × 1018 cm−3 ≃
0.004nc).
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1.3 Excitation d’onde plasma

Dans cette partie nous allons donner les équations régissant l’excitation d’onde
plasma par un laser d’amplitude A(r, z, t) ou par un faisceau d’électrons de densité
nb(r, z, t), ce dernier calcul sera utile pour les champs de beam loading du chapitre
4.4. On modélise le plasma par un fluide de température nulle. Les ions sont
considérés comme constituant un fond immobile neutralisant. On suppose que le
paquet excitateur n’évolue pas et pour commencer on se place dans le régime non
relativiste, a≪ 1. Enfin on se place dans la jauge de Coulomb ∇.A = 0.

Dans ces conditions, l’équation d’Euler 1.10 peut se réécrire

∂V

∂t
+ (V · ∇)V = − e

me

(EL −∇Φ + V×B) (1.14)

où EL = −∂A
∂t

est le champ lié au laser et ∇Φ le champ associé à l’onde plasma.

1.3.1 Force pondéromotrice

Si on néglige pour l’instant le champ électrostatique la partie linéaire de
l’équation 1.14 donne [Kruer 88] :

∂VL

∂t
= − e

me

EL ou VL =
eA

me

= ca

Au premier ordre, les électrons suivent le champ laser en oscillant transversalement.
On peut alors calculer les termes non linéaires de l’équation 1.14 en réinjectant
cette solution. L’équation de Maxwell-Faraday∇×E = −∂B

∂t
permet de déterminer

B =
me

e
∇×VL

Ainsi on obtient :

∂VNL

∂t
= −(VL · ∇)VL −VL × (∇×VL) = −∇V

2
L

2
= −c2∇a2

2
(1.15)

Ce terme se traduit par l’expulsion des électrons des zones de champ élevé. La
force correspondante est appelé force pondéromotrice. Contrairement au terme en
EL qui s’annule quand on moyenne sur une période laser, ce terme pondéromoteur
ne va pas s’annuler sur l’échelle de temps associée à la période plasma. C’est ce
terme qui va exciter l’onde plasma.

En moyennant sur une période laser l’équation 1.14 devient :

∂〈V〉
∂t

=
e

m
∇Φ− c2∇〈a2〉

2
(1.16)

Pour une polarisation linéaire : a2 = â2(r, z, t) cos(z− ct)2 et pour une polarisation
circulaire, d’après la notation introduite dans l’équation 1.2, on a a2 = â2(r, z, t)/2.
Dans les deux cas la moyenne est donc 〈a2〉 = â2/2 et on peut donc écrire :

∂〈V〉
∂t

=
e

m
∇Φ− c2∇â2

4
(1.17)
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Fig. 1.2 – Force pondéromotrice

1.3.2 Théorie linéaire

Nous allons maintenant voir comment cette force pondéromotrice permet
d’exciter une onde plasma On part de l’équation de Poisson :

∇ · E =
ρ

ǫ0

(1.18)

avec ρ = −e(n − n0 + nb) la densité de charge totale, n0 étant la densité des
ions (fixes) et n = n0 + δn la densité des électrons et nb la densité du faisceau
d’électrons excitateur3.

Dans la jauge de Coulomb (∇ · a = 0), l’équation de Poisson s’écrit :

∇2Φ =
e

ǫ0

(n− n0 + nb) =
en0

ǫ0

(

δn+ nb
n0

)

(1.19)

Si on suppose que la perturbation de densité est faible δn≪ n0 on peut également
linéariser et moyenner l’équation de conservation 1.9 :

∂δn

∂t
+ n0∇ · 〈V〉 = 0 (1.20)

En dérivant l’équation 1.20 et en utilisant 1.18 et 1.16, on peut écrire :

0 =
∂2

∂t2

(

δn

n0

)

+∇ · ∂〈V〉
∂t

=
∂2

∂t2

(

δn

n0

)

+
e

m
∇2Φ− c2∇2â2

4

=
∂2

∂t2

(

δn

n0

)

+
e2n0

mǫ0

(

δn+ nb
n0

)

− c2∇2â2

4

On obtient alors une équation différentielle du deuxième degré sur δn/n0 :
(

∂2

∂t2
+ ω2

p

)(

δn

n0

)

= c2∇2â2

4
− ω2

p

nb
n0

(1.21)

3Nous serons amenés à considérer ce dernier terme, même dans le cadre de l’excitation par
une impulsion laser, puisque le faisceau d’électrons génère lui même une onde de sillage. Cet
effet dit de beam loading sera étudié dans le détail dans la section 4.4.
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Cette équation est celle d’un oscillateur de fréquence propre ωp excité par la force
pondéromotrice c2∇2â2/4 et par la répulsion coulombienne du faisceau d’électrons
−ω2

pnb/n0. On sait que cette excitation va être efficace si elle est résonante c’est-
à-dire si la transformée de Fourier du terme de droite a des composantes à
ωp. Pour exciter efficacement une onde plasma par un laser, il faut donc avoir
une modulation de l’enveloppe du champ électrique à cette fréquence. Plusieurs
méthodes sont possibles pour créer cette modulation :

• Elle peut être due au battement de deux lasers de fréquence ω0 et ω1 tels
que ω0 − ω1 = ωp. C’est la méthode d’excitation par battement, ou Plasma
Beat Wave Accelerator (PBWA) [Rosenbluth 72, Tajima 79, Clayton 85,
Kitagawa 92].

• Cette modulation peut être due à l’auto-modulation du laser dans le plasma.
Le laser, de durée supérieure à ω−1

p excite une petite onde plasma qui va
moduler l’enveloppe du laser et permettre la croissance de l’onde plasma.
C’est la méthode d’excitation par auto-modulation, ou Self Modulated Laser
Wake Field Acceleration (SMLWFA) [Antonsen 92, Andreev 96].

• Avant les années 90 et l’avènement des lasers ultra courts, ces deux mé-
thodes étaient les seules disponibles. Il a ensuite été possible d’utiliser des
impulsions lasers de durée τ ≃ ω−1

p . Ces lasers ultra courts permettent
d’exciter de façon résonante l’onde plasma et d’accélérer les électrons dans
le sillage du laser [Gorbunov 87, Sprangle 90]. Cette méthode directe est
appelée Laser Wakefield Acceleration (LWFA). C’est ce procédé d’excitation
que nous considérerons par la suite.

Pour la suite des calculs on va préférer le calcul du potentiel électrostatique
normalisé φ = eΦ/(mec

2). Pour l’excitation par un faisceau laser seul on a alors :

∇2φ =
ω2
p

c2

δn

n0
(

∂2

∂t2
+ ω2

p

)

φ = ω2
p

â2

4

On effectue le changement de variable (z, t)→ (ξ = z − vgt, τ = t) pour pouvoir
exprimer facilement le membre de droite. Dans ces nouvelles variables on peut
écrire : (

∂2

∂τ 2
+ v2

g

∂2

∂ξ2
− 2vg

∂2

∂τ∂ξ
+ ω2

p

)

= ω2
p

â2(ξ)
4

Pour simplifier le terme de gauche, on peut se placer dans le cadre de l’approxi-
mation quasi statique :

∂

∂τ
=

1
τE
≃ c

zR
≪ 1

τ0

≃ vg
∂

∂ξ

Cela suppose que τE ≫ τ0 et τE ≫ ω−1
p , hypothèses généralement vérifiées pour

des impulsions courtes focalisées modérément. L’équation décrivant l’excitation
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d’onde plasma par une impulsion laser s’écrit alors :
(

∂2

∂ξ2
+ k2

p

)

φ = k2
p

â2(ξ)
4

(1.22)

La solution de cette équation s’annulant en ξ = +∞ (pas de perturbation avant
l’impulsion laser) est :

φ(r, ξ) = −kp
4

∫ +∞

ξ
â2(ξ′) sin(kp(ξ − ξ′))dξ′ (1.23)

Loin de l’impulsion laser, pour ξ → −∞ on a â2 = 0, ainsi :

φ(r, ξ) = −kp
4

(

sin(kpξ)
∫ +∞

−∞
â2(ξ′) cos(kpξ′)dξ′ + cos kpξ

∫ +∞

−∞
â2(ξ′) sin(kpξ′)

)

= −kp
4

(sin(kpξ) TF(â2) + 0) pour une fonction paire

Pour une enveloppe gaussienne telle que définie dans 1.2 le potentiel électrostatique
est alors :

φ = −√πa2
0

kpL0

4
e−k

2
pL

2
0
/4e−2r2/w2

0 sin(kpξ) avec L0 =
c τ0

2
√

log(2)

On peut alors exprimer le champ électrique

Ez = −∂Φ
∂ξ

=
mecωp
e

︸ ︷︷ ︸

Ep

√
πa2

0

kpL0

4
e−k

2
pL

2
0
/4e−2r2/w2

0 cos(kpξ) (1.24)

Er = −∂Φ
∂r

= −Ep
√
πa2

0

L0r

w2
0

e−k
2
pL

2
0
/4e−2r2/w2

0 sin(kpξ) (1.25)

Ces champs sont maximaux pour une excitation résonante :

kpL0 =
√

2 en unités usuelles τ0[fs] ≃
42

√

ne[1018 cm−3]

Limites de validité et champ de déferlement linéaire

Pour comprendre la signification de Ep on reprend l’équation de Poisson :

∆Φ = −k2
pΦ = k2

p

mc2

e
φ =

e

ǫ0

δn⇒ φ =
v2
g

c2

δn

n0

⇒ φ ≈ δn

n0

Par conséquent, en amplitude :

Ez
Ep

=
δn

n0

Ep est donc le champ maximal atteignable dans la théorie linéaire, quand
la perturbation de densité électronique est totale. Ce champ de déferlement ou
champ critique peut s’exprimer comme Ep[GV.m−1] = 96

√

ne[1018 cm−3].
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1.3.3 Théorie non linéaire

Modèle unidimensionnel

La théorie non linéaire relativiste de l’excitation d’onde plasma est soluble
analytiquement [Akhiezer 56, Dawson 59, Berezhiani 90] et peut servir de point
de départ à la compréhension des phénomènes non linéaires multi-dimensionnels.

En tenant compte des effets relativistes l’équation 1.16 devient :

∂

∂t
(p− eA) = e∇Φ−mc2∇γ (1.26)

On voit apparaître dans cette équation d’une part le terme classique électrostatique,
et un terme en ∇γ qui représente le terme pondéromoteur généralisé au cas
relativiste [Mora 96, Mora 97, Quesnel 98].

On considère un cas où les quantités ne dépendent que d’une direction z et
du temps. Dans ce cas, on déduit que p⊥/mec = a. Cette simplification nous
permet après quelques manipulations et en utilisant l’approximation quasi statique
d’obtenir l’équation d’excitation d’une onde plasma non linéaire.

∂2φ

∂ξ2
= k2

p






γ2
p



βp

(

1− (1 + â2/2)
γ2
p(1 + φ)2

)−1/2

− 1










≃ k2

p

2

[

1 + â2/2
(1 + φ)2

− 1

]

pour βp ∼ 1

(1.27)
où vp = vg est la vitesse de phase de l’onde plasma et βp = vp/c, γp = (1− β2

p)
−1/2

les facteurs relativistes associés.
Dans la limite linéaire (φ≪ 1) et dans un plasma très sous dense (γp ≫ 1) on

retrouve l’expression (1.22).

-3

-2

-1

 0

 1

 2

-3π -2π -π 0 π

E
z/

E
p 

(x
10

3 )

kpξ

-2

-1

 0

 1

 2

 3

-3π -2π -π 0 π

δn
/n

0 
(x

10
3 ) 

a0=0.1

-3

-2

-1

 0

 1

 2

-3π -2π -π 0 π

E
z/

E
p 

(x
10

)

kpξ

-2

-1

 0

 1

 2

 3

-3π -2π -π 0 π

δn
/n

0 
(x

10
)

a0=1

-2

-1

 0

 1

 2

-3π -2π -π 0 π

E
z/

E
p

kpξ

-2

 0

 2

 4

 6

 8

-3π -2π -π 0 π

δn
/n

0

a0=4

Fig. 1.3 – Champ plasma pour différentes valeurs de a0. Paramètres : τ0 = 30 fs
et ne = 7 × 1018 cm−3 (soit kpL0 ≃ 2.7)
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La figure 1.3 montre le résultat de l’intégration de l’équation 1.27 pour diffé-
rentes valeurs de a0. Pour a0 > 1 l’onde plasma devient plus raide et la période
plasma s’allonge. Par ailleurs le champ peut excéder Ep, la limite de déferlement
devenant pour un plasma froid4 : Edef = Ep

√

2(γp − 1).
Le modèle unidimensionnel est analytique ce qui en fait un outil de choix

pour comprendre la physique. Cependant, pour retrouver des résultats proches de
l’expérience il faut pouvoir modéliser la structure accélératrice tri-dimensionnelle.
Le modèle linéaire est limité à a0 < 1 et ne permet pas de rendre compte des effets
non linéaires importants ayant lieu lors des expériences. Seuls des outils numériques
complexes [Mora 96, Lefebvre 03] permettent de calculer les champs dans le régime
non linéaire. Dans ces modèles, pour des intensités suffisamment importantes
(a0 > 2) on constate que la quasi totalité des électrons sont éjectés du sillage
de l’impulsion laser, formant ainsi une cavité ionique [Sun 87, Rosenzweig 91,
Pukhov 02].

Fig. 1.4 – Simulations PIC (Particle In Cell) 3D avec nos paramètres expérimen-
taux : a0 = 1.3 (dans le vide), ne = 7.5× 1018 cm−3, τ0 = 30 fs. Une cavité ionique
est formée derrière l’impulsion laser.

4Cette limite est modifiée par les effets thermiques dans le plasma [Rosenzweig 88,
Katsouleas 88].
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Ce régime de bulle, ou cavitation, visible sur la figure 1.4, est particulièrement
intéressant pour l’accélération d’électrons : dans une cavité ionique, le champ
longitudinal est indépendant du rayon, ce qui permet de conserver une bonne
dispersion en énergie. De plus les champs radiaux sont linéairement focalisants
pour les électrons (Er ∝ r) ce qui préserve l’émittance transverse. Enfin, une
partie importante de l’impulsion laser se trouve dans une zone vide d’électrons et
se propage comme si elle était dans le vide, c’est-à-dire qu’elle n’est pas soumise
aux effets non linéaires liés à l’interaction laser plasma.

Nous allons maintenant introduire un modèle phénoménologique, développé
par Lu et al. [Lu 06a, Lu 06b] qui permet de calculer les champs dans ce régime.

Modèle de la bulle

Fig. 1.5 – Schéma de la bulle.

Ce modèle est basé sur le fait que dans ce régime de cavitation, pour des fais-
ceaux excitateurs suffisamment étroits, seule une fine couche d’électrons, d’épais-
seur ∆, circule autour de la bulle. On peut alors calculer le pseudo potentiel
ψ = φ− az qui ne dépend que du rayon de la bulle rb(ξ), de valeur maximale Rb.
A l’intérieur de la bulle, pour r ≤ rb :

ψ(ξ) =
rb(ξ)2

4
(1 + β(ξ))

où β(ξ) ≃ ∆/rb pour ∆/rb → 0. Si on suppose de plus que l’épaisseur de la couche
est constante, on obtient alors une équation différentielle décrivant la trajectoire
des électrons circulant autour de la bulle. Dans la limite β ≪ 1, cette équation
s’écrit :

r2
b

4
d2rb
dξ2

+
rb
2

(

drb
dξ

)2

+
rb
4

(

1 +
1 + â2/2

(1 + βr2
b/4)2

)

= − dâ
2/dr

4 + βr2
b

(1.28)

Une fois cette équation différentielle résolue, on peut, à partir du rayon de la
bulle, remonter aux champs électriques. Par exemple dans l’hypothèse Rb ≫ 1 on
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peut déduire le champ électrique longitudinal :

Ez(ξ)
Ep
≈ 1

2
kprb

drb
dξ

Pour un faisceau laser, l’hypothèse de couche étroite est vérifiée si la taille
du faisceau est adaptée au rayon de la cavité : w0 ≃ Rb. Les électrons circulant
autour de la bulle sont expulsés par la force pondéromotrice et rappelés par la
force électrostatique de la cavité. L’équilibre de ces deux forces définit la valeur
du rayon de la bulle.

kpRb ∼
√
a0 ≃ 2

√
a0 d’après les simulations PIC

Le champ moyenné sur la phase accélératrice vaut alors Ezm ≈ Ep
kpRb

4
≈

Ep
√
a0/2

Ce modèle permet d’obtenir des lois d’échelle qui, pour une puissance la-
ser fixée, donnent l’énergie finale des électrons. Il a donc pris une importance
particulière pour la conception des futurs accélérateurs [Lu 07]. Il est également
particulièrement utile pour déterminer de façon réaliste les champs de beam loading
[Tzoufras 08] et, par là, de déterminer la charge et la forme optimale du faisceau
d’électrons à accélérer. Ceci sera examiné plus avant dans la section 4.4 qui traitera
spécifiquement du beam loading.

1.4 Guidage et évolution non linéaire du laser

Nous avons pour l’instant négligé l’évolution du faisceau laser au cours de
sa propagation dans le plasma. Cette évolution est pourtant particulièrement
importante dans les expériences d’accélération d’électrons : les effets de focalisation
et de compression de l’impulsion laser vont en effet augmenter l’intensité laser
dans le plasma et permettre de rentrer dans un régime proche de celui de la bulle
décrite précédemment. Les effets non linéaires peuvent également guider l’impulsion
laser sur des distances supérieures à la longueur de Rayleigh et permettre ainsi
d’accélérer des électrons sur des distances plus longues.

Dans l’approximation linéaire, l’indice de réfraction du plasma peut s’écrire
[Esarey 00, Mori 97] :

η = ck/ω ≃ 1− 1
2
ω2
p

ω2
0

(

1 +
δn

n0

− â2

4

)

(1.29)

Pour pouvoir guider une impulsion laser, il faut que l’indice présente un gradient
d’indice radial négatif. Analytiquement, la divergence naturelle du faisceau focalisé
à w0, ∂2w

∂t2
= c2w0/z

2
R = 4c4/ω2

0w
3
0 doit être compensée par la courbure du front

d’onde c2 ∂η
∂t
|w0, liée à une vitesse de phase plus faible au centre.

Cette condition peut être remplie en utilisant un canal de densité dont la densité
est plus basse au centre. Pour un profil de densité parabolique nc = n0 +∆ncr2/w2

0,
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le guidage d’un faisceau laser de waist w0 est possible pour ∆nc = 1/(πrew2
0), où

re = e2/mec est le rayon classique de l’électron. La réalisation et la caractérisation
d’un tel guide d’onde a fait partie du travail effectué pendant ma thèse et sera
l’objet de l’annexe A. La technique la plus répandue est de créer un plasma
d’hydrogène dans un capillaire. Le chauffage résistif et le refroidissement par
les parois du capillaire permettent d’avoir un profil de densité permettant le
guidage de faisceaux de diamètre supérieur à 20 µm [Butler 02]. Ce guidage
externe a été récemment utilisé avec succès pour guider le faisceau laser et
accélérer des électrons sur des distances de 30 mm soit 15 longueurs de Rayleigh
[Leemans 06, Karsch 07, Rowlands-Rees 08].

Aux intensités auxquelles nous travaillons, pour lesquelles a0 ≥ 1, le terme
relativiste â2/4 permet également de guider le faisceau laser, le champ étant plus
intense au centre de l’impulsion. Ce phénomène d’auto-focalisation relativiste
permet de guider une impulsion pour P > Pc = 17nc/ne[GW ] [Sprangle 87,
Sun 87, Borisov 92].

Pour des impulsions laser ultra courtes, la surdensité liée aux électrons poussés
par la force pondéromotrice compense l’auto-focalisation relativiste [Ting 90,
Sprangle 90] et rend le guidage impossible. Cette observation est également en
accord avec les expériences [Faure 02]. Cependant, pour des intensités plus élevées,
la partie avant de l’impulsion laser, diffractée par la surdensité, peut coïncider
avec la partie de l’impulsion transférant de l’énergie aux électrons [Decker 96a].
L’arrière du faisceau est lui guidé dans la cavité ionique. Si la vitesse d’érosion
de l’avant du l’impulsion laser [Ting 90, Bulanov 92, Decker 94] ver = cω2

p/ω
2
0 est

plus rapide que la diffraction, l’énergie ne sera pas perdue mais transmise à l’onde
plasma, permettant un guide effectif de l’impulsion laser.

Le terme en δn peut également comprimer l’impulsion en créant une modulation
de vitesse de groupe dans l’impulsion : l’arrière de l’impulsion située dans un
gradient longitudinal descendant de densité va plus vite que l’avant et l’impulsion
est comprimée [Esarey 00, Ren 01, Tsung 02, Gordon 03, Shorokhov 03]. C’est ce
qui est représenté sur la figure 1.6.

Cette auto-compression a également été mesurée expérimentalement, des
impulsions de durée initiale 38 fs ont ainsi été comprimées à 10− 14 fs [Faure 05].
Ce phénomène est important car les impulsions de 30 fs ne sont pas résonantes
pour la génération d’ondes plasmas aux densités utilisées, et pourraient également
interagir avec le faisceau d’électrons situé dans la phase accélératrice et ainsi
dégrader la dispersion en énergie de ce dernier.
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Fig. 1.6 – Principe de compression de faisceau

1.5 Accélération

A partir de l’équation 1.26, on peut décrire la dynamique longitudinale par le
système suivant (en unités normalisées c = 1, me = 1) :

dξ

dt
=
d(z − vpt)

dt
=
uz
γ
− βp

duz
dt

=
∂φ

∂ξ
− ∂γ

∂ξ

avec γ = (1 + u2
x + u2

y + u2
z) = (1 + â2/2 + u2

z)
1/2.

Ce système peut s’écrire sous la forme :

dξ

dt
=
∂H
∂uz

(1.30)

duz
dt

= −∂H
∂ξ

(1.31)

si on prend l’hamiltonienH usuel d’une particule chargée dans le régime relativiste :

H(uz, ξ) =
√

γ2
⊥ + u2

z − βpuz − φ(ξ) (1.32)

avec γ⊥ =
√

1 + â2/2. Si on suppose que la structure accélératrice est constante
au cours du temps, c’est-à-dire si la longueur d’accélération est faible devant la
longueur de Rayleigh ou si le faisceau laser est guidé, cette expression ne dépend pas
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explicitement du temps. L’hamiltonien est donc une quantité conservée pendant
l’accélération de la particule.

On peut en déduire l’impulsion d’un électron d’hamiltonienH = Hc en fonction
de ξ sa phase relative dans l’onde plasma.

uz(ξ) = βpγ
2
p(Hc + φ)± γp

√

γ2
p(Hc + φ)2 − γ2

⊥ (1.33)

Ces trajectoires dans l’espace des phases, ou orbites, sont représentées sur la figure
1.7 pour a0 = 2, τ0 = 30 fs et ne = 7 × 1018 cm−3.
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Fig. 1.7 – Haut : champ plasma. Bas : orbites des électrons. a0 = 2, τ0 = 30 fs et
ne = 7 × 1018 cm−3 (soit kpL0 ≃ 2.7)

On peut distinguer plusieurs orbites remarquables : la première est l’orbite
fluide correspondant à des électrons initialement au repos, c’est-à-dire pour lesquels
Hf = H(0,+∞) = 1. Cette trajectoire, suivie par les électrons du plasma, est
notée ufluid(ξ) :

ufluid(ξ) = βpγ
2
p(1 + φ)± γp

√

γ2
p(1 + φ)2 − γ2

⊥

On peut ensuite repérer les points d’équilibre du système pour Ez = 0 c’est-à-
dire pour φ extrémal et uz = βpγp. L’équilibre est stable pour φ = φmax et instable
pour φ = φmin. Cette dernière orbite, d’hamiltonien Hsep = H(βpγp, φ−1(φmin)) =
1/γp−φmin, sépare deux types d’orbites. Elle marque la frontière entre les particules
qui vont gagner suffisamment d’énergie dans la phase accélératrice de l’onde
plasma pour être piégées dans une période, les particules piégées, et les particules
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circulant dans les périodes successives de l’onde plasma. Cette orbite est appelée
la séparatrice. C’est aussi sur cette orbite que le gain maximal d’énergie peut être
obtenu :

usep max = βpγ
2
p (Hsep + φmax) + γp

√

γ2
p(Hsep + φmax)2 − γ2

⊥ (1.34)

≃ 2γ2
p∆φ pour γp ≫ 1 (1.35)

où ∆φ = φmax − φmin

Cette figure permet également de visualiser la longueur de déphasage, c’est-à-
dire la longueur à partir de laquelle les électrons se retrouvent dans une phase
décélératrice de l’onde et commencent à perdre de l’énergie. On peut estimer cette
longueur en considérant la distance nécessaire pour qu’un électron à la vitesse c
se déphase de λp/2 dans l’onde plasma :

Ldeph ≃
λp

2(1− βp)
≃ γ2

pλp

Pour une densité plasma de 7 × 1018 cm−3, la longueur de déphasage dans le
régime linéaire 1D vaut à peu près Ldeph = 3 mm. Dans le régime non linéaire,
l’allongement de la longueur plasma fait croître la longueur de déphasage. Cepen-
dant si on prend également en compte l’érosion de l’impulsion laser, la vitesse de
phase de l’onde plasma est réduite : dans le régime non linéaire [Decker 94, Lu 07]
vφ ≃ vg − ver ≃ (1 − 3/2ω2

p/ω
2
0) et la longueur de déphasage est réduite d’un

facteur 3.
Ainsi dans le régime de la bulle, la longueur de déphasage finale s’écrit Ldeph3D ≃
R

1−βp3D
≃ 4

3
γ2
pk
−1
p

√
a0 soit Ldeph3D ≃ 1 mm pour a0 = 2 et la même densité

ne = 7× 1018 cm−3, ce qui est proche des valeurs obtenues par les simulations. En
réutilisant l’expression du champ accélérateur moyen dans la bulle Ezm ≃

√
a0/2,

on peut estimer le gain d’énergie maximal à ∆E ≃ 2
3
γ2
pa0mec

2 soit ∆E ≃ 150 MeV
dans les mêmes conditions.

Les autres longueurs limitant l’accélération ont déjà été introduites : la longueur
de Rayleigh en l’absence de guidage (externe ou auto-focalisation) et la longueur
d’épuisement du laser, correspondant à l’érosion complète de l’impulsion laser.
Dans le régime non linéaire de la bulle Lep = cτγ2

p .
Pour obtenir des énergies finales importantes et, dans certains cas, limiter la

dispersion en énergie finale, il est préférable d’accélérer les électrons jusqu’à la
longueur de déphasage ce qui impose Lep > Ldeph. Il ne faut donc pas avoir une
impulsion laser trop courte : cette condition supplémentaire s’écrit dans le régime
de la bulle cτ > 2/3Rb.

1.6 Problématique de l’injection & état de l’art

Un point pour l’instant resté sous silence est l’injection des électrons. D’après
la théorie exposée précédemment, un électron sans vitesse initiale ne peut en



1. Théorie de l’accélération d’électrons par laser 21

effet se retrouver piégé dans l’onde plasma : il suit l’orbite fluide et se retrouve
successivement dans des phases accélératrices et décélératrices de l’onde plasma.
Pour être piégé dans la phase accélératrice de l’onde il faut qu’il ait une certaine
vitesse initiale. Ce problème de l’injection est universel et peut être retrouvé tant
dans l’effet Landau [Landau 46] (qui régit de façon générale le transfert d’énergie
entre onde et particules dans un plasma) que dans les accélérateurs classiques.
L’injecteur est un composant crucial d’un accélérateur : c’est en effet lui qui
détermine non seulement la charge du faisceau mais aussi ses propriétés de durée,
de dispersion en énergie et d’émittance.

Le défi est encore plus important pour l’accélération laser plasma étant donné
les dimensions réduites de la structure accélératrice. Dans la courte histoire
de l’accélération laser plasma, chaque changement de méthode d’injection a
révolutionné les possibilités expérimentales.

1.6.1 Injection externe

C’est avec l’injection externe, c’est-à-dire en injectant un faisceau d’électrons
accéléré par des méthodes conventionnelles, qu’ont été réalisées les premières
démonstrations de l’accélération laser-plasma. A UCLA pour des ondes plasmas
excitées par battement [Clayton 93], au Japon pour des ondes plasmas excitées par
auto-modulation [Nakajima 95] et à l’Ecole Polytechnique [Amiranoff 98] pour
des ondes excitées dans le sillage d’un laser. Dans ces expériences un faisceau
d’électrons de quelques MeV et de longue durée (20 ps pour [Clayton 93], 200 ps
pour [Nakajima 95] et continu dans [Amiranoff 98]) est injecté dans un plasma.
Si le gain d’énergie constaté valide le principe d’accélération, la qualité des fais-
ceaux accélérés, en particulier leur dispersion en énergie n’était pas satisfaisante
(∆E/E = 100%). Cela était dû à la différence d’échelle entre la taille longitu-
dinale de faisceau (reliée à leur durée) et la taille de la structure accélératrice
(λp ≈ 100 µm dans les expériences citées). Les électrons injectés vont se trouver
indifféremment dans des phases accélératrices ou décélératrices de l’onde plasma :
la dispersion en énergie sera maximale.

Pour obtenir de faibles dispersions en énergie, il faut pouvoir produire de
façon externe des faisceaux d’électrons de bonne qualité de durée inférieure à
λp/c ≃ 100fs. De tels faisceaux sont actuellement difficiles à obtenir de manière
conventionnelle, principalement à cause des problèmes de charge d’espace prépon-
dérants à faible énergie. Des équipes travaillent de façon intensive sur ce schéma
et quand les défis technologiques seront résolus, cette technique sera à n’en pas
douter largement utilisée. En utilisant un faisceau injecté devant l’impulsion laser
[Khachatryan 02, Lifschitz 05] ou la croisant [Luttikhof 09], des faibles durées et
dispersions en énergie peuvent être atteintes. La synchronisation entre les deux
faisceaux restera cependant un véritable défi.
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1.6.2 Déferlement

Pour s’affranchir des problèmes de synchronisation, il est à priori plus simple
d’utiliser des électrons du plasma en leur transmettant l’impulsion initiale néces-
saire pour être injectés. On parle alors de schéma d’injection interne ou d’auto-
injection.

L’injection peut avoir lieu quand, dans une onde plasma très non linéaire, des
électrons sans vitesse initiale gagnent une vitesse supérieure à la vitesse de phase de
l’onde. On parle alors de déferlement de l’onde plasma [Katsouleas 88, Bulanov 97].
En utilisant la représentation d’orbites utilisée précédemment, ce déferlement a
lieu quand la séparatrice et l’orbite fluide se confondent5. Mathématiquement,
cette définition correspond (dans le cas unidimensionnel et de manière approchée
dans le cas tri-dimensionnel) à φmin = 1/γp − 1. Ce régime nécessite des ondes
plasma très non linéaires et n’a pu être exploré qu’après l’avènement des lasers
ultra intenses. Les premières expériences [Modena 95, Gordon 98] opéraient avec
des impulsions lasers de l’ordre de quelques centaines de femtosecondes et des
densités assez élevées (> 1019 cm−3), c’est à dire avec des durées d’impulsion bien
plus longues que la période plasma (ωpτ ≫ 1). Les ondes plasmas étant excitées
par auto-modulation, le déferlement n’était pas localisé. De plus les électrons
injectés interagissaient avec le laser ce qui contribuait à augmenter leur dispersion
en énergie [Pukhov 99, Gahn 99]. Les spectres obtenus étaient alors maxwelliens.

L’avènement des lasers Ti : Sa a permis de réduire la durée des impulsions
lasers à 30 − 40 fs avec des taux de répétition plus élevés. L’idée initiale étant
toujours d’exciter les ondes plasmas les plus non linéaires possibles, ces lasers
étaient focalisés fortement à des tailles de quelques microns. Comme dans le
régime d’interaction courte, l’auto-focalisation ne permettait pas de guider le
laser, les distances d’interaction étaient très courtes et ne permettaient pas de
faire déferler l’onde plasma dans le régime de sillage (λp ≃ cτ ). Pour faire déferler
l’onde plasma, il fallait donc toujours être dans le régime d’auto-modulation avec
des densités importantes > 2× 1019 cm−3 [Malka 01]. Les électrons se déphasaient
alors rapidement et les spectres obtenus étaient alors toujours maxwelliens tels
que représentés figure 1.8.

De manière similaire, comme les électrons n’étaient pas tous dans une phase
focalisante de l’onde plasma, le faisceau d’électrons avait une divergence importante
de l’ordre de 10 degrés.

En augmentant la taille du faisceau laser (≃ 18 µm), on se retrouve dans un
régime où les impulsions courtes peuvent être guidées. Dans ce régime, seule une
période de l’onde plasma déferle. La température électronique augmente alors
(T = 20 MeV) et le spectre passe de maxwellien à une forme de plateau à haute
énergie [Malka 02]. Même si la durée du faisceau d’électrons devient intéressante
pour de nombreuses applications, sa qualité spectrale est toujours limitée.

5Cette dernière définition est paradoxale car le déferlement sonne le glas de l’hypothèse fluide
et ne permet donc pas, au sens strict, de représenter des orbites.
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Fig. 1.8 – Spectres maxwelliens obtenus dans le régime de déferlement d’ondes
excitées par auto-modulation pour ne = 1.5 × 1020 cm−3 (cercles) et ne = 5 ×
1019 cm−3 (carrés). Figure tirée de [Malka 01]

Ce n’est qu’en diminuant la densité plasma qu’il a été possible d’obtenir des
faisceaux d’électrons auto-injectés de très bonne qualité. En effet dans ce cas,
la taille du faisceau laser est plus adaptée à l’onde plasma et de plus, l’auto-
focalisation, bien que moins violente, permet d’atteindre les intensités nécessaires
à la formation d’une bulle et à l’auto-injection. Cette transition est bien visible
sur la figure 1.9 tirée de la thèse de Yannick Glinec, doctorant m’ayant précédé
au LOA.
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Seule la première période plasma peut déferler et cette injection est auto
régulée car le champ induit par les électrons injectés stoppe le déferlement. Les
électrons voient donc le même champ électrique et sont accélérés à la même énergie
finale. Les premiers spectres quasi monoénergétiques par interaction laser plasma
ont été obtenus dans ce régime en 2004, simultanément par des groupes anglais,
américain et français [Mangles 04, Geddes 04, Faure 04].

Ce résultat, en couverture de Nature, a été un énorme progrès de l’accélération
laser plasma et le point de départ du développement de nombreuses autres équipes
dans le domaine. Ce régime, s’il prouve le principe d’accélération d’un véritable
faisceau d’électrons dans l’interaction laser plasma, n’est cependant pas une
réponse parfaite à la problématique de l’injection. Le déferlement est en effet
basé sur des phénomènes hautement non linéaires et est donc intrinsèquement
sensible aux variations initiales des paramètres. Ce point pourrait probablement
être amélioré avec des lasers de plus haute puissance, permettant de rentrer
directement dans le régime de cavitation, sans auto-focalisation ni compression
longitudinale préalables. De plus, ce régime d’auto-injection régulée n’est atteint
que pour une gamme précise de paramètres [Malka 05, Mangles 07, Lindau 08] :
à une énergie laser donnée correspond une taille de tache focale donnée et une
densité électronique de travail. L’injecteur est alors fortement couplé à la structure
accélératrice ce qui n’est pas souhaitable.

On peut découpler l’injection en utilisant des gradients de densité. En effet,
une diminution de la densité entraîne un diminution de la vitesse de phase de
l’onde plasma ce qui rend le piégeage plus facile [Bulanov 98, Suk 01, Geddes 08].
Cependant, même dans ce cas, on ne peut pas facilement contrôler les paramètres
du faisceau injecté.

1.6.3 Injection optique

C’est pourquoi un nouveau régime d’injection est souhaitable : il doit être
découplé de l’accélération pour avoir plus de flexibilité, se baser encore sur les
électrons du plasma pour éviter des dispositifs complexes et notamment des
synchronisations femtosecondes avec des dispositifs externes et permettre de
contrôler les paramètres du faisceau d’électrons.

Une solution proposée par Umstadter en 1996 dans [Umstadter 96] est d’utili-
ser une deuxième impulsion laser (dite d’injection)6 pour transmettre aux électrons
une énergie initiale. Dans la proposition initiale, les deux faisceaux se croisent per-
pendiculairement et c’est la force pondéromotrice transverse du faisceau d’injection
qui fait gagner aux électrons l’énergie nécessaire. Cette injection est localisée car
la zone de collision des deux lasers est réduite et permet donc d’obtenir une faible
dispersion en énergie et une durée courte. Ce régime d’injection a par la suite été
discuté [Hemker 98] et d’autres mécanismes physiques, comme la collision d’ondes
plasma, ont été invoqués pour expliquer l’injection. Ce n’est pas ce mécanisme qui

6L’impulsion d’injection provient du même système laser ce qui permet une synchronisation
précise.
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va être étudié en détail dans cette thèse mais un mécanisme encore plus élégant
proposé par Esarey [Esarey 97a, Schroeder 99]. Ce mécanisme, dit de battement,
est basé sur la collision de deux impulsions lasers contre-propagatives. Le batte-
ment d’onde né de cette superposition a une vitesse de phase nulle et permet donc
de piéger et d’accélérer efficacement des particules. Cette injection reste localisée
car les deux impulsions utilisées sont ultra courtes. De plus, le chauffage dans le
battement est efficace et ne nécessite pas des intensités lasers très élevées (compa-
rées aux expériences d’auto-injection). Le principe initial utilisait trois impulsions
laser, l’une excitant l’onde plasma et les deux autres se rencontrant à une phase
réglable de l’onde plasma. Une simplification a été proposée par Fubiani dans
[Fubiani 04] ainsi que par Kotaki [Kotaki 04]. Deux lasers seulement sont utilisés :
une impulsion laser dite de pompe qui génère l’onde plasma et une impulsion
laser d’injection qui rencontre le premier. D’un point de vue expérimental, ce
mécanisme a été testé à Berkeley mais sans résultats significatifs [Nakamura 04] :
les tailles réduites des faisceaux (6 µm), en plus des limites sur l’accélération déjà
exposées, représentaient un défi supplémentaire lors de la superposition. De plus
l’angle utilisé entre les deux faisceaux de 30◦ diminuait l’extension spatiale de la
collision et imposait en outre une contrainte forte sur la synchronisation des deux
lasers.

Les expériences à deux faisceaux de plus grandes tailles et avec un angle de
collision plus faible constituent le cœur de cette thèse.





Chapitre 2

Injection par faisceaux

contre-propagatifs : théorie

Ce chapitre s’intéresse à la théorie de l’injection d’électrons dans une onde
plasma par la collision de deux faisceaux lasers. L’injection optique utilisant plu-
sieurs faisceaux a originellement été proposée par Umstadter dans [Umstadter 96] :
dans son schéma, un deuxième faisceau laser se propageant perpendiculairement
au faisceau principal donne l’impulsion initiale nécessaire pour piéger les élec-
trons dans l’onde plasma. Un mécanisme plus efficace de chauffage a été proposé
par Esarey dans [Esarey 97a] : il utilise le battement de deux faisceaux lasers
contre-propagatifs de même polarisation pour préaccélérer les électrons. C’est
ce mécanisme, simplifié par Fubiani [Fubiani 04] qui fait l’objet de l’étude de
la présente partie. Alors que le schéma d’Esarey utilisait 3 faisceaux lasers (un
faisceau excitant l’onde plasma et deux faisceaux pour injecter) le schéma de
Fubiani n’utilise que deux faisceaux : un faisceau « pompe »qui excite l’onde
plasma et un faisceau d’injection dont le rôle est strictement dédié à l’injection
des électrons.

Dans un premier temps je vais suivre l’approche suivie par Esarey et Fubiani qui,
bien que simplificatrice, permet de se familiariser avec les concepts de l’injection
et prédit des seuils d’injection. Cette approche ne prend malheureusement pas en
compte des phénomènes physiques importants tels que la transition du système
ondes-électrons vers le chaos hamiltonien et l’effet d’inhibition d’onde de sillage qui
seront discutés dans ce chapitre théorique. Ayant tous les phénomènes physiques en
main, nous pourrons alors expliquer le résultat de simulations qui nous permettront
d’interpréter les résultats expérimentaux présentés dans les chapitres suivants.

Cette étude se restreint volontairement au cas unidimensionnel pour plusieurs
raisons. Ce choix découle premièrement d’une raison physique : pour une géométrie
colinéaire le battement est principalement 1D et, comme nous le verrons par la
suite, restreint le mouvement dans les autres directions. De plus, comme en 1D le
calcul des champs est analytique (cf. équation 1.27), on peut comparer des modèles
fluides (analytiques) et PIC (auto-cohérents) dont la situation à un seul faisceau
est identique : cette comparaison se révélera très fructueuse pour comprendre

27
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des mécanismes non décrits par les simulations fluides. Enfin le moindre coût
des simulations 1D permet de réaliser des études paramétriques complètes ce qui
rend possible une compréhension fine des phénomènes physiques. Cependant, je
présenterai en fin de chapitre des simulations multidimensionnelles pour confirmer
la validité des résultats obtenus.

2.1 Concept de l’injection optique

Nous suivons ici la description théorique d’Esarey et Fubiani. Cette description
ne rend pas compte des effets cinétiques et ne peut servir de théorie prédictive
pour la charge piégée mais elle donne une vision heuristique des mécanismes et
permet de plus de déterminer des seuils d’injection.

2.1.1 Notations

Définissons les notations utilisées par la suite. On considère la collision de deux
ondes colinéaires contre propagatives, d’amplitudes normalisées a0 et a1 et de
même fréquence ω0. Dans la suite, on normalisera les temps à ω−1

0 et les distances
à cω−1

0 . Ces ondes se propagent selon la direction ez, l’onde notée avec les indices
0 se propageant vers les z croissants. On fera l’hypothèse d’un plasma très sous
dense de sorte qu’on prendra une vitesse de phase des ondes ≃ c. Nous étudierons
plusieurs cas de polarisations. Dans le cas de polarisations linéaires, le laser pompe
d’amplitude a0 sera polarisé selon la direction ex.

a0 = a0 cos(z − t)ex

Dans le cas de polarisations circulaires on utilisera la même convention que
précédemment (cf. eq. 1.2) :

a0 =
a0√

2
(cos(z − t)ex + sin(z − t)ey)

Cette convention diffère de celle usuellement utilisée (sans
√

2), mais permet de
relier une énergie à une amplitude indépendamment de la polarisation et ainsi, de
pouvoir comparer directement, à amplitudes égales, les résultats pour différentes
polarisations.

Enfin, pour des ondes à support fini (c’est à dire des impulsions), la collision
des maxima des enveloppes aura lieu à z = 0 au temps t = 0.

2.1.2 Battement et gain d’impulsion

On se place tout d’abord dans le cas d’ondes planes infinies et de polarisations
circulaires d’hélicités opposées. Les champs s’écrivent :

a0 =
a0√

2
(cos(z − t)ex + sin(z − t)ey)

a1 =
a1√

2
(cos(z + t)ex − sin(z + t)ey)
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De cette manière, en un point z donné, les deux polarisations tournent dans la
même direction et peuvent, pour z = 0[π], pointer dans une direction commune.
Il y a donc un battement possible entre les deux ondes.

(a0 + a1)2 =
a2

0 + a2
1

2
+ a0a1 cos(2z)

Ce battement crée une modulation rapide d’intensité, d’échelle typique λ0/2. La
force pondéromotrice liée au battement (∝ 2k0a0a1) est alors extrêmement élevée
et domine la dynamique des électrons pendant la collision, comme nous allons
le voir par la suite. Elle va notamment entraîner la formation d’une modulation
de densité de longueur d’onde λ0/2, les électrons étant expulsés des zones de
champ fort. Regardons le potentiel électrostatique φb créé de cette modulation
de densité. L’équation de Poisson s’écrit : ∇2φb = (2k0)2φb = k2

pδn/n0. On a
donc φb = k2

p/(2k0)2δn/n0. Dans un plasma sous dense k2
p/k

2
0 = n/nc ≪ 1.

Ainsi, même si la modulation de densité du plasma liée au battement peut être
importante (ne/n0 ≃ 10 d’après les simulations PIC et [Zhang 03]), les champs
plasma induits par le plasma restent négligeables face à la force pondéromotrice
[Esarey 97a, Fubiani 04]. On peut donc négliger les effets collectifs et étudier le
mouvement d’un électron dans le battement comme s’il était dans le vide.

Ce mouvement, comme nous l’avons déjà démontré pour obtenir l’équation
1.32, peut être décrit par l’hamiltonien, constant :

Hb(uz, ψb) = Hb =
√

γ2
⊥b + u2

z − βbuz =
√

γ2
⊥b + u2

z

avec γ2
⊥b = 1 + a2

0
+a2

1

2
+ a0a1 cos(ψb), ψb la phase du battement (ψb = 2z pour

des fréquences égales) et βb la vitesse de phase du battement (nulle ici pour des
fréquences égales)
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Fig. 2.1 – Portrait de phase du battement pour a0 = 2, a1 = 0.4.
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Comme précédemment, on obtient des trajectoires circulantes et des trajectoires
piégées dans le battement. Ces trajectoires sont représentées sur la figure 2.1. La
différence fondamentale avec le cas précédent (section 1.5) est que la vitesse de
phase du battement est nulle. Ainsi des électrons sans vitesse initiale vont être
directement piégés, ils n’ont pas besoin d’être injectés pour pouvoir gagner de
l’énergie dans le battement.

Si on inverse cette relation, on peut obtenir l’expression de l’impulsion dans le
battement :

uz = ±
√

H2
b − γ2

⊥b

Le point d’équilibre instable du système pour lequel duz
dt

= ∂Hb
∂ψb

= 0 et pour
une vitesse égale à la vitesse de phase du battement uz = ub = 0 est donc
(ψb, uz) = (0[2π], ub). On en déduit la valeur de l’hamiltonien sur la séparatrice :
Hb sep = γ⊥b(0). L’impulsion sur la séparatrice s’écrit donc :

ub sep(ψb) = ±
√

γ⊥b(0)2 − γ⊥b(ψb)2

= ±
√

a0a1(1− cos(2z))

L’impulsion minimale et maximale d’un électron piégé dans un battement
stationnaire s’exprime alors facilement comme :

ub± = ±
√

2a0a1

La situation est quasiment inchangée quand on considère des impulsions laser
gaussiennes :

a0,1(z, t) = a0e

(
z∓t
cτ0,1

)2

En effet la force pondéromotrices liée au battement 2∇a0 · a1 = a0a1∇ cos(2z) est
bien supérieure aux forces pondéromotrices des lasers pris séparément ∇a0,1(z, t)2

du fait de la différence d’échelle spatiale sur laquelle varient les amplitudes. Pour
le battement, cette échelle est de l’ordre de 1/k0, alors que pour un seul laser,
l’intensité décroît sur une échelle τc. Le rapport des forces s’écrit donc Fbatt/Fpond =
2k0τca1/a0. De plus pour satisfaire la condition d’excitation résonante le l’onde
plasma, il faut vérifier τc ≃= 1/kp et dans ce cas k0τc ≃ γp. Dans les plasmas sous
denses dans lesquels nous effectuons les expériences γp ≃ 15 et le rapport des forces
pondéromotrices devient très supérieur à 1. Pendant la collision, la dynamique
est régie par le battement et on peut considérer que les effets pondéromoteurs
liés aux lasers sont négligeables. De plus la nette séparation d’échelle permet de
considérer que sur une période de battement, le laser a une amplitude constante.
Un électron situé à une phase ξ = z− t de l’impulsion pompe, verra une amplitude
maximale de battement lorsque le maximum de l’impulsion d’injection passera
en ξ (pour t = −ξ/2). Le gain d’impulsion maximal à cette phase sera alors 1 :
ubmax,min(ξ) = ±

√

2a0(ξ)a1.

1On pourra également s’en convaincre en regardant la figure 2.12.
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2.1.3 Piégeage

Si on considère également l’onde plasma excitée par le laser pompe, on se
retrouve avec deux résonances, c’est à dire deux couplages rendant possibles des
transferts d’énergie : pour uz proche de 0, la phase dans le battement est presque
constante, les électrons sont piégés dans le battement ; pour uz proche de βpγp
les électrons sont piégés dans l’onde plasma. Nous avons vu que ces résonances
occupent un volume dans l’espace des phases, défini par la séparatrice.

Si ces volumes se recoupent (critère de Chirikov), il est possible de passer
d’une résonance à l’autre. Un électron sur une orbite fluide peut donc, grâce au
battement, passer de l’autre côté de la séparatrice, c’est à dire être piégé dans
l’onde plasma.

Fig. 2.2 – Principe du critère de recouvrement. Pour a0 = 2, a1 = 0.4, τ0 = 30 fs
et ne = 7.5× 1018 cm−3, le critère est largement vérifié.

Des électrons seront piégés si l’orbite du battement remplit l’espace des phases
entre l’orbite fluide et la séparatrice, c’est-à-dire si on a

ubmin(ξ) < ufluid(ξ) (2.1)

ubmax(ξ) > usep(ξ) (2.2)

Il est numériquement facile de vérifier ces conditions pour divers paramètres laser
et d’en déduire ainsi des seuils d’injection.

La figure 2.3 présente ainsi les seuils d’injection 1D pour un laser pompe de
durée 30 fs en fonction de son intensité et de la densité pour plusieurs intensités
du laser d’injection. Elle permet de déterminer que pour injecter des électrons, il
faut avoir a0 ≃ 1.

En poussant le raisonnement, on peut essayer de déterminer la charge piégée en
supposant que les électrons sont uniformément chauffés en fonction de leur phase
initiale. A une phase ξ donnée, l’impulsion des électrons est donc uniformément
répartie entre ubmin et ubmax. Seuls les électrons d’impulsion supérieure à usep

seront piégés donc on peut exprimer la charge comme :

Q ≃ ne
∫

ubmax>usep

ubmax(ξ)− usep(ξ)
ubmax(ξ)− ubmin(ξ)

dξ (2.3)
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Fig. 2.4 – Charge en fonction de a0 et a1 pour ne = 7.5× 1018 cm−3 et τ0 = 30 fs.
Des coupes correspondant à a0 = 2 et a1 = 0.4 sont également représentées.

La figure 2.4 représente cette quantité en fonction de a0 et a1 pour une densité
fixée de ne = 7.5 × 1018 cm−3 et τ0 = 30 fs. Des coupes correspondant au cas
a0 = 2 (resp. a1 = 0.4) sont représentées pour voir plus clairement l’effet de
variations de l’amplitude du laser d’injection (resp. du laser pompe) sur l’injection.
Alors que la courbe de variation de a0 est convexe, la courbe de variation de
la charge en fonction de a1 est concave. Ce taux d’accroissement différent peut
s’expliquer ainsi : quand on fait varier a0 on augmente à la fois le chauffage et
l’amplitude de l’onde de sillage. Par contre quand on change a1 seul le chauffage
augmente. Or l’intégrande dans l’équation 2.3 est bornée par 1/2 ce qui va réduire
l’accroissement de la charge.



2. Injection par faisceaux contre-propagatifs : théorie 33

Cette description a cependant de nombreuses limites. Premièrement, elle est
indépendante du temps : la description dans les variables (ξ, τ) ne rend pas compte
de la dynamique de la collision qui évolue sur des temps courts. Corollairement,
cette description n’explicite pas du tout le passage d’orbites piégées du battement
aux orbites piégées de l’onde plasma (on a supposé pour les figures 2.3 et 2.4 que
dès qu’un électron a l’énergie suffisante pour être piégé dans l’onde plasma, il
s’échappe du battement) et ne peut servir de modèle fiable pour la charge piégée.
De même, elle ne dépend pas du tout de la durée du laser d’injection, ce qui ne
paraît pas physiquement correct.

Deuxièmement, cette description suppose que nous avons deux populations
d’électrons différentes : l’une est piégée/chauffée par le battement, l’autre soutient
l’onde plasma et tout se passe donc pour elle comme si elle ne voyait que le seul
laser pompe. Cette discrimination à la base du modèle est complètement injustifiée
et nous allons voir qu’elle est la raison principale pour laquelle le modèle présenté
n’est pas correct.

Nous allons donc essayer de raffiner les deux parties du modèle : le chauffage,
qui est plus complexe que le simple battement (et ce d’autant plus que dans
les expériences nous utiliserons des polarisations linéaires), et la dynamique de
piégeage différente (qui prend en compte les effets cinétiques dans le plasma).

2.2 Chauffage

Le chauffage peut être vu comme la superposition de plusieurs processus.
Un premier mécanisme est le chauffage dans le battement, comme proposé ori-
ginellement, et c’est le mécanisme dominant pour des polarisations circulaires.
Cependant, pour des polarisations linéaires, nous allons voir que les effets de chauf-
fage stochastique sont prépondérants. Enfin, à ces deux mécanismes se superposent
des effets pondéromoteurs liés aux durées finies des impulsions laser.

Tous ces processus peuvent être considérés comme indépendants car ils n’appa-
raissent pas dans la même gamme de a1(z, t). Pour a1(z, t) ≥ a1b ≃ a0/(2k0τc) la
dynamique de l’électron est régie par le battement. Pour a1(z, t) ≥ a1stoc le régime
dominant est celui du chauffage stochastique. Avant ou après la collision, pour
a1(z, t) < a1b l’électron est soumis aux effets pondéromoteurs du laser de pompe.
La combinaison de ces effets avec le battement peut également se traduire par un
chauffage des particules. Nous allons maintenant étudier dans le détail ces trois
mécanismes.

2.2.1 Battement

Le battement a déjà été étudié dans la section précédente. Pour des polarisations
circulaires d’hélicités opposées, nous avons vu que des électrons peuvent être piégés
dans le battement des deux ondes contre-propagatives et y gagner une impulsion
ubmax =

√

2a0a1(ξ). Dans le formalisme hamiltonien, que nous allons utiliser par
la suite, le battement peut être vu comme une résonance de demi-largeur ubmax.
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2.2.2 Chauffage stochastique

Dans le cas de la polarisation linéaire, un autre effet permet aux électrons
de gagner de l’énergie. Ce chauffage, phénomène stochastique, peut être compris
dans le cadre de la théorie du chaos hamiltonien, qui explique l’apparition de la
stochasticité dans un système perturbé.

Le but de cette section est de déterminer analytiquement les seuils d’apparition
du chaos en fonction de a0 et a1. Pour ce faire, nous allons exhiber les différentes
résonances du système ondes-particule et déterminer quand ces résonances se
recouvrent, condition d’apparition du chaos hamiltonien.

Le superhamiltonien, constant et nul, du système onde-particule s’écrit :

H(P, γ, r, t) =
1
2

(1 + (P + a0 + a1)2 − γ2) (2.4)

Les équation canoniques du mouvement s’écrivent alors :

dP

dτ
= −∂H

∂r
,

dr

dτ
=
∂H

∂P
,

dγ

dτ
=
∂H

∂t
,

dt

dτ
= −∂H

∂γ

où P = p − (a0 + a1) est le moment canoniquement conjugué à la position, p

l’impulsion, γ = (1− β2)−1/2 et dτ = dt/γ le temps propre de la particule. On
considère par la suite que a0 = a0 cos(z − t)ex est une onde plane polarisée linéai-
rement selon ex. L’onde contre-propagative sera également polarisée linéairement
selon ex (polarisations parallèles) ou selon ey (polarisations croisées).

Pour montrer comment le chaos peut apparaître dans ce système nous allons
utiliser une approche perturbative, basée sur l’inégalité a0 ≫ a1. On décompose
donc l’hamiltonien en un hamiltonien principal :

H0 =
1
2

(1 + (P + a0)2 − γ2)

une perturbation du premier ordre en a1 :

H1 = (P + a0) · a1

et une perturbation du second ordre :

H2 =
a1

2

2

L’hamiltonien H0 décrit le mouvement d’un électron dans un champ laser
transverse, ce qui est un problème bien connu. Il est intégrable au sens de Liouville,
c’est-à-dire que l’on peut décomposer l’espace des phases en angles-actions où les
actions sont des constantes du mouvement indépendantes. De manière équivalente,
si on trouve 4 constantes du mouvement le système est intégrable. H0 = 0 est la
première constante. Comme H0 ne dépend pas explicitement des variables x et y,
les moments associés sont aussi constants. Enfin, comme z et −t jouent un rôle
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identique dans H0, γ − pz est également une constante du mouvement, le système
est donc intégrable.

Pour aller plus loin et tirer partie de la puissance de la théorie des perturbations
hamiltoniennes, on va exhiber les variables angles-actions (Θ,J) du système.
Ces variables conjuguées sont choisies de telle façon que les actions sont des
constantes du mouvement et que les angles varient linéairement avec le temps
propre2. Nous allons utiliser une fonction génératrice de deuxième espèce F2(q, J)
pour passer des variables canoniques [(x, y, z, t), (Px, Py, Pz,−γ)] aux variables
[(θ, y, ϕ, φ), (Ppol, P⊥, P‖, E)] en suivant la dérivation de [Rax 93, Bourdier 05,
Rax 05]. Cette fonction génératrice doit satisfaire l’égalité H0(q, ∂F2

∂q
) = 0 et vérifie

donc :
(

∂F2

∂t

)2

−
(

∂F2

∂x
+ a0 cos(z − t)

)2

−
(

∂F2

∂z

)2

− 1 = 0

En utilisant une transformée de Legendre : F2 = α1t+ α2x+ α3z + F (z − t) on
obtient en notant ξ = z − t :

(α1 − F ′(ξ))2 − (α2 + a0 cos(ξ))2 − (α3 + F ′(ξ))2 = 1

soit

F ′(ξ) =
1 + (α2 + a0 cos(ξ))2 + α2

3 − α2
1

−2(α1 + α3)

En intégrant on obtient :

F (ξ) =
1 + α2

2 + α2
3 − α2

1

−2(α1 + α3)
ξ +

a0α2 sin(ξ)
−(α1 + α3)

+
a2

0

−2(α1 + α3)

(

ξ

2
+

sin(2ξ)
4

)

On peut en déduire

F2(t, x, z, E, Ppol, P‖) = −Et+Ppolx+P‖z−
Ppol

P‖ − E
a0 sin(z−t)− a2

0

2(P‖ − E)
sin 2(z − t)

4

avec

E = −α1 −
1 + α2

2 + α2
3 − α2

1 + a2
0/2

2(α1 + α3)
Ppol = α2

P‖ = α3 −
1− α2

1 + α2
2 + α2

3 + a2
0/2

2(α1 + α3)

des actions constantes.

2On peut noter que le couple (y, py) dans la direction perpendiculaire à la polarisation est
un couple de variable angle-action.
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On en déduit les angles : θ = ∂F2

∂J

θ =
∂F2

∂Ppol
= x− a0

P‖ − E
sin(z − t) (2.5)

ϕ =
∂F2

∂P‖
= z +

1
(P‖ − E)2

(

a0Ppol sin(z − t) +
a2

0

8
sin(2(z − t))

)

(2.6)

φ =
∂F2

∂E
= −t− 1

(P‖ − E)2

(

a0Ppol sin(z − t) +
a2

0

8
sin(2(z − t))

)

(2.7)

(2.8)

On peut aussi écrire les coordonnées en fonction des angles en remarquant
z − t = φ+ ϕ

x = θ +
a0

P‖ − E
sin(ϕ+ φ) (2.9)

z = ϕ− 1
(P‖ − E)2

(

a0Ppol sin(ϕ+ φ) +
a2

0

8
sin(2(ϕ+ φ))

)

(2.10)

t = −φ− 1
(P‖ − E)2

(

a0Ppol sin(ϕ+ φ) +
a2

0

8
sin(2(ϕ+ φ))

)

(2.11)

(2.12)

et les impulsions

Px = px − a0 cos(ϕ+ φ) = Ppol (2.13)

Pz = pz = P‖ −
1

(P‖ − E)

(

a0Ppol cos(ϕ+ φ) +
a2

0

4
cos(2(ϕ+ φ))

)

(2.14)

γ = E − 1
(P‖ − E)

(

a0Ppol cos(ϕ+ φ) +
a2

0

4
cos(2(ϕ+ φ))

)

(2.15)

Enfin, on peut écrire l’hamiltonien comme :

H0 =
1
2

(1 +
a2

0

2
+ P 2

‖ + P 2
pol + P 2

⊥ − E2) (2.16)

On voit que Ppol (resp. P‖) est la valeur moyenne de l’impulsion px (resp. pz). Si
on les prend nulles 3, on retrouve alors le mouvement bien connu en forme de
« 8 »d’un électron sans impulsion initiale dans un champ laser intense comme
représenté sur la figure 2.5. Comme l’excursion longitudinale croît en a2

0 alors que
l’excursion transverse croît en a0, le « 8 »devient de plus en plus aplati quand a0

augmente.
Ce mouvement dans la direction longitudinale est absent dans le cas de la

polarisation circulaire : un traitement similaire à celui effectué jusqu’à présent
donne un mouvement dans le plan de polarisation quel que soit a0. On peut s’en

3Pour des actions non nulles, il faut superposer des translations selon x et z.
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Fig. 2.5 – Trajectoire d’un électron dans le plan de propagation d’une onde plane
polarisée linéairement avec Ppol = P‖ = 0 pour différentes amplitudes a0. Une
trajectoire d’électron dans une onde plane polarisée circulairement avec a0 = 1 est
également représentée.

convaincre en regardant la trajectoire dans le plan de propagation, représentée
sur la figure 2.5 avec a0 = 1.

Nous allons maintenant voir comment ce couplage entre le temps et la direction
longitudinale, dans le cas de polarisations linéaires, peut être à l’origine de la
stochasticité du système onde particule.

On peut écrire explicitement le couplage entre le temps t et la direction
longitudinale z en fonction des angles φ et ϕ :

(z + t) = ϕ− φ− 2
(P‖ − E)2

(

a0Ppol sin(ϕ+ φ) +
a2

0

8
sin(2(ϕ+ φ))

)

(2.17)

= κ− A sin ξ −B sin(2ξ) (2.18)

avec κ = ϕ− φ, ξ = ϕ+ φ, A = 2a0Ppol/(P‖ − E)2 et B = 2a2
0/[8(P‖ − E)2].

Ainsi le champ de l’onde contre-propagative peut donc être décomposé selon :

cos(z + t) = cos(κ) cos(A sin ξ +B sin(2ξ)) + sin(κ) sin(A sin ξ +B sin(2ξ))

= cos(κ) [cos(A sin ξ) cos(B sin(2ξ))− sin(A sin ξ) sin(B sin(2ξ))]

+ sin(κ) [sin(A sin ξ) cos(B sin(2ξ)) + cos(A sin ξ) sin(B sin(2ξ))]

=
∑

n,m

Jn(A)Jm(B) cos(κ− (n+ 2m)ξ)

=
∑

N1,n,m
n+2m=N1

Jn(A)Jm(B) cos(κ−N1ξ) (2.19)

=
∑

N1

VN1
(A,B) cos(κ−N1ξ) (2.20)
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où les Jn sont les fonctions de Bessel du premier ordre et

VN(A,B) =
∑

n,m
n+2m=N

Jn(A)Jm(B)

Pour certaines valeurs des actions, on peut avoir κ − N1ξ constant. Dans
ce cas la particule peut échanger de l’énergie avec une composante de l’onde
contre-propagative : ce sont les résonances du système dynamique. L’étude de ces
résonances permet de décrire la transition du système vers le chaos hamiltonien.
Dans un traitement pertubatif, on considère toujours des actions constantes,
comme dans le cas à une onde et on peut toujours écrire ϕ = P‖τ , φ = −Eτ .

Polarisations parallèles

La perturbation du premier ordre s’écrit :

H1 = (p + a0 cos(z − t)) · a1 cos(z + t)

Dans le cas de polarisations parallèles, le terme pertubatif principal s’écrit donc :

H1 = (Ppol + a0 cos(z − t))a1 cos(z + t)

En utilisant l’équation 2.19 on peut réécrire H1 comme une somme de potentiels
assimilables à des pendules non linéaires :

H1 = a1

∑

N1

VN1
(A,B) cos(κ−N1ξ)(Ppol + a0 cos(ξ))

= a1

∑

N1

VN1
(A,B)[Ppol cos(κ−N1ξ)

+ a0/2(cos(κ− (N1 + 1)ξ) + cos(κ− (N1 − 1)ξ))]

= a1

∑

N1

[PpolVN1
(A,B) + a0/2(VN1−1(A,B)) + VN1+1(A,B)] cos(κ−N1ξ)

Un potentiel peut être non oscillant et permettre un transfert d’énergie si

κ−N1ξ = ϕ− φ−N1(φ+ ϕ) = cste

En utilisant ϕ = P‖τ et φ = −Eτ cette condition s’écrit

P‖(1−N1) + E(N1 + 1) = 0

soit
P‖ = E

N1 + 1
N1 − 1

Comme E =
√

1 + a2
0/2 + P 2

pol + P 2
⊥ + P 2

‖ , on a nécessairement N1 ≤ −1.
La figure 2.6 permet de visualiser les résonances comme des courbes dans

l’espace P‖, Ppol. Pour avoir du chaos, il faut que ces résonances se recoupent et
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Fig. 2.6 – Diagramme de résonance dans Ppol, P‖ en prenant a0 = 2 et P⊥ = 0.

il faut donc maintenant déterminer l’excursion d’un électron dans l’espace des
phases autour de ces résonances.

L’hamiltonien total peut être approché, au voisinage d’une résonance définie
par N1, par :

H = H0 +XN1
(J0) cos(N1.Θ)

avec J0 les actions, Θ les angles, N1 = (0, 0, 1−N1,−N1 − 1) et

XN(J0) = a1 [PpolVN(A(J0), B(J0)) + a0/2(VN−1(A(J0), B(J0)) + VN+1(A(J0), B(J0)))]

(rappelons que A(J0) = 2a0Ppol/(P‖ − E)2 et B(J0) = 2a2
0/[8(P‖ − E)2])

La demi-largeur de la résonance vaut alors [Rax 93, Rax 05] :

∆JN1‖ = 2|1−N1|
√
√
√
√

XN(J0)
|N1.M.N1|

où M = ∂2H0

∂J∂J
(le dénominateur vaut dans ce cas (1−N1)2 − (N1 + 1)2 = −4N1).

On peut appliquer le même traitement à la perturbation hamiltonienne du
deuxième ordre, liée à a1

2 :

H2 =
a2

1

4
(cos(2(z + t)) + 1)



40 2.2. Chauffage

On peut, comme précédemment, réécrire ce terme comme une somme de pendules
non linéaires :

cos(2(t+ z)) =
∑

N2,n,m
n+2m=N2

Jn(2A)Jm(2B) cos(2κ−N2ξ)

Chacun de ces termes peut être résonant si

P‖ = E
N2 + 2
N2 − 2

Au voisinage des résonances définies par N2 la perturbation s’écrit :

H2 =
a2

1

4
+WN2

(J0) cos(N2.Θ)

avec N2 = (0, 0, 2−N2,−N2−2) et WN2
= a2

1/4
∑

n+2m=N2
Jn(2A)Jm(2B). Notons

que les résonances paires N2 = 2N coïncident avec les résonances définies plus
haut avec N1 = N . Seules les résonances impaires sont représentées pour N2 > −6
sur la figure 2.6. La demi-largeur de ces résonances vaut :

∆JN2‖ = 2(2−N2)

√
√
√
√

WN2
(J0)

|N2.M.N2|
= 2(2−N2)

√

WN2
(J0)

−8N2

Nous allons maintenant essayer de déterminer les seuils d’apparition du chaos
dans l’hypothèse P⊥ = Ppol = 0, c’est à dire sans dérive selon les directions
transverses.

On a dans ce cas A = 0, et les expressions précédentes sont grandement
simplifiées :

Résonances liées à a0.a1

VN1
(A,B) =

{

0 si N1 est impair
JN1/2(B) si N1 est pair

de sorte que

XN1
=

{

a1a0/2
[

J(N1−1)/2(B) + J(N1+1)/2(B)
]

si N1 est impair
0 si N1 est pair

Seules les résonances impaires N1 = 2n1 − 1 sont à prendre en compte. La
résonance définie par n1 = 0 (N1 = −1) correspond à P‖ = 0, elle a pour
demi-largeur

∆J−1‖ = 4
√
a1a0

8
|J0(B) + J−1(B)| (2.21)

=
√

2a1a0

√

|J0(B) + J−1(B)| (2.22)
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avec B = a2
0/(4(1 + a2

0/2)).
Le terme

√

|J0(B) + J−1(B)| est toujours compris entre 1, pour a0 = 0, et
√

J0(0.5) + J−1(0.5) ≃ 0.83, dans la limite ultra-relativiste a0 ≫ 1. On retrouve
donc une résonance similaire au battement calculé pour des polarisations circu-
laires : centrée en P‖ = 0 et de demi-largeur proche de

√
2a1a0.

Les résonances d’ordre supérieur correspondent à d’autres couplages entre la
dynamique de l’électron et des variations plus rapides du champ. A ces résonances
vont se superposer les résonances de l’hamiltonien H2.

Résonances liées à a2
1

WN2
=







0 si N2 est impair
a2

1

4
JN2/2

(

4a2
0

8(P‖−E)2

)

si N2 est pair

Il suffit donc de considérer les résonances paires N2 = 2n2. L’impulsion longi-
tudinale moyenne correspondante est

P‖(n2) =
√

1 + a2
0/2
−1− n2√
−4n2

et l’énergie

E(n2) =
√

1 + a2
0/2

1− n2√
−4n2

Munis de ces expressions il est maintenant facile de calculer la distance entre deux
résonances successives (indépendante de a1) et leur largeur.
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Fig. 2.7 – Position et largeur des résonances en fonction de a0 pour P⊥ = 0,
Ppol = 0 pour des polarisations parallèles. A gauche a1 = 0.1, à droite a1 = 0.4.

Le résultat de ce calcul est présenté sur la figure 2.7 : les résonances de H1 et
H2 et leur largeur sont représentées en fonction de a0.

Dans le cas a1 = 0.1, on voit que les résonances se recouvrent pour des valeurs
de a0 supérieures à 1, les résonances d’ordre supérieur se recouvrant plus facilement
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que les résonances à faible P‖. Ainsi, même pour a0 = 2 le recouvrement entre les
résonances N1 = −1 et N1 = −3 reste limité.

Il suffit par contre d’augmenter a1, par exemple à a1 = 0.4 (paramètre expéri-
mental typique) pour que toutes les résonances, même d’ordre faible, se recouvrent
pour a0 ≃ 1.

Polarisations croisées

Si les résonances associées à a1
2 ne jouent qu’un rôle marginal dans le cas de

polarisation parallèles, ce n’est plus le cas des polarisations croisées. En effet si
a0.a1 = 0 le seul terme perturbatif est l’hamiltonien H2 lié à a2

1. Ses résonances
et leur largeur sont identiques à ce qui a été calculé dans le cas des polarisations
parallèles. La figure 2.8 les représente en fonction de l’amplitude laser, pour
a1 = 0.1 et a1 = 0.4.
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Fig. 2.8 – Position et largeur des résonances en fonction de a0 pour P⊥ = 0,
Ppol = 0 pour des polarisations croisées. A gauche a1 = 0.1, à droite a1 = 0.4.

En l’absence des résonances liées au terme a0.a1, le recouvrement des résonances
est plus difficile à obtenir. On voit cependant que pour des valeurs élevées de
a0 et a1 (par exemple pour a0 = 2 et a1 = 0.4), les résonances d’ordre élevé se
recouvrent et permettent d’atteindre un régime de chaos hamiltonien4.

Sections de Poincaré

Pour confirmer les effets de chauffage stochastiques décrits pour l’instant de
manière analytique, on peut effectuer des simulations numériques. On peut ainsi
suivre les trajectoires d’électrons dans la superposition de deux ondes planes contre-
propagatives dans le vide. Pour préserver la périodicité et avoir un diagramme
intelligible, on représente, à chaque passage de l’électron par la phase k0(z + t) =

4Notons que ce résultat, déduit de la théorie des perturbations est en contradiction avec
[Mendonça 83] qui affirme qu’un système de deux ondes contre-propagatives de polarisations
croisées est intégrable. Il semblerait que cela soit dû à un mauvais usage du formalisme covariant
dans l’équation (2. 13) de [Mendonça 83] qui fausse la dérivation subséquente des invariants du
mouvement.
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0[2π], sa phase k0(z − t)[2π] et son impulsion normalisée uz. Ces diagrammes
s’appellent sections de Poincaré.

Commençons, pour valider le code numérique, par regarder les sections de
Poincaré pour des polarisations circulaires. En effet, en l’absence d’erreurs nu-
mériques, on s’attend à une absence de chauffage stochastique car il n’y a pas
de couplage entre les angles, et donc, pas de résonances possibles. C’est ce qu’on
constate sur la figure 2.9 qui représentent ces sections de Poincaré pour les deux
types de polarisations circulaires, avec hélicités opposées (-), permettant de créer
le battement, ou de même signe (+), et pour deux cas : un cas peu non linéaire
avec a0 = a1 = 0.1 et un cas non linéaire avec a0 = a1 = 2.

Pour des polarisations circulaires de même hélicité, il ne se passe rien dans la
direction longitudinale, l’impulsion longitudinale est conservée. Pour des polarisa-
tions d’hélicités opposées, on voit clairement apparaître le battement, c’est à dire
une résonance pour pz = 0 dont on peut vérifier que la demi-largeur vaut

√
2a0a1.

Cependant même dans le cas non-linéaire, les orbites sont fermées et il n’y a pas
de stochasticité.

Fig. 2.9 – Sections de Poincaré obtenues pour des électrons dans la superposition
de deux ondes planes de même amplitude pour des polarisations circulaires avec
a0 = a1 = 0.1 et a0 = a1 = 2.
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Fig. 2.10 – Sections de Poincaré obtenues pour des électrons dans la superposition
de deux ondes planes polarisées linéairement pour différentes amplitudes.
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Après cette validation préliminaire, on peut regarder l’apparition du chaos
hamiltonien avec des lasers polarisés linéairement. La figure 2.10 montre les
sections de Poincaré obtenues pour des polarisations parallèles et croisées pour
différentes intensités laser : 1) a0 = a1 = 0.1 2) a0 = 1, a1 = 0.1 3) a0 = 2, a1 = 0.1,
4) a0 = 2, a1 = 0.4.

Pour le cas (1) : a0 = 0.1, a1 = 0.1, le couplage non linéaire avec la direction
longitudinale est très faible, la situation est très semblable à celle des polarisations
circulaires : pour des polarisations croisées, pz est presque constant et pour des
polarisations parallèles le battement est présent.

Quand on augmente a0 (cas 2), on fait croître le terme a2
0

4(P‖−E)2 (cos(2(z − t)))
(dans l’équation 2.14 ) qui traduit le mouvement longitudinal de l’électron dans
l’onde plasma. Dans le cas des polarisations croisées, les résonances restent très
étroites et la majorité des électrons suivent des trajectoires non piégées. La
situation est différente pour des polarisations parallèles. En effet, les résonances
liées au terme a0 · a1 permettent des gains d’énergie. Cependant, les résonances
restent visibles (orbites fermées dans les sections de Poincaré) et distinctes : le
chaos n’est pas étendu. Ceci est conforme à la figure 2.7 qui montre le début du
recouvrement des résonances pour ces paramètres laser.

Le chaos devient étendu pour a0 = 2 (cas 3) : conformément à la figure
2.7, les résonances d’ordre élevé se recouvrent complètement. Par ailleurs l’îlot
lié à la résonance N1 = −1 reste visible, ce qui est s’explique par son faible
recoupement avec les autres résonances. Cet îlot disparaît presque totalement
quand le recoupement augmente, pour a1 = 0.4.

La situation pour des polarisations croisées est bien conforme à la figure 2.8 :
pour les trois cas précédents considérés, il n’y a pas de chaos. Il apparaît seulement
dans le cas 4, pour a1 = 0.4 et on remarque que conformément à la figure 2.8, seules
les résonances d’ordre élevé sont mélangées, l’orbite P‖ = 0 (orbite dont l’impulsion
longitudinale moyenne est nulle) restant stable. Pour avoir un réel chaos étendu
avec des ondes planes et des polarisations croisées, il faudrait encore augmenter a1,
le régime ne serait alors plus perturbatif. On peut cependant supposer qu’avec des
impulsions laser (i.e. a0 et a1 ne sont pas constants et dépendent du temps), les
effets pondéromoteurs perturberaient le système, i.e. permettraient une variation
de P‖, et rendraient possible un chauffage stochastique même pour des électrons
sans impulsion longitudinale initiale, pour des paramètres similaires au cas (4).

Pour finir sur ces effets stochastiques, nous pouvons nous intéresser au temps
caractéristique de croissance de l’énergie, ou de manière équivalente à l’évolution
du chauffage en fonction de la durée d’interaction des deux lasers. Pour cela
on regarde l’évolution de l’impulsion longitudinale moyenne d’une population
d’électrons, distribuée uniformément selon ξ, de P‖ nul initialement. La figure
2.11 montre que le gain initial d’impulsion est rapide : il ne faut que quelques
périodes laser pour gagner une énergie comparable à la largeur du battement,
ou résonance N1 = −1 :

√
2a0a1. L’impulsion croît ensuite plus lentement à

mesure que l’électron explore des résonances d’ordres plus élevés. Cette figure
nous apprend aussi que du point de vue du chauffage, il peut être plus efficace, à
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Fig. 2.11 – Evolution de l’impulsion longitudinale moyenne de 1000 électrons ayant
initialement P‖ = 0 dans la collision de deux ondes planes de mêmes polarisations
pour a0 = 2 et deux valeurs de a1 : 0.2 et 0.4. Les points en gras correspondent à
des énergies égales du faisceau d’injection.

énergie d’injection égale, d’avoir une interaction plus longue et un a1 plus faible.
Ceci est visible si on compare le chauffage obtenu pour deux cas de même énergie,
marqués par des points sur la figure 2.11 : τ1 = 30 fs avec a1 = 0.4 et τ1 = 120 fs
avec a1 = 0.2.

2.2.3 Effets pondéromoteurs couplés au battement

Nous avons pour l’instant supposé avoir des ondes planes, de façon à pouvoir
extraire des informations théoriques. Ceci est justifié puisque l’échelle spatiale
de variation de l’enveloppe (en λp) est beaucoup plus grande que la longueur
d’onde de battement (en λ0/2). Ainsi sur une période de battement les amplitudes
a0 et a1 peuvent être considérées constantes et la description du chauffage par
battement reste correcte.

C’est ce que montre la figure 2.12 qui représente la trajectoire dans l’espace des
phases d’un électron dans le battement de deux impulsions polarisées circulairement
(d’hélicités opposées) et de durée 30 fs. Le cas est très similaire à la même figure
obtenue pour des ondes planes, on constate juste une modulation de l’oscillation de
uz correspondant à la variation de l’enveloppe. De plus, dans le cas des impulsions
gaussienne, l’électron est proche de la séparatrice du battement et peut s’échapper
avec de l’énergie.

Le chauffage stochastique, par contre, puisqu’il est basé sur des perturbations
sommées sur plusieurs périodes, va être impacté. On peut ainsi imaginer qu’un
électron se trouvant dans un gradient négatif de l’enveloppe a0a1 va pouvoir se
retrouver, une fois son énergie gagnée, dans une résonance à nouveau isolée et
traverser le reste de la collision en conservant son impulsion. Cet effet, certai-
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nement difficile à formaliser, reste cependant mineur face aux effets purement
pondéromoteurs que je vais décrire maintenant et qui influencent de manière très
importante les spectres de chauffage.

Pour bien comprendre ces effets, il faut tout d’abord décrire le cas simple de
l’interaction d’un électron avec un seul laser d’enveloppe non constante. Dans la
description 1D, l’électron gagne une impulsion dans la direction du laser quand
il est dans le front montant de l’impulsion laser, mais il la reperd intégralement
dans le front descendant. Ainsi après le passage complet d’une impulsion laser, si
on néglige les effets collectifs5, les électrons sont uniquement poussés.

C’est ce que représente la figure 2.13 de deux manières différentes. A gauche,
on représente la trajectoire dans l’espace des phases d’un électron soumis à une
impulsion laser gaussienne : on voit qu’après le passage de l’impulsion laser, un
électron initialement au repos est juste déplacé et a rendu toute son énergie
cinétique. A droite on introduit un diagramme représentant des trajectoires
(courbes noires) d’électrons, de positions initiales différentes, dans l’espace (z,t). On
normalise le temps (les distances) à la durée τ0 (et longueur cτ0) de l’impulsion laser,
unités plus pertinentes pour l’étude des effets pondéromoteurs. Cette représentation
s’avérera utile pour les cas plus complexes et mérite d’être bien comprise. Le laser,
dont le champ est représenté en couleur, se propage selon la droite z − ct = 0.
L’électron initialement au repos décrit une droite verticale z = cste puis est
accéléré dans la direction du laser avant d’être freiné par la force pondéromotrice
dans le gradient descendant.

5On considère toujours pour l’instant le cas d’électrons dans le vide.
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Dans le cas de deux impulsions lasers, certains électrons ne vont pas voir
les forces pondéromotrices des enveloppes laser car elles seront « écrantées »par
le battement. Ainsi, les électrons situés exactement à la position de collision6

ne seront quasiment pas accélérés de façon pondéromotrice. S’ils sont excentrés
par rapport à cette position, ils pourront cependant, avant d’être soumis à la
superposition des deux champs, ne voir qu’un laser et en subir donc la force
pondéromotrice. Des gains nets d’énergie sont donc possibles sans qu’il y ait de
chauffage lié au battement ou au chauffage stochastique.

Pour bien comprendre comment ces effets vont amener à des gains d’énergie,
nous allons étudier le chauffage lié à la collision de impulsions gaussiennes dans
le vide en fonction de la position initiale des électrons. On s’attend à priori à
deux composantes : une composante stochastique, pour laquelle énergie finale et
position initiale ne sont pas corrélées, et une composante pondéromotrice qui va
être fortement dépendante de l’ordre dans lequel les électrons vont interagir avec
les deux lasers.

La partie gauche de la figure 2.14 montre exactement ce double comportement.
Pour des électrons initialement situés à une position proche de la collision des
deux lasers (z = 0) on voit que le gain d’impulsion n’est pas du tout corrélé avec la
position initiale et est distribué assez uniformément. Par contre, pour les électrons
situés plus loin de cette position et qui vont clairement être soumis plus longtemps
au champ d’un laser seul, la situation est différente et le gain d’énergie semble très
corrélé à la position initiale. On peut séparer l’étude en deux cas : 1) les électrons
voient d’abord le champ du laser d’injection 2) les électrons voient d’abord le
champ du laser de pompe. Pour illustrer ces différents cas on représente, dans
la partie droite de la figure 2.14, les trajectoires des électrons concernés dans un
diagramme (z,t). Le laser pompe se propage selon la droite z − ct = 0 et le laser
d’injection selon la droite z + ct = 0. On matérialise la zone de collision par un

6Rappelons que les maxima des impulsions se rencontrent en z = 0 à t = 0.
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losange violet qui correspond à la satisfaction des deux conditions a0(z, t) > a0/4
et a1(z, t) > a1/4.

Les électrons correspondant au cas 1) sont représentés par une ligne pleine
noire : situés initialement du côté du laser d’injection, ils ne voient pas le front
montant du laser pompe. Comme ils sortent du champ du laser d’injection, ils
voient le front descendant du laser de pompe seul. Ils sont donc accélérés dans
la direction de propagation du laser d’injection. L’énergie maximale est atteinte
quand le front montant est complètement écranté par la collision, et que le front
descendant est visible par l’électron.

Les trajectoires des électrons correspondant au cas 2) sont représentées en
pointillés. Ils sont tout d’abord accélérés dans la direction de propagation du
laser de pompe avant d’arriver dans la zone de battement. Ils se retrouvent piégés
dans le battement de sorte que leur impulsion peut rapidement changer de signe.
Cependant une brisure de symétrie entre les impulsions positives et négatives
apparaît. Un électron avec une impulsion négative va vers une zone de battement
plus faible et ne verra donc plus son impulsion changer. Au contraire, un électron
avec une impulsion positive restera plus longtemps dans la collision. Les électrons
ont donc plus de chance de gagner une impulsion négative.

Notons que les deux mécanisme pondéromoteurs présentés ici accélèrent les
électrons dans le « mauvais sens »puisque seuls les électrons accélérés dans le sens
de propagation du laser pompe peuvent être injectés.

Ces effets pondéromoteurs disparaissent quand le chauffage stochastique devient
plus important. C’est ce qui est représenté sur la figure 2.15 (l’échelle de couleur est
ici logarithmique) : quand a1 augmente, le battement devient plus intense même
sur les bords de la zone de collision et mélange très rapidement les impulsions.
On remarque également que les spectres de chauffage deviennent de plus en plus
symétriques. Le comportement à a1 faible est également intéressant : la situation
des électrons du cas 2) est changée. Le battement étant plus faible, des électrons
qui arrivent dans la collision au maximum de leur impulsion peuvent se retrouver
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l’intensité du laser d’injection. Les échelles de couleur sont logarithmiques. Les
paramètres sont a0 = 2, τ0 = 30 fs, τ1 = 30 fs.

sur des trajectoires circulantes. Ils vont donc conserver leur impulsion (positive)
tout au long de la collision. Cet effet est très visible dans le cas a1 = 0.1 : pour
des électrons très excentrés on retrouve la même composante que précédemment,
les électrons déjà décélérés dans le gradient descendant d’intensité du pompe
peuvent être piégés dans le battement. Par contre les électrons qui ont une
énergie supérieure (non freinés par le front descendant) ne sont pas piégés dans
le battement et gardent leur impulsion positive : ceci explique le changement de
signe de l’impulsion constaté pour des positions initiales autour de z0 = −1.5cτ0.

Ce mécanisme est particulièrement intéressant car il permet d’accélérer tous les
électrons situés dans une zone de quelques µm dans la direction de propagation du
laser. De plus, contrairement au chauffage stochastique qui produit une dispersion
en énergie maximale, les électrons chauffés de cette manière ont une énergie bien
définie. Ce mécanisme pourrait servir à injecter des électrons avec une dispersion
en énergie initiale faible et améliorer ainsi la qualité spectrale des faisceaux
d’électrons.

Cet effet se manifeste également, pour les mêmes raisons, quand on augmente
la durée du faisceau d’injection. Les électrons peuvent en effet passer dans des
zones où le battement est plus faible. Si on regarde l’évolution du spectre des
électrons après la collision en fonction de la durée du laser d’injection, figure 2.16,
on voit clairement apparaître pour τ1 > τ0 une composante quasi-monoénergétique
vers 0.6mec. Si on résout ce spectre en fonction de la position initiale, pour
τ1 = 60 fs, comme sur la figure 2.17 (partie droite) on peut constater que ces
électrons sont très localisés. Les trajectoires correspondant à cette caractéristique
spectrale piquée sont représentées par des courbes noires dans la partie gauche de
la figure 2.17. Elles confirment que ces électrons, qui gagnent leur énergie dans le
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front montant du laser, passent dans des zones de battement faible où ils ne sont
pas piégés et peuvent ainsi garder leur impulsion. La dynamique étant toujours
régie par le battement, ils ne voient pas le front descendant du laser de pompe et
ne sont donc pas décélérés.

Ces mécanismes, jamais mis en évidence auparavant, montrent la richesse des
phénomènes physiques pouvant avoir lieu lors de la collision d’impulsions laser,
même dans un cas unidimensionnel et dans le vide. De plus, ils ouvrent la voie
à des schémas novateurs d’injection, qui permettent de réduire la dispersion en
énergie initiale. Si ce mécanisme ne permet pas d’injecter efficacement électrons
dans un plasma en 1D, pour des raisons que nous exposerons dans la section 2.3,
le principe est transposable en 3D. Ce travail a été remarquablement effectué par
Xavier Davoine [Davoine 09]. Dans le schéma d’injection froide (Cold Injection),
les électrons sont gelés dans le battement. Ils se retrouvent alors à l’intérieur
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de la bulle au lieu de circuler autour, et peuvent être piégés. Nous présenterons
brièvement ces résultats à la fin de ce chapitre.

Résumé : chauffage d’électrons dans le vide

Nous avons vu dans les sous-sections précédentes divers mécanismes de chauf-
fage des électrons dans la superposition de deux ondes lasers : le battement, le
chauffage stochastique et les effets pondéromoteurs.

On peut essayer de résumer ces mécanismes en présentant, sur la figure 2.18
des spectres obtenus après la collision d’impulsions correspondant aux paramètres
expérimentaux, a0 = 2, a1 = 0.4, τ0 = τ1 = 30 fs, pour différentes polarisations.
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Fig. 2.18 – Spectres obtenus pour différentes polarisations pour a0 = 2, a1 = 0.4,
τ0 = τ1 = 30 fs.

Le cas des polarisations circulaires de même hélicité (’+’) correspond à un cas où
il n’y a pas de chauffage lié au battement ou de chauffage stochastique. Les électrons
sont effectivement très peu chauffés. Pour des polarisations circulaires d’hélicité
opposées (’-’), le battement ne permet pas un gain d’énergie très important.
La majorité des électrons restent piégés dans le battement jusqu’à la fin de la
collision. Ils ne sortent du battement qu’avec une impulsion très inférieure à√

2a0a1 ≃ 1.25 (pour les paramètres utilisés). Les effets pondéromoteurs étudiés ci
dessus permettent cependant à des électrons d’être accélérés dans la direction de
propagation du laser d’injection. Ces électrons ne seront pas injectés dans l’onde
plasma. Le spectre obtenu pour des polarisations croisées est assez similaire : les
effets stochastiques sont aussi efficaces pour chauffer les électrons que le battement
avec des polarisations circulaires. Nous verrons dans la section 4.3 comment ce
chauffage rend possible l’injection en polarisations croisées. Cependant, du point
de vue du chauffage, il est bien plus efficace d’utiliser des polarisations parallèles.
Le gain d’énergie est bien de l’ordre de

√
2a0a1, certains électrons gagnant même

plus d’énergie avec les effets stochastiques.
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Ces considérations nous apprennent qu’il est donc bien préférable d’utiliser
des polarisations linéaires parallèles pour chauffer les électrons, tout du moins
dans le vide.

2.2.4 Chauffage par collision d’ondes de sillages

Nous avons pour l’instant étudié des mécanismes de chauffage ayant lieu
indépendamment de la présence de plasma. Pour être complet, il faut maintenant
décrire une dernière source possible de chauffage de nos électrons, basée sur la
collision des ondes de sillage. En effet, dans une géométrie colinéaire ou approchée,
si les électrons ne voient la collision des lasers que sur un temps court, ils vont
également subir pendant un temps long la collision des deux ondes plasmas. Ce
battement d’ondes plasmas peut amener à l’extraction d’électrons de l’orbite
fluide. Nous pouvons étudier cet effet en suivant des électrons tests, non affectés
par le champ du laser d’injection, dans la collision des ondes de sillage calculées
analytiquement selon l’équation 1.27. La figure 2.19 représente le résultat d’une
simulation effectuée pour a0 = 2 et a1 = 0.6. Les électrons, sans vitesse initiale,
sont distribués sur une longueur plasma autour de la position de collision des
lasers et évoluent pendant 0.9 ps. Les électrons ne sont pas chauffés dans les toutes
premières périodes de l’onde plasma : en effet les électrons, dans le référentiel du
laboratoire, ont besoin de voir plusieurs battements d’ondes plasma pour être
injectés. Ce mécanisme peut cependant injecter des électrons dans des périodes
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Fig. 2.19 – Espace des phases d’électrons chauffés dans la collision d’ondes de
sillage (transparents au champ laser d’injection), pour a0 = 2, a1 = 0.6,ne =
7 × 1018 cm−3, τ0 = τ1 = 30 fs. L’orbite fluide (cas une seule onde de sillage) est
également représentée.

plasmas plus éloignées du laser. Dans le cas représenté, les électrons quittent
rapidement l’orbite fluide et sont piégés à partir de la troisième période plasma. Ce
modèle est très limité (la superposition des ondes de sillage est simplement faite
en additionnant les champs, les effets de beam loading, qui vont amortir les ondes
plasmas, ne sont pas pris en compte) mais il illustre néanmoins un mécanisme
qui pourra être responsable de l’injection d’électrons à basse énergie. Il pourra
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notamment aider des électrons, déjà chauffés dans la collision des deux lasers, à être
piégés. Contrairement au mécanisme de battement ou au chauffage stochastique,
ce mécanisme de chauffage n’est pas localisé et peut avoir lieu dans toute la zone
de recouvrement spatial des lasers. Dans une géométrie colinéaire, ce mécanisme
de chauffage pourra donc avoir lieu sur toute la longueur de propagation du laser.
Il produira donc des spectres d’électrons larges.

2.3 Inhibition de l’onde de sillage

Nous avons vu que le modèle développé dans la section 2.1.3 était très simplifica-
teur dans la description du chauffage des électrons. Nous allons maintenant essayer
de comprendre la dynamique du plasma et notamment comment le mécanisme de
chauffage peut influencer l’excitation de l’onde plasma.

Dans les premiers travaux théoriques [Esarey 97a, Fubiani 04, Kotaki 04], l’ex-
citation de l’onde plasma est supposée être la même que dans un cas sans battement,
l’hypothèse sous-jacente est donc la suivante : une population d’électrons est effec-
tivement chauffée par la collision des lasers, une autre, plus importante, ne voit pas
cette collision et sa dynamique est régie uniquement par la force pondéromotrice
du laser. Cette vision s’avère fausse du fait de la différence importante entre les
forces pondéromotrices du battement et celles du laser pompe seul : Fbeat > Fpond.
Durant la collision, la dynamique des électrons est complètement régie par le
battement.

Pour s’en convaincre, nous pouvons comparer la figure 2.20.a, représentant
les trajectoires dans l’espace des phases (z, uz) des électrons dans le champ d’un
laser a0 = 2, τ0 = 30 fs pour une polarisation linéaire et circulaire, à la figure
2.20.b, représentant les trajectoires d’électrons voyant la collision de deux lasers
avec a1 = 0.4, τ1 = 30 fs. Les électrons sont initialement au repos et placés très
proches de la position de collision des deux maxima des impulsions, de telle sorte
qu’ils voient les deux lasers simultanément.

Dans la collision des deux lasers, les électrons sont piégés dans le battement
et leur excursion longitudinale n’est plus que de λ0/2. Une conséquence directe
de cette dynamique modifiée est que la séparation de charge sur des distances
de l’ordre de l’onde plasma, à l’origine de l’excitation de l’onde plasma, n’a pas
lieu. L’onde plasma ne va donc pas être excitée pendant le battement des deux
lasers. Cette inhibition de l’onde plasma est bien visible dans les simulations uni-
dimensionnelles Particle In Cell (PIC). Ces simulations auto cohérentes résolvent
les équations de Maxwell à chaque pas de temps en fonction des positions et des
courants liés à des macro-particules représentant des électrons et des ions.

La figure 2.21 représente le champ longitudinal calculé dans ces simulations
(courbe pleine) pour différents instants, t = 0 correspondant à la collision des
maxima des enveloppes des lasers. Si on compare aux champs calculés dans une
simulation fluide, c’est à dire d’après l’équation 1.27, qui sont représentés en
pointillés, on voit clairement cette inhibition de l’onde de sillage à la position de la
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Fig. 2.20 – Trajectoires d’électrons dans (z, uz). a) Pour un seul laser : a0 = 2,
τ0 = 30 fs, la courbe pleine correspond à une polarisation circulaire, la courbe
en pointillés à une polarisation linéaire. b) Pour deux lasers a0 = 2, τ0 = 30 fs,
a1 = 0.4, τ1 = 30 fs, la courbe pleine correspond à des polarisations circulaires, la
courbe en pointillés à des polarisation parallèles.

collision. Dans cette zone de l’espace, les électrons n’oscillent pas et la perturbation
de l’onde plasma subsiste pendant un temps long.

Nous allons voir que ce phénomène, non pris en compte dans les modèles
existants, va avoir une influence majeure sur la quantité d’électrons piégés par
injection optique.

La figure 2.22 montre la différence de dynamique des électrons piégés dans la
première période de l’onde plasma dans un code fluide et un code PIC. Dans le
code fluide, les électrons chauffés dans la collision des lasers se retrouvent dans la
phase accélératrice de l’onde plasma où ils peuvent directement gagner l’impulsion
nécessaire pour aller aussi vite que l’onde. Dans le code PIC, les électrons chauffés
de manière équivalente se retrouvent dans une zone où le champ électrique est nul.
Pour être piégés, ils doivent donc sortir de cette zone, où ils sont en mouvement
libre et ne commencent à être accélérés par l’onde plasma qu’après ≃ 60 fs. A la
condition de gain d’impulsion nécessaire pour passer au dessus de la séparatrice se
superpose donc une condition géométrique : les électrons doivent être suffisamment
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Fig. 2.21 – Instantanés du champ électrique longitudinal, à plusieurs instants. La
courbe pleine représente le champ électrique calculé dans la simulation PIC 1D,
la courbe en pointillés correspond au calcul fluide. Le champ laser est également
représenté. Paramètres a0 = 2, a1 = 0.4, τ0 = 30 fs, τ1 = 30 fs, ne = 7× 1018 cm−3.

proches de la frontière de la zone où l’onde plasma est inhibée pour pouvoir en
sortir et se retrouver dans la phase accélératrice de l’onde plasma.

Ceci apparaît encore plus clairement en regardant des trajectoires d’électrons
piégés représentatives comme le montre la figure 2.23. La zone correspondant
à la collision où a0, 1(z, t) > a0, 1/4 est encore matérialisée par un losange. La
carte de couleur représente le champ électrique longitudinal. Dans la simulation
fluide, la majorité des électrons piégés est peu chauffée par la collision mais arrive
dans une zone accélératrice (représentée en rouge sur la figure). Même si leur
impulsion longitudinale est presque nulle, ces électrons peuvent être piégées car
l’onde plasma est suffisamment intense. Dans le cas avec inhibition d’onde plasma,
l’onde plasma ne permet pas à ces électrons d’être piégés. Les électrons piégés
dans la simulation PIC doivent être réellement chauffés dans la collision et sortir
rapidement de la zone de battement.

Cette différence de dynamique des électrons piégés va complètement changer
le nombre final d’électrons piégés. C’est ce qu’on peut voir sur la figure 2.24
représentant l’espace des phases et les spectres des électrons piégés et accélérés
après 300 µm dans une simulation fluide (a) et dans une simulation PIC (b) pour
les mêmes conditions initiales (a0 = 2, a1 = 0.4, ne = 7 × 1018 cm−3) . Dans les
deux cas, le spectre est similaire avec une composante mono-énergétique à 50 MeV.
Par contre, comme on peut le voir avec l’amplitude des spectres, la charge est
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Fig. 2.22 – Dynamique des électrons piégés dans la première période plasma. a)
Dans une simulation fluide b) Dans une simulation PIC. Le champ électrique est
également représenté et la zone où a lieu la collision est matérialisée par deux
traits verticaux. Les paramètres sont identiques à ceux de la figure 2.21.
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Fig. 2.23 – Trajectoires des électrons piégés dans la première période plasma. a)
Dans une simulation fluide b) Dans une simulation PIC. Le champ électrique est
également représenté en couleur et la zone où a lieu la collision est matérialisé par
un losange. Les paramètres sont identiques à ceux de la figure 2.21.

réduite d’un ordre de grandeur dans le cas des simulations PIC. Cet ordre de
grandeur de différence se retrouve dans toutes les simulations effectuées.

D’une manière plus anecdotique, l’inhibition d’onde de sillage rend le piégeage
dynamique : il ne peut pas être décrit par une représentation d’orbites ne dépendant
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Fig. 2.24 – Espace des phases et spectres des électrons piégés (après 300 µm)
dans a) une simulation fluide, b) une simulation PIC pour a0 = 2, a1 = 0.4,
ne = 7 × 1018 cm−3.

par définition que de la phase ξ = z − ct. Dans le modèle fluide/orbite, l’énergie
acquise pendant le battement permet de déterminer sans ambiguïté si l’électron va
être piégé ou non et si l’énergie est suffisante, il sera piégé dans la première période
de l’onde plasma. Le modèle dynamique permet de piéger des électrons dans les
périodes suivantes de l’onde plasma. On peut en effet imaginer le scénario suivant :
l’électron gagne suffisamment d’énergie mais est situé en plein cœur de la zone
d’inhibition, de telle sorte qu’il n’en sortira qu’après une période plasma pour se
retrouver dans la seconde phase accélératrice de l’onde de sillage. Ce mécanisme,
avec le chauffage par collision d’onde de sillages, permettra d’expliquer le piégeage
d’électrons dans les périodes suivantes de l’onde plasma et la présence d’électrons
à plus faible énergie.

2.4 Simulations et études paramétriques 1D

Résumons ce qui a été vu précédemment pour affiner le modèle initial :

• Dans le modèle unidimensionnel, le battement proposé d’ondes polarisées
circulairement chauffe peu les électrons, seuls les effets stochastiques, ap-
paraissant pour des polarisations parallèles (et dans une moindre mesure
croisées), permettent aux électrons de gagner des impulsions conséquentes.
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• Dans un modèle fluide, pour des intensités relativistes, cette différence n’est
pas drastique car de toutes façons la majorité des électrons piégés ne sont
que peu chauffés.

• Cette différence devient par contre bien plus importante si on considère
le phénomène d’inhibition d’onde de sillage qui interdit à des électrons de
faible énergie d’être piégés. Elle conduit à une réduction d’un facteur dix
de la charge piégée.

Maintenant que nous avons identifié les processus physiques, on peut utiliser
des simulations PIC pour faire des études paramétriques et notamment estimer
les seuils d’injection et de la variation de la charge injectée avec les paramètres
lasers, qu’on pourra comparer par la suite avec les résultats expérimentaux. On
se restreint, pour des raisons de ressources limitées en temps de calcul, à des
simulations uni dimensionnelles. Les simulations présentées par la suite sont
effectuées avec le code CALDER [Lefebvre 03] avec les paramètres numériques
suivants : on utilise des mailles de taille 0.1/k0 (soit 1.3 10−2µm) et des pas de
temps de 0.051/ω0 (soit 0.4 fs). Pour limiter la taille des domaines à simuler, on
utilise une fenêtre glissante de taille 6800 mailles se déplaçant à la vitesse de la
lumière. Cette fenêtre est arrêtée pour permettre l’introduction des champs lasers.
Il faut noter que cette taille de fenêtre limite le nombre de périodes plasma liées
aussi bien au laser pompe qu’au laser d’injection mais cela n’a d’influence que
sur les électrons de basses énergie, piégés loin du laser. Les paramètres lasers
typiques sont a0 = 2, a1 = 0.4, de durées 70ω−1

0 ≃ 30 fs et de polarisations
parallèles. Le plasma, de densité ne = 0.004nc ≃ 7× 1018 cm−3 est modélisé par
30 macro-particules électroniques et 1 macro-particule ionique, fixe, par maille.

2.4.1 Variation de a0

Le premier test est relatif au seuil d’injection et à l’évolution de la charge
injectée en fonction de l’amplitude du laser pompe a0 pour des polarisations
parallèles. On se limite à des valeurs de a0 < 2 pour ne pas avoir d’auto-injection
dans les simulations à ces densités. La charge piégée dans la première période
plasma est représentée sur la figure 2.25 par une courbe pleine. On représente
également, à titre de comparaison, la charge piégée dans les simulations fluides
utilisant les mêmes paramètres.

Comme nous l’avons déjà dit précédemment, la charge injectée dans les simu-
lations fluides est huit fois plus importante que dans les simulations PIC, ce qui
montre l’importance de l’inhibition de l’onde de sillage dans la dynamique du
piégeage. Mis à part cette différence quantitative, les deux courbes montrent un
comportement similaire.

Pour les deux types de simulation, le seuil d’injection se situe en effet vers
a0 = 0.9 pour a1 = 0.4, ce qui est très proche de l’estimation grossière des figures
2.3 et 2.4. La croissance rapide de la charge avec a0 s’explique encore une fois par
la croissance rapide du chauffage qui permet de préaccélérer plus d’électrons et
l’excitation d’une onde plasma de plus forte amplitude qui permet de piéger plus
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Fig. 2.25 – Evolution du nombre d’électrons piégés en fonction de l’amplitude
du laser pompe. La courbe pleine représente le résultat de simulations PIC, la
courbe en pointillés le résultat de simulations fluides (la valeur de la charge
pour les simulations fluides est divisée par un facteur 8). Paramètres : a1 = 0.4,
τ0 = τ1 = 30 fs, ne = 7 × 1018 cm−3 et des polarisations linéaires parallèles.

facilement les électrons. Nous verrons dans la partie 4.1.3 comment des variations
semblables d’intensité laser dues à l’évolution non linéaire du laser permettent
effectivement d’augmenter sensiblement la charge piégée.

Pour ne voir que l’effet de l’accroissement du chauffage on peut maintenant ne
faire varier que les paramètres du laser d’injection. Ces changements de paramètres
sont plus conformes à la philosophie d’un injecteur : ils permettent de changer les
paramètres du faisceau d’électrons sans changer la structure accélératrice.

2.4.2 Variation de a1

Le chauffage a en effet une dépendance marquée avec l’amplitude du laser
d’injection. La largeur du battement est en

√
2a0a1 et l’augmentation de a1 permet

d’atteindre des régimes de chaos étendu.
La figure 2.26 montre le résultat de simulations pour lesquelles on ne fait varier

que a1 pour une amplitude du laser de pompe a0 = 2 et des polarisations parallèles.
Pour les simulations fluides, la charge croît très rapidement pour des valeurs
modestes de a1 grâce au chauffage stochastique et aux effets pondéromoteurs.
Ensuite, l’augmentation de la charge est moins rapide, pour les raisons déjà
exposées dans la section 2.1.3 : seule une fraction bornée de particules est accélérée
dans la direction du laser de pompe de sorte que l’augmentation de la charge n’est
due qu’à la croissance, lente, du domaine du battement.

La situation est légèrement différente dans les simulations PIC, prenant en
compte l’inhibition de l’onde de sillage. La croissance de la charge est moins
rapide avec a1, l’augmentation du chauffage étant compensée par l’inhibition de
plus en plus importante de l’onde de sillage. De même, la saturation très nette
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Fig. 2.26 – Evolution du nombre d’électrons piégés en fonction de l’amplitude
du laser d’injection. La courbe pleine représente le résultat de simulations PIC,
la courbe en pointillés le résultat de simulations fluides (la valeur de la charge
pour les simulations fluides est divisée par un facteur 8). Paramètres : a0 = 2,
τ0 = τ1 = 30 fs, ne = 7 × 1018 cm−3 et des polarisations linéaires parallèles.

de la charge, pour a1 > 0.4, semble être accentuée par l’inhibition de l’onde de
sillage qui rajoute une contrainte spatiale sur la provenance des particules pouvant
être piégées. Notons que pour des amplitudes d’injection a1 élevées, d’autres
phénomènes peuvent rentrer en jeu et modifier le piégeage : ainsi, l’onde de sillage
du laser d’injection ne peut plus être négligée.

On voit en tout cas, que d’un point de vue énergétique il ne sert à rien d’avoir
a1 > 1, et que l’optimum se situe plutôt vers a1 = 0.4.

2.4.3 Variation de polarisation

Une variation de polarisation du laser d’injection permet de diminuer l’ampli-
tude du battement et de contrôler ainsi le chauffage.

La figure 2.27 montre le résultat de simulations pour lesquelles on a fait varier
la polarisation du laser d’injection entre les polarisations parallèle (0◦) et croisée
(90◦) à celle du laser pompe. La courbe est strictement décroissante comme prévu
par la théorie fluide. L’amplitude de la variation est cependant moins importante
que celle prévue dans [Fubiani 04] (un croisement des polarisations rend impossible
toute injection). Ceci est lié au fait que pour des polarisations croisées, les électrons
ne sont plus piégés dans le battement et l’onde de plasma est moins inhibée. Des
électrons pré-accélérés par chauffage stochastique sont alors plus facilement piégés.
Cette injection possible en polarisation croisée sera plus longuement discutée dans
4.3.
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Fig. 2.27 – Variation de la charge injectée avec la polarisation relative des deux
lasers. Paramètres : a0 = 2, a1 = 0.4, τ0 = τ1 = 30 fs, ne = 7 × 1018 cm−3.

2.4.4 Variation de la compression

Un autre test expérimental réalisable consiste à faire varier la compression du
laser d’injection : à énergie laser constante, l’impulsion est plus longue et moins
intense. L’effet d’une telle variation n’est pas évident à priori car on a constaté
dans la figure 2.11 qu’un chauffage avec une impulsion moins intense mais plus
longue pouvait pré accélérer les électrons plus efficacement.
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Fig. 2.28 – Variation de la charge injectée avec la compression du laser d’injection.
Paramètres : a0 = 2, τ0 = 30 fs, ne = 7 × 1018 cm−3. L’amplitude du laser
d’injection, comprimé à 30 fs, est a1 = 0.4.

La figure 2.28, représentant l’évolution de la charge avec la compression du
laser d’injection (d’amplitude a1 = 0.4 pour une compression à 30 fs), montre
que la décroissance de la charge avec la durée du faisceau d’injection est rapide.
La charge est divisée par 5 pour un laser de 100 fs. Les résultats expérimentaux
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sont en désaccord avec ce dernier point, semblant montrer que la compression
du laser d’injection est beaucoup moins cruciale. On peut supposer que les effets
pondéromoteurs sont plus importants quand on prend en compte les dimensions
transverses et permettent d’injecter plus de charge mais ce point doit être investigué
plus en détail.

2.5 Simulations 3D

La modélisation complète de la collision, tenant compte des dimensions trans-
verses à la propagation, est beaucoup plus difficile à mettre en œuvre. En effet en
3D, les calculs analytiques ne sont valides que dans la limite non linéaire a0 < 1.
Or, le régime d’interaction que nous cherchons à modéliser correspond plutôt à
1 < a0 < 2 et peut évoluer vers le régime très non linéaire de « la bulle »qui est
très mal décrit par le calcul linéaire. A l’opposé du spectre des modélisations, les
simulations PIC 3D sont extrêmement coûteuses. Pour effectuer un calcul sur 2
mm avec le code CALDER [Lefebvre 03] il faut par exemple 105 heures processeur
ce qui rend ces simulations réalisables uniquement sur des super calculateurs. Des
simulations ont été effectuées par nos collaborateurs du CEA [Davoine 08] mais
seulement en nombre réduit.

Pour combler ce déficit de simulation, on peut faire appel à d’autres types
de simulation : des simulations 2D qui introduisent certains effets transverses.
Ces simulations ne demandent que 400 heures processeur et peuvent encore être
utilisées pour réaliser des études paramétriques. Si on s’intéresse uniquement à
l’évolution du laser et des champs plasmas, et non au phénomène d’injection,
on peut utiliser un modèle quasistatique de type WAKE [Mora 96] qui résout
l’équation d’enveloppe du laser. Dans le cas très non linéaire, pour lequel ce type de
simulation diverge, on préférera utiliser le modèle semi-analytique déduit de l’étude
phénoménologique de la bulle [Lu 06a, Tzoufras 08]. Cet outil de modélisation,
par ailleurs très simplifié, peut être utilisé comme « modèle jouet »pour faire des
études paramétriques complètes et/ou comprendre des comportements physiques
globaux. Nous l’utiliserons particulièrement pour simuler le chargement de l’onde
plasma ou beam loading.

Enfin Agustin Lifschitz, un ancien post-doctorant du groupe SPL, a déve-
loppé un code PIC réduit qui utilise la décomposition de Fourier des champs
en modes poloïdaux [Lifschitz 08]. L’indépendance de ces modes et la géométrie
axi-symétrique du système assure que seuls les premiers modes sont nécessaires
pour décrire le problème. Ce type de simulation donne alors des résultats re-
marquablement proches des simulations 3D mais ne nécessite que l’équivalent de
quelques simulations 2D, soit un gain d’un facteur 100 en heures de calcul. Ces
simulations peuvent tourner sur des petits clusters en moins d’une journée et
promettent des études très intéressantes.

Ces simulations demandent néanmoins une implication forte et peuvent dif-
ficilement être couplées à un travail de thèse expérimental. C’est réellement le
sujet d’une thèse en simulation numérique. Ce travail a donc été réalisé en étroite
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collaboration avec Xavier Davoine au CEA. Je reviendrai plus tard sur les résultats
de cette fructueuse collaboration qui nous a permis de comprendre en détail nos
résultats expérimentaux. Je vais ici me contenter de faire des parallèles avec les
mécanismes physiques exhibés dans les simulations unidimensionnelles.

2.5.1 Inhibition d’onde de sillage

Le résultat principal des simulations menées est la mise en évidence de l’inhi-
bition de l’onde de sillage. Cet effet n’est pas seulement unidimensionnel, comme
le prouve la figure 2.29 qui représente le champ longitudinal sur l’axe dans des
simulations 2D. Pour des polarisations circulaires de même hélicité, en l’absence de
battement, le champ n’est pas perturbé. Par contre, si les hélicités sont opposées
ou si les polarisation linéaires sont parallèles le battement empêche l’excitation de
l’onde plasma lors de la collision.

−150 −100 −50 0 50 100
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Fig. 2.29 – Champ longitudinal sur l’axe pour des simulations PIC 2D pour
différentes polarisations. La zone de collision est délimitée par les barres verticales.
Les paramètres sont : a0 = 1.9, a1 = 0.4, τ0 = τ1 = 30 fs, ne = 7.5× 1018 cm−3.
Cette figure est tirée de [Davoine 08].

De même qu’en 1D ce phénomène d’inhibition limite très fortement la charge
piégée, les comparaisons fluides/PIC dans le domaine peu non-linéaire (pour lequel
la comparaison a encore un sens) donnent également une différence d’un facteur
10.

2.5.2 Injection froide

On a vu que le battement permettait de geler les impulsions gagnées par
les effets pondéromoteurs. Un concept similaire, développé par X. Davoine dans
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[Davoine 09], permet d’injecter effectivement des électrons dans les simulations.
Des électrons qui auraient circulé autour de la bulle, se voient piégés dans le
battement et se retrouvent à l’intérieur de la bulle où ils peuvent être accélérés
et piégés. Ce mécanisme n’est possible que si l’amplitude de l’onde plasma est
importante et exige ainsi une intensité du laser pompe importante. Il faut de plus
éviter une inhibition de l’onde plasma trop importante pour ne pas détruire le
champ accélérateur dans la bulle. C’est pourquoi il faut choisir une densité plasma
assez faible (ainsi la taille de l’onde plasma est plus importante que celle de la
zone de collision) et une amplitude du laser d’injection faible. Enfin, pour éviter
des effets de chauffage stochastique, on prend des polarisations circulaires.

Référence
Deux lasers

Référence
Deux lasers

Fig. 2.30 – Principe du schéma d’injection froide. Trajectoires dans a) le référentiel
du laboratoire, b) le référentiel de l’onde de sillage d’un électron lors de la collision
des deux lasers. Ces trajectoires sont comparées aux trajectoires de référence d’un
électron ne voyant que le laser pompe situé initialement à la même position. Cette
figure est tirée de [Davoine 09].

La figure 2.30 expose le principe de ce mécanisme d’injection dans une simula-
tion bidimensionnelle pour a0 = 4, a1 = 0.1, ne = 4.4× 1017 cm−3. La partie a)
de la figure représente la trajectoire d’un électron piégé, dans le référentiel fixe
du laboratoire ainsi qu’une trajectoire de référence, correspondant à l’interaction
avec un seul laser. La partie b) représente les mêmes trajectoires mais dans le
référentiel de l’onde de sillage. Sur cette dernière figure est également représentée
la densité électronique dans laquelle on voit nettement la bulle. On voit bien,
d’après la courbe représentée en a), que l’électron est gelé longitudinalement
durant la collision. Il se retrouve ainsi à l’intérieur de la bulle (cf. b)) où il peut
être piégé et accéléré.

L’intérêt de la méthode est d’injecter des électrons avec une très faible dis-
persion en énergie initiale. La figure 2.31 représente le spectre obtenu après une
accélération de 600 µm. La dispersion en énergie relative du faisceau d’électrons à
mi hauteur n’est que de ∆E/E = 0.8 %.
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Fig. 2.31 – Spectre obtenu après 600 µm d’accélération.

2.6 Conclusion

Cette partie théorique n’a pas pour but d’être exhaustive et elle ne couvre
clairement pas tous les cas de figures. Elle permet cependant de tirer quelques
conclusions utiles pour les expériences.

• Il faut utiliser une intensité de faisceau pompe a0 proche ou supérieure à
l’unité.

• Les polarisations linéaires sont préférables aux polarisations circulaires car
elles permettent de chauffer plus efficacement les électrons.

• L’inhibition de l’onde de sillage est un mécanisme important qui va limiter
la charge injectée.

• Il ne sert à rien d’avoir des intensités du laser d’injection trop importantes.

Il est également intéressant de noter que d’autres mécanismes d’injection, dans
des régimes proches, permettent d’injecter des électrons avec un dispersion en
énergie plus faible.



Chapitre 3

Injection par faisceaux

contre-propagatifs : expérience

Avec ce chapitre, nous entrons dans le vif du sujet, à savoir la démonstration
expérimentale de l’injection optique. Après la description des expériences effectuées
pendant ma thèse, je présenterai les premiers résultats relatifs à l’injection, à
savoir l’identification du mécanisme de battement et le domaine de paramètres
dans lequel l’injection est possible. Ce domaine, plus étendu que dans le régime
d’auto-injection permet d’explorer d’autres régimes d’accélération à plus faible flux
laser et plus faible densité plasma. De plus, comme nos conditions expérimentales
nous permettent d’être largement au dessus des seuils d’injection, l’injection se
produit de manière remarquablement stable, ce qui est un avantage certain par
rapport au régime d’auto-injection, instable sur le même système laser.

3.1 Laser

Pour ces expériences nous utilisons le laser Titane Saphir de la Salle Jaune
du Laboratoire d’Optique Appliquée [Pittman 02]. Ce laser, dont le schéma est
représenté sur la figure 3.1, utilise la technique d’amplification à dérive de fréquence
et délivre des impulsions polarisées linéairement de fréquence 820 nm de 2 J avec
une répétition de 10 Hz avant compression. La transmission totale du compresseur
et des optiques suivantes est de l’ordre de 50 % de sorte que l’énergie sur cible est
approximativement 1 J soit une puissance crête de 30 TW pour des impulsions de
durée 30 fs.

Au cours de ma thèse le front end du laser a été modifié pour améliorer son
contraste, c’est-à-dire le rapport entre l’intensité crête et le niveau d’ASE (Emission
spontanée amplifiée). Initialement, après l’oscillateur (5 nJ, 8.5 fs, 90 MHz) et
l’étireur (l’impulsion est étirée à 300 ps), l’impulsion laser était injectée dans un
système de Dazzler (filtre acousto-optique permettant de moduler le spectre de
l’impulsion) et passait dans une cellule de Pockels, ce qui permettait d’obtenir un
contraste supérieur à 106 à l’échelle de la nanoseconde. Ce contraste est suffisant
pour travailler dans le régime sous dense dans la mesure où l’intensité de la

67



68 3.1. Laser

pré-impulsion 1012 W.cm−2 est inférieure au seuil d’ionisation ≃ 1014 W.cm−2.
Dans le cas contraire, l’évolution hydrodynamique du plasma pourrait perturber
l’interaction laser-plasma. Le contraste est par contre un facteur beaucoup plus
limitant dans l’interaction laser solide pour laquelle, à même énergie, des contrastes
de l’ordre de 1010 sont souhaitables. Un système de filtre XPW1 a donc été rajouté
après l’étireur. Ce filtre est basé la génération non-linéaire d’une onde polarisée
orthogonalement dans des cristaux de BaF2 et permet d’atteindre des contrastes
de 109 [Jullien 05]. Ce système n’a pas un grand impact sur notre expérience,
mais rajoute de la complexité à la chaîne laser : le bon fonctionnement de ce
filtre nécessite en effet un alignement très précis ce qui peut être une source de
fluctuations d’intensité laser.

Fig. 3.1 – Schéma du système laser de la « Salle Jaune », sans XPW.

L’impulsion laser est ensuite amplifiée dans deux étages d’amplification jusqu’à
200 mJ. Un rotateur de Faraday protège ces deux premiers étages d’amplification
des retours lasers. Enfin, le troisième étage d’amplification, non protégé, permet
d’atteindre l’énergie finale de 2 joules avant compression.

Cette énergie peut être divisée en deux faisceaux laser avant compression et il
est donc possible de faire des expériences avec deux lasers dont la durée est réglée
indépendamment, la compression optimale correspondant à des durées de 30 fs.

1Pour Cross Polarized Wave.
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Une ligne à retard permet également de régler facilement la synchronisation des
deux faisceaux.

Le front d’onde de l’impulsion contenant la majorité de l’énergie (appelée dans
la suite pompe) est corrigé par un miroir déformable en sortie de compresseur
ce qui permet d’obtenir des taches focales de bonne qualité. Après grossissement
dans l’afocal du compresseur, le faisceau pompe mesure 6 cm de diamètre et le
faisceau d’injection 4 cm de diamètre.

3.2 Plasma et jet de gaz

Le milieu plasma sous dense est créé par ionisation dans un jet de gaz d’hélium
supersonique. L’hélium est rapidement ionisé par l’avant de l’impulsion, l’ionisation
ne nécessite en effet qu’une intensité de I ≃ 1014 W.cm−2. Le profil de densité
de gaz est caractérisé indépendamment par interférométrie sur une expérience
dédiée [Semushin 01]. La figure 3.2 montre les profils de densité des buses de
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Fig. 3.2 – Profil de densité des buses utilisées pendant les expériences à 1 mm au
dessus de la sortie du jet.

2 mm et 3 mm utilisées, 1 mm au dessus de la sortie du jet. Ils exhibent des
gradients raides et un plateau de densité uniforme au centre. En réglant la pression
en amont de la vanne, nous sommes capables d’explorer la gamme de densité
[5 × 1017 : 3 × 1019]cm−3. Lors de la deuxième campagne expérimentale un jet
de gaz de 2mm avec un défaut d’usinage a également été utilisé (avant d’être
caractérisé et changé). Le profil n’est plus trapézoïdal mais parabolique, ceci se
traduit expérimentalement par la nécessité d’augmenter la densité au centre pour
avoir la même densité moyenne.

Enfin, pour optimiser le couplage avec le jet de gaz, le laser pompe est focalisé
à quelques centaines de microns du bord du jet de gaz, au début du plateau de
densité.
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3.3 Montage expérimental

Les expériences d’injection par deux faisceaux contre-propagatifs ont été
réalisées en utilisant les deux impulsions laser en prenant 75% de l’énergie pour le
faisceau pompe et 25% pour le faisceau d’injection. Le faisceau pompe, d’énergie
sur cible 750 mJ, est focalisé par un miroir sphérique (f=1 m) dans une tache
focale de diamètre à mi hauteur 18 µm. L’intensité maximale atteinte dans le vide
est alors de I0 = 3.4−4.5×1018 W.cm−2 soit a0 = 1.3−1.5. Le faisceau d’injection
est focalisé par une parabole hors axe dans une tache focale de taille 25 µm ce
qui donne une intensité de I1 = 4 × 1017 W.cm−2 soit a1 = 0.4. Ces intensités
sont suffisantes pour injecter des électrons d’après la théorie (cf. chapitre 2) et les
taches focales sont alors suffisamment grosses pour que les lasers se rencontrent
malgré les fluctuations de pointé du laser.

Faisceau 

pompe
Faisceau 

d'injection

Faisceau

Sonde

Imagerie 
vue de 
dessus

Imagerie 

latérale Ecran lanex

Aimant

Electrons

Lame

 demi-onde

α

Fig. 3.3 – Schéma du montage expérimental des expériences d’injection par
collision de faisceaux.

La première expérience, dont la photographie du montage est représentée sur
la figure 3.4, a été effectuée dans une géométrie colinéaire, c’est-à-dire avec un
angle α = 0◦ entre les deux faisceaux. Ce montage expérimental nécessite donc
des protections contre les retours lasers, particulièrement quand la densité de
gaz utilisée est faible. Un dispositif de protection du laser, comme le rotateur de
Faraday, est alors indispensable. Pour limiter les risques sur le troisième étage
d’amplification, la deuxième expérience a été effectuée avec un angle α = 4◦. Au
niveau du troisième étage, l’énergie des retours, qui sont liés à la réfraction dans
le plasma, est alors inférieure à quelques mJ.

Enfin, si la polarisation des lasers en sortie du compresseur est dans le plan
horizontal (polarisation p), la polarisation du laser d’injection peut être tournée au
moyen d’une lame demi-onde motorisée située juste avant l’optique de focalisation.



3. Injection par faisceaux contre-propagatifs : expérience 71

Fig. 3.4 – Photographie du montage expérimental de la première expérience

Nous allons maintenant décrire les diagnostics d’alignement et le spectromètre
à électrons.

3.4 Diagnostics

3.4.1 Diagnostics d’alignements

InjectionPompe
Injection

Pompe

Arête du prisme

Fig. 3.5 – Système de superposition à faible flux. On utilise un prisme imagé sur
une caméra 12 bits.

Cette expérience demande une bonne superposition des lasers, il faut donc
être capable d’aligner les deux lasers avec une précision meilleure que la taille
de la tache focale. On utilise pour cela un prisme d’angle au sommet 90◦ dont
l’arête est imagée par une caméra munie d’un objectif de microscope. On obtient
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alors une image très précise de la position des deux taches focales, comme le
représente la figure 3.5. Les motorisations des optiques de focalisation permettent
alors de superposer les demi taches focales très précisément, pour une position
longitudinale donnée. Ce diagnostic ne peut être utilisé qu’à très faible flux laser
et ne permet pas d’opérer dans les véritables conditions de tir. Pour corriger la
dérive de l’alignement en temps réel nous utilisons des diagnostics plasmas.

a)

 100  200  300  400  500  600  700  800  900

z (µm)

 200

 300

 400

 500

 600

y 
(µ

m
)

Injection Pompe

b)

 100  200  300  400  500  600  700  800  900

z (µm)

 300

 400

 500

 600

 700

y 
(µ

m
)

Injection

Pompe

Fig. 3.6 – a) Diagnostic d’ombroscopie pour réaliser la synchronisation des deux
impulsions. b) Diffusion Thomson pour alignement vertical des deux taches focales.

Nous utilisons pour cela une partie du faisceau pompe, le faisceau sonde, qui va
sonder le plasma par le côté. Ce diagnostic, dit d’ombroscopie, permet de visualiser
la position du plasma créé par le laser. On obtient alors des images similaires à
celle représentée figure 3.6.a. La taille des plasmas étant de l’ordre de 200 µm,
ce diagnostic n’est pas approprié pour les réglages fins d’alignement. Il permet
par contre, en imageant le front d’ionisation avec une résolution temporelle de
l’ordre de 30 fs, de synchroniser les impulsions lasers et de visualiser la position
de collision. Pour affiner l’alignement, on peut regarder la diffusion Thomson
émise par le plasma : il suffit pour cela de désaligner le faisceau sonde. On obtient
alors une image similaire à celle représentée figure 3.6.b. La dimension transverse
caractéristique de cette émission, liée au rayonnement des électrons dans le champ
laser, est d’une dizaine de microns et permet d’aligner très précisément les lasers
dans le plan vertical. Un diagnostic similaire, collectant la lumière émise par
diffusion Thomson vers le haut, permet de vérifier l’alignement horizontal des
deux lasers.

Quel angle pour faciliter l’expérience ?

Un petit angle permet de réduire les retours lasers sur le compresseur et le
troisième étage. Lors de cette expérience, plus de 20000 tirs lasers ont été effectués
sans dommage apparent. De plus, l’absence d’optiques dans l’axe laser permet
d’extraire et de manipuler plus facilement le faisceau d’électrons. Les procédures
d’alignement et de synchronisation sont expérimentalement équivalentes. Dans
le cas colinéaire, la synchronisation n’est pas une contrainte pour produire des
électrons, le seul paramètre à optimiser est la position transverse du laser d’injection
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et donc principalement la direction horizontale, l’alignement vertical étant très
précis. Avec un petit angle, l’alignement vertical étant fixé, les deux lasers se
rencontrent forcément. Il suffit alors de faire varier le retard entre les deux
impulsions pour réaliser la collision des deux impulsions. Comme la zone de
collision est étendue spatialement sur une zone de taille (w0 + w1)cotan(α), il
est relativement aisé de faire se rencontrer les deux lasers : pour les tailles de
faisceau considérées et un angle α = 4◦ cette zone de recouvrement possible est de
l’ordre du millimètre. Pour des angles plus importants, par exemple pour α = 45◦,
cette zone est seulement de 50 µm et la procédure d’alignement peut être plus
laborieuse2

Il faut cependant noter que ce schéma avec angle ne peut par contre pas être
implémenté dans un capillaire.

3.4.2 Spectromètre à électrons

Pour obtenir le spectre des électrons accélérés nous utilisons un spectromètre
compact qui permet d’obtenir pour chaque tir, la charge, le spectre et la divergence
du faisceau d’électrons [Glinec 06a]. Le principe du spectromètre est représenté
sur la figure 3.7.
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Fig. 3.7 – Schéma du spectromètre à électrons utilisé. a) Spectre déconvolué, b)
Image brute obtenue sur la caméra, c) Géométrie générale.

2Des expériences en cours confirment cependant que l’injection a toujours lieu avec un tel
angle.
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Un aimant permet de défléchir les électrons en fonction de leur énergie 3.
Deux types de dipôles magnétiques ont été utilisés dans nos expériences, un
électro-aimant d’entrefer circulaire de diamètre 2.5 cm avec un champ magnétique
équivalent de 1.6 T et un aimant permanent de 10 cm de longueur avec champ
équivalent de 1.1 T. Les cartes de champ magnétique de ces dipôles ont été
mesurées précisément à l’onde d’une sonde à effet Hall et ont été utilisées pour
calculer la trajectoire des électrons émis par le jet de gaz.

Les électrons excitent ensuite un écran scintillateur Lanex Fine de marque
Kodak qui émet des photons à 530 nm. Ce scintillateur est imagé par une caméra
CCD de grande dynamique (16 bits), un filtre interférentiel étant utilisé devant le
détecteur de la caméra pour sélectionner la longueur d’onde d’émission du Lanex.
On obtient alors une image brute dont un exemple est représenté sur la figure
3.7b. Comme nous n’utilisons pas de collimateur, la dimension non dispersive
représente la divergence du faisceau d’électrons, les effets de focalisation transverse
par l’aimant étant négligeables. De plus, les aimants sont escamotables ce qui rend
possible la mesure d’une trajectoire de référence sans déviation (énergie ∞). Dans
la géométrie colinéaire, le scintillateur ne doit pas être dans le chemin optique du
faisceau d’injection : cela fixe également une limite sur l’énergie la plus élevée que
l’on peut mesurer.

Détermination de la charge

Enfin, le système étant calibré, il est possible de remonter à la charge et au
spectre du faisceau d’électron. Il a été déterminé par des simulations Monte-Carlo
(Geant 4) que le dépôt d’énergie dans cet écran est constant pour des électrons
d’énergie supérieure à 1 MeV. Ce rapport de conversion électron/photon a été
mesuré sur un accélérateur conventionnel d’Elyse à Orsay [Belloni 05]. Les photons
étant émis selon une loi lambertienne (distribution en cosinus par rapport à la
normale), il est possible de calculer la collection des photons émis par le système
optique imageur. Les caméras et filtres étant calibrés, il est donc possible, à
partir du nombre de comptes sur un pixel, de remonter au nombre de photons
émis par le scintillateur et donc au nombre d’électrons l’ayant traversé (l’angle
d’incidence des électrons est également pris en compte puisque cela va influencer
l’épaisseur effective de scintillateur traversé). Une simple intégration verticale et
une déconvolution par la dispersion de l’aimant permet alors d’obtenir le spectre
tel que représenté figure 3.7a. Il faut noter que comme le spectromètre est plus
dispersif aux basses énergies, les images brutes font sous-estimer la charge à basse
énergie.

La résolution du spectromètre, limitée par la divergence du faisceau est repré-
sentée par la barre d’erreur bleue. Ici, pour une divergence de 5 mrad, la résolution
est de l’ordre de 5 % à 200 MeV.

3Rappelons nous que le rayon de courbure de la trajectoire d’un électron relativiste dans un
champ magnétique permanent B est R ≃ (E)/(eBc).
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Electro aimant Perm. (α = 0◦) Perm. (α = 4◦)
Longueur 2.5 cm 10 cm 10 cm
Champ magnétique 1.6 T 1.1 T 1.1 T
Distance source-aimant 8.4 cm 4.7 cm 4.3 cm
Distance source-Lanex 27.5 27.5 cm 31.4 cm
Coupure basse énergie 20 MeV 40 MeV 40 MeV
Coupure haute énergie 200 MeV 400 MeV 600 MeV
Résol.@100 Mev (5mrad) 6 % 3 % 3 %
Résol.@200 MeV (5mrad) 10 % 5 % 5 %

Tab. 3.1 – Caractéristiques des spectromètres utilisés.

Les caractéristiques des spectromètres utilisés sont résumées dans le tableau
3.1.

Traitement numérique des spectres et conventions de représentation

Il n’y a pas de conventions de représentation dans le domaine de l’injection
laser plasma, probablement car les spectres des faisceaux d’électrons n’étaient,
jusqu’à très récemment, pas d’une grande qualité. Il est donc important de définir
proprement la procédure de traitement des spectres que nous utiliserons dans
le reste du manuscrit. Sauf indication contraire, nous appellerons énergie du
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Fig. 3.8 – Définitions des paramètres du faisceau d’électrons.

faisceau l’énergie du pic de distribution spectrale. La charge du faisceau sera
la charge contenue dans ce pic pour dN/dE > 0.2(dN/dE)max. La dispersion
en énergie sera donnée par la largeur à mi hauteur du spectre. La figure 3.8
permet de visualiser ces notations pour un spectre typique. De plus pour tous les
spectres bruts représentés sur une même figure, l’échelle de couleur sera la même,
permettant ainsi la comparaison visuelle des charges. Les échelles verticales et
horizontales des spectres bruts sont fixées de telle sorte que si un faisceau paraît
rond sur l’image brute, alors sa dispersion en énergie est limitée par la résolution
du spectromètre. Enfin les barres d’erreur, issues du traitement statistique de tirs
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effectués dans les mêmes conditions, auront une longueur correspondant à deux
fois l’écart type.

Les diagnostics et conventions étant présentés, nous pouvons maintenant passer
aux résultats expérimentaux.

3.5 Injection par faisceaux contre-propagatifs

Densité de travail

Pour pouvoir distinguer proprement les électrons injectés optiquement des
électrons auto-injectés, il est nécessaire de se placer dans des conditions expé-
rimentales pour lesquelles l’auto-injection est réduite ou complétement éteinte.
Cette auto-injection dépend fortement de l’évolution non linéaire de l’impulsion
laser, liée elle même à la densité du plasma. Il est donc possible de l’éteindre en
diminuant la densité du plasma comme le montre la figure 3.9.
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Fig. 3.9 – Evolution du faisceau d’électrons (images brutes de spectromètre)
en fonction de la densité plasma en gardant la même impulsion laser, a0 = 1.3,
τ0 = 30 fs

Pour une densité de ne = 1.5× 1019 cm−3, l’onde plasma déferle et entraîne
l’injection de plusieurs centaines de pC. Cette injection n’est en revanche pas
du tout contrôlable et la distribution en énergie est très large. Cette qualité
spectrale s’améliore pour des densités plus faibles : ici pour ne = 1.25× 1019 cm−3

nous opérons dans un régime de type bulle pour lequel l’injection est localisée
spatialement (elle a lieu dans une seule période de l’onde plasma) et temporellement
(elle est stoppée par les champs induits par le faisceau d’électrons injecté). Quand
on diminue encore la densité, l’auto injection est très fortement réduite et ici, pour
ne = 7.5× 1018 cm−3, l’auto-injection est alors complètement éteinte. Toutes les
données expérimentales présentées par la suite seront obtenues dans ce régime,
pour lequel il n’y a pas ou très peu d’auto-injection. Ce régime permet l’obtention
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de données expérimentales « propres »car l’injection d’électrons ne peut être causée
que par le laser d’injection.

Premier faisceau injecté

Dans ces conditions, il y a en effet des électrons accélérés quand on utilise
le laser d’injection. La figure 3.10 montre très clairement que lorsqu’on fait se
rencontrer l’impulsion laser principale avec le laser d’injection (a1 = 0.4) un
faisceau d’électrons de 14 pC est injecté et accéléré à une énergie de 190 MeV. Ce
faisceau d’électrons est de très bonne qualité spatiale (divergence de 4.5 mrad) et
spectrale (dispersion en énergie de 18 MeV).
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Fig. 3.10 – Influence du laser d’injection sur l’injection du faisceau d’électrons.
Conditions expérimentales : a0 = 1.3, a1 = 0.4, ne = 7.5× 1018 cm−3, τ0 = τ1 =
30 fs

Exactement dans les mêmes conditions (tirs à quelques secondes d’intervalles),
aucune injection n’est constatée quand le laser d’injection est bloqué.

Test de polarisation

Même si le chapitre 2 a montré que le mécanisme dominant dans ces conditions
doit être le battement, l’injection pourrait être due à d’autres mécanismes égale-
ment décrits dans la littérature : les électrons peuvent être injectés par la force
pondéromotrice du laser d’injection [Umstadter 96], la collision d’ondes plasmas
[Hemker 98] ou par la collision d’une onde plasma non linéaire avec l’impulsion
laser d’injection [Cary 03]. La véritable signature du mécanisme de battement par
rapport à ces autres mécanismes est sa dépendance à la polarisation des lasers.
Quand les polarisations sont croisées, il n’y a en effet pas de battement alors que les
effets pondéromoteurs restent identiques. Le test expérimental correspondant est
donc, dans des conditions d’injection avec des polarisations parallèles, de tourner
la polarisation d’un des deux lasers et d’en regarder l’influence sur l’injection.
C’est ce test qui est représenté sur la figure 3.11 (dans les mêmes conditions que
la figure précédente).
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Fig. 3.11 – Influence de la polarisation du laser d’injection sur l’injection du
faisceau d’électrons.

Quand on croise les polarisations des deux lasers, la partie mono énergétique
du spectre à 200 MeV disparaît. Si de l’injection en polarisation croisée reste
possible pour d’autres paramètres (nous reviendrons sur ce point dans la partie
4.3), ce test montre de façon indubitable que l’injection dépend de la polarisation
relative des deux faisceaux. Il prouve donc que le mécanisme d’injection mis en
évidence est bien lié au battement des deux impulsions.

Diagnostic optique du battement

Une autre signature de ce battement est la création d’une modulation de
densité à une demi-longueur d’onde laser. Cette modulation peut jouer le rôle d’un
réseau de Bragg qui va réfléchir la lumière laser incidente à la même fréquence
[Gorbunov 01]. Dans l’expérience on voit en effet apparaître une émission de
lumière ponctuelle sur les diagnostics optiques, et ce de manière corrélée avec la
production d’électrons.
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Fig. 3.12 – Gauche : vues de dessus du plasma pour différents retards. Droite :
évolution de la position d’émission avec le retard. La courbe en pointillés représente
la courbe y = x+ cste.

La figure 3.12 montre des images obtenues sur le diagnostic de vue de dessus
pour différents retards entre les impulsions, donc pour différentes positions de
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collision (pour α = 4◦ et un jet de gaz de 3 mm). Sur ces images on voit la
lumière de la diffusion Thomson du faisceau pompe vers le début du plateau
de densité (−1200µm < z < −800µm). Cette lumière, localisée au début de
la propagation, est la signature d’une forte auto-focalisation et de la formation
d’une bulle dans laquelle le laser n’interagit plus avec les électrons [Chiron 96].
On voit également, bien que beaucoup plus faiblement, la lumière de la diffusion
Thomson due à l’oscillation des électrons dans le champ de l’impulsion d’injection.
A l’intersection de ces deux traces, on voit apparaître une émission ponctuelle forte.
Ce point d’émission bouge avec le retard entre les deux impulsions et la partie
droite de la figure 3.12 montre que cette variation est linéaire et suit exactement
la position de collision des deux lasers. Cette émission est aussi présente sur le
diagnostic d’ombroscopie, la figure 3.13.a permet de déterminer précisément que
l’émission provient d’un point équidistant des fronts d’ionisation des deux lasers
qui correspond donc à la position de la collision des deux lasers. L’émission subsiste
si on désaligne le faisceau sonde de façon similaire à ce qui est fait pour obtenir la
figure 3.6.b.
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Fig. 3.13 – Gauche : vue de côté du plasma montrant la collision. Droite : spectre
d’émission obtenu avec un réseau en transmission.

De plus, l’insertion d’un réseau en transmission permet d’obtenir des informa-
tions spectrales sur la lumière émise. Le spectre représenté sur la figure 3.13.b
semble montrer, malgré la faible résolution due au non parallélisme du faisceau
incident sur le réseau, que la lumière est émise à la même fréquence que les lasers,
à 820 nm. Enfin si on tourne la polarisation du laser d’injection, cette émission
disparaît. Cette dernière observation est également cohérente avec l’explication du
réseau de Bragg : quand les polarisations sont croisées le battement n’a pas lieu et
il n’y a pas de modulation de densité. Le seul point de désaccord avec la théorie
du réseau de Bragg est la direction d’émission de la lumière. En effet la théorie,
pour des fronts d’onde plan, nous apprend que la lumière est principalement rétro
diffusée et qu’il n’y a pas d’émission dans le plan de la modulation de densité. Si
l’hypothèse de planéité des fronts d’onde n’est pas vérifiée, l’émission de lumière
vers le haut et vers le côté est cependant possible.
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Dans [Zhang 03], une émission similaire a été observée et expliquée de la même
façon même si les auteurs ont passé sous silence l’incohérence de l’émission à 90◦.
Dans un article récent, Kando et al.[Kando 07] ont observé une émission similaire
et l’expliquent par la réflexion du laser d’injection sur les ondes plasmas. Cette
explication ne correspond pas à nos observations. Enfin Thomas et al.[Thomas 07]
ont étudié l’émission qui peut avoir lieu lors du déferlement d’une onde plasma.
Cette émission est différente de nos observations car elle a un spectre large.

Même si ce diagnostic optique n’a pas été utilisé pour optimiser l’alignement
entre les deux lasers, il permet de visualiser la position de collision et donne
une information précise sur la position d’injection. Regardons maintenant les
caractéristiques de cette injection d’électrons et ce qui en fait son intérêt pratique.

3.6 Domaine d’injection

3.6.1 Paramètres du pompe et du plasma

Contrairement à l’auto-injection dans la bulle, pour laquelle les paramètres et
notamment la densité doivent être réglés de façon très précise, l’injection optique
permet d’injecter des électrons dans une gamme de paramètres étendus. Je vais
essayer ici de donner une idée des paramètres du laser pompe et du plasma
permettant l’injection.

Dans la première expérience, on pouvait en effet régler l’énergie du laser avant
compression en changeant l’extraction de l’amplificateur du troisième étage (ceci
n’était possible que grâce au système de refroidissement cryogénique qui évite tout
changement de lentille thermique). On fait alors varier l’intensité du laser pompe
et du laser d’injection. Même si le manque de statistiques ne permet pas d’obtenir
des données très exploitables, nous avons pu injecter des électrons avec une énergie
laser sur cible totale de 470 mJ, soit la moitié de l’énergie maximale (toujours
répartie pour 75% dans le laser pompe et pour 25% dans le laser d’injection), soit
pour a0 = 0.9 et a1 = 0.3. Pour une énergie totale sur cible de 315 mJ (a0 = 0.8,
a1 = 0.25), aucune injection n’est constatée. Il faut noter que ce test n’a pas été
effectué dans des conditions optimales (en fin d’expérience et donc avec un laser
certainement légèrement désaligné) mais il montre cependant, en accord avec les
simulations 1D, que cette injection peut avoir lieu pour des intensités de l’ordre
de a0 = 1.

On peut également regarder la plage de densité permettant de réaliser cette
injection optique. Le régime de la bulle, pour des lasers de classe 30-50 TW,
est typiquement obtenu pour des densités variant entre 1019 cm−3 à quelques
1019 cm−3. Ces valeurs dépendent bien entendu du laser mais aussi du profil du jet
de gaz (ainsi des valeurs différentes de densité optimale ont été obtenues au LOA
pour des expériences différentes). La largeur de cette fenêtre de densité plasma est
réduite, typiquement 20 %. Cette étroitesse est clairement un désavantage pour
l’accélération aux hautes énergies. La figure 3.14 représente un spectre obtenu
avec une densité dix fois moins importante (7.5 × 1017 cm−3) ce qui permet
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théoriquement, si on peut guider le laser sur des distances longues (la longueur de
déphasage est alors ≃ 15cm), d’atteindre des hautes énergies avec des intensités
lasers plus modestes. Les charges injectées sont faibles car le laser n’est ici ni guidé
ni auto-focalisé.
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Fig. 3.14 – Spectre obtenu pour ne = 7.5 × 1017 cm−3, a0 = 1.3, a1 = 0.4,
τ0 = 30 fs, τ1 = 30 fs.

Les spectres obtenus à ces basses densités exhibent de manière récurrente
des oscillations, signature d’une oscillation bêtatronique [Glinec 08] liée à une
injection hors axe. Pour ces basses densités, la longueur de l’onde plasma est bien
plus grande (λp = 38 µm) que la zone d’injection ce qui permet probablement
une injection massive hors axe. Ici, la charge accélérée (1 pC) n’est cependant pas
assez importante pour être une source de rayonnement intéressante.

3.6.2 Paramètres du laser d’injection

L’évolution des paramètres du faisceau d’électrons avec les paramètres du laser
d’injection sera le sujet principal du chapitre suivant. Nous montrerons notamment
comment des variations d’intensité de laser d’injection et de polarisation peuvent
se traduire en un réglage fin du volume des électrons injectés et discuterons des
possibilités données par ce chargement variable de la structure accélératrice. Je
vais ici seulement résumer les paramètres extrêmes permettant l’injection.

• Si on s’en tient aux valeurs extrêmes d’intensité du laser d’injection, nous
avons obtenu de l’injection pour des valeurs aussi faibles que a1 = 0.05
(pour a0 = 1.5 et une densité de ne = 5.7×1018 cm−3), l’énergie du faisceau
d’injection sur cible n’est plus alors que de quelques mJ.

• La polarisation n’est pas non plus une contrainte très forte : dans certaines
conditions nous avons même été capables d’injecter des électrons pour des
polarisations croisées. Le mécanisme d’injection dans ce cas, qui n’est dans
ce cas plus lié au battement, sera plus amplement discuté dans la partie
4.3.

• La compression du laser d’injection n’est pas non plus critique : la figure
3.15 montre la faible influence de ce paramètre. A énergie égale mais avec
une durée τ1 ≃ 500 fs, le spectre est toujours quasi-monoénergétique et
la charge n’est réduite que par un facteur trois. La figure 2.11 donne une
piste pour comprendre cette évolution. L’énergie maximale atteinte dans le
battement stochastique croît sur des temps assez longs et il est parfois plus
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Fig. 3.15 – Gauche : deux spectres bruts pour τ1 = 30 fs et τ1 ≃ 500 fs. Droite :
évolution de la charge en fonction de la durée du laser d’injection.

efficace, à énergie constante, de chauffer longtemps plutôt que de chauffer
avec des intensités élevées.

Cependant, il est intéressant de constater que, même en prenant en compte
ces effets, la charge décroît moins vite que ce qui est prédit par les simu-
lations 1D (réduction de la charge d’un facteur trois pour des durées de
60 − 80 fs). Cette différence est assez singulière car les autres variations
de paramètres du faisceau d’injection simulées en 1D donnent des résul-
tats assez proches des mesures expérimentales. Une interprétation possible
pourrait être liée à des effets de chauffage pondéromoteur et/ou injection
froide particuliers à des géométries tridimensionnelles mais cela demande à
être plus sérieusement investigué à l’aide des simulations.

Cette observation expérimentale a néanmoins une conséquence directe
sur la conception d’expériences futures. Si le faisceau d’injection n’a pas
besoin d’être ultra-court, il peut alors traverser un séparateur de faisceaux
sans que l’allongement de sa durée soit rédhibitoire pour l’injection. Ce
dispositif expérimental est beaucoup plus simple et peut être mis en place
sur n’importe quelle chaîne laser (ne disposant pas pour la plupart de deux
compresseurs distincts).

• Nous avons déjà vu précédemment que la synchronisation n’est pas une
condition difficile à réaliser. Elle ne nécessite que des synchronisations
précises à quelques centaines de femtosecondes, ce qui correspond au réglage
de ligne à retard avec une précision de la centaine de microns.

• L’alignement spatial des deux faisceaux est un peu plus critique mais est
facilité : 1) par les grandes tailles des taches focales (et il est possible que
le faisceau d’injection soit encore plus grand au niveau de l’interaction car
il n’est pas auto-focalisé) 2) des seuils d’injection en intensité assez bas.
La figure 3.16 représente la charge piégée dans le pic mono énergétique
en fonction du désalignement vertical entre les deux impulsions lasers. La
distance caractéristique entre les deux lasers au delà de laquelle il n’y a
plus d’injection est de l’ordre de 100 µm. De plus, pour ce désalignement on
opère plus près du seuil d’injection et l’injection d’électrons devient instable
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Fig. 3.16 – Charge contenue dans le pic mono énergétique en fonction du désa-
lignement vertical entre les deux lasers. Chaque point correspond à la moyenne
de 3-4 tirs et la barre d’erreur a une longueur totale correspondant à deux fois
l’écart type mesuré.

(la fluctuation de charge est de 100 %). Cependant les diagnostics optiques
décrit dans la section 3.4.1 permettent d’aligner directement les deux lasers
avec une précision d’environ 10 µm et les fluctuations de position dues à la
variation pointé (≃ 10 µm) sont également bien inférieures à cette distance.
Les contraintes expérimentales d’alignement ne posent donc pas vraiment
de problème avec les paramètres lasers choisis.

3.7 Stabilité

Le régime dans lequel nous travaillons (a0 = 1.3−1.5, a1 = 0.4) est largement à
l’intérieur du domaine de paramètres permettant l’injection par battement. Aussi
cette injection optique va être très reproductible et va ainsi améliorer grandement
la stabilité du faisceau d’électrons produit. Des expériences précédentes avec le
même système laser, mais effectuées dans le régime de la bulle, c’est-à-dire avec des
densités légèrement plus élevées, ont en effet montré que la production de spectres
quasi mono-énergétiques était assez aléatoire, et avait lieu en moyenne pour un
tir sur quatre. Ceci s’explique par le caractère très non linéaire du déferlement
de l’onde plasma qui va donc dépendre très sensiblement des conditions initiales
et de la stabilité du laser. C’est un sérieux défaut du régime d’auto-injection qui
limite l’utilisation pratique des faisceaux d’électrons.

L’utilisation d’un schéma d’injection optique permet d’injecter de façon stable
un faisceau quasi mono-énergétique et, comme la position d’injection est fixée
par l’alignement optique, l’énergie du faisceau est remarquablement stable. La
figure 3.17 montre une série de 20 tirs consécutifs pour a0 = 1.3, a1 = 0.4 et
ne = 7.5 × 1018 cm−3. Des spectres quasi-monoénergétiques sont obtenus pour
tous les tirs. De plus l’énergie du pic ne varie que de 6 % autour de 117 MeV
ce qui est remarquablement stable pour l’accélération laser plasma. Les autres
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Fig. 3.17 – 20 spectres bruts obtenus pour a0 = 1.3, a1 = 0.4, ne = 7.5×1018 cm−3

dans un jet de gaz de 2 mm en utilisant une géométrie colinéaire (α = 0◦).

paramètres sont également stables : la dispersion en énergie relative est de 11± 2
% et la divergence de 5.8± 1.8 mrad. Le paramètre de faisceau le moins stable
est la charge, qui varie de plus de 36% autour de 19 pC. Ces paramètres sont
néanmoins suffisamment stables pour ouvrir la porte à de nouvelles expériences.

En effet il est difficile de mesurer le faisceau et de l’utiliser en même temps
(l’aimant dévie le faisceau et le lanex fait diffuser les électrons). Quand le faisceau
est instable, on ne peut donc pas connaître ses caractéristiques lorsqu’on l’utilise.
La stabilité de l’injecteur permet de contourner ce problème, on aura avec quasi
certitude un spectre proche d’un spectre effectif moyen.
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Fig. 3.18 – Spectre moyenné sur les 20 tirs, l’aire grisée représente l’écart type à
cette moyenne

La figure 3.18 représente ce spectre moyen, ainsi que l’écart standard à la
moyenne (représenté en grisé). Ce spectre moyen reste mono énergétique, ce
qui est préférable pour de nombreuses applications. On peut ainsi effectuer des
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caractérisations de faisceau demandant plusieurs tirs comme certains diagnostics
de durée [Lim 09] ou d’émittance [Fritzler 04].

Grâce à cette stabilité, il est également possible d’obtenir une statistique claire
sur un échantillon réduit : par la suite, la majorité des points expérimentaux
présentés seront moyennés sur un échantillon réduit, mais représentatif, de 3 à 5
tirs. On peut aussi voir des variations fines du faisceau d’électrons qui peut faire
l’objet d’études paramétriques. Ce sera l’objet du chapitre 4.

Injection avec un petit angle

La deuxième campagne expérimentale, effectuée pour des paramètres similaires,
mais avec une géométrie non colinéaire (α = 4◦) donne des résultats similaires.
L’injection est toujours aussi stable comme le prouve la figure 3.19 montrant 30
tirs consécutifs effectués avec a0 = 1.5, a1 = 0.4, ne = 5.7 × 1018 cm−3 dans un
jet de gaz de 3 mm, la collision ayant lieu 400 µm avant le centre du plasma.
L’énergie du faisceau est encore stable E = 206± 10 MeV(5% de fluctuation rms)
avec une dispersion en énergie totale à mi-hauteur de ∆E = 14 ± 3 MeV (21%
de fluctuation rms) (limitée par la résolution du spectromètre), une divergence
FHWM de θ = 4.5± 1.6 mrad (36% de fluctuation rms ) et une charge contenue
dans le pic de Qpic = 13± 4 pC (38% de fluctuation rms).
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Fig. 3.19 – 30 spectres bruts consécutifs obtenus pour a0 = 1.5, a1 = 0.4,
ne = 5.7 × 1018 cm−3 et dans une géométrie non colinéaire (α = 4◦).

3.7.1 Comparaison avec les fluctuations laser

Lors de cette dernière expérience, une fuite du laser à travers un miroir
diélectrique permet d’avoir pour chaque tir, l’énergie et le pointé des impulsions
lasers en imageant les faisceaux sur des caméras. On peut donc essayer de corréler
les fluctuations de paramètres des faisceaux d’électrons avec les fluctuations laser.
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Fluctuations Série 1 Série 2
Intensité laser (rms) 17 % 24 %

(max-min) 60 % 60%
Fluctuations de pointé (moyenne) 8 µm 9 µm

(maximale) 17 µm 17 µm
Energie (rms) 5% 14%
Charge du pic (rms) 38 % 55 %
Dispersion en énergie (rms) 21 % 47 %

Tab. 3.2 – Fluctuations du lasers et du faisceau d’électrons pour deux séries de
données.

Le laser utilisé pour ces expériences n’est pas particulièrement stable, les
fluctuations d’intensité du laser sont typiquement de 20% rms et de 60% de
maximum à minimum. De plus, le pointé fluctue en moyenne de 8 µrad soit une
fluctuation de position de la tache focale de 8 µm. Ce n’est pas négligeable par
rapport à la taille de la tache focale même si cette fluctuation est suffisamment
petite pour assurer une collision des deux impulsions. Ces valeurs peuvent expliquer
les variations de charge constatées.

Il est cependant difficile de corréler exactement les fluctuations de paramètres
avec les fluctuations laser, c’est-à-dire de trouver une loi empirique Q(I, r), où r
est la distance entre les deux taches focales. A la difficulté expérimentale de savoir
quand les lasers se rencontrent de façon optimale, se superpose une incertitude
supplémentaire sur le laser : quand le laser devient instable et que le filtre XPW
se désaligne, des fluctuations de pointé peuvent changer l’énergie et le spectre de
l’impulsion. Il n’y a alors plus forcément de pointé optimal et la corrélation des
données devient impossible.

On peut néanmoins regarder comment un changement global de la stabilité du
laser va influencer la stabilité des paramètres du faisceau d’électrons. On utilise
pour cela les statistiques sur une série de données similaire (20 tirs consécutifs)
mais obtenue avec un laser légèrement plus instable. Les variations de paramètres
dans les deux cas sont comparées dans le tableau 3.2. Pour une fluctuation rms
de 24% de l’intensité laser, si la stabilité de l’énergie reste bonne, la charge et la
dispersion en énergie deviennent plus instables. Corollairement, on peut espérer
qu’avec un laser plus stable4 la stabilité des paramètres du faisceau d’électron
sera grandement améliorée.

3.7.2 Stabilité du régime de la bulle et controverse

Avant la publication de nos résultats sur la stabilisation de l’injection [Faure 06b],
peu de groupes de la communauté de l’accélération laser plasma s’intéressaient au
problème de la stabilité de l’injection. Depuis, de nombreuses publications sont

4D’autres groupes de recherche dans le monde font état d’une stabilité d’énergie laser de 2%
rms [Osterhoff 08].
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venues affirmer que la bulle, dans certains régimes, peut être stable [Mangles 07,
Lindau 08, Hafz 08, Osterhoff 08].

Nous ne discutons évidemment pas la validité de ces résultats mais leur mise en
opposition avec les notres (un commentaire formel sur l’article [Faure 06b] avait
été soumis à Nature, avant d’être rejeté par l’éditeur) ainsi que des commentaires
récurrents sur l’inutilité d’un système « complexe »d’injection. Il ne faut en effet
pas faire l’amalgame entre la stabilité d’un système expérimental donné (il est
certain que des systèmes lasers beaucoup plus stables que celui utilisé pour mener
nos expériences sont disponibles aujourd’hui) et la stabilité intrinsèque d’un
processus physique. Le déferlement est un processus extrêmement non linéaire
et peu contrôlable, instable par nature. L’injection optique au contraire permet
d’injecter des électrons quasiment indépendamment des paramètres laser et plasma
(nous avons vu précédemment l’étendue des paramètres permettant l’injection).
Ce découplage de l’injection constitue donc un progrès indubitable du point de
vue de la stabilité et nous l’avons constaté sur notre système laser.

Il est par ailleurs intéressant de constater que de nombreux groupes essaient de
contrôler l’injection des électrons avec d’autres schémas, principalement en jouant
sur des modulations de densité [Suk 01, Geddes 08]. Cela montre donc bien que
la stabilité de l’injection dans le régime de déferlement n’est pas complètement
satisfaisante et mérite d’être améliorée.

3.8 Conclusion

Dans ce chapitre nous avons exposé les résultats expérimentaux principaux à
savoir la première démonstration expérimentale de l’injection optique d’électrons
dans une onde plasma. Le mécanisme d’injection dépend de la polarisation relative
des lasers ce qui supporte très fortement l’interprétation de l’injection par batte-
ment (ou chauffage stochastique puisque nous travaillons avec des lasers polarisés
linéairement). Les paramètres de cette expérience sont bien au dessus des seuils
d’injection (un facteur 2 en énergie) et les contraintes d’alignement (≃ 20 µm)
et de synchronisation (≃ 300fs) sont relativement lâches comparées à ce qui est
atteignable et mis en œuvre dans d’autres expériences, notamment de guidage.

Cette méthode nous permet donc de générer un faisceau d’électrons stable,
ce qui est la première caractéristique exigée d’un injecteur. Nous allons montrer
dans le chapitre suivant comment ce schéma permet, de plus, de contrôler les
paramètres du faisceau d’électrons.





Chapitre 4

Contrôle du faisceau d’électrons

et effets physiques fins

Nous avons vu dans le chapitre précédent comment le battement de deux
impulsions lasers peut injecter des électrons dans une onde plasma. Pour l’instant,
les avantages de la méthode mis en avant sont la stabilité accrue par rapport au
régime d’auto-injection et l’exploration possible d’autres régimes d’interaction
laser plasma dans lesquels il n’y a pas d’auto-injection (basse densité, faible
énergie laser). Ce ne sont cependant pas les avantages principaux de ce mécanisme
d’injection. La stabilité du faisceau d’électrons peut être améliorée en travaillant
sur la stabilité du laser [Hafz 08] et d’autres mécanismes d’injection peuvent
permettre d’injecter des électrons dans des régimes où l’auto-injection n’a pas
lieu. On peut ainsi penser à des injections dans des rampes de densité [Geddes 08]
ou à des injections externes d’électrons qui seront peut être bientôt réalisables
expérimentalement [Khachatryan 02].

Le véritable intérêt de ce mécanisme d’injection est son caractère optique, qui
le rend très facilement contrôlable en changeant les paramètres des lasers. Ces
degrés de contrôle permettent de faire varier tous les paramètres du faisceau, et
en font ainsi un injecteur particulièrement utile. Dans ce chapitre, nous allons
montrer comment on peut non seulement contrôler l’énergie du faisceau d’électrons,
mais aussi sa charge et sa dispersion en énergie en changeant l’amplitude ou
la polarisation du laser d’injection. Nous montrerons également comment ces
contrôles supplémentaire nous permettent de mettre en évidence les effets de beam
loading qui nous donnent des informations sur la taille du faisceau. Enfin, nous
présenterons les résultats d’une expérience où des dispersions en énergie de l’ordre
du pourcent ont été obtenues : ce sont les distributions en énergie les plus fines
mesurées à ce jour avec un accélérateur laser plasma.
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4.1 Contrôle de l’énergie

4.1.1 Résultats expérimentaux

Nous allons commencer par considérer le contrôle le plus direct : celui de
l’énergie finale du faisceau d’électrons. Ce n’est pas à proprement parler un
contrôle sur les paramètres du faisceau injecté mais un contrôle géométrique de
la longueur d’accélération. En effet, pour une géométrie colinéaire, il suffit de
changer le retard entre les impulsions lasers pour changer leur position de collision.
On peut ainsi facilement contrôler le lieu d’injection et par conséquent la distance
d’accélération des électrons dans la longueur de plasma restante.
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Fig. 4.1 – Spectres bruts et déconvolués en fonction de la position d’injection,
z=0 correspondant au centre du plasma.

La figure 4.1 montre l’évolution du spectre du faisceau d’électrons en fonction
de la position de collision des impulsions lasers. Si la variation de la charge
demande des explications plus complètes et des simulations plus poussées pour
être comprises, la variation d’énergie est conforme à l’intuition. Quand la collision
des impulsions lasers et donc de l’injection se produit au début du plasma, ici
zcoll = −375 µm, l’électron peut être accéléré sur une grande distance et atteindre
de hautes énergies (ici 220 MeV). Pour des injections plus tardives, la distance
d’accélération est réduite et l’énergie finale moindre. Dans ces conditions nous
avons donc été capables de régler l’énergie du faisceau d’électrons entre 250 MeV et
50 MeV. Seule la limite de détection du spectromètre nous a empêché d’aller vers
des énergies encore plus faibles. Une étude similaire faite avec le dipôle magnétique
moins dispersif a montré que nous pouvions descendre jusqu’à des énergies de 15
MeV.

L’évolution de l’énergie du pic mono-énérgétique en fonction de la position
d’injection est représentée en courbe pleine sur la figure 4.2. Chaque point corres-
pond à une valeur moyennée sur 3-5 tirs et les barres d’erreurs, représentant deux
fois l’écart type, permettent d’apprécier la stabilité en énergie du faisceau produit.
Cette courbe nous permet au premier ordre de mesurer le champ accélérateur.
Ici un gain de 190 MeV sur 700 µm correspond en effet à un champ accélérateur
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moyen de 270 GV.m−1. Cette valeur est assez proche de la valeur du champ de
déferlement linéaire à cette densité Ep = 260 GV.m−1. Ce calcul ne donne qu’une
estimation grossière du champ, car il repose sur des hypothèses de fixité du champ
accélérateur : il ne prend pas en compte les effets de beam loading, de déphasage
ou d’évolution du laser.

Pour l’injection avec un petit angle, le contrôle de l’énergie par réglage du retard
est toujours possible. Cependant, comme les faisceaux ont une taille transverse
finie et ne sont pas colinéaires, la zone géométrique où ils peuvent se rencontrer
sans réalignement est finie, de taille (w1 + w0)cotan(α). Pour nos conditions
expérimentales (α = 4◦, w0 = 18 µm, w1 = 26 µm), la zone dans laquelle il
est possible d’effectuer la collision mesure ≃ 700 µm ce qui permet toujours un
contrôle de l’énergie. On arrive en fait dans l’expérience à injecter sur plus de
1 mm, comme le prouve la figure 4.3. On peut ainsi encore faire varier l’énergie
du faisceau de façon continue entre 220 MeV et 60 MeV.

L’augmentation de la charge avec les positions d’injection plus tardive est
visible dans les deux cas. Sur la figure 4.2, la charge croît de façon monotone
de 2 pC à 67 pC entre zcoll = −475 µm et zcoll = +225 µm). Sur la figure 4.3
on retrouve une croissance similaire de 3 pC à 45 pC entre zcoll = −450 µm et
zcoll = +1050 µm). Cette augmentation est un phénomène complexe lié à des
effets non linéaires et sera expliquée en détail dans la partie suivante. On peut par
contre facilement comprendre pourquoi, dans le cas de l’injection avec un petit
angle, l’évolution de la charge avec la position de collision présente un maximum,
absent dans le cas colinéaire. Cet optimum correspond en effet à la position pour
laquelle les deux impulsions lasers se recouvrent le mieux spatialement.
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4.1.2 Simulations de l’expérience

Dans le régime d’auto injection, les simulations peuvent également poser
problème. Le déferlement constaté dans les simulations PIC est en effet très
sensible au chauffage numérique et il est difficile de faire une confiance absolue
à la position d’injection. On peut bien sûr comparer l’énergie finale du faisceau
d’électrons en sortie du plasma mais cela ne constitue qu’un point de contrôle.
Dans notre schéma d’injection contrôlée, la situation est grandement améliorée
car la position d’injection devient également un paramètre. Ce point de contrôle
supplémentaire permet de faire des comparaisons très précises entre l’expérience
et les résultats de simulations. On peut ainsi, non seulement vérifier la validité des
simulations, mais aussi comprendre finement les résultats de l’expérience. Pour
faire une modélisation la plus réaliste possible nos collaborateurs du CEA ont
effectué des simulations PIC 3D avec nos paramètres lasers [Davoine 08] : a0 = 1.3,
a1 = 0.4 et ne = 7.5 × 1018 cm−3. Pour des raisons évidentes de réduction de
temps de calcul et ne simuler le plasma que dans le sillage immédiat du laser,
on utilise une fenêtre glissante, de dimension 89 µm × 64 µm × 64 µm. En
utilisant des mailles de taille longitudinale 0.125 k−1

0 et de taille transverse 2.5 k−1
0

le domaine est tout de même constitué de plus de deux millions de mailles et
d’autant de particules. Le coût d’une telle simulation en heure de calcul reste très
important (105 heures processeur) et seul un nombre limité (3) de simulations
tridimensionnelles a pu être effectué sur la longueur d’interaction complète. Le
plan focal du laser est pris à z = −1150 µm ce qui est proche de nos conditions
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expérimentales, le foyer n’étant de toute façon expérimentalement ajusté qu’à une
longueur de Rayleigh près (≃ 1 mm). Les trois simulations sont effectuées pour
zcoll = −600 µm, −275 µm, et 125 µm
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La figure 4.4.a représente l’énergie finale du faisceau d’électrons en fonction de
la position de collision. L’accord avec les résultats expérimentaux, également repré-
sentés, est remarquable et permet de valider les paramètres de simulation utilisés.
L’évolution de la charge est représentée sur la figure 4.4.b. Même si l’accord entre
simulations et expérience est moins précis, on retrouve la caractéristique expéri-
mentale d’augmentation de la charge avec la position de collision. Les conséquences
de cet accord sont multiples. Tout d’abord, il démontre que l’augmentation de
la charge est bien physique et n’est pas liée à un paramètre expérimental caché.
De plus, il valide la modélisation de l’injection optique effectuée par le code PIC :
on peut maintenant s’appuyer sur les résultats de simulations pour comprendre
finement ce qu’il se passe. C’est ce point qui va être maintenant développé.

4.1.3 Evolution de la charge et influence des effets non

linéaires

L’augmentation de la charge avec les positions de collision en fin de jet de gaz
semble être une caractéristique très récurrente de nos expériences et n’est pas
anecdotique car elle permet d’augmenter considérablement la charge. Il est donc
important de comprendre les raisons physiques sous-jacentes. Les simulations nous
apprennent que la charge contenue dans le pic mono-énergétique n’évolue plus
après quelques centaines de microns [Davoine 08] : ainsi le processus d’accélération
a peu d’influence sur l’évolution de la charge et il faut en chercher les causes dans
les modifications des conditions d’injection.

Il faut donc comprendre dans le détail l’évolution du laser pompe et de son
onde de sillage après leur propagation dans le plasma. Cette évolution est non
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triviale car les intensités lasers utilisées, typiquement de l’ordre de a0 = 1.3 dans
le vide, sont à la limite de la théorie linéaire et la puissance est bien supérieure à
la puissance critique d’auto-focalisation (Pc ≃ 4 TW). Nous nous attendons donc
à voir apparaître des effets non linéaires tels que l’auto-compression et l’auto-
focalisation du faisceau laser (cf 1.4). Ces effets ne sont correctement décrits que
dans des modèles 3D qui simulent de façon réaliste l’interaction laser plasma. Pour
simuler la propagation du faisceau laser dans le plasma dans des conditions proches
de l’expérience, nous utilisons le code 2D à symétrie cylindrique WAKE [Mora 96],
qui donne, dans ce régime, des résultats très similaires aux simulations PIC
mentionnées précédemment1. On considère donc la propagation d’un faisceau laser
de diamètre 18 µm (FWHM), d’amplitude a0 = 1.3, dans un plasma de 2 mm de
densité maximale ne = 7×1018 cm−3. Le profil longitudinal du plasma, approchant
le profil expérimental 3.2, est modélisé par un trapèze avec des longueurs de rampe
de densité de 400 µm et un plateau de longueur 1500 µm. Le laser est focalisé (ou
plutôt serait focalisé en l’absence de plasma) 100 µm après le début du plateau, ce
qui correspond encore une fois aux paramètres expérimentaux. Le profil et le plan
focal sont représentés sur la figure 4.5. Cette figure représente également l’évolution
de l’amplitude normalisée du laser pompe lors de sa propagation. La figure 4.6
illustre cette évolution en représentant non seulement les isosurfaces d’amplitude
laser (pour a0 = 1, 1.5 , 2 et 2.5) mais aussi les cartes de densité électronique et
de champ électrique longitudinal de l’onde de sillage correspondantes (dans un
plan passant par l’axe laser)
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Fig. 4.5 – Evolution des paramètres lasers lors de la traversée du plasma : a0

est représenté par la courbe pleine rouge, la différence de potentiel moyennée
radialement ∆φ de l’onde plasma est représentée par les pointillés bleus. Les
positions a), b) et c) correspondent aux positions de la figure 4.6

1L’intérêt de l’utilisation de ce code est sa rapidité et la taille raisonnable des sorties qui
permet d’implémenter de multiples diagnostics.
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Fig. 4.6 – Evolution non linéaire lors de la propagation de l’impulsion laser dans
le plasma. Les solides transparents représentent les isosurfaces d’amplitude laser
pour a0 = 1, 1.5 , 2 et 2.5, les cartes de densité (image du haut) et de champ
longitudinal (image du bas). Les images a), b), c) correspondent à des positions
différentes de la propagation (voir fig. 4.5).

On peut expliquer l’évolution de l’amplitude de la figure 4.5 par le scénario
suivant : tout d’abord le faisceau laser s’auto-focalise dans le gradient de densité
plasma ce qui explique le premier pic d’amplitude. Le diamètre du faisceau est ainsi
réduit de 18 µm à 7 µm d’après la figure 4.6.a et l’amplitude atteint son maximum
de a0 = 3. On atteint un régime de cavitation avec une sphère vidée d’électrons de
rayon Rb ≃ 3.2k−1

p = 6 µm. Dans ce régime, si l’arrière de l’impulsion est guidé,
l’avant est diffracté par la surdensité du plasma (électrons poussés par le front
avant de l’impulsion). Cette érosion de l’avant de l’impulsion laser, particulièrement
visible sur l’image 4.6.b, explique la décroissance de l’amplitude. Enfin les effets
de compression de l’impulsion, visibles sur l’image 4.6.c, permettent d’expliquer la
remontée ou la stabilisation de l’intensité du laser. Si ce scénario nous permet de
comprendre l’évolution de l’impulsion laser, on constate également que la variation
d’amplitude n’est pas directement corrélée à l’augmentation de la charge injectée.
D’autres effets, liés au plasma, vont également entrer en jeu.

En effet la forme de l’onde de sillage excitée est aussi influencée par l’évolution
du laser pompe : comme l’avant de l’impulsion est diffracté et l’arrière guidé, le
faisceau laser prend une forme quasi triangulaire et l’onde de sillage devient de
plus en plus évasée. Cette forme peut être plus favorable au piégeage d’électrons
initialement situés hors de l’axe laser. Pour quantifier cet évasement, on représente
en pointillés sur la figure 4.5 l’évolution de la différence de potentiel ∆φ de la partie
accélératrice de la première période de l’onde de sillage, moyennée sur un rayon de
8 µm qui correspond à l’excursion maximale des électrons piégés. Ce paramètre est
important dans la dynamique de piégeage car, d’après l’équation 1.34, il détermine
la séparatrice ou du moins l’énergie minimale que doit avoir un électron pour
être piégé. Ce paramètre croît de façon monotone avec la propagation du laser
dans le jet de gaz et permet d’expliquer, au moins pour partie, l’accroissement
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de la charge avec une injection de plus en plus lointaine dans le jet de gaz. Cette
explication est confirmée par l’augmentation du rayon initial moyen des particules
piégées dans les simulations PIC présentées précédemment [Davoine 08].
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Fig. 4.7 – Evolution de la vitesse de phase de l’onde plasma.

Une autre explication physique possible est liée à la variation de vitesse de
groupe du laser ou vitesse de phase de l’onde plasma liée à l’érosion de l’impulsion.
Cette érosion n’est pas constante car elle dépend de la surdensité créée par le
front avant de l’impulsion qui varie au cours du temps. L’évolution de cette vitesse
de phase est représentée sur la figure 4.7. Cette courbe est assez bruitée à cause
de la très grande sensibilité du facteur γ à la vitesse mesurée numériquement
(on considère la vitesse du point à l’arrière de la bulle pour lequel le champ
longitudinal est nul). On peut cependant constater que pour zcoll = −250 µm la
vitesse de phase de l’onde plasma est très proche de la valeur sans érosion γp ≃ 15.
L’érosion ralentit ensuite progressivement l’onde de sillage et après zcoll = 0 µm
on a γp ≃ 10− 12. Cette valeur est assez proche de ce qui peut être déduit de la
vitesse d’érosion en 1D. D’après [Decker 94, Decker 96b, Lu 07] on doit en effet
avoir γp = γp0/

√
3 ≃ 9. Cette vitesse de phase plus basse favorise également le

piégeage des électrons et peut expliquer pour partie l’augmentation de la charge
piégée avec la position de collision.

Sachant cela, ces effets non linéaires peuvent être mis à profit pour extraire
plus d’énergie. La première expérience, effectuée dans un jet de gaz de 2 mm,
a montré que la charge maximale pouvant être accélérée à 200 MeV était de
l’ordre de 5 pC. En augmentant la longueur du jet à 3 mm, il a été possible de
garder sensiblement la même distance d’accélération et donc la même énergie
finale du faisceau d’électrons tout en se ménageant une distance de plasma dédiée
à l’évolution non linéaire de l’impulsion laser et de son onde de sillage. De cette
façon, une charge trois fois plus importante a pu être accélérée, augmentant
d’autant l’efficacité de notre accélérateur (cf. figure 4.3).

Enfin, les variations des conditions de piégeage en fonction de la position de
collision permettent d’explorer d’autres conditions d’injection. Nous verrons plus
loin, dans la partie 4.3, comment cet effet peut être mis à profit pour mettre
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en évidence l’injection d’électrons en utilisant des impulsions lasers ayant des
polarisations croisées.

4.2 Contrôle du volume d’injection

4.2.1 Principe

Nous avons vu dans la section précédente comment on pouvait faire varier la
charge injectée dans nos expériences d’injection optique. Cependant, ce mécanisme
n’est pas optimal pour plusieurs raisons. Premièrement, on ne peut changer
indépendamment la charge de l’énergie du faisceau. Deuxièmement, cette variation
de charge n’est explicable que par la combinaison d’effets non linéaires complexes
qui sont pour la plupart externes au mécanisme d’injection. On s’éloigne donc
de la philosophie de l’injecteur qui doit être capable de changer la charge sans
changer la structure accélératrice. Une méthode plus conforme à cette stratégie va
maintenant être présentée. Nous allons voir comment, en modifiant les paramètres
du laser d’injection, c’est-à-dire son amplitude et sa polarisation, on peut contrôler
de façon continue la charge du faisceau d’électrons injecté.
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Fig. 4.8 – Principe du contrôle du volume d’injection. Courbe rouge : séparatrice
1D de l’onde plasma. Courbe bleue : séparatrice du battement. Paramètres a0 = 2,
τ = 30 fs, ne = 7.5× 1018 cm−3.

Commençons d’abord par en exposer le principe. On utilise pour cela la critère
de Chirikov de superposition des séparatrices de l’onde plasma et de battement
dans une modélisation unidimensionnelle et fluide (introduit dans la section 2.1.3).
Le volume d’injection va alors correspondre à la zone grisée dans l’espace des
phases (ξ, pz). La séparatrice du battement, ou l’impulsion maximale gagnée dans
le battement évolue en fonction des amplitudes lasers comme

√
a0a1 pour des

polarisations circulaires. Ainsi, nous voyons immédiatement, comme représenté
sur la figure 4.8, qu’une réduction de l’intensité va directement entraîner une
réduction du volume d’injection.

Nous savons que le modèle précédent est trop simpliste, ceci a été amplement
discuté dans le chapitre 2. Cependant, même en prenant en compte les effets
stochastiques et l’inhibition de l’onde plasma, l’injection reste un effet à seuil et on
peut donc toujours parler de volume d’injection qui sera d’autant plus faible que
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le chauffage est faible. On peut imaginer deux façons expérimentales de contrôler
le chauffage. Le plus naturel est de réduire l’intensité du laser d’injection. Dans
notre expérience, nous utilisons pour ce faire une lame demi-onde et un polariseur
avant compression. Une autre méthode est de tourner la polarisation du laser
d’injection. Nous avons en effet vu que le chauffage dépend des polarisations des
faisceaux lasers et qu’il est plus efficace quand les polarisations sont parallèles que
quand les polarisations sont croisées car le battement disparaît alors. Une lame
demi-onde placée juste avant la parabole de focalisation du laser d’injection nous
donne donc une autre façon de maîtriser le chauffage lors de la collision.

4.2.2 Contrôle de la charge

Le principe et la méthode étant définis, on peut maintenant regarder les
résultats expérimentaux. Les résultats représentés sur la figure 4.9.a sont obtenus
avec le jet de gaz « défectueux »de 2 mm, une densité ne = 1.2 × 1019 cm−3

et une position collision située 100 µm avant le centre du jet de gaz. Notons
que si la densité de travail est si élevée, ceci est dû au profil parabolique du
jet de gaz utilisé (caractérisé ultérieurement). La partie gauche (a) de la figure
représente des spectres expérimentaux bruts et déconvolués pour différentes valeurs
de l’amplitude du laser d’injection. Si l’énergie est à peu près stable entre 88 et 75
MeV2, on voit que la charge varie fortement entre a1 = 0.4 et a1 = 0.08, passant
de 76 pC à 7 pC. On constate également que la dispersion en énergie du faisceau
et la divergence évoluent en fonction de l’amplitude d’injection mais nous allons
pour l’instant nous concentrer sur la variation de charge.
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Fig. 4.9 – a) : Spectres bruts et déconvolués obtenus pour a1 = 0.4, a1 = 0.32,
a1 = 0.16, a1 = 0.08. b) : Evolution de la charge (carrés rouges) et de la dispersion
en énergie à mi-hauteur du spectre (cercles bleus) en fonction de l’amplitude du
laser d’injection. Autres paramètres physiques : a0 = 1.4, jet de gaz de 2 mm,
ne = 1.2× 1019 cm−3 et zcoll = −100 µm.

2Nous discuterons en détail de cette faible variation dans la partie sur les effets de beam

loading 4.4.
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L’évolution de la charge en fonction de l’amplitude laser est représentée par les
carrés rouges de la figure 4.9.b. Chaque point correspond à la moyenne effectuée
sur 3-6 tirs et la barre d’erreur correspond à deux fois l’écart type. On voit qu’on
peut régler la charge de façon continue en changeant l’intensité. Tout d’abord,
on peut injecter des électrons (7 pC) pour des valeurs de a1 aussi faibles que
a1 = 0.08 : le faisceau d’injection contient alors moins de 10 mJ d’énergie. La
charge augmente ensuite rapidement jusqu’à 75 pC pour a1 = 0.24. Par contre,
pour des valeurs plus importantes de a1, la charge injectée sature. D’autres jeux
de données prises d’autres jours confirment cette évolution. Ce comportement est
très similaire à celui observé dans la partie simulations 1D 2.4.2. Rappelons que,
dans les simulations, cette saturation était accentuée par le filtrage spatial des
particules piégées dû à l’inhibition de l’onde de sillage.

Regardons maintenant si ce contrôle de la charge peut également être effectué
expérimentalement en changeant la polarisation du laser d’injection.

Les données suivantes ont été obtenues dans des conditions légèrement diffé-
rentes, en utilisant le jet de gaz de 3 mm (avec un profil de densité trapézoïdal).
On a par ailleurs a0 = 1.5, a1 = 0.4 et la position d’injection correspond à une
position située 400 µm avant le centre du jet de gaz.
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Fig. 4.10 – a) : Spectres bruts et déconvolués obtenus pour des angles entre les deux
polarisations de 0◦, 20◦, 60◦ et 80◦. b) : Evolution de la charge contenue dans le pic
(carrés rouges) et la largeur du spectre à mi-hauteur (cercles bleus) en fonction de la
polarisation relative entre les deux faisceaux lasers. Autres paramètres physiques :
a0 = 1.5, a1 = 0.4, jet de gaz de 3mm, ne = 5.7 × 1018 cm−3, zcoll = −400 µm.

La figure 4.10 représente, de façon similaire à ce qui était fait pour la variation
de a1, le résultat expérimental d’une variation de polarisation relative des deux fais-
ceaux lasers. Dans sa partie gauche (a), des spectres obtenus avec différents angles
entre les deux polarisations des faisceaux lasers sont représentés, 0◦ correspondant
à des polarisations parallèles et 90◦ à des polarisations croisées. A droite (b), on
retrouve l’évolution des paramètres du faisceau que sont la charge (représentée
par des carrés rouges) et la dispersion en énergie à mi-hauteur (représentée par
des cercles bleus).
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L’observation des spectres nous confirme que l’on peut régler la charge en
modifiant la polarisation relative des deux faisceaux et que, comme prévu, la
charge injectée est plus importante lorsque les deux polarisations sont parallèles.
Ainsi, d’après la figure 4.10.b on peut régler la charge de façon continue, de 22 pC
pour des polarisations parallèles à 1 pC pour des polarisations croisées. Cette
injection avec des polarisations croisées sera expliquée plus en détail dans la section
suivante 4.3. Encore une fois, cette évolution est conforme aux simulations PIC
1D effectuées (cf figure 2.27).

L’énergie des électrons obtenus est ici plus élevée que précédemment, de l’ordre
de 180 MeV. Ceci illustre le fait que l’on peut régler de façon quasi indépendante
l’énergie et la charge du faisceau. Ce n’est pas un réglage complètement indépen-
dant puisqu’on constate qu’il existe une corrélation entre la charge injectée et
l’énergie du faisceau. Cette corrélation sera commentée en détail dans la section 4.4,
mais, pour résumer, elle peut être expliquée par combinaison de deux effets. D’une
part, une injection avec une énergie initiale plus élevée se traduit par un piégeage
dans une orbite plus éloignée de la séparatrice, et donc par une accélération à
une énergie finale moins importante. D’autre part, quand on augmente la charge,
les électrons situés à l’avant du faisceau vont réduire le champ accélérateur vu
par les électrons de l’arrière du faisceau. Ce sont les effets dits de beam loading.
D’un point de vue pratique, si on veut garder exactement la même énergie, on
peut compenser cette faible variation d’énergie, de l’ordre de 10% en changeant la
position de collision.

4.2.3 Contrôle de la dispersion en énergie

La variation de la charge étant comprise, nous pouvons maintenant passer à la
variation manifeste tant dans la figure 4.9 que dans la figure 4.10 de la dispersion
en énergie du faisceau d’électrons. Cette variation peut être expliquée par deux
phénomènes physiques. En effet, dans l’hypothèse de faibles charges, c’est-à-dire
pour lesquelles le beam loading est négligeable, alors l’interaction électron/onde
plasma est hamiltonienne et la quantité ∆p∆ξ est invariante (invariant de Liou-
ville). Ainsi un faible volume d’injection initial se traduira, après accélération,
par une faible dispersion en énergie. Cependant quand le volume d’injection et
la charge augmentent, les effets de beam loading deviennent également de plus
en plus importants : plus la charge injectée va être élevée, plus elle va déformer
l’onde de sillage, ce qui pourra dégrader la dispersion en énergie du faisceau. Nous
verrons dans la partie suivante 4.4 si cette interprétation est correcte, comment ces
deux phénomènes se conjuguent et quels sont leurs effets exacts sur la dispersion
en énergie.

Quoi qu’il en soit, directement ou indirectement via le beam loading, une aug-
mentation du volume d’injection peut entraîner une augmentation de la dispersion
en énergie du faisceau. Ceci explique pourquoi dispersion en énergie et charge
du faisceau sont si bien corrélées pour les données représentées. Pour les données
prises en faisant varier a1 (figure 4.9) nous passons par exemple d’une largeur à
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mi hauteur de 22 MeV à une largeur de 7 MeV ; et pour les données obtenues en
changeant la polarisation du laser d’injection (figure 4.10) la variation est encore
plus importante entre 33 MeV (pour des polarisations parallèles) et 13 MeV (pour
des polarisations croisées). Cette dernière valeur se situe à la limite de résolution
de notre spectromètre à cette énergie. Cette réduction de dispersion en énergie
est très bien corrélée à la charge du faisceau et les facteurs de corrélation linéaires
entre la charge et la dispersion en énergie sont supérieurs à 0.8 pour les deux
ensembles de données. Cette caractéristique expérimentale est plutôt positive, car
elle implique que la brillance spectrale du faisceau est conservée. La méthode
est donc adaptée à des applications demandant une très bonne qualité spectrale.
Cependant cette corrélation à un prix : nous ne sommes pas capables de contrôler
indépendamment la charge et la dispersion en énergie de notre faisceau.
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Fig. 4.11 – a) Spectres bruts et déconvolués pour différentes valeurs de densité
plasma. b) Evolution de la charge contenue dans le pic (en rouge) et de sa dispersion
en énergie en fonction de la densité plasma. Paramètres : a0 = 1.4, a1 = 0.4, jet
de gaz de 2 mm « défectueux ».

On ne peut contourner cette corrélation si on se cantonne à une densité
électronique donnée (ce qui était le cas des données présentées précédemment).
Nous pouvons cependant profiter du fait que la fenêtre de densité électronique
permettant l’injection optique est beaucoup plus étendue que celle du régime de
la bulle (typiquement de l’ordre de 10-20% [Glinec 06c, Mangles 07, Lindau 08]).
Pour le jet de gaz de 2 mm (défectueux), dans les mêmes conditions lasers, des
spectres quasi mono-énergétiques ont été obtenus pour des densités allant de
ne = 1.1 × 1019 cm−3 à ne = 1.6 × 1019 cm−3, la limite haute correspondant à
l’apparition d’auto injection. Pour le jet de gaz de 3 mm, nous avons pu descendre
à des densités aussi basses que ne = 1.7 × 1018 cm−3 ; et lors de l’expérience
précédente d’injection en géométrie colinéaire jusqu’à ne = 7.5 × 1017 cm−3,
comme présenté dans la section 3.6.

L’injection optique ouvre donc des perspectives pour travailler à plus basse
densité, ce qui permet d’augmenter l’énergie maximale atteignable par les électrons.
De plus, du point de vue de l’injection optique, opérer à plus basse densité est
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équivalent, si on néglige l’évolution non linéaire du laser, à travailler avec des
lasers plus courts. On peut ainsi réduire le volume d’injection relativement à
l’espace des phases disponible et on peut ainsi atteindre des valeurs plus faibles
de dispersion en énergie. Cette hypothèse de fixité du laser n’est évidemment
pas valable dans notre cas où a0 > 1, et la description fine des variations de la
charge et de la dispersion en énergie avec la densité plasma présentées sur la figure
4.11 pourrait être le sujet d’un chapitre dédié. Cependant, si on s’en tient à des
considérations simples, la variation de charge est due aux effets non linéaires ainsi
qu’à la réduction du nombre d’électrons chauffés et nous constatons également
une variation de la dispersion en énergie associée. Cette fois-ci les deux variations
sont moins corrélées, ce qui ouvre la possibilité d’explorer un espace de paramètres
plus important.

Nous verrons dans la section 4.4 comment on peut obtenir des valeurs encore
plus faibles de dispersion en énergie en explorant en détail les effets de beam
loading.

4.3 Injection avec des polarisations croisées

Nous nous intéresserons dans cette section au mécanisme d’injection permet-
tant le piégeage d’électrons quand les polarisations des deux lasers sont croisées,
tel qu’il a été constaté dans la section précédente (figure 4.10). En effet, si on suit
la description fluide développée par Esarey [Esarey 97b] et Fubiani [Fubiani 04], il
n’y a quasiment pas d’injection optique dans ce cas. Ils n’excluent cependant pas
la possibilité d’injecter des électrons par des mécanismes indépendants de la polari-
sation comme la collision d’enveloppes laser ou d’ondes de sillage [Hemker 98]. Un
autre mécanisme possible, proposé par Cary [Cary 03], se base sur le déferlement
local déclenché par la superposition des surdensités d’onde plasma avec le laser
d’injection. Nous allons ici utiliser la partie théorique précédemment développée
dans le chapitre 2 pour démontrer que le mécanisme dominant est le chauffage
stochastique ayant lieu à la collision des deux lasers. Nous verrons également
comment l’injection avec des polarisations croisées peut donner, dans certains
cas, des brillances de faisceau équivalentes à l’injection avec des polarisations
parallèles.

4.3.1 Variation de a0

Les effets non linéaires et la dynamique expliqués précédemment (section 4.1.3)
permettent de comprendre l’évolution de la charge avec la position d’injection
(figure 4.4). Ils permettent également de tester plusieurs conditions d’injection
avec un même laser, puisque le seuil de piégeage diminue lors de la traversée du
faisceau principal dans le plasma. Dans l’expérience menée en 2006, c’est ce qui
a permis de mettre en évidence l’injection avec des polarisations croisées. Pour
des positions de collision proches de l’entrée du jet de gaz, le seuil de piégeage
dans l’onde de sillage est élevé. Ainsi des électrons ne peuvent être piégés que



4. Contrôle du faisceau d’électrons et effets physiques fins 103

dans le cas où les polarisations des deux lasers sont parallèles, ce qui correspond
au mécanisme de chauffage le plus efficace. C’est dans ces conditions que le test
représenté sur la figure 3.11 a eu lieu.

 0
 0.5

 1
 1.5

 2
 2.5

 3
 3.5

 4

 40  70  100  130  160  190  220

dN
/d

E
 (

x 
10

6  e
−
/M

eV
)

E(MeV)

 0

 2

 4

 6

 8

 10

 12

 14

 40  70  100  130  160  190  220

E(MeV)

 0

 5

 10

 15

 20

 25

 30

 40  70  100  130  160  190  220

E(MeV)

−20

 0

 20

Polarisations parallèles

zinj=225 µm

−20

 0

 20

A
ng

le
 (

m
ra

d)

Polarisations parallèles

zinj=−175 µm

−20

 0

 20

Polarisations parallèles

zinj=25 µm

20010050 E (MeV)

−20

 0

 20

Polarisations croisées

20010050 E (MeV)

−20

 0

 20

Polarisations croisées

20010050 E (MeV)

−20

 0

 20

Polarisations croisées

Fig. 4.12 – Spectres bruts et déconvolués pour des polarisations parallèles et
croisées pour diverses positions d’injection. Paramètres : a0 = 1.3, a1 = 0.4,
ne = 7.5× 1018 cm−3, jet de gaz de 2 mm.
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Fig. 4.13 – Evolution de la charge pour des polarisations parallèles (en rouge) et
croisées (en bleu) du faisceau d’électrons en fonction de la position de collision des
lasers. Paramètres : a0 = 1.3, a1 = 0.4, ne = 7.5× 1018 cm−3, jet de gaz de 2 mm.

La situation est différente pour des positions de collision plus internes dans le
jet de gaz : l’évolution du laser et de l’onde de sillage a rendu le piégeage plus
facile et abaissé le seuil d’injection. Ainsi des électrons peuvent être piégés même
si les polarisations des deux lasers sont croisées. On remarque sur la figure 4.13
que la différence de charge est de l’ordre d’un facteur cinq. Cependant, comme le
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volume d’injection est plus faible, la dispersion en énergie est également plus petite
et donne une brillance spectrale du même ordre dans les deux cas de polarisations.

4.3.2 Explications

On peut s’interroger sur le mécanisme d’injection en polarisations croisées, la
littérature proposant des mécanismes d’injection indépendants de la polarisation,
faisant intervenir des collisions entre les ondes de sillages ou des collisions entre
ondes de sillage et laser d’injection. Ces mécanismes permettent en théorie d’injec-
ter des électrons ayant des positions initiales différentes de la position de collision.
Cependant, avec nos paramètres, les simulations tant 1D que 3D montrent que tous
les électrons piégés proviennent de la zone de collision des lasers. Cela concorde
donc pleinement avec le mécanisme de chauffage stochastique traité précédemment
qui rend également compte d’un chauffage possible lorsque les polarisations sont
croisées.
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Fig. 4.14 – Spectres de chauffage dans le vide obtenus pour des polarisations
parallèles et croisées. Le chauffage dans le cas de collision d’enveloppes (sans haute
fréquence) est également représenté (pointillées en bleu).

La figure 4.14 nous rappelle que ce mécanisme, bien que moins efficace que le
chauffage pour des polarisations parallèles, l’est bien plus que la superposition des
forces pondéromotrices, explication précédemment avancée [Fubiani 04].

La question de la charge est également intéressante et permet de tester ex-
périmentalement le mécanisme d’inhibition d’onde plasma. En effet, dans les
simulations fluides, l’injection avec des polarisations croisées est marginale : la
charge injectée est inférieure de plus d’un ordre de grandeur à la charge injectée
avec des polarisations parallèles. Ce n’est pas ce qui est constaté dans les simu-
lations PIC et dans les expériences, qui montrent des différences de charge bien
moins importantes (≃ 3).

La raison de cette moindre sensibilité de la charge à la polarisation réside dans
le mécanisme d’inhibition de l’onde plasma. En effet, dans le cas de polarisations
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avec a0 = 2, a1 = 0.4, ne = 7.5× 1018 cm−3. En rouge : simulations PIC, en bleu :
champs analytiques.

parallèles, les électrons sont fortement piégés dans le battement. Ce piégeage
entraîne, comme le montre la figure 4.15, une inhibition de l’onde plasma qui
rend plus difficile le piégeage des électrons. Pour le cas des polarisations croisées,
les électrons ne sont pas piégés et l’onde plasma n’est pas inhibée. Les électrons
sont alors plus facilement piégés dans cette onde plasma de pleine amplitude et
peuvent être accélérés.

 0

 500

 1000

 1500

 2000

 2500

 0.8  1  1.2  1.4  1.6  1.8  2

C
ha

rg
e 

(U
ni

té
 A

rb
itr

ai
re

)

a0

Pol. parallèles

Pol. croisées

Fig. 4.16 – Charge piégée dans des simulations PIC 1D en fonction de a0 : en
rouge pour des polarisations parallèles, en bleu pour des polarisations croisées
avec a1 = 0.4 et ne = 7 × 1018 cm−3

Pour prendre en compte ce mécanisme d’inhibition d’onde plasma, on peut
effectuer des simulations PIC. Pour tester différentes conditions d’injection, on
peut faire varier numériquement le paramètre a0 même si on sait que ce n’est
pas le seul effet de l’évolution non linéaire du laser dans le plasma. La charge
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injectée dans ces simulations numériques, avec comme autres paramètres a1 = 0.4
et ne = 7×1018 cm−3, est représentée sur la figure 4.16 pour les deux polarisations.
Cette figure, très similaire aux résultats expérimentaux de la figure 4.13, confirme
que la différence de charge injectée pour les deux polarisations n’est que d’un
facteur environ 3. Elle confirme également la différence de seuil d’injection. Pour des
polarisations parallèles, on peut injecter des électrons avec une amplitude a0 = 0.9
alors que l’injection pour des polarisations croisées nécessite une amplitude plus
élevée de a0 = 1.6. Cette différence de seuil est conforme à l’expérience et explique
la non injection pour des polarisations croisées, quand les effets non linéaires n’ont
pas encore rendu l’onde plasma plus susceptible de piéger des électrons.

4.3.3 Variation de a1 et seuils d’injection

Si l’expérience précédente démontre la possibilité de l’injection avec des polari-
sations croisées, et permet de déterminer l’efficacité relative des deux mécanismes
pour injecter des électrons, ce n’est pas une expérience permettant de déterminer
les seuils d’injection relatifs des deux mécanismes. En effet, la variation non linéaire
de a0 lors de la propagation du faisceau n’est pas contrôlée et nous savons par
ailleurs que d’autres propriétés de l’onde plasma, comme sa forme ou sa vitesse de
phase, la rendent plus susceptible de piéger des électrons. Pour faire une expérience
plus propre, en ne faisant varier qu’un seul paramètre, on peut se placer à une
position de collision qui permet d’obtenir de l’injection avec des polarisations
croisées et diminuer l’amplitude du laser d’injection jusqu’à l’extinction de l’injec-
tion. On peut alors effectuer le même test, dans les mêmes conditions, pour des
polarisations parallèles afin de pouvoir comparer précisément les seuils d’injection.
Ce test a été effectué lors de la campagne expérimentale de 2008 avec le jet de gaz
de 3 mm, a0 = 1.5, une densité électronique ne = 5.7 × 1018 cm−3 et une position
de collision zcoll = 70 µm.
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Fig. 4.17 – a) Spectres bruts et déconvolués pour a1 = 0.4 et a1 = 0.24 pour
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La figure 4.17 représente l’évolution de la charge pour les deux polarisations
en fonction de l’amplitude du laser d’injection. Des spectres bruts sont également
présentés. Cette figure montre que des électrons sont piégés et accélérés pour des
valeurs de a1 aussi basses que a1 = 0.08 quand les polarisations sont parallèles.
Pour le cas de polarisations croisées, le seuil se situe vers a1 = 0.26.
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Fig. 4.18 – Simulations PIC 1D, variation de la charge avec a1, dans le cas de
polarisations parallèles et croisées. Paramètres : a0 = 2, ne = 7 × 1018 cm−3.

Ces résultats expérimentaux sont conformes aux résultats des simulations PIC
1D et les seuils sont très proches de ceux calculés numériquement. La figure 4.18
donne en effet des seuils d’injection de a1 = 0.05 pour des polarisations parallèles
et de a1 = 0.3 pour des polarisations croisées, pour des paramètres lasers et plasma
similaires à ceux de l’expérience : a0 = 2 et ne = 7 × 1018 cm−3.

Les spectres obtenus exhibent des différences d’énergie et de dispersion en
énergie très marquées et ceci sera expliqué en détail dans la partie suivante. Encore
une fois, la réduction de la dispersion en énergie permet de ne pas trop dégrader
la brillance spectrale quand les polarisations sont croisées.

Résumons maintenant les résultats obtenus sur l’injection avec des polarisations
croisées. Les expériences confirment la possibilité d’injecter des électrons en
utilisant des polarisations croisées. Elles confirment par là le scénario théorique
de chauffage stochastique proposé dans la section 2.2.2. La différence de charge
est moins importante que ce qui pourrait être attendu de l’examen du chauffage
et confirme l’importance de l’inhibition de l’onde de sillage sur la charge injectée.
En effet, l’inhibition d’onde de sillage, absente pour des polarisations croisées,
réduit la charge injectée pour des polarisations parallèles et permet d’injecter
des charges similaires dans les deux cas de polarisations. La différence de charge
n’est ainsi que d’un facteur ≃ 3 − 4. De plus comme le volume d’injection est
réduit, la dispersion en énergie est toujours plus fine pour l’injection avec des
polarisations croisées. Ainsi la brillance spectrale, qui est souvent la grandeur
pertinente, n’est réduite que d’un facteur ≃ 2. Au delà de l’intérêt théorique d’un
nouveau mécanisme d’injection et de la validation du modèle théorique développé
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dans le chapitre 2 et notamment du chauffage stochastique et de l’inhibition de
l’onde de sillage, ce schéma d’injection peut avoir un intérêt pratique. Dans une
géométrie colinéaire, qui est la seule utilisable par exemple dans des capillaires, ce
schéma permet de résoudre le problème des retours laser. Il suffit alors en effet
d’un polariseur pour protéger le système laser.

4.4 Effets de beam loading

4.4.1 Considérations générales

Les effets de beam loading sont dus à l’onde plasma excitée par le faisceau d’élec-
trons accéléré (c.f. équation 1.21). Comme on considère des faisceaux d’électrons
plus courts qu’une demi-longueur d’onde plasma (les électrons sont accélérés dans
le sillage du laser), le champ électrique longitudinal généré va être décélérateur
pour les électrons du paquet.

C’est bien un effet plasma, et pour le voir nous pouvons le comparer de façon
instructive à un autre effet, la charge d’espace du faisceau qui est un effet ne
dépendant pas de la présence ou non d’un plasma. Le paquet d’électrons génère en
effet des champs électriques qui vont avoir tendance à le dissocier et à le ralentir. Si
on calcule ces champs dans le référentiel du faisceau, considéré mono énergétique,
les champs générés sont les champs électrostatiques d’un ellipsoïde chargé. On
pourrait penser à première vue que ces champs sont importants, en effet si on
prend par exemple une sphère de 3 µm de rayon, le champ électrique généré par
unité de charge est de l’ordre de 1 GV/m/pC. Il ne faut cependant pas oublier
que dans le référentiel se déplaçant avec les électrons accélérés, le paquet est dilaté
longitudinalement, de telle sorte que le champ électrique longitudinal est réduit
d’un facteur ≃ γ2. Pour des électrons de 10 MeV, le champ de charge d’espace est
donc de l’ordre de quelques MV/m/pC, ce qui, pour les charges atteintes dans
nos accélérateurs, est négligeable devant les champs plasmas excités par le laser.

Les électrons du plasma, dans le référentiel du laboratoire, voient en revanche
des champs électriques et magnétiques importants et seront influencés par le
faisceau d’électrons même s’il est relativiste. Le champ de sillage, ou la perturbation
locale du champ de sillage ainsi induite, pourra alors perturber les électrons du
faisceau.

Notons que cet effet n’est pas propre aux accélérateurs plasma : ce problème se
pose également dans les accélérateurs classiques. En effet, un faisceau d’électrons
excite également un champ de sillage lors de la traversée d’une cavité accélératrice.
Ce champ variable contribue à créer des instabilités longitudinales [Ng 06] et
à augmenter la dispersion en énergie, spécialement pour des sources de forte
intensité. La recherche sur le beam loading est toujours d’actualité puisque c’est
le phénomène physique à la base de nouveaux concepts d’accélération à forts
gradients de type CLIC [Ellis 01].

Enfin le beam loading a une importance toute particulière dans le régime d’auto
injection. En effet, l’injection n’est limitée dans le temps qu’à cause des effets de
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champs créés par le faisceau piégé. Ainsi, c’est le beam loading qui régule l’injection
et permet d’obtenir des distributions quasi mono énergétiques dans le régime de
la bulle.

Théorie linéaire

Dans le cadre de la théorie linéaire on peut calculer le champ de sillage créé
par un faisceau d’électrons. Pour un faisceau de densité nb(r, ξ) = neρ(r)f(ξ) le
champ sur l’axe est décrit par :

Ez(0, ξ) = Epk
3
p

∫ ∞

0
rρ(r)K0(kpr)dr

∫ ξ

∞
f(ξ′) cos(kp(ξ − ξ′))dξ′ (4.1)

où K0 est la fonction de Bessel modifiée de deuxième espèce.
La figure 4.19 représente un exemple de calcul. La partie a) représente l’onde

de sillage excitée par le laser seul, on considère le cas a0 = 0.5, τ0 = 30 fs et
ne = 7 × 1018 cm−3. La partie b) représente le champ excité par un faisceau
d’électrons bigaussien de durée à mi hauteur τb = 10 fs et de diamètre à mi
hauteur db = 4 µm et de densité nb = 0.11ne (soit une charge de 7 pC). La
superposition des deux champs est représentée dans la partie c).
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Fig. 4.19 – a) Onde de sillage non chargée, b) Onde de sillage excitée par un
faisceau d’électrons, c) Onde de sillage chargée. Paramètres : a0 = 1, τ0 = 30 fs,
ne = 7 × 1018 cm−3, nb = 0.11ne, τb = 10 fs, db = 4 µm

Cet exemple nous permet de constater plusieurs phénomènes. Premièrement,
l’arrière du faisceau d’électrons voit un champ beaucoup plus faible que dans le
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cas sans beam loading et gagne donc moins d’énergie. Les effets de beam loading
vont donc diminuer l’énergie du faisceau. Le beam loading va également influencer
la dispersion en énergie : on voit ainsi que dans le cas de l’onde chargée, le champ
accélérateur est plus plat et permet d’accélérer les électrons de la même manière.
Ainsi la dispersion en énergie sera meilleure que dans le cas sans beam loading.
On qualifiera par la suite de charge optimale, la charge permettant d’avoir un
champ plat. Enfin, ce processus fixe une limite ultime sur la charge pouvant être
accélérée : en effet pour une certaine charge ou plutôt pour un courant limite,
l’onde plasma générée par le paquet d’électrons va interférer négativement avec
l’onde plasma du laser et certains électrons vont être décélérés, rendant de l’énergie
au plasma.

Le calcul linéaire [Katsouleas 87] permet de déduire le courant limite du
faisceau d’électrons qui peut être accéléré ainsi que la charge et la forme optimale
du faisceau, en rampe, qui permet une accélération mono énergétique. Cependant,
le cas linéaire n’est pas vraiment adapté à notre étude, étant donné que nous
travaillons dans un régime proche de la bulle. La différence entre les deux régimes
est fondamentale dans le cadre de l’injection optique. La majorité des électrons
est en effet injectée près du seuil et se retrouve près du point d’équilibre instable
kpξ ≃ −3π/2 pour lequel Ez = 0. Dans le cas linéaire, les électrons se retrouvent
dans un domaine où le champ accélérateur est croissant (Ez à dérivée négative
sur la figure 4.19) : les électrons situés à l’avant du paquet voient un champ
accélérateur plus intense que ceux situés à l’arrière. Les effets de beam loading
accentuent cette différence et la dispersion en énergie est compromise dès le début
de l’accélération3.

Au contraire, dans le cas non linéaire, ce domaine est extrêmement réduit et
tous les électrons se retrouvent rapidement à l’intérieur de la bulle dans laquelle
le champ décroît linéairement. La différence de champ accélérateur entre l’avant
et l’arrière du paquet peut alors être compensée par les effets de beam loading.
Cette différence démontre l’intérêt de travailler dans un régime non linéaire pour
l’injection optique. Notons que les simulations 1D se rapprochent sur ce point du
cas linéaire et ne permettent en aucun cas de prédire la dispersion en énergie des
faisceaux d’électrons injectés optiquement.

Théorie non linéaire

Il est donc particulièrement intéressant d’utiliser une théorie non linéaire
du beam loading. Cette théorie a été très récemment développé par Tzoufras et
al.[Tzoufras 08]. Elle se place dans le cadre théorique de l’étude de la bulle [Lu 06a]
où l’accélérateur peut être décrit par le rayon de la bulle rb(ξ), de rayon maximal
Rb. Dans le cas ultra relativiste kpRb ≫ 1 on peut écrire le champ électrique

3Notons que cette zone n’est pas seulement défavorable du point de vue du beam loading car,
dans la théorie linéaire, les champs transverse y sont également défocalisants.
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comme :

Ez = −Ep
2
kprb

drb
dξ

=
kprb

2
√

2

√
√
√
√16

∫ kprb l(ζ)ζdζ + C

(kprb)4
− 1 (4.2)

où C est une constante déterminée par continuité et l(kprb(kpξ)) correspond à
la densité linéique normalisée du faisceau d’électrons (tant que la dimension
transverse est petite devant le rayon de la bulle, tout se passe comme si la charge
était sur l’axe). Vu la définition de l, cette étude se restreint au cas où le rayon est
monotone en fonction de ξ, mais cela correspond en fait à des charges en dessous
de la limite ultime. En effet, drb/dξ = 0 implique un changement de signe du
champ électrique (Ez > 0), ce qu’il faut éviter.

On peut intégrer cette équation différentielle pour calculer le rayon et le champ
accélérateur entre le centre rb = Rb pour lequel on connaît le champ accélérateur
Ez = 0 et l’arrière de la bulle rb = 0. La figure 4.20 montre le résultat de ce calcul
pour plusieurs charges injectées pour des profils de densité gaussiens de longueur
≃ 1µm. On considère un rayon kpRb = 3.4 ce qui correspond à ce qu’on peut
mesurer dans les simulations WAKE. Les électrons qui circulent autour de la bulle
voient leurs trajectoires modifiées par le faisceau d’électrons. Ce changement de
trajectoire va alors influencer le champ longitudinal.
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Fig. 4.20 – Bulles et champs électriques correspondants pour a)une charge nulle,
b) une charge optimale c) une surcharge de l’onde plasma.

Rappelons ici que la charge optimale correspond à un aplatissement du champ
électrique sur la longueur du paquet d’électrons et permet une accélération mono-
énergétique. Si d’après [Tzoufras 08] le beam loading n’est optimisé que pour un
profil en forme de rampe, un faisceau d’électrons en forme de créneau peut aplatir
le champ localement pour une charge linéique correspondant à :
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lopt/l0 =
(kpRb)4

8(kprinj)2
+

(kprinj)2

8
(4.3)

où rinj est le rayon de la bulle à l’endroit ξinj où se situe le faisceau et l0 =
2πenek2

p = 2πmec
2/e est la charge linéique normalisée, indépendante de la densité

électronique. On peut voir la charge linéique dans le référentiel de la bulle comme
un courant dans le référentiel du laboratoire, il s’exprimera alors en unités de
I0 = cl0 = IAlfvén/2 ≃ 8.5 kA4.

Pour les paramètres de la figure 4.20, à savoir une position d’injection corres-
pondant à kp(ξinj − ξEz=0) = 2 telle que rinj = 2.4 et Einj = 1.4Ep, la valeur du
courant permettant un aplatissement local du champ longitudinal est de 30 kA.

Pour un faisceau gaussien, les électrons à l’avant du paquet commencent à
déformer la bulle, aussi la valeur du courant optimal est légèrement inférieure. La
figure 4.20.b, correspond ainsi à un courant de 25 kA.

4.4.2 Observables

Muni de la théorie développée précédemment, on peut s’interroger sur les
méthodes et observables expérimentales permettant d’étudier les phénomènes de
beam loading dans l’interaction laser plasma.

Nous avons déjà vu dans la partie 4.2 que l’injection optique était toute indiquée
pour étudier les effets de beam loading. En effet, tout en conservant les mêmes
paramètres de laser de pompe et de plasma (ce qui définit donc complètement
la structure accélératrice), elle permet de tester différents chargements de l’onde
plasma en y injectant plus ou moins d’électrons.

La façon naturelle de mettre en évidence les effets de beam loading serait de
regarder l’évolution de la qualité spectrale en fonction de la charge injectée mais
cette méthode n’est pas pertinente pour notre mécanisme d’injection. En effet,
nous avons vu 4.2 que la réduction du volume d’injection se traduit de manière
directe par une réduction de la dispersion en énergie initiale de notre faisceau
d’électrons. Les importances mutuelles des deux phénomènes ne peuvent être
décrites qu’à l’aide de simulations complètes, or dans ces simulations, la dispersion
en énergie semble être le paramètre le moins robuste aux variations de conditions
initiales. De plus, lors de l’expérience, la résolution des spectromètres limitaient la
mesure de la dispersion en énergie aux valeurs supérieures à 5 %. C’est pourquoi
nous nous intéresserons à d’autres manifestations de ces effets de chargement de
l’onde plasma.

On s’attend à voir une diminution de l’énergie des électrons, une partie du
faisceau voyant en effet le champ décélérateur produit par les électrons la précédant.
De plus, du fait de la structure accélératrice, les électrons les plus énergétiques
sont ceux situés les plus à l’arrière du faisceau et sont donc freinés par l’avant

4Rappelons que le courant d’Alfvén [Alfvén 39] permet d’exprimer le courant maximal d’un
faisceau d’électrons se propageant dans le vide, au delà duquel le faisceau s’effondre sous l’effet
des champs magnétiques qu’il génère. Pour des électrons relativistes Imax = γβIAlfvén.
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du faisceau. On s’attend donc à voir une diminution de l’énergie maximale et de
l’énergie du pic.
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Fig. 4.21 – Espace des phases (ξ, pz) des particules piégées, pour une simulation
PIC 3D (couleur) et sans beam loading (gris pâle). Le champ électrique est
également représenté pour chacun des deux cas (en rouge : champ PIC, en bleu :
champ sans beam loading).

Pour s’en convaincre on peut considérer un instantané de l’espace des phases
(ξ, pz) du faisceau d’électrons représenté sur la figure 4.21 tel que calculé par
une simulation PIC 3D, avec des paramètres similaires à ceux de l’expérience, à
savoir a0 = 1.3, a1 = 0.4 et une densité de 7.5× 1018cm−3. Pour isoler les effets
de chargement de l’onde plasma, on représente également en gris pâle les résultats
d’une simulation pour laquelle les effets de beam loading ont été artificiellement
supprimés. Dans ces simulations, toutes les particules piégées d’énergie supérieure
à 6 MeV sont considérées comme des particules tests, c’est-à-dire qu’elles ne
génèrent pas de champs. Les champs longitudinaux sur l’axe sont également
représentés pour les deux cas de figure.

Dans le cas sans beam loading, le faisceau d’électrons suit la description
hamiltonienne développée dans la partie 1.5, les électrons situés à l’arrière de
l’onde plasma sont sur les orbites les plus extérieures ou proches de la séparatrice
et sont donc accélérés à de plus hautes énergies. D’une façon équivalente, ils voient
un champ accélérateur plus élevé que les électrons qui les précèdent et sont donc
les électrons les plus énergétiques du faisceau.

Dans le cas réaliste, avec beam loading, les premiers électrons sont à la même
position dans l’espace des phases, en effet la causalité les empêche de voir des effets
de beam loading. Par contre, les électrons qui les suivent, d’énergie supérieure,
voient un champ accélérateur inférieur au cas sans beam loading. Les effets de
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beam loading vont donc faire baisser l’énergie maximale ainsi que l’énergie du pic
du faisceau d’électrons.

Une première observable expérimentale sera donc la variation de l’énergie des
électrons avec la charge piégée. Rappelons qu’à l’effet de beam loading se rajoute
un effet d’injection dans des orbites plus internes et donc moins énergétiques.
Les contributions relatives seront explicitées à l’aide de simulations. Ce critère
est par contre assez robuste face aux variations du laser de pompe : en effet
un accroissement de l’intensité du laser de pompe se traduira normalement par
une augmentation de la charge piégée mais aussi, si on néglige les effets de beam
loading, par une onde plasma plus intense et donc une accélération plus importante.
Ainsi, une diminution de l’énergie avec la charge ne peut être due aux variations
d’intensité du laser de pompe.

Un autre effet du beam loading, bien visible sur la figure 4.21, est l’amortis-
sement du champ accélérateur de la deuxième période de l’onde plasma dans le
cas avec beam loading. Cette réduction d’amplitude va avoir une influence sur le
piégeage des électrons dans les périodes suivantes de l’onde plasma. Il est tout
d’abord intéressant de noter que les électrons accélérés dans la première période
sont bien séparés en énergie, ce qui nous permet de discriminer, à partir du spectre
seul, les électrons accélérés dans la première période et dans les périodes suivantes.
De plus, nous opérons toujours dans un régime où l’auto injection est négligeable,
ce qui permet d’affirmer que tous les électrons du spectre, non contenus dans le
pic le plus énergétique, sont des électrons chauffés pendant la collision et accélérés
dans des périodes suivantes de l’onde plasma. Ces électrons ne sont pas piégés
dans la première période de l’onde principalement à cause de l’inhibition d’onde de
sillage 2.3. Elle empêche certains électrons, ayant pourtant une énergie suffisante,
d’être effectivement piégés car ils sont dans une zone où l’onde plasma n’existe pas.
Ces électrons, en mouvement libre, vont finalement sortir de cette zone inhibée
et pourront être piégés dans les périodes suivantes de l’onde plasma. Cependant
si les effets de beam loading sont trop importants, ils vont réduire drastiquement
l’amplitude de l’onde plasma et empêcher cette injection différée.

Expérimentalement on pourra donc comparer la charge piégée dans la première
onde plasma (qui d’après les simulations est bien séparée spectralement de la
charge piégée dans les périodes suivantes) à la charge piégée dans le reste du
spectre.

4.4.3 Résultats expérimentaux

Nous allons donc commencer par regarder si, expérimentalement, l’énergie du
faisceau d’électrons diminue quand on injecte plus de charge dans la première
période plasma (ou de manière équivalente dans le pic de haute énergie). Pour
cela, on va utiliser deux jeux de données obtenues avec a0 = 1.5, a1 = 0.4 dans
le jet de gaz de 3 mm avec une densité de ne = 5.7 × 1018 cm−3. Le premier
correspond aux données présentées sur la figure 3.19, à une position de collision
de zcoll = −400 µm où on peut voir des fluctuations de charge et d’énergie, liées
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principalement aux fluctuations de pointé et d’énergie du laser. Le deuxième jeu
de données est obtenu pour zcoll = −250 µm en faisant varier a1 et en forçant
donc une variation de la charge injectée.

 150

 160

 170

 180

 190

 200

 210

 220

 230

 240

 0  5  10  15  20  25  30  35  40

E
pi

c 
(M

eV
)

Qpic (pC)

 0

 3

 6

 9

 80  120  160  200

dN
/d

E
 (

10
6  e

- /M
eV

)

E(Mev)

8 pC
21 pC
38 pC

Fig. 4.22 – a) Evolution des spectres pour différentes amplitudes du faisceau
d’injection, permettant l’injection de charges différentes. b) Evolution de l’énergie
du pic en fonction de la charge piégée. Les carrés rouges correspondent à des
données obtenues en faisant varier a1, les cercles bleus aux données présentées
dans la figure 3.19.

L’encart de la figure 4.22 représente les spectres caractéristiques obtenus dans
le deuxième cas. Elle montre clairement une décroissance de l’énergie en fonction
de la charge piégée. L’énergie du pic de la composante mono énergétique passe en
effet de 197 MeV pour une charge de 8 pC (obtenue pour a1 = 0.1) à 151 MeV
pour une charge de 38 pC (obtenue pour a1 = 0.4).

La figure 4.22 représente l’énergie du pic en fonction de la charge pour tous
les points des deux jeux de données et confirme très clairement la corrélation
forte entre l’énergie et la charge piégée dans le pic. Pour les faibles charges, on
peut même extraire une relation linéaire entre charge et énergie. Quand on les
normalise par la distance d’accélération (1.45 mm et 1.3 mm), on obtient des
pentes similaires : 1.7 GV/m/pC pour l’injection à zcoll = −400 µm (cercles)
et 1.55 GV/m/pC pour l’injection à zcoll = −250 µm (carrés). Nous avons par
ailleurs vérifié qu’il n’y avait pas de corrélation directe entre la position d’injection,
telle que mesurée sur le diagnostic d’émission top-view, et l’énergie des faisceaux
d’électrons. Ces corrélations ne sont donc pas dues à des fluctuations de pointé.

L’encart de la figure 4.22 donne également l’évolution typique de la dispersion
en énergie. Pour les faibles charges, la dispersion en énergie reste faible et proche
de la résolution du spectromètre (5 %). Pour des charges plus importantes, ici
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au dessus de 25 pC, la dispersion en énergie se dégrade fortement et des sous
structures apparaissent dans le pic du spectre.
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Fig. 4.23 – a) Evolution des spectres pour différentes valeurs du faisceau d’injection
et de charge. b) Evolution du rapport Qsuiv/Qpic en fonction de la charge piégée.
Les carrés rouges correspondent aux données obtenues en faisant varier a1, les
cercles bleus aux données présentées dans la figure 3.19.

On peut aussi considérer le deuxième critère proposé, c’est-à-dire regarder
s’il y a une corrélation entre la charge du pic de haute énergie avec la charge à
basse énergie, qui constitue un bruit de fond. L’encart de la figure 4.23 montre
des spectres, provenant du jeu de données avec a1 variable, obtenus pour des
faibles charges, où on voit clairement l’apparition de charge à basse énergie quand
la charge dans le premier pic diminue. Ici par exemple, pour le tir présenté de
charge 1 pC dans la composante quasi mono énergétique de haute énergie, on voit
apparaître deux autres pics dans la distribution interprétés comme des électrons
piégés dans la deuxième et troisième période de l’onde plasma ; alors que pour
le tir avec une charge de 13 pC contenue dans le premier pic, la majorité des
électrons visibles sur le spectromètre est accélérée à haute énergie. La figure 4.23
représente l’évolution du rapport Qsuiv/Qpic en fonction de Qpic où Qpic est la
charge contenue dans la composante mono énergétique de haute énergie et Qsuiv est
la charge contenue dans le reste de la distribution (toujours au dessus de 45 MeV).
Ce rapport, mesure du bruit de fond de notre accélérateur, décroît clairement
avec la charge piégée dans le pic, comme on peut s’y attendre d’après les effets de
beam loading. Cette évolution est très générale, et visible sur quasiment tous les
tirs effectués pendant la campagne expérimentale.
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4.4.4 Simulations

Ces deux observations mettent en évidence les effets du beam loading mais
pour aller plus loin dans leur compréhension et comprendre notamment comment
ils se conjuguent avec le changement de volume d’injection, nous avons besoin
de simulations. Pour modéliser le tout de façon réaliste, des simulations 3D PIC
avec le code CALDER ont été faites avec des paramètres proches de l’expérience :
une amplitude normalisée a0 = 1.3, une densité de ne = 7.5× 1018 cm−3 et une
position de collision assez précoce zcoll = −725 µm pour avoir des charges piégées
similaires à celles de l’expérience. Ces simulations ont été faites pour plusieurs
valeurs d’amplitude de laser d’injection, de a1 = 0.05 à a1 = 0.4. Pour limiter le
temps de calcul, ces simulations sont arrêtées après 300 µm, aussi l’énergie finale
des électrons, de l’ordre de 70 MeV, ne correspond pas aux valeurs expérimentales.
De même, la rotation dans l’espace des phases n’a pas lieu complètement et les
résultats obtenus sur la dispersion en énergie ne sont pas sensés correspondre
exactement à l’expérience. Ces simulations permettent cependant de reproduire
de façon fidèle l’augmentation du volume d’injection et donnent une bonne idée
de la façon dont les spectres évoluent.
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Fig. 4.24 – a) Evolution des spectres simulés pour des valeurs du laser d’injection
allant de a1 = 0.05 à a1 = 0.4 . Le spectre correspondant à la simulation avec
particules test et a1 = 0.4 est aussi représenté. b) Zoom sur les faibles valeurs du
faisceau d’injection et faibles charges. Les spectres obtenus dans les simulations
sans beam loading sont représentés par des courbes pleines.

La figure 4.24.a montre l’évolution des spectres simulés pour des lasers d’in-
jection d’amplitude allant de a1 = 0.05 à a1 = 0.4. Elles confirment tout d’abord
l’augmentation de la charge avec l’amplitude du laser d’injection mise en évidence
dans les simulations 1D (section 2.4.2) et dans les expériences (section 4.2). Elles
montrent également clairement la diminution de l’énergie du faisceau d’électrons
avec la charge piégée.

Pour expliquer plus en détail l’évolution des spectres, on se concentre tout
d’abord sur les faibles valeurs du laser d’injection et donc sur les faibles charges,
pour lesquelles le beam loading n’introduit pas d’inversion du champ électrique
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(Ez est monotone en fonction de ξ). Si le champ électrique reste monotone alors
les électrons les plus énergétiques sont toujours situés à l’arrière du paquet. Ce
sont donc les électrons les plus énergétiques qui seront ralentis par le beam loading.
On s’attend donc à une modification de la coupure haute énergie des spectres par
les effets de beam loading.

La figure 4.24.b représente ces spectres obtenus pour de faibles charges injectées
et montre que les coupures basses et hautes en énergie sont modifiées quand on
change la valeur de a1.

Pour distinguer les effets directs de modification de volume d’injection (qui
vont permettre de charger des orbites plus internes et moins énergétiques) des
effets de beam loading, nous allons utiliser les simulations avec particules tests,
représentées par des courbes pleines. Dans ces simulations l’injection est modélisée
de la même façon que dans les simulations « normales »mais les effets de beam
loading sont supprimés. Elles permettent donc de voir les modifications du volume
d’injection seul. On constate que pour tous les spectres avec particules tests la
coupure à haute énergie du spectre est la même. Ceci s’explique par le fait que les
orbites les plus proches de la séparatrice, et donc les plus faciles à charger, sont
remplies de la même manière pour tous les a1. Par contre, comme prévu, quand
on augmente a1 et par conséquent le chauffage, on peut piéger des électrons dans
des orbites plus internes, qui permettent un gain d’énergie moins important. C’est
pourquoi, quand on augmente le volume d’injection, des électrons de plus basses
énergie peuvent être accélérés et on voit clairement que la coupure basse énergie
du spectre change avec le volume d’injection. En conclusion, l’utilisation de ces
simulations avec particules test nous permet d’affirmer que le volume d’injection
n’influence que la coupure basse énergie du spectre.

Les variations de la coupure haute énergie du spectre ne sont donc imputables
qu’aux seuls effets de beam loading. Ces variations, visibles non seulement sur les
spectres des simulations « normales »mais aussi dans l’expérience (voir l’encart de
la figure 4.22) sont donc une signature claire du beam loading.

Les simulations nous permettent également de chiffrer l’influence relative des
deux mécanismes sur l’évolution de l’énergie du pic, on peut estimer que la moitié
de la variation est due au changement de volume, la moitié au beam loading. La
figure 4.25.a représente l’évolution de l’énergie du pic en fonction de la charge
dans les simulations, et montre encore une dépendance linéaire entre les deux
paramètres pour les faibles charges. Le champ électrique de beam loading dans
les simulations vaut donc la moitié de la pente, c’est-à-dire 1 GV/m/pC. Dans
l’expérience, en supposant la même importance relative des deux phénomènes,
le champ électrique de beam loading serait donc de 0.8 GV/m/pC ce qui est
raisonnablement proche du résultat des simulations.

Si on regarde l’évolution du rapport de charges entre les électrons piégés dans
les périodes suivantes de l’onde plasma, pour des électrons d’énergie supérieure
à 10 MeV, et la première période, tel que représenté figure 4.25, on retrouve
également le comportement expérimental. Ce rapport, mesure du bruit de fond de
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Fig. 4.25 – Résultats des simulations : a) variation de l’énergie en fonction de la
charge, b) variation du rapport Qsuiv/Qpic en fonction de la charge.

notre accélérateur, décroît quand la charge et les effets de beam loading deviennent
plus importants.

4.4.5 Charge optimale et dispersion en énergie

Les simulations effectuées avec des charges plus importantes nous permettent
de trouver une signature de la charge optimale. Les cas a1 = 0.3 et a1 = 0.4
correspondent en effet à des cas où la charge est trop importante, c’est-à-dire
pour laquelle le champ électrique s’inverse (Ez n’est plus monotone) et amène à
une évolution différente du spectre. Les électrons à l’arrière du paquet sont en
effet tellement décélérés qu’ils deviennent moins énergétiques que les électrons qui
les précèdent. La situation est donc inversée par rapport au cas précédent : les
électrons qui voient le plus les effets de beam loading sont désormais les électrons
les moins énergétiques. Ainsi c’est plutôt la coupure basse énergie qui va être
influencée par le beam loading. Par contre, comme les électrons énergétiques, qui
forment le pic de haute énergie dans les spectres, sont à l’avant, ils ne peuvent pas,
par causalité, ressentir les effets de beam loading. Ainsi le changement de coupure
à haute énergie ne peut être imputé qu’au changement de volume d’injection.
Ce comportement différent explique le changement de pente dans les courbes
4.25.a vers 50 pC, qui rappelle le changement de pente constaté sur la courbe
expérimentale, figure 4.22 à 20 pC. Ce changement de pente intervient quand le
champ électrique devient plat et donc quand la charge est optimale.

C’est bien ce qu’on constate dans les simulations, qui montrent le spectre le
plus fin pour a1 = 0.3 et Q = 48 pC. Dans l’expérience, le fait que la dispersion
en énergie croisse rapidement pour des charges supérieures à 20 pC, et que des
sous structures commencent à apparaître dans le pic de haute énergie, confirme
également cette interprétation.
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Cette dégradation de la dispersion en énergie est encore plus visible sur
des données prises dans les mêmes conditions mais en faisant varier la position
d’injection. On arrive en effet à injecter plus de charge et les effets de beam loading
sont alors encore plus visibles. La figure 4.26.a représente deux spectres pour une
position de collision de zcoll = −100 µm. Le premier, de charge 23 pC, est fin, sa
dispersion en énergie relative étant de 6 %. Pour une charge bien supérieure de
100 pC, à la même position d’injection, le spectre montre une structure avec un
pic à haute énergie et un plateau, de façon similaire au cas a1 = 0.4 simulé. Dans
ce cas, la dispersion en énergie est beaucoup plus importante et atteint 50 %5.
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Ce comportement est systématique comme le montre la figure 4.26.b, qui
résume les caractéristiques de faisceaux produits pour différentes positions d’in-
jection, permettant ainsi d’importantes variations de charge. Pour les charges
supérieures à 20 pC, un plateau vers les basses énergies apparaît et la dispersion

5Pour ces spectres non piqués, on ne considère plus la dispersion en énergie à mi hauteur
comme définie dans la section 3.4.2 mais la largeur totale du plateau du spectre. Cette définition
s’appliquera également pour la figure 4.30.
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en énergie relative croît linéairement (et irrémédiablement) avec la charge. On
peut comprendre cette évolution de la façon suivante : pour des charges inférieures
à la charge optimale, une augmentation du volume d’injection se traduit à la fois
par une plus forte dispersion en énergie initiale mais aussi par un aplatissement
plus fort du champ qui va réduire la dispersion en énergie. Ces deux effets se com-
pensent plus ou moins et permettent d’avoir une dispersion en énergie constante en
fonction de la charge injectée. Pour des charges supérieures à la charge optimale,
les effets de beam loading ne contre balancent plus l’accroissement de la dispersion
en énergie initiale du faisceau, au contraire, ils contribuent à la dégrader pendant
l’accélération.

4.4.6 Comparaison avec le modèle théorique non linéaire

Il est intéressant de comparer les résultats obtenus dans l’expérience et dans
les simulations PIC avec le modèle théorique non linéaire dérivé de [Tzoufras 08]
(déjà présenté dans la section 4.4.1). Le modèle permet de calculer le champ
pour une distribution linéique de charge donnée. Il est donc facile de partir
d’une distribution initiale de particules, de densité connue et de les faire avancer
dans le champ calculé. A chaque itération, on peut, à partir des positions des
particules, calculer la nouvelle densité, et donc le champ plasma, si on suppose
que le rayon de la bulle reste constant au cours de la propagation. Cette dernière
hypothèse semble être vérifiée, du moins au premier ordre, d’après les figures 4.6.
Ce modèle va nous permettre de calculer les spectres des faisceaux d’électrons
après accélération, en tenant compte des effets de beam loading et des effets de
déphasage du faisceau. Dans [Tzoufras 08] les effets de déphasage ne sont pas pris
en compte, car le faisceau excitateur est un faisceau d’électrons ultra relativiste.
Cependant la théorie démontre que la charge ou le courant optimal dépend de
la phase dans laquelle est située le faisceau. Il sera donc intéressant de voir si
le déphasage reste compatible avec une accélération mono énergétique. Comme
pour la figure 4.20, on considère un rayon de bulle kpRb = 3.4 et des faisceaux
d’électrons gaussiens de taille longitudinale à mi hauteur 1 µm (soit une durée
de 3.3 fs). Le volume d’injection est fixe et la position initiale du faisceau ξinj est
choisie arbitrairemement à 2k−1

p ≃ 4 µm du point de champ nul. Pour simuler
l’injection, on injecte des électrons avec une impulsion pz/mec = 4+kp/2(ξinj−ξ)6.
On considère ainsi dans un premier temps une émittance longitudinale du paquet
d’électrons nulle. Enfin, on prend une densité (qui n’a d’importance que pour la
vitesse de phase de l’onde) de ne = 7 × 1018 cm−3. Après 300 µm on obtient les
spectres représentés figure 4.27.

Ces spectres sont très similaires à ceux obtenus par les simulations PIC 3D, du
moins de manière qualitative. On peut vérifier que pour les faibles charges c’est
principalement la coupure haute énergie du spectre qui varie avec le beam loading.

6la dérive en énergie permet de rendre compte du fait que les électrons ne sont pas tous
injectés au même moment, et permet de se rapprocher des distributions visibles par exemple sur
la figure 2.22.
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Fig. 4.27 – a) Spectres obtenus par la théorie non linéaire pour différentes valeurs
de courant (normalisé à I0 = 8.5 kA). b) Zoom sur les faibles charges.

On voit également que le beam loading permet de reproduire les spectres à double
pic calculés dans le cas pic 3D pour a1 = 0.4 et présents dans tous les spectres de
la figure 4.26.b pour des charges supérieures à 20 pC. Ces pics s’expliquent par
l’accumulation des électrons aux deux positions où la dérivée du champ est nulle.

En se basant sur cette similarité entre les simulations réduites et les simulations
PIC, on peut essayer de faire quelques études paramétriques avec le code réduit
qui est à peu près 106 fois plus rapide. On peut notamment regarder dans le détail
l’évolution de la dispersion en énergie.

La caractéristique la plus frappante de la figure 4.27 est la possibilité d’obtenir
un spectre très fin de dispersion en énergie relative inférieure au pourcent (≃ 0.1%
à mi hauteur) quand le beam loading est optimisé. Les principales questions que
l’on peut se poser sont les suivantes : quelle précision/stabilité de la charge est
requise pour avoir une accélération mono énergétique ? quelle est l’influence du
déphasage ? quelle est la sensibilité de cette valeur à la dispersion en énergie
initiale ?

• D’après les simulations, si la charge varie de moins de 10% autour de la
charge optimale, on peut toujours avoir une dispersion en énergie inférieure
au pourcent. On peut donc supposer qu’avec un laser plus stable et donc
des paramètres d’injection plus stables on pourra améliorer la dispersion
en énergie.

• La charge optimale est dépendante de la position des électrons dans l’onde
plasma, on peut donc légitiment se demander si le déphasage ne va pas faire
croître la dispersion en énergie. La figure 4.28.a) montre que le déphasage
n’est pas si critique. Des électrons peuvent être accélérés sur 1.4 mm (à
des énergies de 250 MeV) avec des dispersions en énergie de 0.4 %. Pour
des longueurs d’accélération plus importantes, on peut de toute façon sous-
charger l’onde initialement de sorte que moyenné sur la longueur totale
d’accélération le champ soit constant sur tout le faisceau.



4. Contrôle du faisceau d’électrons et effets physiques fins 123

• On peut prendre des distributions d’impulsion initiales plus réalistes et
plus larges initialement et voir quelle en est l’influence sur la dispersion en
énergie optimale. D’après la figure 4.28.b pour une distribution de largeur
initiale 1 MeV (à une énergie de 4 MeV), qui correspond à peu près à
la dispersion en énergie constatée dans les simulations 1D, la dispersion
minimale après une accélération sur 300 µm n’est plus que de l’ordre de 2
%.
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Fig. 4.28 – Evolution de la dispersion en énergie finale pour une charge optimale
(I = 2.9I0). a) En fonction de la distance d’accélération. Les électrons commencent
à être déphasés pour Lacc = 1.8 mm. b) En fonction de la dispersion en énergie
initiale (pour des électrons de 2 MeV) et pour Lacc = 300 µm.

Cette dernière considération démontre que pour atteindre des dispersions en
énergie inférieures au pourcent, il faut précisément contrôler la dispersion en
énergie initiale du faisceau. On peut pour cela opérer plus près du seuil d’injection,
à la condition que la charge soit optimale. On peut aussi utiliser des schémas
d’injection froide [Davoine 09] qui limitent la dispersion initiale des électrons.

L’optimal étant bien défini dans ces simulations, nous pouvons aussi tester
la pertinence du critère de changement de pente de E = f(Q). La figure 4.29
représente l’énergie finale en fonction du courant initial, l’optimum étant autour
de I = 3I0 soit ≃ 25kA. Même sans prendre en compte les variations de volume
d’injection, la rupture de pente est visible autour de l’optimum ce qui renforce la
validité du critère proposé.

La figure 4.30 représente la dispersion en énergie en fonction du courant, le
cas du courant optimal précédemment traité étant proche de I = 3I0. Les cas
avec courant faible ne sont pas propices à l’accélération d’électrons de façon mono
énergétique. Ceci peut cependant être compensé par une rotation complète dans
l’espace des phases.

Dans l’expérience, le volume d’injection évolue en même temps que la charge.
Les simulations PIC nous apprennent notamment que la durée du faisceau d’in-
jection décroît quand le volume d’injection diminue. Ainsi la durée du paquet
d’électrons est de 4 fs pour a1 = 0.3 (48 pC) mais n’est plus que de 0.8 fs pour

http://www.rapport-gratuit.com/
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a1 = 0.05 (5 pC injectés). Cela aura pour conséquence : i) de conserver un cou-
rant important, même avec des charges plus faibles. ii) d’accélérer un faisceau
d’électrons moins étendu dans la phase de l’onde plasma et voyant donc une
variation de champ électrique plus faible sur sa longueur. C’est pourquoi dans les
simulations PIC et l’expérience, la dispersion n’est pas dégradée pour des faibles
charges, contrairement à ce que représente la figure 4.30, qui suppose une durée
du paquet d’électrons constante.

L’étude des cas à forts courants initiaux, pour lesquels on a une structure en
plateau, montre que la dispersion en énergie relative est indépendante de la durée
d’accélération. Cela s’explique par le fait que la différence de champ accélérateur
entre l’avant et l’arrière du faisceau reste constante et justifie, après coup, le



4. Contrôle du faisceau d’électrons et effets physiques fins 125

choix de représenter la dispersion en énergie relative dans la figure 4.26 pour des
données à énergie variable. On constate de plus que cette longueur de plateau
croît linéairement en fonction du courant, de manière similaire à la figure 4.26.

Ce code, bien que réduit, permet de retrouver les tendances des résultats
expérimentaux sur l’évolution de l’énergie, des spectres et de la dispersion en
énergie des faisceaux d’électrons. Il permet en outre de montrer qu’avec un beam
loading optimisé et une dispersion en énergie initiale suffisamment faible (< 1 MeV),
des dispersions en énergie de l’ordre du pourcent peuvent être atteintes. Nous
présenterons dans la dernière partie de ce chapitre des résultats expérimentaux
confirmant ce résultat.

4.4.7 Forme de faisceau

Nous venons de voir que les effets de beam loading sont fortement dépendants
du courant ou de la densité longitudinale des électrons relativistes. On peut donc
renverser le problème et essayer de déduire la forme du faisceau à partir des
quantités expérimentales mesurées, à savoir le champ décélérateur dû au beam
loading et la charge optimale.

Théorie linéaire

Dans la théorie linéaire, on peut calculer pour toute forme de faisceau le
champ de sillage décélérateur et donc la perte d’énergie. En prenant des faisceaux
gaussiens, on peut supposer que la variation d’énergie du pic est due au champ
décélérateur vu par le maximum de la distribution. Muni de cette hypothèse, on
peut calculer l’espace des paramètres (db, τb), les diamètre et durée (à mi-hauteur)
du faisceau d’électrons, permettant de retrouver des champs décélérateurs de
l’ordre du GV.m−1pC−1.
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La figure 4.31 représente les courbes (db, τb) permettant d’obtenir des champs
décélérateurs sur l’axe vus par le maximum de distribution des électrons de 0.5,
1 et 1.5 GV.m−1pC−1. Pour générer les champs mesurés de 1 GV.m−1pC−1, le
faisceau doit donc nécessairement mesurer moins de 5 µm de diamètre et durer
moins de 30 fs. Ces bornes supérieures sont bien au dessus des valeurs données
par les simulations PIC qui donnent un diamètre typique (à mi-hauteur) de 2 µm
et une durée (à mi-hauteur) de 4.2 fs pour a1 = 0.3. Cette différence n’est pas
étonnante car nous savons être dans un régime non linéaire, dans lequel l’onde
plasma est moins perturbée par le beam loading que dans le cas linéaire. Pour
avoir les mêmes effets de beam loading dans le cas non linéaire, on doit donc avoir
des densités de faisceaux plus importantes. Regardons maintenant ce que peut
nous apprendre la théorie non linéaire.

Théorie non linéaire

La théorie non linéaire permet, si on connaît le rayon de la bulle et la position
d’injection, de retrouver la durée du faisceau à partir de la charge optimale.
Cependant, ces valeurs ne sont accessibles que via des simulations et la méthode
est donc assez peu intéressante. On peut par contre dériver une estimation basique
de la durée du faisceau en utilisant uniquement les valeurs expérimentales mesurées.
On suppose que dans la bulle non chargée, le champ varie approximativement
linéairement avec la phase comme pour une sphère [Lu 06a] Ez = α(ξ − ξEz=0)7

où α est une constante ce qui semble vérifié dans les simulations PIC (voir figure
4.21). Dans le cas optimal, au contraire, nous savons que le champ électrique est
constant sur la durée du faisceau. On peut alors comparer le gain d’énergie d’un
électron situé à l’arrière du paquet d’électrons, de phase initiale ξ1, dans une onde
de sillage non chargée, au gain d’énergie dans une onde de sillage chargée de façon
optimale. Dans le premier cas, le gain d’énergie s’écrit :

γ1 = α(2ξ1 +
lacc

2γ2
p

)
lacc

4γ2
p

où lacc est la longueur d’accélération
Dans le deuxième cas, comme le champ est constant sur la longueur du paquet

∆ξ, le gain d’énergie de l’électron à l’arrière est le même que celui de l’électron
situé à l’avant à la phase ξ2 = ξ1 + ∆ξ. Dans ce cas on a donc :

γ′1 = γ2 = α(2ξ2 +
lacc

2γ2
p

)
lacc

4γ2
p

La différence d’énergie relative entre ces deux cas peut donc s’écrire :

γ1 − γ′1
γ1

= −2
∆ξ

2ξ1 + lacc

2γ2
p

7 Nous fixerons pour la suite des calculs l’origine des phases telle que ξEz=0 = 0.
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Fig. 4.32 – a) Schema représentant le gain d’énergie d’électrons avec et sans beam
loading. Courbe verte : Ez avec beam loading optimal, courbe grise : Ez sans beam
loading. b) Test, pour un faisceau gaussien, de la relation entre la décélération du
faisceau d’électrons pour une charge optimale et sa longueur.

Pour de faibles énergies d’injection, les électrons sont situés initialement à
l’arrière de la bulle (ξ1 ≃ −λp/2). Pour des longueurs d’accélérations faibles
comparées à la longueur de déphasage (c’est à dire pour lacc < 2γ2

pλp ≃ 5 mm
dans nos conditions) cette relation peut être simplifiée et on a finalement :

γ1 − γ′1
γ1

= 2
∆ξ
λp

où γ1 est l’énergie de l’électron en fin de paquet dans une onde non chargée (faible
charge) et γ′1 l’énergie du même électron dans une onde chargée de façon optimale
(Ez constant).

Quand on prend en compte le déphasage, on peut exprimer la longueur du
paquet comme ∆ξ = (λp

2
− lacc

4γ2
p
)γ1−γ′1

γ1

Cette relation, déduite d’un modèle simpliste à deux particules, peut être testée
pour des paquets gaussiens à l’aide du modèle non linéaire réduit précédemment
développé.

La figure 4.32 b) représente la différence d’énergie (après 300 µm d’accélération)
entre le cas non chargé et le cas optimal en fonction de la durée du paquet à mi
hauteur. La corrélation linéaire manifeste entre ces deux grandeurs confirme la
validité de l’estimation basée sur le modèle à deux particules. Elle donne également
le coefficient numérique, pour des faisceaux gaussiens, entre la longueur du paquet
à mi hauteur et la différence d’énergie relative.

γ1 − γ′1
γ1

= 1.6
LFWHMξ

λp
(4.4)

Dans les simulations PIC 3D, l’énergie du faisceau d’électrons est de 95 MeV
dans le cas non et de 65 MeV dans le cas optimal. On sait également que seulement
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la moitié de cette différence est liée aux effets de beam loading de telle sorte que
γ1 − γ′1 ≃ 15 MeV. Si on applique la relation 4.4, la longueur de paquet estimée
est de LFWHM/λp ≃ 10% soit une durée à mi-hauteur de 4 fs. Cette valeur est
remarquablement proche de la durée à mi-hauteur extraite des simulations de
4.2 fs. On peut donc essayer d’utiliser ce critère simple pour estimer la durée de
notre faisceau d’électrons.

Dans l’expérience, on suppose également que la différence d’énergie de 40 MeV
entre les faisceaux de faible charge (E = 205 MeV) et les faisceaux de charge
optimale (E = 165 MeV) est due pour moitié aux effets de beam loading. Dans ce
cas, (γ1 − γ′1)/γ1 ≃ 10%, ce qui donne, si on suit (4.4), une durée de paquet de
3 fs (2 fs si le déphasage est pris en compte (lacc = 1.35mm)). Le courant optimal
serait alors de l’ordre de 10 kA, ce qui est raisonnablement proche de la valeur de
25 kA estimée dans le modèle non linéaire.

Cette valeur ne constitue évidemment pas une mesure mais confirme cepen-
dant les résultats des simulations. La détermination expérimentale de la durée
des faisceaux d’électrons produits est un problème central dans l’accélération
laser plasma. Cette caractéristique qui est certainement la plus intéressante des
faisceaux d’électrons produits par interaction laser plasma n’a pas encore été
mesurée expérimentalement avec des précisions inférieures à 30 fs. Les mesures
existantes sont basées sur des corrélations entre le laser et et le faisceau d’électrons
[Mangles 06, Glinec 07] : si le faisceau d’électrons interagit avec le laser, il se
trouve donc dans la première onde plasma et est donc de durée inférieure à 30 fs.
Des mesures plus directes fondées sur la durée du rayonnement térahertz émis
par le faisceau d’électrons quittant le plasma permettent de même de déduire des
durées inférieures à 50 fs [Leemans 03, van Tilborg 07]. Cette méthode, limitée
par la bande passante spectrale des cristaux utilisés, ne permet pas, dans l’état
actuel, de déterminer des durées plus courtes. Dans le même ordre d’idée, la
mesure du spectre du rayonnement de transition cohérent émis par les électrons à
la traversée d’une surface métallique permet d’estimer la durée du paquet. Une
première expérience, effectuée en 2006 [Faure 06a] a permis d’estimer des durées
inférieures à 100 fs. Une prochaine expérience, montée par Jae Ku Lim, post docto-
rant du groupe, devrait permettre d’améliorer sensiblement cette mesure, d’autant
plus qu’elle sera effectuée avec des faisceaux d’électrons stables [Lim 09]. D’autres
techniques prometteuses existent [Reckenthaeler 08, Angelova 08] et cette mesure
sera très certainement effectuée dans un avenir proche.

Elle pourra alors confirmer ou infirmer la possibilité de créer des courants
très élevés, supérieurs à 20 kA, dans les accélérateurs laser plasma. Ces courants,
plus élevés que dans tous les accélérateurs conventionnels, auraient un intérêt
primordial pour l’application des faisceaux d’électrons. Ils rendraient notamment
possible des expériences compactes de lasers à électrons libres.



4. Contrôle du faisceau d’électrons et effets physiques fins 129

4.4.8 Rendement

Il est intéressant de se pencher un instant sur le rendement de l’accélération
dans notre expérience. La dispersion en énergie limitant fortement la qualité des
faisceaux de charge supérieure à 20 pC, le rendement est par conséquent limité à
moins de un pourcent (les électrons sont accélérés à une énergie de 200 MeV donc
l’énergie totale du faisceau d’électrons est de 4 mJ, pour une énergie laser sur cible
de 0.6 J). Il est donc légitime de se demander si c’est une limite fondamentale
des accélérateurs laser plasma ou si on peut augmenter l’énergie extraite. Cette
question peut être divisée en deux problèmes : l’extraction de l’énergie de l’onde
plasma par le faisceau d’électrons et le rendement de l’excitation de l’onde plasma
par le laser. La théorie non linéaire nous permet d’obtenir des réponses à ces deux
questions.

L’extraction de l’énergie de l’onde plasma par le faisceau d’électrons correspond
exactement au problème du beam loading. Dans notre cas, cette extraction n’est pas
maximale car le faisceau d’électrons est trop court (les simulations et considérations
précédentes donnent une durée de 2-3 fs). Pour extraire toute l’énergie de l’onde
plasma, il faut que le paquet d’électrons s’étende jusqu’à la fin de la bulle. Un
profil trapézoïdal de densité permet alors de conserver un champ électrique plat
sur toute la longueur du faisceau. Sa valeur sera alors celle du champ électrique
dans la bulle non chargée à la position des électrons situés à l’avant du paquet.
On aura donc un choix à faire entre la charge injectée et l’intensité du champ
accélérateur. Si on injecte des électrons près du centre de la bulle ξ ≃Ez=0, on
peut étendre le chargement sur une distance ≃ Rb et avoir ainsi des charges
importantes, mais le champ sera faible (de l’ordre de (ξ − ξEz=0)Ep/2). On peut
également choisir d’injecter les électrons vers la fin de la bulle, la charge injectée
sera plus faible mais le champ accélérateur sera plus intense. Le produit QEz,
mesure de la force exercée par la bulle sur le faisceau d’électrons, sera le même
dans les deux cas et peut s’exprimer comme [Tzoufras 08] :

Q

1 nC
Ez
Ep
≈ 0.0047

√
√
√
√

1016 cm−3

np
(kpRb)4 (4.5)

Par exemple , en gardant kpRb = 3.4, on peut accélérer 220 pC avec un champ
de 250 GV.m−1. La durée du faisceau est alors de 15 fs. Dans notre expérience,
pour optimiser le transfert d’énergie entre l’onde de sillage et le faisceau d’électrons,
il suffirait donc d’injecter des faisceaux d’électrons plus longs (le rendement serait
alors proche de 100 %). Des études complètes restent à faire pour savoir si on
peut le réaliser de manière optique, par exemple en utilisant des formes adaptées
de l’impulsion d’injection. Des résultats préliminaires, obtenus en utilisant des
durées de laser d’injection plus longues, semblent montrer qu’une certaine forme
de contrôle sur la forme du faisceau est possible. Malheureusement, à cause de
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l’inhibition de l’onde de sillage, la correspondance entre impulsion d’injection et
faisceau d’électrons injecté n’est pas directe8.

Enfin, si cette équation ne permet pas de déterminer quelle est la stratégie
d’injection préférable, il y a deux raisons pour préférer injecter une plus faible
charge à l’arrière de la bulle. La première raison est liée au déphasage : si on veut
accélérer les électrons pendant longtemps, il faut que les électrons soient en effet
injectés à l’arrière de la bulle. De plus, comme le champ y est plus élevé on peut
avoir des courants plus importants.

On peut maintenant s’intéresser au rendement global, prenant en compte
l’excitation de l’onde plasma par le laser. Ce rendement est optimisé pour une
longueur d’épuisement inférieure à la longueur de déphasage donc pour des lasers
courts cτ < 2/3Rb. Il faut de plus garder des intensités modestes pour éviter de
transférer trop d’énergie aux électrons non piégés. D’après Lu et al.[Lu 07], le
rendement est en 1/a0, et la valeur optimale se situe à la limite du régime non
linéaire, vers a0 = 2. Ce régime permet alors d’atteindre des rendements de l’ordre
de 50 % entre l’énergie du laser et l’énergie des électrons.

Pour rendre compétitive l’accélération laser plasma il faudrait cependant
drastiquement améliorer le rendement à la prise des lasers (rapport entre l’énergie
laser et l’énergie électrique consommée) qui n’est pour l’instant que de l’ordre du
pourcent.

4.5 Caractérisation fine de la dispersion en éner-

gie

A la lumière des deux sections précédentes, on voit qu’il est théoriquement
possible d’atteindre des dispersions en énergie très faibles, en diminuant le volume
d’injection des électrons, d’une part, et en optimisant le beam loading d’autre part.
Malheureusement le spectromètre utilisé a une résolution limitée par la divergence
du faisceau et ne permet pas de mesurer des dispersions en énergie inférieure à
5 %. Par exemple, la plupart des spectres de la figure 3.19 sont limités par la
résolution du spectromètre.

4.5.1 Dispositif expérimental

Nous avons imaginé et réalisé une expérience utilisant un spectromètre haute
énergie, haute résolution en collaboration avec le laboratoire Leprince Ringuet
(LLR) de l’Ecole Polytechnique. On utilise encore un dipôle comme élément
dispersif qui va corréler position et énergie sur un écran LANEX, mais pour
s’affranchir des problèmes de divergence du faisceau, on utilise un système focalisant
qui va permettre d’obtenir l’image de la source d’électrons (du moins dans le plan

8De très récentes simulations effectuées dans le régime de l’injection froide, pour lesquelles
l’inhibition d’onde de sillage est moins importante, semblent montrer que la mise en forme des
faisceaux d’électrons est possible et optimisable.
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dispersif). On utilise donc le dispositif expérimental suivant représenté figures 4.33
et 4.34 : le faisceau d’électrons, injecté par collision des deux lasers et accéléré
dans le plasma de 3 mm, est transporté par un triplet de quadripôles espacés
de 1.2 m. Le faisceau est ensuite dévié par un dipôle magnétique vers le sol. Un
premier écran LANEX permet de visualiser les énergies de 100 à 225 MeV, un
deuxième les énergies supérieures. On peut contrôler la position du faisceau dans
la ligne de transport à l’aide de deux moniteurs de position constitués d’écrans
LANEX et de caméras. La diffusion des électrons dans les scintillateurs empêche
cependant d’avoir cette information en même temps que le spectre.

Laser
pompe

Laser 
d'injection 

Faisceau
d'électrons

Ligne de transport de faisceau
Spectromètre imageur

3mm

4m

Fig. 4.33 – Dispositif expérimental : le faisceau d’électrons accéléré dans le jet de
gaz est transporté par un triplet de quadripôles dans un spectromètre imageur.

Fig. 4.34 – Photographie du dispositif expérimental monté en Salle Jaune.

La ligne de transport a été conçue pour focaliser des électrons de 100 à 350
MeV sur une distance de 4.6 m, les électro aimants des quadripôles permettant
d’obtenir des gradients maximaux de 14.2 Tm−1. Le dipôle utilisé est un aimant
permanent de champ maximal B = 0.86 T et de longueur L = 40 cm. La figure
4.35 montre les résolutions attendues pour différents réglages de quadripôles. Ce
calcul, comme le suivant, a été effectué par A. Ben Ismaïl, post doctorant au
LLR avant puis au LOA. Il est effectué en utilisant le code de propagation de
faisceau TraceWin [Duperrier 02], la carte de champ magnétique 3D du dipôle et
en supposant une divergence de 3 mrad.

Le système est stigmatique pour une énergie de 300 MeV pour un réglage des
quadripôles à 12 Tm−1. Dans cette configuration la résolution attendue est de



132 4.5. Caractérisation fine de la dispersion en énergie

 0

 2

 4

 6

 8

 10

 12

 100  200  300  400  500  600

R
és

ol
ut

io
n 

(%
)

Energie (MeV)

Lanex 1 Lanex 2

1%

6.6 T/m
9 T/m

12 T/m
14.2 T/m

Fig. 4.35 – Résolution attendue en fonction de l’énergie pour plusieurs réglages
de quadripôles pour un faisceau de divergence 3 mrad.

l’ordre de 0.1%. Pour des énergies inférieures, il est toujours possible d’ajuster le
gradient des quadripôles pour atteindre une résolution inférieure au pourcent sur
une fenêtre de quelques dizaines de MeV. La stabilité en énergie de nos faisceaux
d’électrons (typiquement 5%) nous permet donc de mesurer les spectres avec
une résolution inférieure au pourcent. Il est de toute façon intéressant d’avoir
une énergie proche de l’énergie de focalisation des quadripôles. Pour des énergies
éloignées, les pertes dans la ligne et la dispersion horizontale du faisceau d’électrons
ne permettent pas de faire une mesure précise du spectre.

Pour illustrer ce propos, on représente dans la figure 4.36 le transport de
l’enveloppe (deux fois la divergence rms) d’un faisceau, calculé avec les même
outils que précédemment pour un faisceau de divergence 3 mrad. Chaque sous
figure représente, en haut, l’évolution de l’enveloppe dans le plan horizontal,
non dispersif et, en bas, l’évolution dans le plan vertical, dispersif. La figure a)
représente le réglage optimal pour un faisceau de 200 MeV. La transmission est de
95 % et le faisceau est focalisé horizontalement. La figure b) représente, pour le
même réglage des quadripôles, le transport d’un faisceau d’électrons de 180 MeV.
Si la résolution, mesurée par la taille du faisceau dans le plan dispersif, reste
correcte, le faisceau est étalé horizontalement sur le lanex ce qui diminue le rapport
signal sur bruit. De plus, les pertes augmentent, passant à 10 %. Ces dernières
sont bien plus importantes dans le cas d’un désalignement initial. La figure c)
représente l’effet d’un désalignement horizontal de 5 mrad. Les pertes entre le
premier et deuxième quadripôle représentent 50 % de la charge. Ce transport de
faisceau inadapté aura donc en plus comme conséquence néfaste la production de
rayonnement secondaire. Il faut ainsi être capable de régler précisément le pointé
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Fig. 4.36 – Calculs de transport d’enveloppe de faisceaux de divergence rms 3
mrad pour un réglage des quadripôles à 9 T.m−1. a) Faisceau d’électrons de 200
MeV, transport optimal. b) Faisceau d’électrons de 180 MeV. c) Faisceau avec un
pointé désaligné de 5 mrad.

du faisceau d’électrons. Pour centrer le faisceau, nous utilisons les moniteurs de
position placés respectivement à 1 et 2 m de la source. Comme l’axe laser n’est pas
critique dans notre expérience avec jet de gaz (ce n’est pas le cas des expériences
avec capillaire), on peut le modifier et changer ainsi le pointé du faisceau. Par
ailleurs si pour des densités élevées le pointé du faisceau d’électrons fluctue de
manière importante (> 5 mrad pour ne > 8 × 1018 cm−3), l’injection à deux
faisceaux permet de travailler à des densités pour lesquelles le pointé fluctue de
moins de 3 mrad.

Enfin, les conditions laser étaient légèrement dégradées lors de cette campagne
expérimentale qui fut la dernière avant une période de maintenance assez longue
du laser. L’intensité du laser de pompe n’était plus que de a0 = 1.3. De plus, la
compression du laser d’injection n’était plus optimisable : pour une durée de 30 fs,
l’intensité aurait été de a1 = 0.35, cependant une incertitude d’un facteur 2 sur
la durée demeure. Enfin, les fluctuations d’énergie laser étaient de 26 % rms (et
73 % maximum à minimum). Ces conditions dégradées nous ont empêché d’avoir
une très bonne stabilité de faisceau.

4.5.2 Mesure et discussion

Ce spectromètre nous permet de résoudre tous les spectres expérimentaux
obtenus. On constate que nous étions bien limités par la résolution du spectromètre
précédemment, certains spectres ayant une dispersion en énergie de l’ordre de
1 %. La figure 4.37 représente un des spectres les plus fins obtenus lors de
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cette campagne expérimentale (et à ce jour parmi les plus fins observés dans
l’accélération d’électrons par interaction laser plasma). D’une charge de 11 pC et
d’une énergie de 178 MeV, sa dispersion en énergie à mi hauteur est seulement de
1.3 %. Il n’y a pas d’autres électrons dans la fenêtre d’énergie enregistrée et la
dispersion en énergie rms totale est de seulement 3.1 %. Le spectre est résolu : la
divergence étant estimée à 3± 1 mrad, la résolution est de 0.3± 0.1%.
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Fig. 4.37 – Spectre obtenu pour a0 = 1.2, a1 = 0.35, zcoll = −300 µm dans le jet
de gaz de 3 mm et ne = 7.1× 1018 cm−3. La dispersion en énergie à mi-hauteur
est de 1.3%, la dispersion rms de la totalité du faisceau mesuré est de 3.1%.

Ce résultat est important car il démontre expérimentalement la production
de faisceaux de bonne qualité spectrale. Cette qualité est une caractéristique
fondamentale pour certaines applications comme le laser à électrons libres.

On peut, comme dans la partie précédente, représenter l’énergie et la dispersion
en énergie en fonction de la charge pour essayer de déterminer la charge optimale
de notre accélérateur. La figure 4.38 représente ces valeurs pour les 120 spectres
obtenus dans des conditions similaires à la figure 4.37, pour a0 = 1.3, a1 = 0.35,
ne = 7.1 × 1018 cm−3 mais zcoll = −200 µm. La figure a) représente l’évolution
de l’énergie en fonction de la charge, la figure b) la dispersion en énergie. Si la
stabilité n’est pas excellente, on constate néanmoins que l’on peut obtenir des
faibles dispersions en énergie de manière récurrente : pour des charges inférieures
à 10 pC, 70 % des spectres ont une dispersion en énergie inférieure à 3 %. Les
fluctuations sont cependant assez importantes, aussi pour voir plus clairement
les variations, on représente, à l’aide des aires grisées, les valeurs moyennes et
déviations standard de l’énergie et de la dispersion en énergie pour des spectres
de charge proche.

Malgré les fluctuations plus importantes que dans la partie précédente, on
retrouve le comportement des figures 4.22 et 4.26 : l’énergie du pic décroît avec la
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Fig. 4.38 – Evolution de l’énergie et de la dispersion en énergie en fonction de la
charge injectée pour a0 = 1.3, a1 = 0.35, ne = 7.1× 1018 cm−3 et zcoll = −200 µm.
Les aires grisées représentent les moyennes et déviations standard sur 10 tirs pour
Q < 15 pC, et 5 tirs pour Q > 15 pC.

charge ; et la dispersion en énergie, autour de 2-3 % pour des charges inférieures
à 10 pC, croît pour des charges supérieures. Il est difficile de déterminer avec
précision la charge optimale mais il semble qu’elle soit inférieure à 20 pC. Ceci
peut s’expliquer par le fait qu’on ait un a0 plus faible que précédemment.

Une étude paramétrique complète (plus de 30 simulations sur toute la longueur
d’accélération), effectuée avec le code PIC à décomposition de Fourier [Lifschitz 08]
confirme que l’on peut injecter et accélérer des charges de 6 pC avec une très
bonne dispersion en énergie (1.4 % à mi-hauteur).

Ces résultats permettent donc de confirmer l’utilité de la méthode d’injection
optique pour obtenir des spectres de bonne qualité : cette méthode permet non
seulement de limiter le volume dans l’espace des phases des électrons accélérés,
mais aussi de charger l’onde plasma de façon optimale pour aplatir le champ par
effet de beam loading.

4.6 Conclusion

Ce chapitre a montré l’utilité et la polyvalence du mécanisme d’injection
optique.

La variation de position de collision permet non seulement de changer facilement
l’énergie du faisceau d’électrons mais aussi de sonder plusieurs conditions de
piégeage différentes grâce à l’évolution non linéaire du laser et de l’onde plasma.
On a ainsi pu mettre en évidence et expliquer l’injection d’électrons dans un
schéma avec deux lasers de polarisations croisées.

Les variations de l’intensité et de la polarisation du laser d’injection permettent
de changer le volume d’injection et ainsi, la charge injectée et la dispersion en
énergie du faisceau d’électrons. Ce chargement différentiel permet d’observer
précisément les effets du beam loading, phénomène majeur dans un accélérateur
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laser plasma. En effet, optimisé, le beam loading permet de réduire la dispersion
en énergie et fixe une limite sur le courant du paquet d’électrons qui peut être
accéléré. Nous avons vérifié, grâce à un spectromètre de haute résolution, que l’on
pouvait obtenir des spectres de dispersion en énergie de l’ordre du pourcent, ce qui
marque une amélioration conséquente par rapport aux résultats précédemment
obtenus dans le domaine. Ces spectres sont à ce jour les plus fins générés dans
l’interaction laser plasma.

Si on ajoute à ces caractéristiques de faisceaux la stabilité constatée dans le
chapitre 3, la source d’électrons devient particulièrement intéressante pour un
spectre large d’applications.



Chapitre 5

Applications et perspectives

5.1 Résultats obtenus pendant la thèse

Résumons les résultats obtenus lors de cette thèse, tous basés autour de
l’injection optique d’électrons dans une onde plasma.

D’un point de vue théorique, nous avons pu déterminer précisément l’apparition
du chauffage stochastique lors de la collision de deux lasers polarisés linéairement
et avons clairement montré que ce choix de polarisation est plus efficace que
l’utilisation de polarisations circulaires. Nous avons également mis en évidence le
phénomène d’inhibition d’onde de sillage qui limite fortement la charge injectée
dès lors que les électrons sont piégés dans le battement des deux lasers.

C’est cependant d’un point de vue expérimental que cette thèse a été la plus
riche en résultats. Nous avons en effet démontré la faisabilité expérimentale (et la
relative facilité) de l’injection optique d’électrons dans une onde plasma. Cette
méthode permet non seulement d’injecter des faisceaux de très bonne qualité
spectrale mais aussi, puisque nous opérons bien au dessus des seuils d’injection,
de stabiliser grandement la production de faisceaux d’électrons aux propriétés
bien déterminées. Nous avons également démontré comment les paramètres du
faisceau peuvent être contrôlés en changeant les paramètres optiques de l’impul-
sion d’injection. Nous avons ainsi obtenu une source d’électrons dont l’énergie,
la charge et la dispersion en énergie sont ajustables. Ces paramètres de contrôle
supplémentaires permettent de réellement comprendre dans le détail les processus
physiques à l’œuvre, non seulement pendant l’injection, mais aussi pendant l’ac-
célération des électrons dans le plasma. Nous avons ainsi, pour la première fois,
pu mettre clairement en évidence les effets de beam loading dans un accélérateur
laser-plasma, étude qui bénéficiera à l’ensemble de la communauté, quelle que
soit la méthode d’injection. Enfin, en optimisant les paramètres d’injection et les
effets de beam loading, nous avons pu obtenir une des sources d’électrons les plus
fines spectralement obtenues à ce jour dans l’accélération laser plasma, avec une
dispersion en énergie de l’ordre du pourcent.

Il reste bien évidemment encore beaucoup de points à améliorer pour rivaliser
avec les accélérateurs conventionnels, mais au vu de l’évolution rapide de la
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qualité des faisceaux produits dans l’interaction laser plasma, nous pouvons
être optimistes. Les progrès réalisés au cours des cinq dernières années étaient
inconcevables il y a dix ans : aujourd’hui, des faisceaux mono-énergétiques stables
et avec des caractéristiques contrôlables commencent à être produits. La question
est maintenant plutôt de les utiliser pour générer des sources de rayonnement
secondaire ou de mettre à profit leurs caractéristiques uniques dans des expériences
d’application originales.

Je vais maintenant présenter certaines des applications envisagées pour ces
faisceaux d’électrons.

5.2 Applications

Si leur durée n’est pas encore mesurée expérimentalement avec une résolution
suffisante, on peut déduire des simulations et d’autres observations indirectes
que les faisceaux d’électrons produits dans l’interaction laser plasma sont ultra
courts, de durée de quelques femtosecondes. De telles durées, particulièrement
pour des faisceaux de faible énergie, sont pour l’instant inatteignables avec des
accélérateurs conventionnels.

De même, si une mesure d’émittance précise n’a pas été effectuée pour caracté-
riser les faisceaux produits1, les observations de divergence (quelques mrad) et les
tailles de sources constatées dans les simulations (quelques microns), confirment
l’excellente qualité spatiale de ces faisceaux d’électrons.

Ces caractéristiques uniques, obtenues avec un système compact et accessible
à des laboratoires de tailles moyennes2, permettent de réaliser ou d’envisager
plusieurs applications très intéressantes que le groupe Sources de Particules par
Laser s’efforce de développer [Malka 08]. Si certaines applications n’ont pas pu
être réalisées dans le temps imparti pour ma thèse, elles devraient cependant être
finies lors de ma soutenance et j’en présenterai ici les principes.

5.2.1 Radiographie

Une première application met à profit la taille réduite du faisceau d’électrons
produit et sa faible divergence naturelle. Le principe est le suivant : on utilise un
convertisseur de numéro atomique élevé pour générer, via le rayonnement de frei-
nage des électrons, une source de rayonnement γ. Les accélérateurs conventionnels
de 20 MeV, ne permettent pas de focaliser des faisceaux sur des tailles inférieures
au millimètre, et ne permettent donc pas d’avoir des sources γ sub-millimétriques
ce qui limite fortement la résolution des images obtenues par radiographie.

Dans un accélérateur laser plasma, la taille de la source d’électrons est très
réduite (< 10 µm d’après les simulations) et la divergence est également petite
(quelques mrad). En plaçant un convertisseur assez près du jet de gaz on peut

1Dans [Fritzler 04] les électrons n’étaient pas encore produits dans le régime de la bulle.
2Des lasers de classe 100 TW sont maintenant vendus commercialement par plusieurs

entreprises.
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obtenir des tailles de sources γ inférieures au millimètre [Glinec 05]. Cependant,
dans cette expérience menée en 2005, le convertisseur en Tantale d’épaisseur
2.5 mm n’était pas optimisé : la taille de la source se voyait augmentée par
la diffusion des électrons dans le matériau. Ainsi, lors de cette expérience, des
tailles de 450 µm ont été mesurées, en bon accord avec les tailles données par les
simulations Monte-Carlo modélisant la génération du rayonnement de freinage
(320 µm rms, 160 µm FWHM). Ces tailles peuvent être encore réduites si on
utilise un convertisseur optimisé.

Cette optimisation du convertisseur a été réalisée numériquement par A.
Ben-Ismaïl [Ben-Ismail 09] avec le code GEANT4 [Agostinelli 03] en prenant les
paramètres de faisceaux typiques : un spectre présentant un pic à haute énergie
(150 MeV) de 50 pC et des électrons à basse énergie (≤ 20 MeV), pour un faisceau
d’électrons de divergence 3 mrad qui en sortie du plasma mesure 1 µm. Les
résultats de cette étude numérique montrent qu’un convertisseur d’une épaisseur
de 1 mm, même s’il génère un flux deux fois moins important qu’un convertisseur
d’épaisseur de 2.5 mm permet d’obtenir une source γ de taille 70 µm et de
divergence ≃ 30 mrad tout en gardant la même température du spectre γ (40
MeV).

Nous avons donc utilisé cette épaisseur de convertisseur dans une nouvelle
expérience dont le montage est très similaire à celui présenté dans [Glinec 05]. Un
schéma du montage est représenté figure 5.1. Nous n’utilisons ici qu’un faisceau et
nous opérons dans le régime d’auto-injection à des densités plus importantes que
dans les expériences présentées dans les chapitres 3 et 4 pour avoir plus de charge.
La qualité spectrale du faisceau n’est pas ici un facteur limitant, les spectres de
rayonnement de freinage obtenus étant de toute façon maxwelliens.

Laser pompe

Jet de gaz 

Aimant 

Tantale Electrons

Couteau

Im
age Plate

Fig. 5.1 – Dispositif expérimental de l’expérience de radiographie γ.

La figure 5.2 représente le spectre moyen obtenu (sur 3 tirs) pour une densité
de ne = 1× 1019 cm−3 pour le jet de gaz de 3 mm. Les électrons sont accélérés
jusqu’à 200 MeV et la charge est supérieure à 300 pC. Le convertisseur est situé à
3 mm de la sortie du jet de gaz. On utilise ensuite un aimant permanent pour se
débarrasser des électrons. Pour estimer la taille de la source on utilise un couteau
en acier d’épaisseur 5 mm à 20 cm de la source γ. On enregistre le rayonnement γ
en utilisant une plaque photosensible FUJIFILM BAS qui donne une image de
l’objet avec un grandissement de 8.6. Une fois exposées, ces plaques sont scannées
avec une résolution de 25 µm par pixel.



140 5.2. Applications

 0

 5

 10

 15

 20

 25

 30

 35

 40

 45

 50

 50  100  150  200  250

dN
/d

E
(x

10
6  e

- /M
eV

)

E(MeV)

Fig. 5.2 – Spectre moyen pour ne = 1× 1019 cm−3.
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Fig. 5.3 – Estimation de la taille de source par la méthode du couteau.

La figure 5.3 présente une radiographie obtenue avec un seul tir à ne =
1 × 1019 cm−3. Même si ces images sont bruitées, principalement à cause des
électrons secondaires produits dans l’enceinte3, on peut estimer la taille de la
source en regardant la netteté du bord imagé. La taille du bord est de l’ordre de
10-15 px sur le détecteur soit 250− 375 µm. En prenant compte du grandissement
de 8.6 du système, on obtient ainsi une taille de source inférieure à ≃ 50 µm.

3On peut s’en débarrasser en utilisant d’autres aimants après l’objet à imager, mais cela n’a
pas été fait lors de cette expérience.
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Fig. 5.4 – A gauche : Coupe de l’objet (20 mm de diamètre) représenté en 3D,
révelant la structure interne. Au milieu : Radiographie de cet objet avec un
convertisseur non optimisé (image tirée de [Glinec 05]). A droite : Radiographie
obtenue avec un convertisseur optimisé.

L’amélioration de la résolution avec ce convertisseur optimisé est particulière-
ment visible sur la figure 5.4, qui représente la radiographie d’un objet sphérique
creux en tungstène de 20 mm de diamètre. La partie gauche de la figure 5.4
représente une coupe de la structure de la gravure interne, constituée de sinusoïdes
à symétrie cylindrique.

La figure du milieu représente la radiographie obtenue par Yannick Glinec dans
un dispositif similaire, décrit dans [Glinec 05], avec un convertisseur non optimisé
et un grandissement de 7.3. La figure de droite, obtenue avec un convertisseur
optimisé et un grandissement de 2.8 montre une bien meilleure résolution.

Une telle source γ, de plus extrêmement brève, peut être très intéressante pour
le contrôle non destructif de structures denses et peut avoir des applications directes
dans l’industrie aéronautique ou militaire. Etudier les réponses des matériaux
sous contraintes à des temps extrêmement brefs ainsi que l’évolution de défauts
submillimétriques pourrait également intéresser l’industrie automobile.

5.2.2 Radiothérapie

Ces électrons pourraient également avoir des applications dans le domaine
médical. Les électrons de 10-20 MeV, générés par un accélérateur conventionnel de
taille raisonnable, ne sont utilisés que dans le traitement d’un nombre très réduit
de cancers. Ils ne permettent en effet pas de traiter des tumeurs plus profondes
que 10 cm. De plus, même à ces profondeurs, à cause de leur diffusion dans la
matière, leur pénombre latérale4 est relativement mauvaise, et les tissus sains
sont exposés. La situation est différente avec des électrons de haute énergie (200
MeV). La profondeur de pénétration est plus importante et la pénombre plus
raide [DesRosiers 00]. En refocalisant le faisceau d’électrons à l’aide d’optiques
magnétiques, on peut atteindre des pénombres plus courtes pour des profondeurs
inférieures à 10 cm [Glinec 06b] ce qui permet en principe de préserver des tissus
sensibles.

4Distance entre les tissus recevant 90 % et ceux recevant 20 % de la dose maximale.
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Pour valider le concept, une étude de cas concret de traitement de la prostate
a été menée par T. Fuchs du DKFZ (Deutsches Krebs Forschung Zentrum)
[Fuchs 09], en utilisant nos faisceaux d’électrons, dont on peut, comme nous
l’avons vu moduler l’intensité. Il a montré sur ce cas concret que la dose reçue par
les organes sains à proximité (rectum et vessie) était réduite de 30% par rapport
à un traitement à base de photons à 8 MeV. En modulant l’énergie du faisceau
d’électrons, ce qui est expérimentalement faisable, le traitement pourrait encore
certainement être amélioré.

Ces résultats sont encourageants pour l’avenir de l’utilisation de faisceaux
d’électrons de haute énergie dans le traitement de tumeurs. Les accélérateurs
laser plasma, de tailles raisonnables et peu onéreux, permettraient ce genre
de traitements. Il reste cependant encore du chemin à parcourir pour obtenir
un accélérateur avec une fiabilité et une stabilité répondant aux critères des
accélérateurs médicaux.

Dépôt de dose

Les calculs de dépôt de dose, basés sur des simulations Monte Carlo, seront
bientôt (juillet 2009) testés expérimentalement en étudiant la propagation de nos
faisceaux d’électrons dans des fantômes. Ces fantômes, fournis par le département
de radiothérapie et de médecine nucléaire de l’hôpital universitaire de Gand, sont
composés d’un gel simulant le corps humain et permettent de visualiser le dépôt
de dose des électrons dans le volume [De Deene 06].

Efficacité biologique

De la même manière, pour valider la méthode, il faut connaître l’efficacité
biologique des faisceaux d’électrons ultra brefs pour lesquels aucune étude n’a
jamais été faite. C’est une expérience intéressante d’un point de vue théorique car
les transformations physico-chimiques, responsables des dommages cellulaires aux
temps longs, ont lieu à ces échelles de temps 10−14 − 10−10 s. On peut donc, avec
nos paquets d’électrons ultra-courts, déterminer la réponse d’une cellule à une
ionisation véritablement impulsionnelle. De plus les effets de champ liés au faisceau
d’électrons pourraient modifier l’efficacité biologique. Une collaboration avec
Michèle Martin du Laboratoire de Génomique et Radiobiologie du Kératinocyte
(LGRK) devrait avoir lieu très prochainement. Dans cette expérience commune,
des cellules seront irradiées à 40 cm de la source d’électrons. L’étude de la
mort cellulaire en fonction de la dose, et pour plusieurs énergies de faisceaux
d’électrons, permettra de déterminer si l’efficacité biologique est conforme aux
mesures dosimétriques existantes.
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5.2.3 Génération de rayonnement

Une application très importante de nos faisceaux d’électrons ultra brefs est
la génération de rayonnement X bref, permettant de sonder la matière avec des
résolutions temporelles inégalées.

Il existe plusieurs méthodes pour générer ces sources de rayonnement à partir
des électrons produits dans l’interaction laser plasma. C’est une thématique
étudiée au Laboratoire d’Optique Appliquée par une partie du groupe PHARE,
anciennement PXF (Physique X Femtosecondes).

Bétâtron

Le rayonnement bétâtronique est basée sur l’oscillation des électrons dans le
champ transverse de l’onde de sillage [Kiselev 04]. Ce mécanisme permet d’obtenir
du rayonnement X jusqu’à des énergies de 10 keV [Rousse 04] avec une durée
inférieure à 100 fs [Phuoc 07].

On peut forcer le rayonnement bétâtronique de plusieurs manières. En utilisant
des taches focales asymétriques [Glinec 08], en tiltant le front d’onde du laser
[Popp 08, Osterhoff 09] ou en injectant les électrons hors axe ce qui pourrait être
réalisé de façon optique, en utilisant un laser d’injection plus petit que la taille
de l’onde plasma5. On peut également accroître l’intensité de ce rayonnement si
on augmente l’excursion transverse des électrons [Phuoc 08]. Pour ce faire, on
peut utiliser des modulations de densité dans lesquelles les électrons peuvent
être momentanément défocalisés. Une méthode originale permettant de réaliser
le même objectif pourrait être basée sur l’inhibition d’onde de sillage, en faisant
rencontrer le laser pompe avec un laser de faible intensité, de durée variable.

Thomson X et miroirs volants

La géométrie utilisée à deux faisceaux contre-propagatifs peut également servir
à d’autres schémas de sources de rayonnement dans le domaine X.

Quand un paquet d’électrons est soumis au champ d’un laser, il émet du
rayonnement dipolaire. Dans une géométrie contre-propagative ce rayonnement
voit sa fréquence multipliée par un facteur 4γ2 (γ étant le facteur relativiste des
électrons), par effet Doppler. Ainsi, on peut obtenir une source mono énergé-
tique, de haute énergie (≃ 500 keV pour des électrons de 150 MeV), brève et
collimatée (angle en γ−1) [Krafft 05]. Dans un accélérateur classique le problème
de la synchronisation entre le faisceau d’électrons et le laser est critique. Cette
synchronisation est évidemment beaucoup plus facile dans un accélérateur laser
plasma, les deux faisceaux étant générés avec la même source primaire. De plus,
pour ce schéma, l’injection optique peut servir de diagnostic d’alignement et de
synchronisation des deux faisceaux. Pour l’instant, dans nos conditions, aucun
résultat concluant n’a été observé : l’intensité du laser d’injection utilisée est trop

5Si le principe reste à confirmer, les résultats obtenus à basse densité semblent montrer que
cela est réalisable.
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faible pour que le signal produit par diffusion Thomson puisse être distingué du
rayonnement bétâtron. Le principe a cependant déjà validé, des photons de 2 keV
ont récemment été produits par diffusion Thomson avec des électrons produits
dans l’interaction laser plasma [Schwoerer 06].

Un autre concept expérimentalement proche est d’utiliser l’onde plasma pour ré-
fléchir le rayonnement incident contre-propagatif [Bulanov 03]. Le « miroir »plasma
se déplaçant à des vitesses relativistes, la fréquence incidente est cette fois mul-
tipliée par un facteur γ2

p par effet Doppler. De plus, la surdensité électronique
du fond de la bulle ayant une forme quasi parabolique on peut espérer ainsi
refocaliser l’impulsion réfléchie et atteindre des intensités importantes. Si des
résultats prometteurs ont également été publiés en utilisant cette interprétation
[Kando 07], il manque néanmoins encore une expérience avec des ondes plasmas
très relativistes.

Onduleur

Aujourd’hui des électrons de 1 GeV peuvent être produits par interaction laser
plasma. Ces énergies sont proches de celles utilisées dans les synchrotrons. Il est
donc assez légitime de vouloir générer du rayonnement en utilisant des onduleurs
conventionnels. Des expériences ont montré qu’on pouvait obtenir du rayonnement
visible [Schlenvoigt 08] à l’aide d’un accélérateur laser plasma couplé à un onduleur.
Des résultats très récents rapportent une production de rayonnement X à des
longueurs d’onde inférieures à 10 nm en utilisant la même méthode [Fuchs 09].
Dans un onduleur de période λu les électrons oscillent périodiquement et émettent
du rayonnement à la fréquence

λ =
λu
2γ2

(

1 +
K2

2

)

(5.1)

et à ses harmoniques où K = eλuB/(2πmec) est le paramètre de l’onduleur. Pour
K < 1, les électrons peuvent interagir avec leur propre rayonnement. Cependant
dans le cas classique, les électrons sont distribuées de façon uniforme dans la
période de l’onduleur et émettent du rayonnement incohérent. Le nombre de
photons émis est alors proportionnel au nombre d’électrons.

Laser à électrons libres

Au contraire, dans le régime du laser à électron libre, le nombre de photons
émis est proportionnel au carré du nombre d’électrons. Dans ce régime le faisceau
d’électrons, sous l’effet de son rayonnement se structure en micro paquets qui
émettent de façon cohérente et amplifient le rayonnement. Les brillances atteintes
dans ce régime sont bien supérieures à celles produites par les synchrotrons et
permettent par exemple de faire de la diffraction X d’un molécule unique. Les
machines permettant de réaliser ces lasers à électrons libres dans le domaine X
ont des coûts de plusieurs centaines de millions d’euros. Les accélérateurs laser
plasma pourraient réduire la taille et le coût de ces machines. Cependant les



5. Applications et perspectives 145

caractéristiques de faisceaux d’électrons produits ne sont toujours pas suffisantes
pour produire un XFEL [Schroeder 06, Grüner 07]. En effet, pour obtenir cet effet
d’émission cohérente il faut avoir un faisceau d’électrons de haute énergie, de très
bonne qualité et de très fort courant. Ces caractéristiques peuvent être résumées
dans le paramètre de Pierce qui définit la dispersion en énergie maximale d’un
faisceau d’électrons [Bonifacio 84] :

ρ =
1

2γ




I

IA

(

λuAu
2πσx

)2




1/3

(5.2)

où γ est l’énergie des électrons, IA est le courant d’Alfvén, Au ≃ K/
√

2 est le
paramètre de l’onduleur et σx la dimension transverse du faisceau d’électrons. Le
courant élevé des accélérateurs laser plasma permet d’avoir des contraintes plus
lâches sur la dispersion en énergie. Cependant pour des énergies élevées, elle ne
peut pas être supérieure au pourcent, voire au dixième de pourcent. L’obtention
de dispersions en énergie aussi faibles dans l’accélération laser-plasma n’a pas
encore été démontrée. L’étude sur le beam loading prend toute son importance
pour la conception de faisceaux d’électrons permettant cette application car elle
pose une contrainte supplémentaire entre le courant et la qualité de faisceau.

Il faut également conserver la caractéristique de courant élevé dans le transport
de faisceau [Grüner 09], ce qui n’est technologiquement pas facile. Ainsi une diver-
gence de 2 mrad du faisceau d’électrons entraînera après un mètre de propagation
une élongation longitudinale du faisceau de 2 µm. Si cet effet est généralement
négligé dans les accélérateurs conventionnels, il divise ici le courant par un facteur
3 pour un paquet d’électrons de durée initiale 2 fs.

5.3 Perspectives

Vers plus d’énergie

Nous avons vu comment l’injection externe, réalisée par l’injection optique par
faisceaux contre-propagatifs, permettait d’améliorer sensiblement la stabilité du
faisceau d’électrons produit. Cette injection permet également d’opérer dans des
régimes où l’auto-injection n’a pas lieu.

Il est donc intéressant de regarder les lois d’échelles développées dans le modèle
de la bulle qui permettent de comparer les mérites de l’auto-injection et de
l’injection contrôlée.

On se base sur les lois développées dans le modèle phénoménologique de Lu
et al.[Lu 06a, Lu 07], déjà introduites dans la section 1.5. Rappelons que nous
avons kpRb = kpw0 = 2

√
a0 et que le gain d’énergie s’écrit ∆E = 2

3
mc2 nc

ne
a0.

De plus, pour accélérer les électrons jusqu’à la longueur de déphasage tout en
optimisant le rendement énergétique nous prendrons une durée de laser telle que la
longueur d’épuisement du laser Lep = cτγ2

p soit égale à la longueur de déphasage
Ldeph = 4

3
γ2
pk
−1
p

√
a0.
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ne [cm−3] Lacc [mm] τ [fs] a0 w0 [µm] ∆E [GeV]
Salle Jaune a) 3.5× 1018 3.4 23 3.4 10 0.58

(1 J) b) 1× 1018 17 33 2 15 1.2
LUIRE a) 1× 1018 24 50 4.4 22 2.5
(15 J) b) 1.6× 1017 255 81 2 38 7.3
ILE a) 3.5× 1017 130 90 5.4 41 8.9

(150 J) b) 3.4× 1016 2550 175 2 82 34

Tab. 5.1 – Paramètres lasers plasma permettant l’accélération d’électrons dans
les régimes a) d’auto-focalisation et auto-injection b) injection et guidage externe.
L’énergie finale du faisceau d’électrons est également estimée.

On peut alors considérer deux cas différents :

• Le cas a) où le laser est auto-focalisé, c’est à dire où on a6 a0 = (nc/ne)1/5.
Dans ce régime, l’auto-injection aura de plus lieu si a0 = 3− 4

• Le cas b) où on reste à la limite du régime non linéaire, avec a0 = 2. Dans
ce cas, il faut d’une part injecter les électrons mais aussi guider le laser de
façon externe.

Dans les deux cas, on peut alors déduire les paramètres laser plasma et l’énergie
finale des électrons en fonction de l’énergie laser disponible. Pour les expressions
de ces lois d’échelles, on se référera à l’annexe B.

Ces paramètres sont résumés dans le tableau 5.3 pour les lasers de la Salle
Jaune et les deux systèmes lasers qui devraient être construits prochainement au
LOA : le laser LUIRE, d’énergie sur cible 15 J et de durée 30 fs et le laser ILE,
d’énergie sur cible 15 J et de durée minimale 5 fs.

Le cas b) permet à chaque fois d’obtenir des énergies plus élevées. De plus
rappelons que le rendement du régime de la bulle est optimal pour a0 = 2 [Lu 07]
ce qui est un autre argument en faveur de l’utilisation d’un schéma d’injection
externe. Dans ce cas, il faut également, pour les densités peu élevées, guider le
laser sur des distances très supérieures à la longueur de Rayleigh. L’étude d’un tel
guide d’onde sera l’objet de l’annexe A. Notons cependant que pour l’instant, des
guides d’ondes de plus de 50 mm n’existent pas, et que le guidage à très faible
densité (ne < 1018 cm−3) n’a jamais été prouvé.

Ces lois d’échelles sont basées sur une accélération jusqu’au déphasage et elles
donnent par conséquent la prime à l’énergie finale. La principale motivation pour
accélérer des électrons jusqu’à la longueur de déphasage est que cela permet, à
priori, de minimiser la dispersion en énergie, si on ne considère pas les effets de
beam loading (la rotation dans l’espace des phases est complète). Cependant nous
avons vu dans la section 4.4 que comme le courant minimisant la dispersion en
énergie dépend de la phase, un déphasage du faisceau peut rendre plus difficile
l’optimisation de la dispersion en énergie. De plus, même si on arrive à adapter le

6si cette condition est remplie, la vitesse d’érosion correspond à la vitesse à laquelle le faisceau
laser est diffracté, condition permettant l’auto-focalisation d’impulsions courtes.
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courant initial pour avoir une accélération globalement constante, par exemple en
sous chargeant initialement l’onde de sillage de manière à avoir Ez croissant sur
la longueur du faisceau au début de l’accélération, puis décroissante à la fin, la
contrainte Lep ≥ Ldeph impose des durées d’impulsion longues et des intensités
modestes. Comme on peut de plus écrire dans ce cas Iopt ∝ a0 (≃ a0IA/2) si on
veut avoir un champ plat à la fin de l’accélération, on voit que les courants vont
rester modestes (≤ 50kA).

Une autre possibilité est de donner la prime au courant : les électrons sont
accélérés avec un fort a0 sur une courte distance. L’accélération est alors limité
par la longueur d’épuisement du laser, qui dépend de la durée du laser. Ainsi,
pour les paramètres du laser LUIRE, en prenant une durée de 30 fs et une densité
de ne = 1.7 × 1018 cm−3, on peut accélérer des électrons à 500MeV avec a0 = 6
avant que le laser soit épuisé (Lacc = 10 mm). Les électrons restant à l’arrière
de la bulle, les courants peuvent être bien plus importants que précédemment
Iopt ∝ a3/2 (dans le cas considéré Iopt > 10IA). Remarquons que dans ce cas nous
sommes clairement dans un régime d’auto-injection et qu’il sera difficile de régler
le courant initial du faisceau accéléré. Notons également que du point de vue
du rendement, cet accélérateur est moins performant : pour a0 ≫ 1 beaucoup
d’énergie est transférée aux électrons de l’enveloppe de la bulle.

Problème de récurrence

L’extrapolation du cas b) nous apprend qu’un laser d’énergie de 1 kJ et
de durée 330 fs permettrait d’atteindre des énergies de 120 GeV en seulement
17 m7. Cette énergie est comparable à ce que les plus grands accélérateurs d’élec-
trons conventionnels peuvent produire. Cependant de nombreuses considérations
pratiques restreignent pour l’instant l’utilisation de l’accélération laser plasma
pour faire de la physique des particules. Comme le souligne Katsouleas dans
[Katsouleas 06], le paramètre important pour avoir des événements physiques est
la luminosité du faisceau.

L =
fN2

4πσxσy

où f est la fréquence de répétition, N le nombre d’électrons dans le paquet, et
σx,y les dimensions transverses du faisceau.

En supposant l’accélération de 1 nC (soit un rendement global de 10%), et des
faisceaux focalisés avec des tailles nanométriques (ce qui est très optimiste) L/f ≃
1032 cm−2. Pour atteindre la luminosité nécessaire de l’ordre de 1034 cm−2s−1, il
faudrait donc avoir une fréquence de répétition de 100 Hz. Les lasers de forte
énergie ne permettent pas actuellement d’atteindre de telles fréquences car les
milieux amplificateurs solides doivent évacuer l’énergie thermique. Le pompage des
milieux amplificateurs par diode pourrait, dans l’avenir, permettre de limiter ces

7En supposant que l’on puisse guider le laser sur une telle distance, ce qui nécessiterait des
développements technologiques conséquents.
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effets thermiques dans les lasers de pompe et améliorer par ailleurs le rendement
à la prise des lasers, mais l’utilisation de cette technologie pour les lasers à haute
puissance n’en est encore qu’à ses débuts.

La distance restant à couvrir pour réaliser un accélérateur à des énergies de
100 GeV avec une technologie laser-plasma reste immense et fortement assujettie
au développement des technologies laser. Une alternative plus réaliste à court
terme est l’utilisation d’un faisceau d’électrons pour exciter l’onde plasma. Dans
ce cas le rendement et la fréquence de répétition sont bien meilleurs et le plasma
permet d’accélérer des électrons sur des distances très réduites. Ainsi, un gain de
40 GeV sur une longueur de 80 cm a déjà été constaté [Blumenfeld 07]. Cependant,
pour cette technique, l’injection reste à améliorer pour obtenir des distributions
d’énergie mono-énergétiques.

Enfin, soulignons que pour faire de la physique des particules, il faut également
être capable d’accélérer des positrons. Si l’accélération de positrons dans un plasma
a été prouvée [Blue 03], le régime de la bulle n’est pas un régime favorable à leur
accélération et l’obtention d’énergies très élevées sera un problème encore plus
complexe.

Vers une fréquence plus élevée

Si les applications de haute énergie semblent compromises dans l’avenir immé-
diat par l’absence de lasers de haute répétition, et de forte puissance moyenne,
nous pouvons, à l’opposé, nous intéresser aux lasers de moindre énergie et de
plus haute cadence. Basés sur des méthodes d’amplification paramétriques ou
classiques avec recompression de la durée, ils permettent d’obtenir des durées de
l’ordre de 4− 5 fs. Leur taux de répétition permet de stabiliser thermiquement la
chaîne laser : ces systèmes sont alors extrêmement stables. Ils ont été developpés
à l’origine pour les expériences de production d’harmoniques, cependant ils pour-
raient être aussi pertinents pour l’accélération d’électrons. Si on suit les mêmes
lois d’échelle que précédemment on peut voir que l’énergie nécessaire pour être
dans le régime de la bulle, est proportionnelle à τ 22/6 dans le cas a) et à τ 3 dans
le cas b). Ainsi des impulsions de 4 fs nécessitent une énergie inférieure à 2 mJ si
elles sont focalisés à w0 ≃ 2 µm. Cette valeur est très proche de ce qui est produit
aujourd’hui en Salle Noire au Laboratoire d’Optique Appliquée. Des faisceaux
d’électrons ultra courts d’énergie ≃ 20 MeV pourraient alors être produits au KHz8

dans un plasma de densité ne = 6× 1019 cm−3. Pour injecter des électrons, à ces
intensités réduites, il faudrait cependant avoir recours à un mécanisme d’injection
externe comme l’injection optique (en extrapolant nos résultats, des énergies de
l’ordre de la centaine de microjoules, pas forcément comprimées à des durées aussi
faibles que le faisceau pompe suffiraient à injecter efficacement des électrons).
Les applications à la femto chimie et à la biologie, ou le rayonnement créé par

8Notons que nous avons complètement négligé les phénomènes d’ionisation qui pourraient
faire perdre une énergie substantielle aux faisceaux. De même, de telles densités au KHz ne sont
pas aujourd’hui techniquement réalisables.
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diffusion Thomson, ne nécessitent pas des énergies plus élevées et pourraient
profiter du développement de tels lasers. Enfin, sa fréquence élevée pourrait en
faire un candidat sérieux pour un injecteur d’accélérateur conventionnel.

Comment encore améliorer la qualité de faisceau

Si la qualité de faisceau obtenue a été grandement améliorée en injectant de
façon externe les électrons, la dispersion en énergie de un pourcent reste toujours
dix fois plus élevée que dans les accélérateurs conventionnels et constitue le facteur
limitant pour la réalisation d’un laser à électrons libres. S’il paraît assez clair que
des dispersions en énergie de l’ordre de 0.1 % nécessiteront des schémas d’injection
contrôlée, rien ne nous permet d’affirmer que des dispersions en énergie si basses
puissent être atteintes avec un mécanisme d’injection optique.

On peut cependant donner quelques pistes pour améliorer encore la dispersion
en énergie d’un faisceau d’électrons injectés optiquement. Une première considé-
ration est basée sur le fait que l’émittance longitudinale, c’est à dire le volume
du faisceau dans l’espace des phases, est plus ou moins conservée. On peut donc
à priori améliorer la qualité de faisceau (sa dispersion en énergie relative) si on
accélère les électrons à plus haute énergie. Cette méthode n’est pas spécifique
au mécanisme d’injection, et est d’ailleurs souvent invoquée pour augmenter la
qualité de faisceaux d’électrons auto-injectés. Notons cependant que pour qu’elle
soit véritablement efficace il faut pouvoir contrôler très précisément la charge
injectée (avec une précision inférieure à 10 % comme nous l’avons vu dans la
section 4.4). De plus, nous avons vu que l’injection externe permettait d’atteindre
de plus hautes énergies, à énergie laser constante.

Dans le même ordre d’idée, une diminution de la densité plasma peut aussi
être bénéfique pour l’injection optique. En effet, en opérant à une densité plus
basse, tout se passe comme si on utilisait des impulsions plus courtes. On peut
alors avoir une injection encore plus locale et diminuer le volume d’injection. On
peut également tirer avantage de modulations de densité, qui permettrait soit
d’avoir une injection encore plus en phase si on injecte des électrons dans un
gradient descendant de densité [Fubiani 06] ou en accélérant les électrons dans un
gradient montant de densité pour augmenter la longueur de déphasage.

En utilisant la même géométrie mais avec des paramètres légèrement différents,
on peut utiliser les effets pondéromoteurs ou le mécanisme d’injection froide pour
injecter des électrons avec une dispersion en énergie initiale plus faible.

Enfin, on peut espérer pouvoir réaliser une mise en forme du faisceau d’électrons
en choisissant une impulsion laser d’injection appropriée : on peut ainsi, d’après les
simulations, augmenter légèrement la durée du paquet d’électrons en utilisant une
impulsion laser d’injection plus longue. Cependant, l’inhibition d’onde de sillage
empêche une traduction directe entre l’impulsion laser et le paquet d’électrons et
des études complètes seront nécessaires pour trouver, s’ils existent, les paramètres
d’injection permettant l’injection d’un paquet optimal, permettant d’optimiser le
rendement tout en gardant une bonne qualité de faisceau.
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Dans tous les cas, l’accélération laser-plasma reste très dépendante des perfor-
mances des systèmes laser. Pour l’instant, la disponibilité et la relative instabilité
de ces systèmes, souvent construits au fil des années et des dernières avancées
technologiques, rend la technique d’accélération laser-plasma très expérimentale.
L’arrivée d’entreprises développant des systèmes laser complets, plus fiables, sera
très certainement bénéfique à cet égard. Une approche d’optimisation systématique
des paramètres du faisceau d’électrons, plus semblable à une démarche d’ingénieur,
pourra alors être mise en place.



Annexe A

Guidage dans un capillaire

Pour augmenter l’énergie des électrons ainsi que le rendement de l’accélérateur,
il est nécessaire de guider l’impulsion laser sur des distances supérieures à la
longueur de Rayleigh. L’auto-focalisation permet de réaliser ce guidage mais
demande des intensités importantes : pour accélérer des électrons au GeV, selon la
théorie de la bulle [Lu 06a], il faut un laser de 100 TW. Pour les lasers existants,
de classe 30-50 TW, si on veut augmenter l’énergie, il faut donc utiliser un guide
d’onde externe. On peut utiliser un capillaire creux, qui va guider l’impulsion par
réflexion sur les parois [Dorchies 99] mais cette méthode utilise des capillaires de
tailles comparables aux taches focales du laser (wM = 0.64rcap) ce qui les rend très
sensibles aux fluctuations de pointé du laser et réduit leur durée de vie. Une autre
méthode est l’utilisation d’un gradient de densité plasma pour guider l’impulsion
laser. Ce guide d’onde plasma est plus robuste car il n’est pas endommagé par le
passage d’une impulsion laser.

Cette annexe décrit le travail réalisé pendant ma thèse pour développer et
caractériser à faible intensité un tel guide d’onde. Ce guide est basé sur la technique
développée par le groupe de S. Hooker du Clarendon Laboratory (Oxford) dans
laquelle le profil de densité nécessaire au guidage est créé par une décharge
électrique dite “lente” dans un plasma [Spence 00].

A.1 Théorie et motivation

A.1.1 Guidage d’un laser dans un canal de densité

Nous avons vu dans la partie 1.4 qu’un faisceau laser non relativiste peut
être guidé dans un canal de plasma parabolique ne = n0 + ∆ncr2/w2

0 si ∆nc =
1/(πrew2

0), où re = e2/mec est le rayon classique de l’électron. Cette condition
se traduit en unité pratiques par : ∆nc [cm−3] = 1.1× 1020 cm−3/w2

0[µm]. Il est
intéressant de constater que cette expression ne dépend pas de la longueur d’onde
du laser mais uniquement de la taille du faisceau. Pour une longueur d’onde
plus courte, la longueur de Rayleigh est plus longue mais cet effet est compensé
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par une rapport ∆n/nc1 plus faible (tout se passe comme si le plasma est moins
dense). C’est pourquoi, par la suite, nous pourrons caractériser le guidage dans
nos capillaires à l’aide d’un laser Nd :YAG doublé, de longueur d’onde 532 nm et
extrapoler les résultats aux lasers Ti : Sa de longueur d’onde 800 nm.

Comment créer ce profil parabolique ?

Plusieurs méthodes peuvent être utilisées pour créer ce profil de densité.

• Un laser peut préformer un canal de densité de manière hydrodynamique
[Durfee 93, Malka 97, Faure 00, Geddes 04]. Cette méthode ne permet
cependant pas un guidage sur de très longues distances et nécessite un laser
supplémentaire de haute énergie.

• Ce profil peut être créé en utilisant une décharge électrique qui vaporise
les parois d’un capillaire [Ehrlich 96] en polypropylène. Ce processus étant
destructif, il ne permet pas de réaliser plus d’une centaine de tirs.

• Des décharges avec un fort courant (> 5 kA) peuvent comprimer le plasma
et par implosion, former de manière temporaire (pendant ≃ 10 ns) un profil
de densité parabolique [Hosokai 00].

• La méthode que nous allons utiliser par la suite, et la plus largement
répandue pour créer ces profils paraboliques, est d’utiliser une décharge
électrique dans un capillaire [Spence 00]. Un équilibre thermique peut avoir
lieu entre le chauffage résistif, au centre du capillaire, et le refroidissement
par les parois du capillaire. Il faut choisir un matériau qui résiste au flux laser
et à la température et de plus très isolant pour que la décharge ne claque
pas sur les parois. Un matériau adapté est l’alumine, nous l’utiliserons dans
sa forme cristalline, le saphir.

A.1.2 Formation du canal de densité

On peut utiliser le modèle simple suivant pour estimer la profondeur du canal
en fonction des paramètres du capillaire [Bobrova 02]. On part de l’équation de la
chaleur dans le capillaire :

1
r

d

dr

(

rκ⊥
dT

dr

)

+ σ⊥E
2 = 0 (A.1)

où σ⊥ est la conductivité électrique, κ⊥ est la conductivité thermique. En supposant
que σ⊥ = σ0T

3/2 et κ⊥ = κ0T
5/2 (ce qui revient à supposer des logarithmes de

Coulomb constants) cette équation devient :

1
rchξ

d

dξ

(

ξκ0T
5/2dT

dξ

)

+ σ0T
3/2E2 = 0 (A.2)

1Où nc est cette fois la densité critique.
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avec ξ = r/rch et rch le rayon du capillaire. On peut intégrer numériquement
cette équation différentielle sur T en prenant comme conditions aux limites
dT/dr|r=0 = 0 et Tr=rcap = 0. On a alors pour un gaz parfait n ∝ 1/T et on
peut en déduire ne(0)/ < ne >≃ 0.7 soit ne(0) = 1.4niH2

où niH2
est la densité

moléculaire de dihydrogène. Un développement de Taylor donne, au voisinage de
r = 0, un profil parabolique n = ne(0)(1 + 0.33r2/r2

ch).
La taille du faisceau guidé va donc s’écrire, en fonction de la taille du capillaire

et de la densité plasma sur l’axe comme :

wM [µm] = 43

(

rch
100 µm

)0.5 (
ne(0)

1018 cm−3

)−0.25

(A.3)

Ce modèle simple est confirmé par des simulations magnéto hydrodynamiques
1D [Bobrova 02]. Des simulations plus raffinées [Broks 06] donnent un résultat
très proche bien qu’avec une densité électronique sur l’axe plus faible à partir de
la même densité moléculaire de H2 :

ne(0) = 0.74nHi
2

+ 0.27 × 1018 cm−3 (A.4)

wM [µm] = 38

(

rch
100 µm

)0.5625 (
ne(0)

1018 cm−3
− 0.27

)−0.25

(A.5)

Enfin des mesures interférométriques de densité dans un capillaire rectangulaire
de dimension X, à comparer avec le diamètre pour des capillaires circulaires,
permettent de déduire expérimentalement [Gonsalves 07] :

ne(0) = 0.87nHi
2

+ 0.11× 1018 cm−3 (A.6)

wM [µm] = 41

(

X/2
100 µm

)0.651 (
ne(0)

1018 cm−3
− 0.11

)−0.1875

(A.7)

A.1.3 Motivations

L’accord entre ces valeurs expérimentales et les valeurs théoriques est très bon.
A faible flux laser, les tailles de faisceaux adaptées ou guidées sont toujours de
l’ordre de w0 = 30− 35 µm. Il est difficile de guider des impulsions plus focalisées :
en augmentant la densité on change peu la taille du faisceau guidé et de plus on
quitte rapidement le régime d’interaction intéressant Ldeph > Lcap. On ne peut
pas non plus trop réduire le rayon du capillaire car l’approximation parabolique
ne tient que près du centre. De plus, pour des rayons de capillaire trop petits, du
couplage peut avoir lieu entre l’impulsion laser et les parois du capillaire.

Même s’il semble qu’en utilisant des lasers de plus haute intensité l’autofocali-
sation puisse aider à guider des lasers plus focalisés 2, il est intéressant de réduire

2Dans [Leemans 06] et dans [Osterhoff 08]), des lasers de rayons w0 = 26 µm et w0 = 19 µm
ont été guidés



154 A.2. Décharge capillaire

ces tailles de faisceaux guidés. Sans parler de l’encombrement des optiques de
focalisation, on peut ainsi opérer dans des conditions proches des expériences déjà
réalisées, dans un régime faiblement non linéaire.

Nous avons donc décidé de développer notre propre décharge capillaire pour
tester d’autres régimes de fonctionnement. Une collaboration fructueuse avec
le groupe de S. Hooker d’Oxford nous a donné une base d’expérience pour la
conception d’une nouvelle décharge capillaire. Ce travail a été effectué dans une
collaboration avec L. Arantchuk et J. Larour du Laboratoire de Physique des
Plasmas (LPP) de l’Ecole Polytechnique, tous deux spécialistes des décharges de
haute puissance.

A.2 Décharge capillaire

Le dipositif final reste proche de celui du groupe de S. Hooker, avec quelques
modifications pour faire en sorte que la décharge capillaire puisse être utilisée sous
vide.

Fig. A.1 – Schéma de l’enceinte contenant le capillaire.

Le système est complètement enchâssé dans une enceinte en plexiglas (trans-
parente). Les électrodes trouées, en inox, sont en contact avec les deux plaques de
saphir gravées de telle sorte qu’elles forment un capillaire de 200 µm de diamètre
lorsqu’elles sont jointes. L’hydrogène rentre par le haut et peut circuler jusqu’aux
faces latérales de ces plaques du saphir. Des gravures transversales de 600 µm
de diamètre permettent alors de remplir le capillaire central. Des joints plats et
toriques permettent d’éviter que l’hydrogène puisse s’échapper par une autre sortie
que les extrémités du capillaire.
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A.2.1 Dispositif électrique et décharge

Fig. A.2 – Circuit électrique de décharge.

La figure A.2 représente le circuit électrique de la décharge. Une alimentation
extérieure permet de charger le condensateur C1. Une fois ce condensateur chargé,
on déclenche la décharge à l’aide d’un thyratron. Ce composant joue le rôle d’un
interrupteur permettant une montée très rapide du courant. L’impulsion électrique
circule ensuite dans un câble coaxial de longueur 6 m et d’impédance Zc = 25 Ω.
L’utilisation de ce câble coaxial est une différence importante avec les dispositifs
existants, basés sur de simples circuits LC.

– D’après l’équation des télégraphistes on peut avoir une réflexion de l’im-
pulsion électrique aux bornes du capillaire d’amplitude Ar/Ai = (Zcap/Zc −
1)/(Zcap/Zc + 1) où Zcap est l’impédance du capillaire. Tant que la décharge
n’a pas lieu Zcap ≫ Zc et on peut ainsi doubler la valeur de la tension aux
bornes du capillaire. Cette réflexion permet donc de déclencher plus facile-
ment la décharge. Comme on utilise de plus une résistance R1, pour dissiper
l’énergie et éviter des oscillations trop importantes du courant nuisibles au
thyratron, la tension aux bornes du capillaire est donc 2Zc/(Zc + R1)Uin,
où Uin est la tension de charge du condensateur.

– Le câble va également avoir une influence sur la forme du courant. On peut
le comprendre ainsi : quand on ferme le thyratron, et ce jusqu’à ce qu’il y
ait une réflexion, le condensateur ne »voit « pas ce qu’il y a de l’autre côté
du câble. Tout se passe comme si on avait un circuit RC avec R l’impédance
du câble. De même, quand le claquage a lieu aux bornes du capillaire et que
son impédance devient nulle, la tension mesurée aux bornes du condensateur
ne le voit qu’après un temps τ0 = Lcable/v. Ce temps de transport des
impulsions dans le câble est un des temps caractéristique qui va influencer la
période des oscillations de la tension et du courant. La figure A.3 représente
des simulations (a et b) et des mesures expérimentales (c et d) de la tension
(aux bornes du condensateur) et du courant (aux bornes du capillaire, de
l’autre côté du câble). Dans le cas a, le câble mesure 6 m, ce qui correspond
à un temps caractéristique τ0 = 30 ns, alors que dans le cas b, la longueur
de câble est de 10 m soit τ0 = 50 ns. Dans les deux cas, la durée du pic de
courant est à peu près de 2τ0. Ce comportement est également bien visible
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expérimentalement : le cas d correspond à un ajout de 4 m au câble utilisé
pour le cas c.

– L’impédance du câble va également jouer dans l’amplitude du courant
électrique. Dans les simulations, on a bien I ≈ U/Zc. Dans l’expérience,
nous n’avons que I ≈ 500 A pour U = 20 kV. Cependant l’influence du
câble est visible quand on change la capacité C1 : le courant est alors moins
modifié que dans un circuit LC.

Fig. A.3 – Simulations (a et b) et mesures expérimentales (c et d) de la tension
aux bornes du condensateur et du courant à travers le capillaire. Les cas a et c
correspondent à un câble de 6 m, les cas b et d à un câble de 10 m.

Enfin, l’impédance totale du circuit a été réduite pour obtenir des montées
de courant les plus rapides possible (≃ 10 ns). Ces courbes sont finalement très
différentes des courbes de courant mesurées par les autres groupes utilisant un
schéma LC simple, avec une oscillation sinusoïdale du courant de demi période
supérieure à ≃ 200 ns. Nous allons voir dans la partie suivante si le guidage est
influencé par ces changements.

A.2.2 Jitter

Le processus de décharge n’est pas tout à fait déterministe et introduit des
variations de délais entre la déclenche du thyratron et le passage du courant dans
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le capillaire. Ce jitter n’est pas du tout souhaitable dans les expériences de guidage
car la fenêtre temporelle dans laquelle on peut guider (cf partie suivante) et encore
plus celle où on arrive à accélérer des électrons [Rowlands-Rees 08] est réduite
(< 10 ns). Si on ne maîtrise pas ce délai, on doit, pour obtenir des résultats
expérimentaux propres, trier les tirs en fonction du délai mesuré et donc faire
l’acquisition de bien plus de tirs.

Nous avons identifié plusieurs sources de jitter.

• Si la pression dans l’enceinte est supérieure à 10−1 mbar, le claquage peut
avoir lieu dans l’enceinte, car d’après la la loi de Paschen, une pression
de quelques mbar est celle qui permet le claquage le plus facile sur des
distances de l’ordre du centimètre.

• L’usure des électrodes contribue également à augmenter le jitter. A chaque
décharge, les aspérités de l’électrode, d’où est initiée la décharge, sont
arrachées. On peut remédier à cet effet en taraudant les électrodes.

• Un problème récurrent est la pollution des capillaires par l’inox vaporisé
par la décharge. On a alors une couche métallique qui perturbe le bon
fonctionnement de la décharge. Pour réduire ce problème, on a réduit C1,
de 4 à 2 nF pour diminuer l’énergie emmagasinée.

A.3 Caractérisation du guidage à faible flux

On utilise le banc optique représenté sur la figure A.4. Un laser Nd : Yag
doublé (@532 nm) de durée à mi hauteur 5 ns et d’énergie 5 mJ fourni la lumière
pulsée. On utilise un afocal de grandissement 15 et un iris d’ouverture réglable
pour choisir la taille de faisceau. Ce faisceau laser est focalisé par une lentille de
focale 50 cm à l’entrée du capillaire. A l’aide de l’iris, on peut régler la taille de
la tache focale entre 50 µm et 15 µm. La sortie du capillaire est imagée par une
caméra CCD 12 bits munie d’un objectif de microscope (x 25). On peut ainsi
obtenir le flux et la distribution spatiale de la lumière transmise par le capillaire.

Alignement du capillaire

Pour aligner le capillaire sur l’axe laser, on utilise la procédure suivante.

1. On image le foyer de la lentille sur la caméra.

2. Une translation de la lentille à l’intérieur de la chambre à vide permet
d’imager le plan de sortie du capillaire. En diaphragmant le laser, on peut
centrer précisément le laser sur la caméra. Le système d’imagerie est alors
fixé.

3. On met le capillaire dans le faisceau, en centrant la face de sortie du capillaire.

4. Des rotations, centrées sur le point de sortie du capillaire, permettent alors
de maximiser le flux / avoir le faisceau le plus circulaire possible, avec un
laser diaphragmé.
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Laser

x20 Iris

f=50 cm

CCD 12 bits

x25
f=10 cm f=10 cm

Capillaire

Chambre sous vide

Fig. A.4 – Schéma du banc de test optique

Si la procédure est correctement effectuée, le capillaire est en position optimale
pour le guidage, avec le plan focal du laser à l’entrée du capillaire.

Guidage expérimental

La figure A.5 présente un résultat typique de guidage dans un capillaire de
longueur 15 mm et de diamètre 200 µm, avec C1 = 2 nF, R1 = 12.5Ω, Uin = 20 kV
pour une pression de dihydrogène de 200 mbar. D’après la loi d’échelle A.6, cette
pression correspond à une densité électronique sur l’axe de 5 × 1018 cm−3. Ces
paramètres seront communs à toutes les données présentées par la suite.

Entrée

100 µm

a)

Sortie, sans décharge

b)

Sortie, avec décharge

c)

Fig. A.5 – Guidage d’une impulsion laser dans un capillaire de 15 mm. a) entrée
du capillaire, b) sortie du capillaire sans décharge, c) sortie du capillaire 70 ns
après la décharge.

L’image a) représente la tache focale en entrée du capillaire. Le diamètre à mi
hauteur est de 27 µm, ce qui correspond à w0 = 23 µm. L’image b) représente la
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sortie du capillaire sans décharge, on voit bien la lumière diffusée par les parois
du capillaires. Si de l’énergie est transmise (40 %), le faisceau est complètement
défocalisé, ce qui est normal après ≈ 4 longueurs de Rayleigh. Par contre quand
la décharge a lieu (ici le laser traverse le capillaire 70 ns après le début de la
décharge), il est possible de guider le laser. La taille du laser en sortie du capillaire
est w0 = 19 µm.
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Fig. A.6 – Comparaison de la qualité du laser en entrée avec le laser guidé. Les
courbes représentent l’évolution de l’énergie encerclée dans un cercle centré sur le
maximum.

Pour comparer plus en détail les transmissions, on représente sur la figure
A.6 l’énergie encerclé dans un cercle de rayon croissant centré sur le maximum
d’intensité. La transmission totale est de 91 % pour le cas guidé. On utilisera
également le concept d’énergie encerclée dans le rayon correspondant au diamètre
FWHM du faisceau. Pour le faisceau en entrée, cette valeur est de 83 %, à comparer
à une énergie encerclée de 84 % pour un faisceau gaussien parfait. Dans le même
rayon, 80 % de l’énergie incidente est transmise dans le cas guidé, ce qui correspond
à une transmission de l’énergie encerclée de 96 %. Dans la suite, on utilisera plutôt
l’énergie encerclée, ou la transmission encerclée si on la compare à une référence,
qui permet de caractériser à la fois la transmission et la qualité du faisceau guidé.

Influence du délai

On représente sur la figure A.7 la transmission encerclée (dans un cercle de
rayon le diamètre à mi hauteur du faisceau en entrée, soit ici 27 µm) en fonction
du délai entre la décharge et le passage du laser dans le capillaire. Il faut attendre à
peu près 50 ns après le début de la décharge pour que le laser soit convenablement
guidé. Cela peut s’expliquer par la dynamique de formation du canal de densité.
Pendant les 50 nanosecondes suivantes, la transmission est élevée : supérieure à
80 %. Ensuite, la transmission décroît en même temps que le courant et peut
redevenir meilleure dans la deuxième bosse de courant.
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Fig. A.7 – Transmission dans un cercle de 27 µm (correspondant au diamètre
à mi hauteur du laser entrant dans le capillaire) en fonction du délai avec la
décharge. Lcap = 15 mm, rcap = 200 µm, C1 = 2 nF, R1 = 12.5 Ω, Uin = 20 kV et
PH2

= 200 mbar.

Le guidage de faisceaux de waist w0 = 23 µm est démontré : pendant 50 ns, il
est possible d’avoir une transmission élevée et une bonne qualité spatiale. On a
vu que le faisceau était plus focalisé en sortie qu’en entrée, ce qui semble indiquer
que nous pouvons guider des faisceaux encore plus focalisés.

Taille de faisceau adaptée

La figure A.8 représente la transmission et la dilatation du faisceau entre
l’entrée et la sortie pour différentes tailles de faisceaux en entrée, en faisant varier
l’ouverture du faisceau à l’aide de l’iris.
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On constate premièrement que la transmission reste supérieure à 80% même
pour des tailles de 19 µm, elle est optimale pour w0 = 20.5 µm. Si on compare la
taille en sortie du faisceau, on constate qu’un faisceau plus focalisé que 20.5 µm
sera défocalisé dans le capillaire ; au contraire des faisceaux plus gros seront
focalisés.

Ceci semble indiquer que la taille de faisceau adaptée se situe vers w0 = 20.5 µm.
Pour pouvoir confirmer cette assertion, il faudrait des mesures interférométriques
ou un dispositif permettant de contrôler la divergence du faisceau en sortie3.
Cela semble également montrer que notre capillaire, pour des raisons encore
non comprises, guide mieux que les capillaires précédemment utilisés. A titre de
comparaison, dans nos conditions, la loi d’échelle A.6 donne une taille de faisceau
adaptée de wM = 30 µm, soit 50% plus importante.

A.4 Perspectives

Ces résultats prometteurs doivent être confirmés dans une véritable expérience
à haut flux, dans laquelle les effets d’autofocalisation vont aussi aider à guider le
faisceau. Cette expérience devrait avoir lieu prochainement au CEA Saclay.

Si on couple ce guidage avec une méthode d’injection optique nous serons alors
capables :

– d’augmenter l’énergie finale des électrons, ce qui servira principalement à
générer du rayonnement secondaire plus court.

– d’augmenter le rendement de l’accélérateur, en opérant sur des longueurs
plus proches de la longueur de dépletion.

– de réduire la dispersion en énergie relative, pour un faisceau optimisé ou en
opérant sur des distances d’accélération proches de la distance de déphasage.

Il faut également noter que cette méthode d’injection optique nous permettra de
travailler à des densités suffisamment basses permettant d’avoir des longueurs de
déphasage comparables à la longueur du capillaire, nous permettant d’optimiser
à la fois l’énergie du faisceau d’électrons et sa dispersion en énergie relative. Ce
n’est pas le cas des expériences utilisant des capillaires menées jusqu’à présent :
dans [Leemans 06], Lcap/Ldeph ≃ 5, dans [Karsch 07] Lcap/Ldeph ≃ 3− 5.

3Un tel dispositif n’a pour l’instant pas été mis en place pour des raisons d’encombrement de
l’enceinte sous vide.





Annexe B

Lois d’échelles

Cette annexe présente les lois d’échelles utilisées dans la section 5.3.
Pour le cas a), c’est à dire un laser auto-guidé, on obtient les lois d’échelles

suivantes en fonction de l’énergie laser sur cible :

nc
np

= 491

(

E[J ]
λ/0.8 µm

)10/22

(B.1)

∆E[GeV] = 0.58

(

E[J ]
λ/0.8 µm

)12/22

(B.2)

Lacc[mm] = 3.4 E[J ]16/22(λ/0.8 µm)6/22 (B.3)

τ [fs] = 23 E[J ]6/22(λ/0.8 µm)16/22 (B.4)

a0 = 3.43

(

E[J ]
λ/0.8 µm

)1/11

(B.5)

w0[µm] = 10.45 E[J ]6/22(λ/0.8 µm)16/22 (B.6)

Dans le cas b), c’est à dire a0 = 2, avec un guidage et une injection externes
ces lois d’échelles deviennent.

nc
np

= 1.75 103

(

E[J ]
λ/0.8 µm

)2/3

(B.7)

∆E[GeV] = 1.2 103

(

E[J ]
λ/0.8 µm

)2/3

(B.8)

Lacc[mm] = 17 E[J ] (B.9)

τ [fs] = 33 E[J ]1/3(λ/0.8 µm)2/3 (B.10)

a0 = 2 (B.11)

w0[µm] = 15.5 E[J ]1/3(λ/0.8 µm)2/3 (B.12)

La densité plasma (en 1018 cm−3), l’énergie maximale (en GeV), la taille du
faisceau (en microns), la durée du faisceau (en fs) et la distance d’accélération (en
cm) sont représentées graphiquement sur la figure B.1, en fonction de l’énergie
laser (en J) pour une longueur d’onde λ = 0.8 µm.
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Fig. B.1 – Lois d’échelles de l’accélération laser plasma dans le régime de la bulle,
en fonction de l’énergie laser sur cible pour un laser de longueur d’onde λ = 0.8 µm.
Le cas a) correspond à un laser auto-focalisé, le cas b) à un laser partiellement
guidé, mais avec un rendement laser-plasma optimal (a0 = 2). Théoriquement,
l’auto-injection ne se produit que dans le cas 1) pour des énergies supérieures à
200 mJ (a0 ≃ 3). Tous les autres cas nécessitent une injection externe.
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LETTERS

Controlled injection and acceleration of electrons in
plasma wakefields by colliding laser pulses
J. Faure1, C. Rechatin1, A. Norlin1, A. Lifschitz1, Y. Glinec1 & V. Malka1

In laser-plasma-based accelerators1, an intense laser pulse drives a
large electric field (the wakefield) which accelerates particles to
high energies in distances much shorter than in conventional
accelerators. These high acceleration gradients, of a few hundreds
of gigavolts per metre, hold the promise of compact high-energy
particle accelerators. Recently, several experiments have shown
that laser-plasma accelerators can produce high-quality electron
beams, with quasi-monoenergetic energy distributions at the
100MeV level2–4. However, these beams do not have the stability
and reproducibility that are required for applications. This is
because the mechanism responsible for injecting electrons into
the wakefield is based on highly nonlinear phenomena5, and is
therefore hard to control. Here we demonstrate that the injection
and subsequent acceleration of electrons can be controlled by
using a second laser pulse6. The collision of the two laser pulses
provides a pre-acceleration stage which provokes the injection of
electrons into the wakefield. The experimental results show that
the electron beams obtained in thismanner are collimated (5mrad
divergence), monoenergetic (with energy spread ,10 per cent),
tuneable (between 15 and 250MeV) and,most importantly, stable.
In addition, the experimental observations are compatible with
electron bunch durations shorter than 10 fs. We anticipate that
this stable and compact electron source will have a strong impact
on applications requiring short bunches, such as the femtolysis of
water7, or high stability, such as radiotherapy with high-energy
electrons8,9 or radiography10 for materials science.

In laser-plasma-based accelerators, the longitudinal accelerating
electric field is excited via the ponderomotive force of an ultrashort
and ultra-intense laser. This force is proportional to the gradient of
the laser intensity I. The normalized laser vector potential is defined
as a0, with a0

2
/ I. The ponderomotive force pushes electrons out-

ward and separates them from the ions, thus creating a travelling
electric field, with a phase velocity vp close to the speed of light
in vacuum c, as is required for accelerating particles to relativistic
energies. This wakefield can have a longitudinal electric field
Ez. 100GVm21 and the characteristic scale length of the accelerat-
ing structure is the plasma wavelength lp5 10–30 mm, for typical
plasma densities of ne5 1018–1019 cm23. To be trapped and acceler-
ated, electrons need to be injected into the wakefield with sufficient
initial energy.

The experiments reported2–4 in 2004 operated in the bubble
regime5 (or blow-out regime11), in which electrons were ‘self-
injected’ into the wakefield, allowing the trapping and the accelera-
tion of quasi-monoenergetic bunches. In these experiments, a single
laser pulse was responsible for trapping and accelerating electrons.
This physics is highly nonlinear and can be explained as follows: the
nonlinear evolution of the laser pulse via self-focusing12 and self-
compression13 leads to an increase of the laser intensity and to the
formation of an electron-evacuated cavity (the bubble), filled with

ions and surrounded by a dense wall of electrons. When the electron
density at the walls reaches a threshold value, self-injection occurs at
the back of the bubble. Injection stops when the charge density of the
trapped bunch is comparable to the charge density at the bubble
walls. This short and localized injection leads to the formation of a
quasi-monoenergetic electron bunch. However, this self-injection
mechanism depends crucially on the nonlinear evolution of the laser
pulse, which might be different from shot to shot. This causes injec-
tion to occur at different times, and our previous experiments4 have
suffered large fluctuations in the self-injected electron beam in terms
of electron energy distribution: some shots produce electron beams
with a well-defined monoenergetic peak (one out of 3–5 shots),
whereas others produce beams with several peaks or sometimes even
a plateau distribution. Recently, other groups have obtained more
stable beams using tailored gas jet targets14 or capillary discharges15.

It is believed that the stabilization of the electron beam can be
achieved by controlling the injection of electrons. Therefore, a
method of injecting electrons ‘externally’ is highly desirable. In addi-
tion, the production ofmonoenergetic electron bunches requires that
the injected beam load have a duration shorter than lp/c5 30–100 fs.
However, the production of such short bunches is at the edge of
conventional radio-frequency (r.f.) accelerator technology and no
successful experiment involving an external r.f. injector has been
demonstrated so far. In contrast, our experimental results dem-
onstrate a method that greatly enhances the stability of the electron
beam by controlling the injection of electrons in the wakefield using
a second laser pulse. The idea of using an additional laser pulse
for injecting electrons was first proposed in ref. 16. It was further
developed6 into amethod based on counter-propagating laser pulses.
In its simplest form, this method uses two counter-propagating
ultrashort laser pulses with the same central wavelength and polar-
ization17. The first laser pulse—the ‘pump’ pulse (with laser strength
a0)—creates a wakefield, whereas the second laser—the ‘injection’
pulse (with laser strength a1, a0)—will only be used for injecting
electrons. The laser pulses collide in the plasma and their interference
creates a laser beatwave pattern with phase velocity vbw< 0.

The beatwave pattern is a standing wave, with characteristic spatial
scale l0/2, where l0 is the laser central wavelength. Because of this
small scale length, the ponderomotive force of the beatwave is very
large: Fbw / 2a0a1/l0. Owing to its zero phase velocity and large
ponderomotive force, the beatwave can pre-accelerate plasma back-
ground electrons. Under certain conditions for a0 and a1, this pre-
acceleration permits the injection and trapping of electrons in
the wakefield and further acceleration to relativistic energies.
Analytical work17 and simulations17,18 have shown that this two-stage
acceleration mechanism can lead to the production of high-quality
electron bunches, with narrow energy spread, small divergence and
ultrashort duration, even when using relatively modest lasers (a05 1,
a15 0.3).

1Laboratoire d’Optique Appliquée, ENSTA, CNRS, Ecole Polytechnique, UMR 7639, 91761 Palaiseau, France.
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In the experiment, we focused two ultrashort 30 fs laser pulses with
linear polarization at the edge of a 2mm supersonic helium gas jet19

(see Supplementary Information). The gas was rapidly ionized by the
front of the laser pulses and provided the plasmamedium. The pump
pulse was focused to an intensity of I05 3.43 1018Wcm22, for
which a05 1.3. The injection pulse was collinear and counter-prop-
agating, with an intensity of I15 43 1017Wcm22, for which
a15 0.4. The electron beam was measured with an electron spectro-
meter20, which gives access to the electron beam angular distribution,
energy distribution and charge. Figure 1a–c shows the electron dis-
tribution obtainedwhen the pump pulse alone is fired into the gas jet:
this is the usual self-injected beam obtained in the bubble regime.
Achieving controlled injection requires that self-injection be turned
off. Figure 1a–c shows that by decreasing the plasma density from
ne5 1.253 1019 cm23 to ne5 7.53 1018 cm23, we were able to sup-
press the self-injected electron beam by operating below the thresh-
old of self-injection. For densities lower than ne5 7.53 1018 cm23,
the nonlinear evolution of the laser pulse through self-focusing and
self-compression was not strong enough to cause significant injection
of electrons into thewakefield. However, at ne5 7.53 1018 cm23, the
addition of the injection pulse produced a monoenergetic electron
beam around 200MeV, as shown in Fig. 1d. In the latter, the two laser
beams had parallel polarization, allowing them to interfere and set up
the beatwave pattern necessary for injecting electrons. When the
polarizations of the two beams are orthogonal, no electron beam is
produced; see Fig. 1e.

This laser polarization test strongly supports the idea that electron
injection comes from the beatwave at the collision of the two lasers. It
also suggests both that the injected charge can be tuned simply by
rotating the polarization of one of the laser beams, and that the
electrons are injected during the overlap of the two laser pulses
(,30 fs). Thus, the trapped electron bunch originates from a single
period of the plasma wave (because lp/c5 40 fs. 30 fs). Although
some electrons might slip backwards in the following arches of the
plasma wave, the measured monoenergetic bunch has a high energy,
with a small energy spread and divergence, indicating that it resides in
an accelerating and focusing phase of the wakefield, which has a
length of lp/4 (see Supplementary Information for details). These
considerations suggest that our observations are compatible with
electron bunch durations shorter than t, lp/4c5 10 fs.

One of the main differences between the colliding pulse injection
scheme and the self-injected regime is that the electron beams
obtained in this manner are very stable: every shot consistently gives
the same monoenergetic electron distribution. A series of 20 consec-
utive shots was carried out to estimate the statistical fluctuations of
the beam. Figure 2 shows a typical electron spectrum from this series,
whereas Table 1 summarizes the mean parameters of the beam and
their standard deviation.

In addition to enhanced stability, tuning the electron beam energy
can be achieved by adjusting the position of the collision in the gas jet.
The collision point can be modified by simply changing the delay
between the two laser pulses. If the lasers collide at the entrance of the
gas jet, electrons will be injected at an early stage and they can be
accelerated over the whole gas jet length (2mm). Thus their energy
will be high. On the contrary, injection at the exit of the gas jet will
limit the acceleration length and will lead to a low-energy beam.

This is demonstrated in Fig. 3, which shows the evolution of the
beam peak energy (red curve) from about 50MeV (the limit of the
spectrometer) to 250MeV. The small size of the error bars illustrates
the stability of the beam energy. The blue curve shows how the energy
spread dE/E decreases from 20% to 5% (the resolution of the spectro-
meter) with beam energy. This is because the width of the mono-
energetic bunch (at full-width at half-maximum, FWHM), dE5 10–
20MeV, stays constant over the acceleration length. The beam charge
is in the tens of picoCoulomb range: it goes as high as 60–80 pC below
100MeV, it is in the 15–30 pC range at 100–200MeV and drops
below 10 pC when the beam energy is higher than 200MeV. In
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Figure 1 | Raw images of the electron beam obtained with the electron

spectrometer. Horizontal axis, electron energy; vertical axis, angular
divergence. The colour scale reflects the number of counts which gives an
indication of the beam charge. a–c were obtained with the pump laser pulse
only. a, The image shows an intense self-injected electron beamwith a broad
energy distribution (ne5 1.253 1019 cm23). In b the self-injected electron
beam has less charge but a quasi-monoenergetic distribution
(ne5 1019 cm23). In c there is no electron beam, because the density is below
the threshold for self-injection (ne5 7.53 1018 cm23). d was obtained by
colliding the pumpwith the injection pulse with parallel polarizations, at the
same plasma density (ne5 7.53 1018 cm23). A high-quality monoenergetic
electron beam at 200MeV is produced. e,When the polarizations of the laser
beams are crossed, no injection occurs.
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Figure 2 | A typical quasi-monoenergetic electron spectrum obtained by

colliding pulse injection. Here, injection occurred at the middle of the gas
jet, at position zinj5 0. The beam charge is 25 pC, the peak energy is 125MeV
and the energy spread is 9%. The red error bar corresponds to the resolution
of the spectrometer, which is 4% in this case.

Table 1 | Statistics of the electron beam parameters over 20 shots

Peak energy (mean6 s.d.) 1176 7MeV
Energy spread FWHM (mean6 s.d.) 116 2%
Charge (mean6 s.d.) 196 6.8 pC
Beam divergence FWHM (mean6 s.d.) 5.862mrad
Beam pointing stability (mean6 s.d.) 06 1.8mrad
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addition, we can estimate the value of the average accelerating electric
field from Fig. 3: the electron beam gains 190MeV over 700 mm,
which gives Ez5 270GVm21. During other scans and using a smaller
magnet in the electron spectrometer, we have produced monoener-
getic beams as low as 15MeV. Thus the beam energy can be tuned
simply by changing the position of the collision, bringing enormous
flexibility to this accelerator.

The theory of colliding pulse injection6,17 was developed in the
linear regime where a0

2
,1. Although our parameters are beyond

the validity of the theory (a05 1.3), we found it helpful to compare
our experimental results to theoretical estimates. Following ref. 17,
calculations show that for a05 1.3, the trapped charge for a15 0.4 is
31 pC, the beam energy reaches 70MeV after 0.9mm and the bunch
duration after acceleration is 5 fs. The energy spread is dE5 12MeV
and the divergence (FWHM) is 6mrad. These values are reasonably
close to those found experimentally and show that analytical models
of laser-triggered injection6,17 give a qualitative understanding of the
physics at play (see Supplementary Information).

Thus by demonstrating a new method of electron injection into
plasma wakefields, we have produced a high-quality electron source
with a high level of stability. Quality, stability and control of beam
parameters make these new laser-plasma accelerators attractive can-
didates for applications in various fields. We anticipate that increas-
ing the beam charge to the nanoCoulomb level and the electron
energy to several gigaelectronvolts using waveguides15 or more
powerful lasers will aid the development of compact X-ray femto-
second radiation sources.

METHODS
Laser pulses. The two laser pulses originated from a 10Hz titanium-doped
sapphire, chirped pulse amplification laser system. The pulses had linear polar-
ization and a central wavelength of 820 nm. The pump pulse was focused using
an f5 1m on-axis spherical mirror. The parameters were: pulse energy 720mJ,
pulse duration 306 2 fs at FWHM. The focal spot was carefully measured with a
12-bit charge-coupled device (CCD) camera; it was slightly elliptical: 163 21mm
at FWHM. This gave a peak intensity of 3.43 1018Wcm22 and a05 1.3. The
injection beam was focused with an f5 1m off-axis parabola. The parameters
were 250mJ, 306 2 fs FWHM, focal spot size 31 mm at FWHM, peak intensity
43 1017Wcm22, and a15 0.4. A third low-intensity laser pulse was used for
synchronizing and overlapping the two main pulses by means of side-view
imaging and shadowgraphy. Finally, a Faraday rotator was inserted in the laser
system to prevent laser feedback from the experiment.

Gas jet. The gas jet was a supersonic helium gas jet with a 2mm diameter. The
lasers were focused 800mm above the opening of the nozzle. The density profile
was carefully characterized at this position: it had a 1.5mm flat plateau sur-
rounded by 400mm gradients on each side. Both lasers were focused at the right
edge of the plateau.
Electron spectrometer. The electron spectrometer consisted of a LANEX phos-
phor screen and a bending magnet (more details can be found in refs. 4 and 20).
A round pole electromagnet providing an effective magnetic field of Beff5 1.6 T
over 2.5 cm was initially used (Fig. 1a and b were obtained with this magnet). In
this configuration, electrons with energies greater than 10MeV could be mea-
sured and the resolution at 200MeV was 15%. Later in the experiment, a rect-
angular permanent magnet with Beff5 1.1 T over 10 cm was used in order to
increase the resolution. In this case, electrons with energies greater than 45MeV
could be measured, with a resolution of 5% at 200MeV. The charge of the
electron beam was obtained by measuring the number of photons emitted by
the phosphor screen. The emission of the phosphor screen was independently
calibrated using a 10MeV r.f. accelerator.
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An electron injector concept for a laser-plasma accelerator was developed by E. Esarey et al. �Phys.

Rev. Lett. 79, 2682 �1997�� and G. Fubiani et al. �Phys. Rev. E 70, 016402 �2004��; it relies on the

use of counterpropagating ultrashort laser pulses. In the latter work, the scheme is as follows: the

pump laser pulse generates a large-amplitude laser wakefield �plasma wave�. The

counterpropagating injection pulse interferes with the pump laser pulse to generate a beatwave

pattern. The ponderomotive force of the beatwave is able to inject plasma electrons into the

wakefield. In this paper, this injection scheme is studied using one-dimensional Particle-in-Cell

simulations. The simulations reveal phenomena and important physical processes that were not

taken into account in previous models. In particular, at the collision of the laser pulses, most plasma

electrons are trapped in the beatwave pattern and cannot contribute to the collective oscillation

supporting the plasma wave. At this point, the fluid approximation fails and the plasma wake is

strongly inhibited. Consequently, the injected charge is reduced by one order of magnitude

compared to the predictions from previous models. © 2007 American Institute of Physics.

�DOI: 10.1063/1.2741387�

An intense laser pulse can drive an electrostatic plasma

wave via the ponderomotive force, which scales as �a2,

where a is the normalized potential vector of the laser: �a�
=a=8.6�10−10 ���m�I0

1/2�W cm−2� for a linearly polarized

laser. When the pulse duration is close to the plasma period

��p /c�, the laser pulse ponderomotive force pushes electrons

and efficiently creates charge separation �ions hardly move�.
This results in a traveling longitudinal wave whose phase

velocity vp is equal to the group velocity of the laser. In an

underdense plasma, vp is very close to c, the speed of light,

thus enabling acceleration of electrons to very high energies

once they are trapped in the wake.
3

But in a linear or mod-

erately nonlinear regime, an electron with no initial velocity

is not trapped by this traveling wave and, consequently, is

not accelerated. In a more nonlinear regime, transverse wave

breaking effects can result in the self-trapping of electrons in

the so-called “bubble regime.”
4

This phenomenon has been

observed in 2004 in Refs. 5–7, where quasimonoenergetic

electron beams at the 100 MeV level were obtained. Never-

theless, in this scheme, self-injection and acceleration de-

pend on the precise evolution of the laser pulse. Therefore,

fine control over the output electron beam is hard to achieve.

On the contrary, precise control of electron injection would

translate into good tailoring of the electron beam parameters,

and would be most useful for applications.
8,9

To trap electrons in a regime where self-trapping does

not occur, one has to externally inject electrons in the plasma

wave, i.e., give electrons an initial momentum. In addition,

electrons should be injected in a short time ���p /c� in order

to produce a monoenergetic beam. This can be achieved us-

ing additional ultrashort laser pulses whose purpose is only

restricted to triggering electron injection. Umstadter et al.
10

first proposed to use a second laser pulse propagating per-

pendicular to the pump laser pulse. The idea was to use the

radial ponderomotive kick of the second pulse to inject elec-

trons. Esarey et al.
1

proposed a counterpropagating geometry

based on the use of three laser pulses. This idea was further

developed in Ref. 2, where only two laser pulses are neces-

sary. In this scheme, a main pulse �pump pulse� with maxi-

mum amplitude a0 creates a high amplitude plasma wave and

collides with a secondary pulse of lower maximum ampli-

tude a1. The interference of the two beams creates a pon-

deromotive beatwave pattern with phase velocity vbw=0, and

thus enables preacceleration of background electrons. Upon

interacting with this field pattern, some background electrons

gain enough momentum to be trapped in the main plasma

wave and then accelerated to high energies. The force asso-

ciated with this ponderomotive beatwave scales as Fbw

=2k0a0a1, where k0 is the central wavenumber of both

pulses, Fbw is many times greater than the ponderomotive

force associated with the pump laser, Fpond�kpa0
2, since in

an underdense plasma k0�kp. Therefore, the mechanism is

still efficient even for modest values of a0 and a1. As the

overlapping of the lasers is short in time, the electrons are

injected in a very short distance and can be accelerated to an

almost monoenergetic beam. This concept has been recently

validated in an experiment,
11

using two counterpropagating

pulses. Each pulse had a duration of 30 fs at full width at

half-maximum �FWHM�, with a0=1.3 and a1=0.4. They
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were propagated in a plasma with electron density ne=7

�1018 cm−3 corresponding to �p=k0 /kp=15. It was shown

that the collision of the two lasers could lead to the genera-

tion of stable quasimonoenergetic electron beams. The beam

energy could be tuned by changing the collision position in

the plasma.

The precise understanding of these experiments, as well

as the optimization of this process, motivate the present

study. We have used one-dimensional �1D� Particle-in-Cell

�PIC� simulations to model electron injection in the plasma

wave at the collision of the two lasers, and their subsequent

acceleration.

The PIC simulations are compared to existing models
1

and show major differences, such as the plasma fields behav-

ior and the amount of injected charge.

We first describe the fluid model developed in Refs. 1

and 2. In the linear approximation, the wakefield potential

�due to charge separation� is a superposition of three

potentials:
12

�=�0+�1+�b. �0,1 are the charge separation

potentials driven by the laser pulses a0,1, �0 representing the

main accelerating structure we want to inject electrons in,

and �b is driven by the beatwave. The normalized expres-

sions of the wakefields �i=e� /mc are given by

� �2

�	0,1
2

+ kp
2��0,1 =

kp
2

2
	a0,1

2 
 , �1�

� �2

�t2
+ 
p

2��b = 
p
2	a0 . a1
 , �2�

where 	0,1=z�vpt stands for the phase relative to the pump

and injection lasers, kp is the plasma wave vector, and brack-

ets 	.
 denote the time average over the fast varying scale

�1/ �k0c��. The term 	a0 .a1
 is the beatwave, appearing only

during the collision of the two lasers. Its spatial scale is

given by 2k0, for example for circularly polarized lasers we

have a0 ·a1=a0�r ,	0�a1�r ,	1�cos�2k0z�.
The first approximation of this analytical model consists

of neglecting the last term, �b. This is supported by the fact

that the density variation linked with this electrostatic poten-

tial scales as �nb /n=4k0
2 /kp

2�b with k0 /kp�1. This density

variation being limited to �nb /n�1 even in the nonlinear

regime, the potential cannot be greater than �b�kp
2 /4k0

2,

which is often negligible compared to the other terms scaling

as �0,1�a0,1
2 .

The second assumption is that we can separate the dy-

namics of the particles inside and outside the beatwave be-

cause the time scales are different �i.e., an electron will see a

constant wakefield during an oscillation in a beatwave

bucket�. An underlying hypothesis here is that there are two

different species of electrons, those maintaining the wake-

field, or fluid electrons, and those being trapped in the beat-

wave, or test electrons.

Starting from these hypotheses, one can even build an

analytical model when the lasers have modest intensities

�a0�1� and are circularly polarized. In that case, the beat-

wave pattern is time-independent. Using this analytical

model, one can find an analytical threshold for trapping:
1,2

2�a0a1
uz�	0 min�, where uz�	0 min� is the minimum normal-

ized longitudinal momentum pz /mc for which the electrons

can be trapped in the wakefield. The experiments described

in Ref 11 operated well above this threshold.

A numerical implementation of this model is a particle

tracking code
2

where test particles are pushed in prescribed

fields. The plasma fields are given by Epl=−���0+�1� and

the laser fields are solutions of the paraxial wave equation

with a linear plasma response �Gaussian beams�. As ex-

pected, this model shows good agreement with the analytical

model in the circular polarization case and allows extension

of the scheme to the linear polarization case for which ana-

lytical theory is untractable. For linear polarization, the beat-

wave has a fast varying time dependence, which leads to

stochastic effects.
13

In that case, the trapping thresholds are

even lower.

The main results of this model, which we will later on

refer to as the “prescribed fields” model, are that electrons

can be injected with modest values of a0 and a1 �linear re-

gime�. The resulting bunch is quasimonoenergetic because

all the electrons are injected in a short distance �where the

beating occurs�. Moreover, the charge is expected to be up to

some hundreds of pC in the linear regime. 1D PIC, simula-

tions modeling this injection scheme have already been car-

ried out.
14

They confirmed that an electron beam with low-

energy spread, low emittance, and short bunch length can be

obtained with modest values of a0 and a1.

Here we compare 1D PIC simulations with a 1D pre-

scribed field model. In this latter model, we have used the 1D

nonlinear theory of wakefield generation to be able to com-

pare the results in a more nonlinear regime �1�a0�2�. The

corresponding equation is written as
15

�2�0,1

�	0,1
2

= kp
2�p

2
�p�1 −
�1 + 	a0,1

2 
�

�p
2�1 + �0,1�2�−1/2

− 1� . �3�

1D PIC modeling is sufficient to capture the physics we will

focus on, i.e., plasma kinetic effects such as trapping or sto-

chastic heating, and the resulting inhibition of the plasma

wakefield.

1D PIC simulations were carried out with the code

CALDER.
16

For all the simulation results presented here, we

have used a simulation box of 6400 cells, each cell measur-

ing 0.1/k0 and containing 50 particles. Both lasers were

Gaussian pulses with 30 fs duration at FWHM and wave-

length �0=0.8 �m. To avoid edge effects, the main pulse

entered the plasma through a density ramp of 100 �m, the

maximum density being 7�1018 cm−3. The simulation box

was kept fixed to let the laser pulses enter the simulation

correctly, and we otherwise used a moving window to follow

the main pulse over long propagation distances.

Figure 1 shows the time evolution of the longitudinal

electric field in 1D PIC simulations when the polarizations of

the two pulses are parallel �solid line�, compared to the fields

externally specified by Eq. �3� �dotted line�, for a0=2 and

a1=0.4. The electric field is given in linear wave breaking

field unit Ep=cme
p /e corresponding here to Ep

=250 GV/m. The pump pulse propagates from left to right.

We have also plotted the transverse electric field �thin dotted

line� to show the position of the laser pulses. The collision
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occurs at z=0 at time t=0. Figure 1�a� shows the electric

field 42 fs before the collision; it fits very well with the

solution of Eq. �3�. During the collision of the two beams

�Fig. 1�b��, we clearly see a small spatial scale pattern at 2k0,

created by the beatwave. However, in this nonlinear regime

��nb /n�1� we do not observe a superposition of this pattern

with the usual wakefields as is the case in Ref 12. The most

remarkable feature is the strong distortion of the plasma

wave at the position where the two pulses collide. This dis-

tortion remains after a long time �Figs. 1�c� and 1�d�� and a

numerical estimate shows that the plasma wave amplitude is

decreased by a factor of 10 at this position.

This decrease of the wakefield amplitude follows from

the fact that the electrons experiencing the collision of the

lasers are trapped in the beatwave buckets and hence do not

respond coherently �fluid-like� to the ponderomotive force of

the main pulse. Without this fluid hypothesis, Eq. �3� fails. It

would still hold if only some electrons were trapped, but

here, as the phase velocity of the beatwave is zero, all elec-

trons are trapped and kinetic effects cannot be treated as a

perturbation.

To better understand this plasma wave “damping,” we

have performed simulations where test electrons are submit-

ted to the laser fields in vacuum. In particular, this allows us

to understand electron motion in the ponderomotive beat-

wave. The results of these simulations are plotted in Fig. 2,

where we represent the orbits of test electrons in �z−z0 , pz�
phase space. Electrons are initially taken at rest; their initial

position z0 is randomly distributed around the collision posi-

tion. Figure 2�a� illustrates the trajectories of electrons expe-

riencing the pump laser field only �with a0=2�: in the laser

reference frame, every electron has the same motion because

they are pushed by the same ponderomotive force. This fluid

motion leads to the charge separation that drives the electro-

static field known as the plasma wave. On the contrary, when

a parallel polarized injection beam is included, trajectories

are drastically modified �Fig. 2�b��. Electrons are locally

trapped in beatwave buckets; there is no large-scale charge

separation and hence the plasma wake is no longer excited.

This wake inhibition phenomenon also occurs for circularly

polarized lasers as shown in Figs. 2�c� and 2�d�. This dem-

onstrates that the plasma wave distortion is not related to the

stochastic motion of electrons, but really to their trapping in

the beatwave buckets.

We now investigate the consequences of this plasma

wake inhibition on the features of the electron beam. Figure

3 shows the energy of the electron beam versus their phase

with respect to the laser �main plots� as well as the corre-

sponding spectra �insets� 300 �m after the collision of the

two beams. Figure 3�a� corresponds to the prescribed field

simulation and Fig. 3�b� corresponds to the 1D PIC simula-

FIG. 1. �Color online� Longitudinal electric field computed at different

times in PIC simulation �thick solid line�, and in prescribed fields simulation

�dotted line�. The transverse electric field is also represented �thin dotted

line�

FIG. 2. �Color online� Typical trajec-

tories of electrons in phase space. �a�
Pump laser only, linear polarization

�a0=2�; �b� Pump and injection lasers,

parallel linear polarizations �a0=2 and

a1=0.4�. �c� Pump laser only, circular

polarization �a0=2/�2�; �d� Pump and

injection lasers, circular polarizations

�a0=2/�2 and a1=0.4/�2�.
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tion. Qualitative differences on the energy spectra are only

minor, both spectra showing a peaked distribution around

45 MeV. Electrons are trapped mainly in the first wakefield

bucket, and fewer than 10% are trapped in the next ones.

However, depending on the model, the trapped charge differs

by almost one order of magnitude.

In the prescribed fields model, electrons are preacceler-

ated in the beatwave. As their initial velocity is lower than

the wakefield phase velocity, they slip backward in phase.

They are then trapped in the wakefield provided the energy

gained in the beatwave was sufficient. In that case, electrons

catch up with the plasma wave and are accelerated to high

energies. In the more realistic PIC simulation, the beatwave

preaccelerates electrons in the same way but the wakefield is

inhibited and most electrons just slip back in phase space

without being trapped. In order to be trapped, electrons need

to be preaccelerated at the end of the collision. As they have

gained some longitudinal momentum, these electrons slip

back slower in phase space than background electrons �i.e.,

electrons that have not undergone the collision�. Hence they

witness a restored wakefield suitable for trapping and accel-

eration when they reach the back of the pump pulse. There-

fore, the plasma wake inhibition reduces the phase space

volume of injected particles. This leads to lower trapped

charge and, to a lesser extent, a smaller energy spread in the

PIC simulation.

Figure 4 shows a more complete comparison of the

charge obtained in both simulations �logarithmic scale�, with

a0 varying between a0=0.9 and 2 and a1=0.4. Here, a0

=0.9 corresponds to the trapping threshold. The hollow

squares represent the charge obtained in 1D PIC simulations;

the triangles represent the charge obtained using the pre-

scribed fields simulations. As we can see, the prescribed

fields simulation overestimates the charge by a constant fac-

tor 8. The plasma wake inhibition and the reduction of the

trapped charge has also been confirmed in 3D hybrid PIC

simulations.
17

In conclusion, although the previous modeling of the

collision of two laser pulses in an underdense plasma gives a

good understanding of the general processes at play in the

injection of electrons, we have observed and explained an

important physical process neglected to date. Using 1D PIC

simulations, we have shown that the beatwave not only pre-

accelerates electrons, but also reduces the wakefield ampli-

tude. In this process, the trapped charge decreases by almost

one order of magnitude and, to a lesser extent, the energy

spread can be improved compared with previous fluid-based

modeling. Further studies will focus on minimizing this ef-

fect and increasing the injected charge.
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Abstract. The interaction of two laser pulses in an underdense plasma has

been proven to be able to inject electrons into plasma waves, thus providing

a stable and tunable source of electrons. Whereas previous works focused on

the ‘beatwave’ injection scheme in which two lasers with the same polarization

collide in a plasma, this present paper studies the effect of polarization and

more specifically the interaction of two colliding cross-polarized laser pulses.

It is shown both theoretically and experimentally that electrons can also be

preaccelerated and injected by the stochastic heating occurring at the collision

of two cross-polarized lasers and thus, a new regime of optical injection is

demonstrated. It is found that injection with cross-polarized lasers occurs at

higher laser intensities.
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1. Introduction

Plasma-based accelerators can sustain high electric fields in excess of 100 GV m−1, which

is approximately 1000 times beyond what can be achieved in conventional accelerators. In

the plasma medium, an intense laser pulse can drive a longitudinal wave, called a wakefield,

travelling with a phase velocity vp = vg, where vg is the group velocity of the laser, and can be

close to the speed of light c. This high phase velocity enables ultra relativistic acceleration [1],

but also requires that the initial speed of the particles is high enough to allow trapping in the

plasma wave. Whereas in a linear regime, an electron with no initial velocity is not trapped, in a

more nonlinear regime, transverse wave breaking effects [2, 3] can result in the self-trapping of

electrons in the so-called ‘bubble regime’ [4]. In this case, the injection of electrons occurs in a

short space-time volume and leads to the production of narrow energy spread electron beams as

observed in [5]–[7]. Nevertheless, in this scheme, self-injection and acceleration depend on the

precise evolution of the laser pulse. Therefore, fine control over the output electron beam is hard

to achieve. The precise control of electron injection can be achieved by an all-optical external

injection scheme. This idea, first proposed by Umstadter et al [8], relies on an additional laser

pulse for injecting electrons. In [8], the ponderomotive force of a second laser pulse ensures the

injection of electrons in the wakefield, making this mechanism insensitive to laser polarization.

An alternative scheme with three laser pulses was then proposed by Esarey et al [9, 10]. In

this so-called beatwave scheme, two counterpropagating lasers with the same polarization are

used to inject electrons in the wakefield created by a third more intense laser pulse with crossed

polarization. The beatwave potential created at the collision of the pulses is indeed an efficient

preacceleration stage for the electrons. In its simplest form, this scheme uses only two lasers,

the pump pulse drives the wakefield and collides with the injection pulse [11, 12]. Previous

publications [13, 14] have shown experimentally that this last injection scheme with only two

linearly polarized lasers allows a fine control over the injection and therefore brings tremendous

flexibility to laser–plasma accelerators. In particular, it makes it possible to tune the energy of

the electron beam in a stable way.

The slow ponderomotive beatwave potential φb is proportional to 〈a0 · a1〉 where a0 and

a1 are respectively, the normalized vector potentials of the pump and injection pulses. For

the circular polarization case the motion of electrons is integrable and if both lasers have the

same frequency ω0, the maximum energy gain is 2
√

a0a1. This preacceleration then allows

the electrons to be trapped in the main plasma wave and to be further accelerated. The

ponderomotive beatwave acceleration can be conversely seen as a heating process. The motion

of electrons in two parallel polarized laser fields is not analytically tractable since there is not

only the slow ponderomotive beatwave but also a fast varying component at 2ω0. For a colliding
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Figure 1. Overview of the experimental setup. (a) Diagram of the experiment. (b)

A typical raw image obtained on the LANEX screen of the electron spectrometer.

(c) Corresponding deconvoluted spectrum.

(head-on) geometry and above a certain threshold, the motion becomes stochastic [15]–[17]. In

this case, the collision of the laser pulses leads to an even more efficient heating of the electrons.

In the case of cross-polarized lasers a0 · a1 = 0 and there is no ponderomotive beatwave, thus

no beatwave injection. However, we will show experimental and numerical evidence that, under

some conditions, injection of high quality electron beams is still possible with cross-polarized

laser pulses and that their features are comparable with the beatwave-injected beams.

2. Experimental results

The experiment was performed on the ‘Salle Jaune’ laser system at LOA. It delivers 720 mJ

(pump pulse) and 250 mJ (injection pulse) at λ0 = 0.8 µm on target with full width half

maximum (FWHM) duration 30 fs. The setup is the same as the one used in [13, 14]. The pump

pulse is focused by a 1 m focal length spherical mirror to an intensity of I0 = 3.4 × 1018 W cm−2

thus giving a normalized strength parameter a0 = 1.3. The injection pulse is focused by a

1 m focal length off axis parabola to an intensity of I1 = 4 × 1017 W cm−2, corresponding

to a1 = 0.4. The two collinear and counter-propagating lasers are focused on the edge of a

2 mm supersonic helium gas jet (figure 1(a)). Its density profile, independently measured by

interferometry, is represented by the green dotted line on the top frame of figure 2. The profile

has sharp edges and an electronic density plateau at ne = 7.5 × 1018 cm−3. A third low-intensity

laser pulse was used for synchronizing and overlapping the two main pulses by means of

side-view imaging and shadowgraphy. The accelerated electrons are deviated by a permanent

magnet with Beff = 1.1 T over 10 cm. The light emitted when they hit the LANEX screen is then

recorded (figure 1(b)). After proper deconvolution, it is then possible to retrieve the electron

spectrum between 40 and 400 MeV (figure 1(c)). This spectrometer also gives access to the

charge and divergence of the electron beam [18].
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Figure 2. Top: experimental evolution of charge in the monoenergetic peak

with collision position, for parallel (red solid squares line) and crossed (blue

dotted triangles line) polarizations. The measured electron density profile is also

represented (green slash dotted line). Bottom: simulated evolution along the gas

jet of a0 (red solid line) and 1φ, average depth of the plasma wave potential in

the accelerating and focusing regions (blue dotted line).

Finally, a half-wave plate makes it possible to rotate the polarization of the pump pulse

during the experiment, thus allowing to study and compare the parallel and crossed polarizations

cases. The collision point of the two lasers could be tuned simply by changing the time

delay between the two pulses. This is an important feature of the experiment since nonlinear

evolution of the laser in the plasma—due to self-focusing [19, 20] and self-compression

[21, 22]—changes the laser intensity along the position in the gas jet. We used the particle

code WAKE [23] to simulate the nonlinear evolution of the laser pulse and the corresponding

wakefield in cylindrical geometry. The results of this simulation are shown in the bottom

frame of figure 2: the red solid line represents the evolution of a0 and the blue dotted line

represents the average depth of the plasma wave potential in the accelerating and focusing

regions 1φ. The average is made over a diameter of 18 µm, i.e. the focal spot FWHM to

take into account the transverse profile of the wakefield. This parameter characterizes the

ability of the wakefield to trap preaccelerated electrons since it is directly related to the

minimum momentum that an electron needs to be trapped, in normalized units: uz,min =
βpγp(1 + γp1φ) − γp

√

(1 + γp1φ)2 − 1, where uz = pz/mec, βp = vp/c and γp = (1 − β2
p)

−1/2.

The nonlinear evolution of the pulse allows us to indirectly obtain data over a broad range of

laser amplitudes a0 at the collision of the two lasers and thus to change the heating conditions.

Simultaneously, the wakefield becomes more suitable for trapping as the pump pulse self-

compresses and distorts spatially.

The experimental results are summarized in the top frame of figure 2. The graph represents

the charge of the monoenergetic component of the spectrum for different collision positions
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Figure 3. Experimental spectra for zcoll = −175 µm (a), zcoll = 225 µm (b): red

solid line: parallel polarizations, blue dotted line: crossed polarizations.

for the cases of parallel and crossed polarizations. The figure shows that in the case of parallel

polarizations, injection of a monoenergetic beam starts for zinj > −500 µm. This corresponds

to positions where the laser pulse has self-focused (figure 2, bottom). From that point, the

charge increases as injection occurs further inside the gas jet. The increase of the charge can be

explained by the evolution of the wakefield: as the laser propagates in the gas jet, 1φ increases,

making the wakefield more suitable for trapping a large amount of electrons (see also [24] for

more detailed simulations). For the case of crossed polarizations, the behavior is different: there

is a threshold behavior and monoenergetic electron beams are injected only for zinj > 25 µm.

The charge also increases with z, as in the parallel polarizations case, but it is lower by a factor

of 5–6.

Figure 3 shows typical electron spectra obtained with parallel (red solid line) and crossed

(blue dotted line) polarizations, at two injection positions ((a): zinj = −175 µm and (b): zinj =
225 µm). At zinj = −175 µm, we have observed a stable monoenergetic beam at 170 MeV with

low charge (≃ 10 pC) in the parallel polarizations case. When the polarizations are crossed,

the high energy monoenergetic component of the spectrum vanishes and a broad component at

lower energy remains. This case corresponds to the results already published in [13, 14].

When the collision takes place further inside the gas jet, e.g. at zinj = 225 µm, trapping

becomes easier. Thus, for the parallel polarizations case, a 50 MeV beam with 68 pC is injected.

The decrease of energy from position (a) (170 MeV) to (b) (50 MeV) can easily be explained

by the decrease of the remaining acceleration length after the injection [13]. In the crossed

polarizations case, the striking result is the production of a stable quasi-monoenergetic electron

beam (see figure 3(b)). The beam is stable in energy E = 72 ± 6 MeV, in energy spread

δE/E = 14 ± 2% (FWHM), divergence 5 ± 2 mrad and charge Q = 11 ± 3 pC. The injection of

such a beam cannot be explained by the beatwave scheme since the residual parallel polarization

component due to the possible half-wave plate misalignment is well below the threshold for

beatwave injection. Other heating mechanisms that are not polarization dependent such as

ponderomotive heating by the colliding envelopes of the lasers [11], phase-kick injection where

a colliding laser stimulates the wavebreaking of a nonlinear wake [25], or even wake collision

[26, 27] could be possible explanations. Here, we will show that the features of this injection

of electrons in a cross-polarized scheme can be explained by the concurrence of two physical

phenomena: the heating of electrons during the laser collision and the plasma wake inhibition.
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Figure 4. Normalized relativistic longitudinal momentum (pz/mec) distribution

after the interaction of two Gaussian pulses with duration τ = 30 fs,

a0 = 2 and a1 = 0.4. The figure shows how electrons are heated for different

polarization cases. Green dashed line: parallel polarizations, red solid line:

crossed polarizations, blue dotted line: ponderomotive forces only.

3. Theory and simulations

First, we will show that heating of electrons occurs even with cross-polarized laser pulses. Here,

we use a simple one-dimensional (1D) model in order to obtain an estimate of the stochastic

heating for two lasers with arbitrary linear polarizations: we neglect collective plasma effects

and follow test electrons in the laser fields. We use Gaussian laser pulses at 800 nm with duration

τ = 30 fs at FWHM with normalized strength a0 = 2 for the pump pulse and a1 = 0.4 for the

injection pulse, which are close to the parameters of the experiment (after some self-focusing has

occurred). Electrons are initially randomly distributed in the interval z ∈ [ − 2τc, 2τc], z = 0

corresponding to the position where the two pulse maxima collide. Outside this region, electrons

interact with the laser pulses successively and we have checked that they are not significantly

heated.

Figure 4 shows the electron spectra after the collision: the green dashed line represents the

heating when the polarizations of the two pulses are parallel, the red solid line corresponds

to the crossed polarizations case and the blue dotted line corresponds to the case where

electrons experience only the ponderomotive forces ∇(〈a2
0〉 + 〈a2

1〉). The latter case, where high

frequencies are averaged, corresponds to the reference case for which there is no stochastic or

beatwave heating.

The first remarkable feature is that electrons are more heated by two cross-polarized pulses

(red solid line) than by the sum of the two ponderomotive forces (blue dotted line). This can

be explained by the fact that for high laser intensities, the electron motion becomes relativistic

(a0 > 1) which introduces a longitudinal component pz through the v × B force. Thus, the two

perpendicular laser fields couple through the relativistic longitudinal motion of electrons. This

relativistic coupling makes it possible to heat electrons stochastically [17].

This simple model also shows that the heating is much more efficient when the

polarizations of the two pulses are parallel (dashed line), the maximal momentum obtained

being four to five times higher than in the crossed polarizations case. This is why the injection
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Figure 5. (a) and (b): 1D PIC simulation snapshots of the longitudinal electric

field during the collision at different times for a0 = 2. Red solid line: parallel

polarizations. Blue dotted line: crossed polarizations. Thin dotted line: laser

fields. (c) Trapped charge versus a0 (all other parameters being the same) in

1D PIC simulations. Red solid square line: parallel polarizations. Blue dotted

triangle line: crossed polarizations.

is strongly correlated with the polarization of the two pulses as we have seen in the experimental

results.

If the electron injection were only dependent on the preacceleration spectrum of the

electrons, the crossed polarizations case should always result in a decrease of the trapped charge

by several orders of magnitude compared to the parallel polarizations case. This corresponds

to the discussion on polarization influence on the trapped charge made in [11]. However,

in [11] the electromagnetic fields do not depend self-consistently on the motion of electrons,

and therefore the model does not take into account an important physical phenomenon: the

wakefield inhibition [28] at the collision of the laser pulses. To exhibit the influence of this

phenomenon, we have performed self-consistent 1D particle-in-cell (PIC) simulations. We

have used the code CALDER [29] with the same laser parameters as above and an electronic

density of ne = 7 × 1018 cm−3. The simulation box consists of 13 600 cells measuring each

0.1/k0 ≈ 0.013 µm and containing 20 pseudo-particles each. The time step of the computation

lasts 0.05/(ck0) = 2.1 × 10−2 fs.

Figures 5(a) and (b) show snapshots of the longitudinal electric field, during and after

collision. The time t = 0 corresponds to the collision of the laser pulse maxima. The red solid

line corresponds to the case of parallel polarizations, whereas the blue dotted line corresponds

to the case of crossed polarizations. The laser fields are also represented by the thin dotted line.

When the pulses have the same polarization, electrons are trapped spatially in the beatwave

and cannot sustain the collective plasma oscillation. Therefore the plasma wave is strongly

distorted during and after the collision (see figures 5(a) and (b)). It has been shown in [28] that

this process has a dramatic influence on the injected charge: in an inhibited plasma wave, it
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is harder to trap electrons and the charge is reduced by approximately one order of magnitude

compared with trapping in an unaffected plasma wave.

When the polarizations are crossed, the motion of electrons is only perturbatively disturbed

compared with the motion under only one laser, and the plasma wave is almost unaffected during

the collision, see figures 5(a) and (b). This tends to facilitate trapping.

In order to scan different injection conditions we have performed a numerical scan on a0, all

other parameters of the 1D PIC simulations being the same. Figure 5(c) represents the trapped

charge: it shows that the threshold for injection is higher when polarizations are crossed. This is

consistent with the fact that electron heating is less efficient with cross-polarized lasers. It also

shows that above this threshold, there is only approximately three times less charge injected

with cross-polarized pulses than in the parallel polarizations case: the charge difference due to

the heating efficiency is balanced by the charge reduction due to wake inhibition occurring only

in the parallel polarizations case.

In these simulations, we have also checked that all trapped electrons witness the

overlapping of the two lasers, i.e. electrons located outside the collision region are not trapped.

This rules out the wake–wake and wake–laser collisions [25]–[27] as main injection processes.

This has also been confirmed in 2D PIC simulations.

Simulations can also give a partial understanding of the spectra experimentally observed

with the cross-polarized pulses. In figure 3(a), in the crossed polarizations case, the spectrum

exhibits a broad component at lower energy, even though the threshold for the crossed

polarizations injection is not reached. This could be explained by a staged acceleration

mechanism: the electrons are first heated under the collision of the two lasers but as they have

not gained enough momentum to be trapped, they slip back in the following buckets of the

wakefield. They are then further accelerated in the collision of the two wakefields until they

become trapped in the accelerating structure. In that case, injection is not localized as it occurs

in multiple buckets, and it leads to the observed broad spectrum at low energy. On the other hand,

when operating above the threshold, the volume where the electrons reach the required energy

for trapping is very localized. Therefore injection results in a narrow energy distribution beam

accelerated in the first plasma wave bucket. Due to the higher threshold, this injection volume is

even smaller in the crossed polarizations case than in the parallel polarizations case. Therefore,

for a given collision position, injection with crossed polarizations results in a lower charge and

a smaller energy spread electron beam (see figure 3(b)). Finally, the energy difference (10 MeV)

observed between the two cases (see figure 3(b)) could be explained by beamloading. The

wakefield is less distorted by the lower charge injected in the crossed polarizations case and

in consequence, electrons are accelerated to higher energies.

4. Conclusion

We have demonstrated both experimentally and theoretically a new regime of optical injection

using the stochastic heating at the collision of two cross-polarized laser beams. This scheme can

provide stable monoenergetic electron beams. The injection threshold for crossed polarizations

is higher and in our experiment, we found that the beams produced in this case had lower

charge and smaller energy spread than those injected by the beatwave scheme. Injection with

crossed polarizations is also safer for the laser system when operating in a collinear colliding

geometry: two polarizers are sufficient to protect the system from laser feedback. This would be

particularly interesting for experiments using waveguides [30], for which the collinearity of the

laser beams is mandatory.
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A review of recent simulation and experimental studies of the colliding pulse injection scheme is

presented. One dimensional particle in cell simulations show that when the colliding pulses have

parallel polarizations, the dominant effects that have to be considered for modeling electron

injection in plasma waves are �i� stochastic heating and �ii� wakefield inhibition at the collision.

With cross polarized pulses, injection of an electron beam is still possible because stochastic heating

still occurs. However, it is found numerically that the injection threshold is higher in this case. The

simulations also underline the possibility of tuning the electron beam parameters by modifying the

injection laser pulse. Experiments �i� validate these scenarios and show that stable and high quality

electron beams are produced when two counterpropagating laser pulses collide in an underdense

plasma and �ii� confirm very clearly the existence of a threshold for injection, which is higher with

cross polarized pulses than with parallel polarized pulses. © 2009 American Institute of Physics.

�DOI: 10.1063/1.3079486�

I. INTRODUCTION

In 1979 Tajima and Dawson,
1

on the basis of theoretical

work and simulations, showed that relativistic plasma waves

are suitable for the development of compact accelerators. In

their scheme, external electrons were accelerated through the

very high electric �GV/m� sustained by relativistic plasma

waves driven by lasers, in the laser beatwave regime or in the

laser wakefield regime. Several experiments have been per-

formed following their idea and injected electrons at the few

MeV level have indeed been accelerated by electric fields in

the GV/m range in a plasma medium using the beat wave
2–5

and laser wakefield schemes.
6

With the development of more

powerful lasers, much higher electric fields were achieved,

from few GV/m to TV/m.
7

This fast increase in the laser

power has allowed physicists �i� to produce electron beams

directly from the interaction of an intense laser with an un-

derdense plasma �i.e., without any external injection�
8,9

and

�ii� at the same time to explore new theoretical schemes:

forward Raman instability,
8

self-modulated laser

wakefield,
10–12

direct laser acceleration,
13

and forced laser

wakefield.
7

In all those experiments, the distribution of the

electron was Maxwellian and the beam quality was far from

what is required from some applications. These first beams

did not compare well to beams produced by conventional

accelerators. To control or to shape the electron beam distri-

bution, one has to reduce the injection to a very limited vol-

ume of phase space. For external injection, this means that

the injected electron beam must have a duration much

shorter that the plasma period �i.e., less than ten of femto-

seconds�. Note that longer electron bunches can be injected

and compressed by the plasma wave when they are injected

before the laser pulse.
14

For “internal” injection, the control

of injection can be done either in the bubble/blowout

regime
15,16

using one single laser beam or by colliding two
17

or three laser pulses.
18

In 2004, a major breakthrough came with the experimen-

tal demonstration of the bubble/blowout
19–21

regime when

three groups produced for the first time an electron beam

with a quasimonoenergetic distribution. The bubble regime is

reached when the laser power is high enough and when the

laser pulse length and waist match the plasma wavelength.

When these conditions are satisfied, the laser ponderomotive

force expels the plasma electrons radially and leaves a cavi-

tated region behind the pulse. Electrons are progressively

injected at the back of this cavity forming a dense electron

beam in the cavity. The increasing charge of the forming

electron beam progressively reduces the electric value and

the injection process eventually stops, leading to the forma-

tion of a quasimonoenergetic electron beam. A continuous

transition between the self-modulated laser wakefield, forced

laser wakefield, and bubble regimes has been measured by

changing the electron density, i.e., by changing the ratio of

the pulse length to the plasma wavelength.
22

The use of two laser beams instead of one offers more

flexibility and enables one to separate the injection from the

acceleration processes. The first laser beam �the pump beam�

is used to drive relativistic plasma waves, creating the

needed accelerating structure, whereas the second laser beam

�the injection beam� is used to heat electrons during its col-

lision with the pump beam. During the beating, electrons can

gain enough momentum to “catch” the relativistic plasma

a�
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wave and. consequently, to be trapped. In 2006, stable and

tunable quasimonoenergetic electron beams were measured

by using two laser beams in the colliding scheme with a

counterpropagating geometry.
23

In Ref. 23, tuning of the

beam energy was also demonstrated.

In the present article, we study in details the effect of the

polarization of the injection beam on the injection process

both in simulations and experiments. In Sec. II, we present

one dimensional particle in cell simulations �1D PIC�, show-

ing the key features of the injection process in parallel and

crossed polarizations. Experimental results are presented and

discussed in Sec. III.

II. PHYSICS OF COLLIDING LASER PULSES

In the pioneering work of Esarey et al.,17
a fluid model

was used to describe the evolution of the plasma wave,

whereas electrons were described as test particles. Electron

trajectories in the beatwave as well as their energy gain were

derived analytically in the case of laser pulses with circular

polarization. A recent publication shows that this approach

fails to describe quantitatively the physics occurring at the

pulse collision.
24

For example, in the fluid approach, the

electron beam charge has been found to be one order of

magnitude greater than the one obtained in PIC simulations.

For a correct description of injection, one has to properly

describe the heating process, e.g., kinetic effects and their

consequences on the dynamics of the plasma wave during

the beating of the two laser pulses.
24

In addition, for a real-

istic description of the acceleration process, one needs a de-

tailed and correct description of the laser propagation, which

governs the dynamics of the relativistic plasma waves. For a

complete and accurate description of the injection and accel-

eration mechanisms, 3D PIC simulations are needed to cor-

rectly describe the evolution of the laser pulse during its

propagation: relativistic self-focusing, laser pulse evolution,

and erosion.
25

However, to understand the injection mecha-

nisms, 1D PIC simulations, which are much less computer

intensive, are still suitable. In this article, we will focus on

1D PIC simulations in order to discuss the physics of injec-

tion and to explain the role of the laser pulse polarizations.

A. Parallel polarization case

In a colliding pulse experiment, the pump pulse with

normalized vector potential a0=eA / �mc2� �where A is the

laser vector potential, e and me are, respectively, the charge

and mass of the electron, and c is the velocity of light� gen-

erates a high amplitude plasma wave and collides with a

secondary pulse of lower amplitude a1�a0. In the parallel

polarization �PP� case, the interference of the two beams

creates a beatwave pattern with phase velocity vbw=0, causes

stochastic heating,
26–30

and thus enables to heat and to pre-

accelerate plasma background plasma electrons. Electrons

gaining enough momentum can then be trapped in the main

plasma wave and accelerated to high energies. In addition,

since the overlapping of the lasers is short in time, electrons

are injected in a very short distance and can be accelerated to

an almost monoenergetic beam. In the fluid description, the

laser wakefield evolution is not perturbed by the beating of

the two laser beams. An underlying hypothesis here is that

there are two different species of electrons, those maintain-

ing the wakefield, or fluid electrons, and those being trapped

in the beatwave, or test electrons. This assumption clearly

fails as it is demonstrated in Fig. 1 where we compare the

longitudinal electric field value as a function of the position

for different times calculated in the fluid model and using 1D

simulation from CALDER �Ref. 31� �for which the field evo-

lution is self-consistent�. Both lasers were Gaussian pulses

with 30 fs duration at full width half maximum �FWHM�

and wavelength �0=0.8 �m. The electron density is

7�1018 cm−3 �the main pulse entered the plasma through a

density ramp of 100 �m in order to avoid edge effects�. The

laser amplitudes are a0=2 and a1=0.4. The electric field is

given in linear wave breaking field unit Ep=cme�p /e corre-

sponding here to Ep=250 GV /m. The pump pulse propa-

gates from left to right and the injection pulse from right to

left. The blue and red curves correspond, respectively, to the

fluid and PIC models. The results clearly show high fre-

quency 2k0 modulations in the longitudinal electric field

where the two laser pulses collide �t=−13 fs, curve 1�b��,

and that the wake longitudinal electric field vanishes locally

where the two pulses have collided. Outside this region, the

longitudinal electric field is of course restored and follows

the fluid model.

In the PIC simulations, wake inhibition reduces the am-

plitude of the electric field and, thus, makes trapping more

difficult. Detailed analysis shows that the trapped electrons

originate from the end of the collision region because they

quickly witness a restored wakefield. Electrons located at the

beginning of the collision region simply slip back the wave
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FIG. 1. �Color online� Longitudinal electric field computed at different

times in 1D PIC simulation �solid red line� and in fluid simulations �dotted

blue line�. The transverse electric field is also represented �thin dotted line�.

Parameters are a0=2 and a1=0.4, 30 fs duration at FWHM, wavelength

�0=0.8 �m, and electron plasma density 7�1018 cm−3. The two laser

pulses have PPs.
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frame. Therefore, the plasma wake inhibition reduces the

phase space volume of injected particles and reduces the

number of trapped electrons.

Another interesting aspect of the colliding pulse scheme

is that it gives control over the injection and enables one to

tune the electron beam. For instance, changing the injection

pulse amplitude a1 permits to modify electron heating with-

out modifying the accelerating structure �which is deter-

mined by the pump pulse amplitude�. Thus, a decrease in a1

will result in less heating and consequently a lower injected

charge. This tuning capability is demonstrated in Fig. 2: the

red curve shows the evolution of the trapped charge as a

function of a1, as computed from 1D PIC simulations. The

figure shows that the injection threshold is very low: a sub-

stantial charge is injected for a1�0.05.

B. CP case

Surprisingly, 1D PIC simulations also show that for

crossed polarizations �CPs�, an injected electron beam can be

obtained �of course it has been checked that with the pump

beam only, no trapped electrons are observed�. This is shown

by the blue curve in Fig. 2: in the case of crossed polariza-

tions, the threshold is higher �a1�0.25 in this particular

case�, and the charge is lower than in the PP case. This result

is counterintuitive because in the case of cross polarized la-

sers a0 ·a1=0 and there is no beatwave, thus one expects to

have no beatwave injection.

However, experimental injection of high quality electron

beams has been observed with CP laser pulses
32

and their

features are comparable to the PP injected beams �although

the charge was lower by a factor of 3–5�. To elucidate this

contradiction, we have performed, on the basis of a 1D

model and 1D PIC simulations, a detailed study which shows

that under given conditions, stochastic heating with CP laser

beam can occur and can explain the observed trapping of

electrons.

First, we start with a simple 1D model where electrons

are test particles in vacuum and they witness the collision of

two laser fields. The two laser pulses have Gaussian shapes,

they are 30 fs long at FWHM, the central wavelength is �0

=0.8 �m, and laser amplitudes are a0=2 and a1=0.4. The

resulting longitudinal momentum distribution is plotted in

Fig. 3 for parallel and CPs. The longitudinal momentum can

reach about 0.25 of mec in the case of CP laser pulses and

about 1.30 of mec in the PP case. It should be noted that the

high frequency fields �at frequency �0� are responsible for

this heating, even for CPs: in the case where the ponderomo-

tive forces alone are applied to the electrons, no substantial

energy gain is observed.

In fact, the energy gain with CP is due to stochastic

heating. This is clearly demonstrated in Fig. 4 which shows

Poincaré sections for different cases. Note that to compute

these Poincaré sections, we have considered that the laser

beams are plane waves. The amplitude of the pump pulse

was kept at a0=2, as in the previous simulations. In the PP

case, the sections show extended chaos even for low inten-

sity lasers: extended chaos is already present for a1=0.1. In
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FIG. 2. �Color online� Injected charge vs a1 �all other parameters are kept

the same� in 1D PIC simulations. Solid red line with squares: PPs. Dotted

blue line with crosses: crossed polarizations.

FIG. 3. �Color online� Result of test particle simulations in vacuum. Com-

parison between the two heating mechanisms: electron spectra after interac-

tion with the two colliding pulses. Solid red line: PPs; dotted blue line:

crossed polarizations. Parameters are Gaussian laser pulses at 0.8 �m with

duration �=30 fs at FWHM with normalized strength a0=2 for the pump

pulse and a1=0.4 for the injection pulse.
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the crossed polarization case, at low laser intensity �a1

=0.1�, there is no chaos as electron orbits are regular. How-

ever, for a1=0.4, orbits cross each others as resonances over-

lap, leading to chaos and stochastic heating.

Physically, the emergence of stochastic heating can be

explained by the fact that for high laser intensities, the elec-

tron motion becomes relativistic �a0�1� which introduces a

longitudinal component pz through the v�B force. This rela-

tivistic coupling makes it possible to heat electrons. Thus,

the two perpendicular laser fields couple through the relativ-

istic longitudinal motion of electrons.

Similarly to the case of PPs, we now need to examine

the effect of this heating on the plasma wave dynamics. For

this, we have compared the fluid model and 1D PIC simula-

tion, as in Sec. II A but with CP laser pulses. Figure 5 shows

snapshots of the longitudinal electric field, during and after

collision �the parameters are identical to the previous ones�.

The solid line corresponds to the PIC simulation results,

whereas the dotted line corresponds to the fluid calculation.

The pump laser field is also represented by the thin dotted

line. We have seen in the Sec. II A that when the pulses have

the same polarization, electrons are trapped spatially in the

beatwave and cannot sustain the collective plasma oscillation

inducing a strong inhibition of the plasma wave which per-

sists after the collision �see Fig. 1�. When the polarizations

are crossed, the motion of electrons is only slightly disturbed

compared to their fluid motion, and the plasma wave is al-

most unaffected during the collision. This tends to facilitate

trapping. In this case, the electric field is very close to the

one predicted by the fluid models.

In conclusion, we propose the following scenario to ex-

plain the injection of electrons in the CP case: �i� the colli-

sion provides stochastic heating, although less efficiently

than in the PP case, �ii� on the other hand, wakefield inhibi-

tion does not occur, which facilitates trapping. These two

effects somewhat balance each other, making trapping

possible.

In the literature, others mechanisms have been proposed

for injecting electrons in plasma waves: Ref. 33 relies on the

ponderomotive force of an intense injection pulse for inject-

ing electrons and Ref. 34 shows that wake-wake collisions

can also produce injection. In these papers, the laser pulse

polarizations are crossed. However, note that these mecha-

nisms do not depend on polarization, as they rely on the

ponderomotive force. Thus, one could think that they could

explain our results. This is not the case: indeed, in Refs. 33

and 34 there is no collision between the two laser pulses: an

injection pulse collides with a wakefield or two wakefields

collide. This has an important consequence: trapped elec-

trons originate from various locations but not from the col-

lision between the two laser pulses. This is contrary to our

findings: detailed analysis of our 1D PIC simulations reveals

that all trapped electrons originate from the collision region

�i.e., the location where the two laser pulses overlap�. This

rules out the injection mechanisms described in Refs. 33 and

34 as they would result in trapped electrons also originating

from other locations. The fact that the ponderomotive or

wake-wake injection mechanisms are not present in our

simulations is not surprising: the amplitude of our injection

pulse is very modest �a1�0.4� compared to the one used in

Refs. 33 and 34 �a1�2�. Finally we would like to point out

that in Ref. 34, the authors reported that when the two laser

pulses overlap and collide, the number of trapped electrons is

enhanced. Yet, they do not provide an explanation for this

phenomenon �as the paper does not focus on this particular

fact�. Our findings bring a natural interpretation to these re-

sults: when the pulses collide, stochastic heating provides

extra energy gain to electrons located at the collision and

resulting in a larger number of trapped electrons.

It is noteworthy that this stochastic effect occurs in 1D

and that its threshold is not very high, so that it is a very

dominant mechanism. We have also run two dimensional

simulations that show that it is the dominant mechanism as

long as the injection pulse amplitude stays modest �which is

the case for a1�0.4�.

III. EXPERIMENTAL RESULTS

Section II has shown that injection of electrons can oc-

cur in parallel and crossed polarizations and that they both

lead to the generation of electron beams. With the help of the

simulations, we found that with crossed polarized pulses, the

injection threshold is higher and that the charge is lower.

Finally, Fig. 2 also showed that the charge can be tuned by

modifying the injection beam amplitude. The goal of this

section is to show recent experimental results addressing

these various points.

Experiments have been performed at Laboratoire

d’Optique Appliquée using the compact of 10 Hz, 0.8 �m,

40 TW “Salle Jaune” laser system. It routinely delivers 1 J

laser energy �after compression� that can be split in two laser

beams, each laser beam having its own compressor, so that

one can adjust independently the laser pulse duration from

-0.6

0

0.6

-200 -100 0 100 200

E
z
/E

p

k0z

(d) t = 136 fs

-0.6

0

0.6

E
z
/E

p

(b) t = -13 fs

-0.6

0

0.6

E
z
/E

p

(c) t = 42 fs

-0.6

0

0.6

E
z
/E

p

(a) t = -42 fs

FIG. 5. �Color online� Longitudinal electric field computed at different

times in 1D PIC simulation �solid red line� and in fluid simulations �dotted

blue line�. Parameters are identical to those of Fig. 1 except that the polar-

izations are crossed.
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30 fs to few picoseconds. The maximum laser energy of the

injection beam is limited to one-fourth of the total energy.

After compression, the laser beams propagate in vacuum into

the 1 m diameter interaction chamber. Two additional

vacuum vessels have been added to this chamber in order to

set up the long focal length optics. The pump beam is fo-

cused using a 1 m focal length off-axis spherical mirror,

which corresponds to a f /17 aperture, giving a slightly ellip-

tical focal spot with diameter at FWHM of 20�17 �m, and

producing a laser intensity of I=4.6�1018 W /cm2. The in-

jection beam is focused using a 0.7 m focal length off-axis

parabolic mirror, which corresponds to a f /18 aperture, giv-

ing a focal spot with diameter at FWHM of 29�24 �m, and

producing a laser intensity of I=4�1017 W /cm2. The cor-

responding normalized vector potentials are therefore a0

=1.5 for the pump beam and a1=0.4 for the injection beam.

The two laser beams are focused onto a 3 mm diameter he-

lium gas jet target which has been designed to produce uni-

form gas density profiles with sharp edges.
35

At those inten-

sities, the helium gas jet is fully ionized early in the

interaction. A noncollinear geometry has been chosen in or-

der to prevent feedback from the experiment to the laser

system �a small feedback of 1 mJ of light scattered from the

plasma has been measured but it was blocked by a Faraday

rotator inserted between the second and third laser amplifi-

ers�. This noncollinear geometry �with 176° between the two

laser beams� also offers easier access of the electron beams

for applications or diagnostics. The experimental setup is

shown in Fig. 6.

Alignments of the laser with respect to the nozzle are

performed using two imaging systems �side and top view

images�. Among all the optical diagnostics we use, one can

mention Thomson scattered images and shadowgraphic im-

ages. A third laser beam �the probe beam� is used to synchro-

nize the injection and the pump beams. The spatial overlap-

ping of the two beams is done using shadowgraphy in one

plane, and Thomson scattering for the other plane. Measure-

ments of the electron beam distribution have been performed

with a compact spectrometer consisting of a 1.1 T, 10 cm

long permanent magnet and LANEX phosphor screen. Doing

so, we were able to measure, in a single shot, the electron

spectrum in the range of 45–300 MeV, and to record its

image onto a 16 bit charged coupled device camera. Since

we do not use a collimator for this spectrometer, the vertical

direction on the LANEX screen corresponds to the angular

aperture of the electron beam. The LANEX screen was pro-

tected by a 100 �m thick aluminum foil in order to avoid

direct exposure to the laser light. The resolution is limited by

the electron beam aperture and by the dispersing power of

the magnet. For example, a 5 mrad angular aperture of the

electron beam at 200 MeV provides a 5% energy resolution.

Typical raw data and deconvoluted spectrum are shown on

Fig. 7. For deconvolution of the images obtained with the

LANEX screen, electron deviation in the magnetic field has

been considered �dN /dE=dN /dx�dx /dE, where x is the co-

ordinate along the LANEX screen, N the number of

electrons, and E is the electron energy� as well as the elec-

tron stopping power inside the LANEX screen.
36

The spec-

trum is obtained by integrating the count over the whole

image in the vertical axis for each electron energy. The im-

provement of stability brought by the colliding pulse setup is

clearly seen in Fig. 8, where we present a series of 30 con-

secutive shots without filtering any experimental data. The

mean value and its standard deviation derived from this se-

ries are, respectively, for the charge, the energy, the diver-

gence, and pointing stability: 13	4 pC, 206	10 MeV,


E /E :6.8	1.4%, divergence: 4.5	1.6 mrad, pointing sta-

bility: 2 mrad.

This stable high-energy beam was obtained when the

collision occurred at z=−390 �m. Here z=0 represents the

center of the gas jet so that at z=−390 �m, the laser has

already propagated in the plasma for about 1 mm before

injection occurs. At this position, rotating the polarization of

the injection beam produced no electron beam. This is simi-

lar to the results presented in Fig. 1 of Ref. 23. It can be

explained simply: at this position, the threshold for injection

with crossed polarized pulses is not reached �but it is reached

for PPs� and no electron beam is produced.

FIG. 6. �Color online� Experimental setup with two laser beams propagating

at angle of 176°.
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By moving the collision deeper into the gas jet, we were

able to obtain injection with parallel and crossed polariza-

tions. This is illustrated in Fig. 9 for which the collision

position is now z=60 �m: the red �blue� curve represents

the electron spectrum for the case of parallel �crossed� polar-

izations. For the PP case, a 134 MeV beam with 33.5 pC is

produced, whereas a 168 MeV electron beam with 11.5 pC is

produced for CP case.

Obviously, here, the threshold for injection in crossed

polarizations has been reached �these results are similar to

the ones of Ref. 32, obtained in a collinear counterpropagat-

ing geometry�. Note also that for PPs, the beam charge at z
=60 �m is about 30 pC versus 13 pC at z=−390 �m. This

increase in charge has been explained by 3D PIC

simulations.
28

These simulations reveal that the pulse spatial

and temporal profiles evolve through nonlinear effects �self-

compression and self-focusing� during its propagation. The

distorted laser pulse drives a distorted wakefield which has a

slightly different shape and in which trapping seems to be

easier. Thus, when injection occurs after a longer propaga-

tion distance, the laser pulse is more distorted, and larger

amounts of electrons can be trapped.

Figure 9 also shows that for CP, the beam charge is

lower but the energy spread is also better. Again, this is sim-

ply explained by the fact that the injection threshold is higher

for CP. This leads to a smaller injection phase space, thus to

a lower charge and smaller energy spread. The difference in

energy, 134 MeV for PP versus 168 MeV for CP, could be

explained by beam loading effects. Indeed, as the trapped

charge is higher in the PP case, it could lower the wakefield

amplitude and cause a lower energy gain. A full discussion

on beam loading is outside the scope of this paper and will

be the subject of a future publication.

Finally, by performing the scan of the injection pulse

intensity, we were able to demonstrate that the threshold for

injection with CP pulses is higher. The injection pulse inten-

sity was tuned by using a polarizer coupled with a half wave

plate �before the compressor�, so that the energy could be

changed from 125 to 0 mJ.

The red curve in Fig. 10 shows the increase in charge

with a1 �the injection pulse amplitude� for the PP case,

whereas the blue curve shows the same for CP pulses. The

graph shows very clearly that the injection threshold is very

different depending on the polarizations: for PP, it is about

a1th=0.08, whereas for CP, it is a1th=0.25. The charge is also

systematically lower by a factor of 2–3 in the CP case. Fig-

ure 10 is highly reminiscent of Fig. 2 which shows similar

trends and our experimental results confirm that the injection
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threshold is higher in the CP case. However, a direct com-

parison between the 1D PIC simulation and the experiment

should be made with caution because the 1D simulation does

not take into account self-focusing which plays an important

role in the exact determination of the thresholds. For in-

stance, the 1D PIC simulation of Fig. 2 was performed with

a0=2, but this value might be different in the experiment due

to self-focusing.

IV. CONCLUSION

Successful experiments using two laser pulses have been

recently achieved by other groups with different geometries:

�i� counterpropagating laser pulses at 135° angle
37

�ii� or

collinear laser pulses.
38

In addition, recent single beam ex-

periments in the bubble regime have led to an enhancement

of the electron beam stability.
39–41

Thus, several different

schemes are now available to the laser plasma accelerator

community and this is very useful for the development and

design of compact accelerators which will produce higher

energy electron beams. The use of a second laser pulse al-

lows physicists to tune the electron beam parameters. In this

paper, we have shown that by changing the intensity of the

injection pulse, one can decrease the energy spread and the

charge. Through experiments and simulation, we have un-

veiled the mechanisms responsible for electron injection with

cross polarized laser pulses. The development of laser facili-

ties delivering hundreds of terawatt pulses will permit to

change independently the charge and the relative energy

spread, to increase the electron energy with or without guid-

ing structure, and to explore new acceleration schemes.
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A cold optical injection mechanism for a laser-plasma accelerator is described. It relies on a short,

circularly polarized, low-energy laser pulse counterpropagating to and colliding with a circularly

polarized main pulse in a low density plasma. Contrary to previously published optical injection schemes,

injection is not caused here by electron heating. Instead, the collision between the pulses creates a

spatially periodic and time-independent beat force. This force can block the longitudinal electron motion,

leading to their entry and injection into the propagating wake. In a specific setup, we compute after

acceleration over 0.6 mm, a 60 MeV, 50 pC electron bunch with 0.7 MeV rms energy spread, proving the

interest of this scheme to inject electron bunches with a narrow absolute energy spread. Acceleration to

3 GeV with a rms spread smaller than 1% is computed after propagation over 3.8 cm in a plasma channel.

DOI: 10.1103/PhysRevLett.102.065001 PACS numbers: 52.38.Kd

Over the past few years, striking progress on laser-

wakefield acceleration of electrons [1] has been achieved.

In particular, since the production of the first experimental

quasimonoenergetic spectra [2–4], GeV energy has been

reached [5,6], guided propagation [7] and acceleration [5]

in a capillary have been demonstrated, and the use of

optical injection has proven that stabilization and control

of electron beams are possible [8]. Further developments of

laser-wakefield accelerators reside in the improvement of

the beam energy and quality, overall system stability, and

reproducibility. In this Letter, we report on a new scheme

for optical injection that enables injection of narrow-en-

ergy-spread bunches in low-plasma-density wakefields,

allowing large energy gain. Control of injection with an

all-optical method, high energy gain, and narrow energy

spread are thus the major interests of the proposed method.

Optical injection was first proposed in Ref. [9]. In this

scheme, injection is triggered by a second laser pulse

(injection pulse) coming perpendicularly to the pulse gen-

erating the wakefield (pump pulse). When the injection

pulse collides with the wakefield, the transverse pondero-

motive force of the pulse provides some electrons with the

necessary momentum to cross the wakefield separatrix and

be trapped in the wake. These electrons can then be accel-

erated to high energy. The same scheme is used in

Ref. [10], but the authors show that wake-wake collisions,

rather than the injection pulse ponderomotive force, can

also give to some electrons the necessary momentum for

injection and trapping. A third scheme [11] uses three laser

pulses instead of two and operates in a collinear geometry.

A pump pulse creates the wakefield while two other coun-

terpropagating pulses collide inside the wake. Electrons are

heated in the collision and, as in the first case, those with

enough momentum are trapped. This scheme has then been

simplified [8,12–14] by keeping the collinear geometry but

only using two pulses. The pump pulse still creates the

wakefield but also collides with the second pulse, coming

from the opposite direction. This collision, as previously,

heats the electrons and some of them can then be trapped.

Two counterpropagating laser pulses are also used in the

cold optical injection scheme presented in this Letter.

However, in this regime, injection relies on a fundamen-

tally different mechanism as no momentum gain is needed.

Here, during the collision with a very low-energy second

pulse, the longitudinal electron motion is frozen and elec-

trons can enter into the propagating wake, at a position

allowing their injection. As a result of this mechanism,

low-energy-spread electron bunches can be produced.

To introduce the cold injection principle, we present a

1D analysis which can give qualitative understanding of

the physics involved. Electron motion in the wakefield is

described by the Hamiltonian [12] Hðc ; uxÞ ¼ ½�2

?ðc Þ þ
u2x�1=2 � �pux ��ðc Þ, where c ¼ x� �pct is the wake

phase, �p ¼ vp=c with vp the laser pulse group velocity

and wake phase velocity, �? ¼ ð1þ u2

?Þ1=2, u? ¼
p?=mec and ux ¼ px=mec are the electron normalized

transverse and longitudinal momenta, and �ðc Þ is the

wakefield potential. An electron at phase c 0 with a longi-

tudinal momentum ux0 is characterized by H0 ¼
Hðc 0; ux0Þ. The evolution of its longitudinal momentum

is then

uxðc Þ ¼ �p�
2
p½H0 þ�ðc Þ�

� �p

ffiffiffiffiffiffiffiffiffiffiffiffiffiffiffiffiffiffiffiffiffiffiffiffiffiffiffiffiffiffiffiffiffiffiffiffiffiffiffiffiffiffiffiffiffiffiffiffiffiffiffiffiffiffiffiffi

�2
p½H0 þ�ðc Þ�2 � �2

?ðc Þ
q

; (1)

where �p ¼ ð1� �2
pÞ�1=2. The boundary between trapped

and untrapped orbits (the separatrix) is given by a critical

value, Hc, of the Hamiltonian. Its equation is thus
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u�xcðc Þ ¼ �p�
2
p½Hc þ�ðc Þ�

� �p

ffiffiffiffiffiffiffiffiffiffiffiffiffiffiffiffiffiffiffiffiffiffiffiffiffiffiffiffiffiffiffiffiffiffiffiffiffiffiffiffiffiffiffiffiffiffiffiffiffiffiffiffiffiffiffiffi

�2
p½Hc þ�ðc Þ�2 � �2

?ðc Þ
q

: (2)

Figure 1 shows a typical separatrix and the fluid orbit of

electrons in a wake favorable for cold injection. In this

figure, the separatrix is well above the fluid trajectory

indicating that self-injection cannot occur for electrons

initially at rest. An interesting feature of Fig. 1 is the region

where the separatrix is under the ux ¼ 0 axis. The exis-

tence of this large region indicates the possibility to inject

electrons without giving them additional longitudinal mo-

mentum. If we can simply modify their motion so they can

enter this region with negligible momentum, then they will

be trapped. This is exactly what is done by the injection

scheme proposed in this Letter.

To understand how a low-energy injection pulse can

modify the electron motion and cause injection, we need

to describe this electron motion during the collision of both

pulses. Still, for the sake of simplicity, we present a 1D

analytical description made with monochromatic laser

waves and we consider the motion of an electron in vac-

uum. The normalized vector potentials of the two counter-

propagating laser waves are, respectively, A0 ¼
ða0=

ffiffiffi

2
p

Þ½cosð!0t� k0xÞey þ sinð!0t� k0xÞez� and A1 ¼
ða1=

ffiffiffi

2
p

Þ½cosð!0tþ k0xÞey þ sinð!0tþ k0xÞez�. The

Hamiltonian of an electron in this field is Hðux; xÞ ¼ � ¼
½1þ u2

?ðxÞ þ u2x�1=2, where u? ¼ A0 þA1. The equation

governing the evolution of the longitudinal momentum, ux,
is dtux ¼ @H=@x ¼ �ð2�Þ�1du2

?=dx, leading to

dux
dt

¼ 1

�
k0a0a1 sinð2k0xÞ: (3)

This equation shows the existence of a beat wave force F,
time independent and spatially oscillating with a �0=2
period. In comparison, the longitudinal ponderomotive

force Fp, generated by the main pulse envelope, scales as

Fp � ð2�Þ�1a2
0
=ðc�Þ, where � is the pulse duration. As

1=k0 � c�, we have F=Fp � 2k0a0a1=ða20=c�Þ ¼
2!0�a1=a0 > 1. Thus, electrons are trapped inside the

�0=2-long beat wave buckets and cannot have the large

longitudinal motion normally caused by the ponderomo-

tive force Fp.

To illustrate this mechanism, we consider two 30 fs,

circularly polarized laser pulses with wavelength �0 ¼
800 nm. The pump pulse with energy of 4.2 J is focused

to a 18 �m full width at half maximum (FWHM) focal

spot. The peak normalized vector potential for this pulse is

a0 ¼ 4. A 2 mJ injection pulse, propagating along the same

axis but in the opposite direction, is focused to a 15 �m

focal spot (FWHM) with a peak normalized vector poten-

tial a1 ¼ 0:1. The value of the plasma density is ne ¼
4:4� 1017 cm�3 ¼ 2:5� 10�4nc, nc ¼ me�0!

2
0
=e2

being the critical density and �0 the permittivity of free

space. To model this setup, simulations have been run with

the particle-in-cell code CALDER [15], in 2D geometry. The

simulated on-axis wakefield has been used to plot Fig. 1.

Beat wave influence can be seen in Fig. 2(a) where the

trajectory in the laboratory frame of an electron under-

going the collision and being injected (two pulse case) is

compared to the trajectory of the same electron obtained in

a simulation where the injection pulse is turned off (refer-

ence case). In this last case no electron is injected. The

trajectory of the injected electron is representative of the

other injected electrons. In the reference case, the electron

is first pushed forward and sideways by the laser pondero-

FIG. 1 (color online). Phase space plot of 1D fluid orbit and

separatix calculated in a typical case for cold optical injection.

FIG. 2 (color online). Trajectories in laboratory frame (a) and

wake frame (b) of an electron in simulations with injection pulse

(two pulse case) or without (reference case). Both trajectories

originate from the same point represented by a cross in (a). Dark

gray (red) points and light gray (yellow) or white points repre-

sent electron position at t ¼ 820!�1
0
, i.e., at the end of the

collision in the two pulse case. The slow-evolving electron

density map is plotted as background in (b).
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motive force, and then its motion is determined by the

wakefield. This electron is untrapped and slips backward

in the wake frame. In comparison, the electron in the two

pulse case is first trapped in a beat wave bucket. It is pushed

sideways by the transverse ponderomotive force, but can-

not move in the longitudinal direction on a distance greater

than �0=2. As a consequence, just after the collision this

electron is at a more backward position than in the refer-

ence case. Both electron trajectories are plotted in the wake

frame in Fig. 2(b), together with the electron density

computed in the reference simulation. Because of the

collision, the wake generation is disturbed and inhibited

[16]. However, as the pulse lengths are much shorter than

the wake wavelength (approximately 10 �m compared to

60 �m), the wakefield is not dramatically changed by the

collision in our case. Using the reference electron density

to analyze the trajectories in both cases is thus correct as a

first approximation. Figure 2(b) indicates that after the

collision, as the electron in the two pulse case is at a

more backward position, it enters the blowout region. In

this region, the wake transverse electric field is large and

the electron is pulled towards the axis. Figure 3 represents

the longitudinal momentum evolution with time for both

electrons. For the two pulse case, in a first phase, the

electron momentum oscillates slowly as it is trapped in

the beat wave bucket. Then, the overlap of both laser pulses

decreases and the beat wave force becomes weaker.

Because of the fields of the back of the pump pulse, which

still influences the electron, the electron momentum oscil-

lates with a smaller period, as shown in Fig. 3. At the end of

this collision phase, at time t ¼ 820!�1
0
, the electron has

gained a negligible longitudinal momentum. At this time,

it is located inside the blowout region, as can be seen in

Fig. 2(b) where its position is represented by a gray (red)

point. Electron motion in the longitudinal direction is no

longer restricted to the �0=2 beat wave bucket and

the electron can move on a larger distance, as shown in

Fig. 2(a). Its position at this time is also represented by a

dark gray (red) point in this figure. The electron can now be

considered as injected, as it has been shifted backward in

the wake by the collision, leading to its entry with negli-

gible longitudinal momentum inside the region where

u�xc < 0. It can then be accelerated to high energy.

Because of the laser and plasma parameters used in our

simulation, the wake generation conditions are not far from

the blowout regime [17] so multidimensional effects are

important. Moreover, the electron is off axis when it enters

the wake. However, as the longitudinal electric field in the

blowout region is nearly constant in the transverse direc-

tion, the longitudinal momentum evolution of an on-axis or

off-axis electron is not dramatically changed. 1D, on-axis

analysis as it has been done then remains consistent, and

can give the basic physical understanding of the process.

This behavior is representative of the large majority of

injected electrons, proving that injection relying on mo-

mentum gain due to the collision, as proposed in Refs. [11–

13], is a different concept from the one discussed here.

This new injection mechanism can exist in our case be-

cause a higher pump pulse intensity than in Refs. [12,13] is

used, leading to the generation of a large wake with a

separatrix crossing the momentum axis ux ¼ 0 on a large

region. Moreover, as previously described, operating at low

plasma density allows us to use a wake wavelength much

longer than pulse length, reducing wake inhibition during

the collision. This is paramount for the injection of elec-

trons, as they can therefore be accelerated by the regular

wakefield just after the collision.

To underline the importance of this trajectory modifica-

tion due to beat wave for injection, we have run an addi-

tional simulation where only the injection pulse po-

larization is changed. Circular polarization is still used

but now rotates in the opposite direction. The normalized

vector potential is then A1 ¼ ða1=
ffiffiffi

2
p

Þ½� cosð!0tþ
k0xÞey þ sinð!0tþ k0xÞez�. For infinite pulse, Eq. (3)

becomes dtux ¼ 0, so no beat wave occurs for this polar-

ization case. For real, finite duration pulses, the pondero-

motive force of the injection pulse and its wake could

disturb the main wake evolution, and can cause energy

gain as in Refs. [9,10]. However, no injection is observed

FIG. 3 (color online). Momentum evolution with time of an

electron in simulations with injection pulse (two pulse case) or

without (reference case). Dark gray (red) point and light gray

(yellow) point represent electron momentum at time t ¼
820!�1

0
.

FIG. 4 (color online). Electron distributions obtained after

acceleration over 0.6 mm (a) and over 3.8 cm in a plasma

channel (b).
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in our simulation with these polarizations. This result

emphasizes the particular role of beat wave. With injection

pulse energy kept constant, only the presence of the beat

wave can lead to injection.

The electron beam injected by this cold injection method

has a very good quality as can be seen in Fig. 4(a), which

represents the electron distribution calculated after accel-

eration over 0.6 mm. A 62 MeVand 50 pC monoenergetic

bunch is being accelerated by the wake. The rms energy

spread of electrons with energy over 60 MeV is 0.7 MeV.

Because of the absence of heating during injection, elec-

trons are injected in a small volume of the phase space,

allowing this low value of energy spread. This proves the

interest of this method to inject electron bunches with

narrow absolute energy spread. The bunch is still at the

back of the wake bucket, indicating that its acceleration is

just beginning and much higher energy can be reached.

One of the interests of this injection scheme is to offer a

method to inject electrons in a wake created in a low

density plasma, well under the self-injection threshold.

Higher electron energies are then potentially reachable,

but longer acceleration distances are needed. As we oper-

ate in low density plasmas, self-focusing is not large

enough to guide the main pulse over long distances. We

have then run a different simulation using a plasma channel

profile. Plasma density ne is now parabolic in the trans-

verse direction: neðrÞ ¼ ð1þ r2=R2Þne0, where r is the

radial position, ne0 ¼ 2:5� 10�4nc is the unchanged

plasma density on axis, and R ¼ 27 �m is a value chosen

to provide good guiding of the pump pulse. In such a

plasma channel, 2D simulation shows that the pump pulse

can propagate over a few cm and keep a relatively stable

spot size and intensity, pump depletion being the main

limiting mechanism. The use of a plasma channel does

not change the injection mechanisms described above, and

a very similar distribution to the one plotted in Fig. 4(a) is

obtained after 0.6 mm of propagation after collision. The

simulation has been continued, and the dephasing length is

nearly reached after 3.8 cm of propagation. Figure 4(b)

shows the electron distribution found after this accelera-

tion. The 50 pC electron bunch has now reached an energy

of 3 GeV. The rms energy spread of electrons above

2.9 GeV is 0.9%. Because of the difference between 2D

and 3D geometry, higher energy is expected in the 3D case.

Beam loading is found to be the main cause for the absolute

energy spread increase. We have run a second simulation

with a1 ¼ 0:07 instead of a1 ¼ 0:1 used previously. In this
case, the beam charge is 28 pC, showing the interesting

possibility of tuning the beam charge by changing the

injection pulse energy, and energy spread is reduced to

0.45%. We have checked that apart from the charge in-

jected, injection is very similar in both cases. However, as

the charges are different, the wakefield modification due to

beam loading is also different and explains the variation of

the energy spread values. As a result, if beam loading is

optimized (which is beyond the scope of this Letter), very

narrow energy spreads are potentially reachable. For a1 ¼
0:07, the normalized rms emittance is 2:6� mmmrad and

the rms bunch duration is 4.8 fs.

To conclude, we have presented an optical injection

mechanism based on electron spatial trajectory modifica-

tion. Only mJ energy is needed for the injection pulse. The

beat wave created during the laser pulse collision is re-

sponsible for the trajectory modification. This scheme is

able to inject electron bunches with narrow absolute energy

spreads in the wake. As this injection can be achieved in

low density plasmas, multi-GeV energy gain can be ob-

tained, with an energy spread ultimately limited by beam

loading.

This work was carried out in the framework of the ANR

project ANR-05-NT05-2-41699.
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To take full advantage of a laser-plasma accelerator, stability and control of the electron beam

parameters have to be achieved. The external injection scheme with two colliding laser pulses is a way

to stabilize the injection of electrons into the plasma wave, and to easily tune the energy of the output

beam by changing the longitudinal position of the injection. In this Letter, it is shown that by tuning the

optical injection parameters, one is able to control the phase-space volume of the injected particles, and

thus the charge and the energy spread of the beam. With this method, the production of a laser accelerated

electron beam of 10 pC at the 200 MeV level with a 1% relative energy spread at full width half maximum

(3.1% rms) is demonstrated. This unique tunability extends the capability of laser-plasma accelerators and

their applications.

DOI: 10.1103/PhysRevLett.102.164801 PACS numbers: 41.75.Jv, 29.27.Ac, 52.38.Kd

Laser wakefield accelerators hold the promise of com-

pact electron beam sources [1]. In such an accelerator,

electrons are trapped and accelerated in a longitudinal

plasma wave whose velocity vp is close to the speed of

light c. In electric fields of several hundreds of GV=m,

electrons can reach ultrarelativistic energies on a millime-

ter scale. This alternative acceleration technique has made

remarkable progress over the last few years. In 2004, it was

first proven that under certain laser and plasma conditions

the ‘‘bubble regime’’ could lead to the production of

quasimonoenergetic electron beams [2–4]. In this regime,

an almost spherical ionic cavity of size corresponding to

the plasma wavelength �p is formed behind the laser pulse

[5,6]. A spike in the electron density builds up at the back

of the cavity and eventually breaks, causing electron in-

jection. Because they are localized in space and time, those

electrons witness the same accelerating field and are accel-

erated with small energy spread. At the time of those first

experiments, stability and control of the beam parameters

were not addressed, the whole process being highly non-

linear. Recent improvements of this scheme have led to a

more stable beam, either using capillaries [7,8] or gas jets

[9,10]. An alternative approach using two colliding laser

pulses marked a significant improvement in the electron

beam stability and control of energy. It relies on an optical

injection scheme in which a second laser pulse (injection

pulse) imparts a momentum kick to electrons so that they

can remain in the accelerating phase of the plasma wave.

This basic idea, first developed in [11], was refined to a

scheme in which the initial momentum is given by the

ponderomotive beat wave of the two lasers when they

collide [12,13]. This injection mechanism does not rely

on nonlinear effects and therefore allows for the injection

of electrons in a stable manner [14,15]. Moreover, by

decoupling the injection and acceleration processes, it is

possible to gain control over electron beam parameters

without changing the laser driving the plasma wave

(pump pulse) or the plasma parameters. By changing the

collision position and therefore the acceleration length, it

has been already proven in [14] that the energy of the beam

can be controlled. In this Letter, we show that we can also

use the injection pulse amplitude and polarization to con-

trol the phase-space volume of the injected electrons, and

hence the charge and energy spread of the accelerated

electron beam. This demonstrates control over the relevant

parameters of the laser-plasma accelerator.

We report here the results of an experiment conducted

with the Laboratoire d’Optique Appliquée ‘‘Salle Jaune’’

Ti:Sa laser system, which delivers two ultrashort 30 fs

linearly polarized pulses. The pump pulse is focused

to intensities up to I0 ¼ 4:6� 1018 W � cm�2, which cor-

responds to a normalized amplitude of a0 ¼ 1:5. The

injection pulse is focused with intensities up to I1 ¼ 4�
1017 W � cm�2, for which a1 ¼ 0:4. A supersonic helium

gas jet, after ionization by the front of the laser pulses,

provides the plasmamedium. In this experiment two differ-

ent gas jets have been used and characterized indepen-

dently by interferometry. A 2 mm nozzle, which has a

slightly parabolic density profile, with a plateau over

only 0.8 mm and a 3 mm nozzle with a well defined density

plateau over 2.1 mm. The differences in length and profile

of the two gas jets lead to two different electron densities of

operation: typically 1:2� 1019 cm�3 for the 2 mm nozzle

and 5:7� 1018 cm�3 for the 3 mm nozzle. The two laser

beams propagated with a 176� angle, instead of 180� as in

previous colliding pulse experiments [14,15]. This non-

collinear geometry offers several advantages: (i) it mini-

mizes the risk of damaging the laser system by reducing

the laser feedback to less than 1 mJ; (ii) the electron

beam can be extracted and diagnosed more easily because

there are no optics in its path. The electron beam is

measured with a spectrometer consisting of a dipole mag-
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net (1.1 T over 10 cm) and a LANEX phosphor screen. It

gives access to energy distribution, charge, and angular

distribution of the electron beam [16]. A half-wave plate

followed by a polarizer enables us to reduce the injection

pulse energy before compression. A second half-wave

plate enables us to rotate the polarization of the injection

pulse.

External injection provides a way to dramatically stabi-

lize the injection process and the production of a quasimo-

noenergetic beam. A data set of 30 consecutive shots taken

with the 3 mm nozzle, density ne ¼ 5:7� 1018 cm�3 and

collision position zcoll ¼ �400 �m (the z axis is oriented
in the direction of the pump pulse with origin in the center

of the gas jet), yields a very stable beam in energy E ¼
206� 10 MeV (5% rms fluctuation) with measured full

width at half maximum (FWHM) energy spread �E ¼
14� 3 MeV (20% rms fluctuation) (limited by the resolu-

tion of the spectrometer), FWHM divergence � ¼ 4:5�
1:6 mrad (36% rms fluctuation), and peak charge Qpk ¼
13� 4 pC (30% rms fluctuation). For this data set the laser

energy fluctuation is 17% rms and 60% peak to peak. We

have also witnessed that fluctuations of the electron beam

parameters depend on laser stability. The reproducibility of

a high quality beam is the first feature required by numer-

ous applications of an electron source. This is also crucial

for accurate measurements of beam parameters such as

bunch duration or emittance measurements which often

require a complete set of reproducible data.

Finally, it also enables us to see statistically clear varia-

tions of the beam parameters over a low number of shots

(typically 3–5), thus justifying the following parametric

study.

By changing the delay between the pump and injection

pulses, one is able to change the longitudinal position of

injection. Therefore, it is possible to control the accelera-

tion length and, consequently, the energy of the output

electron beam. It was already proven in a collinear geome-

try and still holds with a large colliding angle � ¼ 176�

since the pulses collide over a spatial region longer than

1 mm. Using the 3 mm gas jet with ne ¼ 5:7� 1018 cm�3,

we were able to tune the final energy continuously from 60

to 230 MeV.

In addition to the collision position, the use of an ex-

ternal injection scheme makes it possible to change the

parameters of the injected electron beam without modi-

fying the accelerating structure induced by the pump

pulse and its coupling to the plasma. Control over the

injection pulse parameters, namely, intensity and polariza-

tion, translates into control over the injection process and

enables us to modify the phase-space volume of the in-

jected particles. A simplistic physical picture for a one-

dimensional (1D) case with circularly polarized laser

pulses is represented in Fig. 1. Assuming a0 ¼ 2, ne ¼
7� 1018 cm�3, and a Gaussian pulse of 30 fs duration, one

can compute the 1D separatrix for the wakefield, which is

the boundary, in longitudinal phase space, between trapped

particles and untrapped particles (red solid curve). For

circularly polarized lasers, since the motion is determinis-

tic, one can also compute the beat wave separatrix which

gives the maximum momentum gain that can be achieved

in the beat wave (blue dotted curve). Following the ap-

proach of [13], i.e., using a Chirikov criterion, injection

will occur when the two separatrices overlap, thus defining

an injection volume in phase space. Here, a decrease of a1
lowers the beat wave separatrix and reduces directly the

injection volume. The reality is more complex since heat-

ing with linearly polarized lasers is stochastic [17,18] and

we also know that the underlying fluid approximation used

for describing the wake potential does not hold at the

collision position. The electrons are indeed trapped in the

beat wave and cannot take part in the large scale oscilla-

tions driving the plasma wave. As a consequence, the

wakefield is less suitable for trapping and the injection

phase-space volume is reduced compared to the above

idealized case [19]. However, stochastic heating with

linearly polarized lasers is a growing function of a1, and
the injection is still a threshold process. Therefore, the

simplistic picture still holds, and the injection volume

can be made arbitrarily small by changing the injection

parameters.

Experimentally, changing the energy gain of electrons

during the collision can be performed in two different

ways: (i) by changing the injection pulse energy (with a

half-wave plate and polarizer placed before the grating

compressor) since the longitudinal momentum gain of

electrons in the beat wave scales as
ffiffiffiffiffiffiffiffiffiffi

a0a1
p

and (ii) by using

the polarization dependence of the beat wave mechanism.

The heating of the electrons is indeed more effective when

the polarizations of the pulses are parallel. When the polar-

izations are crossed, heating is less efficient but injection

can still occur [20].

Evidently, tuning the injection volume results in the

control of the charge injected in the main accelerating

structure. Figure 2 (top) shows raw electron spectra ob-

tained with the 2 mm gas nozzle and an electron density of

ne ¼ 1:2� 1019 cm�3 for different injection laser ampli-

tudes. It confirms that the charge, corresponding to the
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integral of the number of counts, can be tuned for beam

energies in the 70–80 MeV range.

The parameters of the electron beams for the data set are

summarized in Fig. 2 (bottom). The solid (red) line repre-

sents the evolution of the charge in the monoenergetic

component with the injection pulse amplitude. It shows

that injection of electrons was obtained for normalized

injection pulse amplitudes as low as a1 ¼ 0:1, giving a

6 pC electron beam. The charge then rapidly increases for

low injection amplitudes and then saturates at 60 pC for

normalized injection amplitudes ranging from 0.25 to 0.4.

This behavior is consistent with 1D PIC simulations [20]

and can be explained as follows: on one hand the momen-

tum gain increases with the injection pulse intensity, but on

the other hand the wakefield inhibition [19] also becomes

stronger with the injection pulse intensity. This process

makes trapping harder and eventually balances the injected

charge. Simulations also show that for higher values of

injection laser amplitude a1 > 1, the charge becomes again

a growing function of a1, when the wake is completely

inhibited.

The control of the charge can also be achieved by

rotating the injection pulse polarization. Figure 3 shows a

data set taken with the 3 mm gas nozzle and an electron

density of ne ¼ 5:7� 1018 cm�3. The red curve represents

the injected charge evolution with the angle between the

polarizations of the two pulses. As expected, the charge is

maximal (22 pC) when the injection pulse has the same

polarization as the pump pulse (0� angle) and decreases to

its minimal value (1 pC) when the polarizations are crossed

(90� angle). Here, the beam peak energy is about 180MeV,

showing that tuning the charge can be performed at various

energy levels.

The insets in Figs. 2 and 3 show that the peak energy

slightly drops as the injected charge increases : from 90 to

70 MeV for Fig. 2 and from 190 to 170 MeV for Fig. 3.

This decrease can be explained by the combination of two

effects: (i) injection in lower energy gain orbits, further

from the separatrix; (ii) beam loading effects [21]. The full

explanation of this interplay is beyond the scope of this

Letter and is the topic of another paper [22]. Nevertheless,

this small variation can be easily compensated by adjusting

the collision position and by adding about 100 �m to the

acceleration length.

Furthermore, the change of injection volume also im-

pacts the energy spread of the beam. Indeed, in the small

charge limit, when beam loading effects are negligible, the

acceleration process can be described by Hamiltonian

theory in which the quantity �p�x is conserved during

the acceleration: a small injection volume will result in

small energy spread after acceleration. On the contrary,

larger injection volumes will result in larger energy

spreads. In addition, when the injection volume (and hence

the charge) grows, beam loading effects become more

important and will also tend, if uncontrolled, to produce

greater energy spread after acceleration [21]. When a high

charge is accelerated, it indeed distorts the wakefield and

can broaden the energy spectrum of the beam. Beam load-

ing effects in this experiment are specifically addressed in

another paper [22].
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In all cases, increasing the injection volumewill increase

the energy spread, either directly or indirectly through

beam loading effects. That is why charge and energy

spread are strongly correlated, as can be seen in Figs. 2

and 3, also representing the FWHM width of the quasi-

monoenergetic peak�E (blue circles). In Fig. 2, the energy

spread can be tuned from 22 to 7 MeV, and in Fig. 3, the

energy spread is reduced from 33 to 13 MeV. For both data

sets, the linear correlation factor between charge and spec-

tral width �E is 0.8.

This evolution of the energy spread has important im-

plications since the narrower energy distribution almost

compensates the charge decrease, so that the spectral in-

tensity and brilliance of the electron beam stays nearly the

same (within a factor of 2). If extrapolated, this technique

can lead to even narrower energy distributions, as heating

can be tuned as close to the injection threshold as neces-

sary. Both Figs. 2 and 3 show that the measurement of the

energy spread is limited by the spectrometer resolution.

Thus, in order to resolve the electron spectrum, we used a

focusing-imaging spectrometer whose resolution is better

than 1%.

Figure 4 shows a measurement performed using this

spectrometer. The parameters were 3 mm gas nozzle, ne ¼
7:2� 1018 cm�3, and the laser intensities were slightly

lower, a0 ¼ 1:2 and a1 ¼ 0:35. The electron spectrum

exhibits a very narrow energy distribution with a monoen-

ergetic peak at 178 MeVof width 2.4 MeV FWHM, giving

a relative energy spread (FWHM) of 1.3%. Note that the

whole charge of the beam (11 pC) is contained in this

narrow peak, yielding a total rms energy spread of only

3.1%. The divergence of this beam is 3� 1 mrad, which
leads to an estimated resolution for this shot of w.

This scheme therefore holds the promise of producing

very narrow energy distributions not only suitable for all

applications demanding high temporal resolution but also

for free electron laser experiments that are strongly depen-

dent on beam quality, and, in particular, energy spread.

In this Letter, we have demonstrated that the use of

optical external injection not only enables us to stabilize

and control the energy of the electron beam but also

provides ‘‘knobs’’ to easily change the injection volume,

thus allowing the modification of the charge along with the

energy spread. This method provides a way to improve

beam quality, and energy spreads of 1.3% FWHM have

been measured. This high quality, stable, and fully tunable

beam produced by a laser-plasma accelerator paves the

way for numerous applications.
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Beam loading is the phenomenon which limits the charge and the beam quality in plasma based
accelerators. An experimental study conducted with a laser-plasma accelerator is presented. Beam
loading manifests itself through the decrease of the beam energy, the reduction of dark current and
the increase of the energy spread for large beam charge. 3D PIC simulations are compared to the
experimental results and confirm the effects of beam loading. It is found that, in our experimental
conditions, the trapped electron beams generate decelerating fields on the order of 1 GV/m/pC and
that beam loading effects are optimized for trapped charges of about 20 pC.

The concept of laser wakefield accelerator, as first de-
veloped by Tajima and Dawson [1] relies on the excita-
tion of a longitudinal plasma wave by the ponderomotive
force of a laser pulse. The driven electric field, exceed-
ing hundreds of GV/m, can be used to accelerate elec-
trons to relativistic energies in a millimeter scale. Over
the past few years, this compact acceleration technique
has made remarkable progress, producing quasi mono-
energetic electron bunches at the 100 MeV level [2–4] and
then up to the GeV [5], as well as increasing stability and
tunability [6].

A fundamental limit of these accelerators is due to
the field perturbation driven by the accelerated electron
bunch itself. Indeed, when a bunch of electrons is accel-
erated, it drives a plasma oscillation which can cancel out
the laser wakefield. This phenomenon, known as “beam
loading”, ultimately limits the charge that can be acceler-
ated since for a given charge, the longitudinal field will no
longer be accelerating over the whole bunch length. Be-
fore reaching this limit, beam loading also impacts the
beam quality since the trailing electrons of the bunch
witness the superposition of the laser wakefield and the
plasma wave driven by the leading electrons of the bunch.
Therefore, when the bunch is carefully shaped, the total
electric field can be made constant over the bunch length,
which minimizes the energy spread [7–9]. However, when
uncontrolled, this fast varying beam loading field might
lead to an undesirable growth of the energy spread. This
effect is therefore of major importance for designing the
next generation of laser plasma accelerators delivering a
high quality electron source.

In this letter we give, to our knowledge, the first ex-
perimental observation of beam loading in a laser-plasma
accelerator. To obtain those conclusive evidences, we
have used an optical scheme to control the injection of
electrons [10]. In this scheme, electrons gain momen-
tum in the ponderomotive beatwave created by the colli-
sion of the main laser pulse (pump pulse) with a second
laser pulse (injection pulse) [11, 12], and therefore have

enough energy to be trapped in the wakefield. This injec-
tion mechanism has proven to inject electrons in a stable
and reproducible manner [6, 13, 14]. Moreover, by de-
coupling the injection and acceleration processes, it is
possible to gain control over electron beam parameters
by only changing the injection pulse parameters [15]. It
therefore enables us to load various charges in the plasma
wakefield without changing the laser driving the plasma
wave, nor the plasma parameters.

The experiment was conducted with the LOA “Salle
jaune” Ti:Sa laser system, that delivers two linearly
polarized pulses of 30 fs. The pump pulse is focused
to intensities up to I0 = 4.6 × 1018W.cm−2, giving a
normalized amplitude of a0 = eA0/mec = 1.5. The
injection pulse is focused to a maximal intensity of
I1 = 4 × 1017W.cm−2, giving a normalized amplitude
of a1 = 0.4. A half-wave plate followed by a polarizer
enables us to continuously reduce the injection pulse in-
tensity. We injected helium with a 3-mm supersonic gas
nozzle that rapidly produces a fully ionized plasma hav-
ing a well defined, 2.1-mm-long, electron-density plateau
of ne = 5.7 × 1018cm−3. Electrons are injected at the
collision of the two laser pulses colliding at an angle of
176◦. The collision position, hence the acceleration dis-
tance and the final energy, can be tuned by changing the
synchronization of the two pulses [6]. After acceleration,
electrons are deflected by a dipole magnet of 1.1 T over
10 cm before hitting a LANEX screen, which gives access
to the spectral information of the electron bunch above
45 MeV [16].

As stated before, beam loading can manifest itself
through a correlation between the bunch energy spread
and charge. In our experiments, the loaded charge is
controlled by a1, which also affects the initial volume
of electrons in phase space (injection volume) and thus
directly leads to a change of energy spread [15]. Disen-
tanglement of the two processes would require extensive
use of simulations for which the energy spread is unfor-
tunately the observable less robust to initial parameters
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FIG. 1: Experimental results: Bunch peak energy versus
charge trapped in the peak. Red squares correspond to the
varying a1 data set, blue circles to 30 consecutive shots with
laser fluctuations. Inset: electron spectra obtained for three
different injection laser amplitude, from left to right a1 = 0.4
(38 pC), 0.24 (21 pC) and 0.1 (8 pC).

fluctuations. Thus, in this paper, we have concentrated
on other means to experimentally observe beam loading.

Beam loading reduces the energy of the trailing elec-
trons of the bunch since they experience the field pertur-
bation of the leading electrons. Therefore, through beam
loading, the mean energy and peak energy of the electron
bunch should be correlated with the load.

The inset of Fig.1 represents the electron spectra
obtained with three different injection amplitudes. It
clearly shows a decrease of energy with increasing injec-
tion amplitude and beam charge. Here, the peak energy
of the quasi mono-energetic component goes from 197
MeV, for an injected charge of 8 pC (a1 = 0.1), to 151
MeV, for a charge of 38 pC (a1 = 0.4). To represent more
data and give statistically clearer results, we represent
in Fig.1 the peak-energy versus the charge of the quasi
mono-energetic peak for two complete data sets. One set
of data (circles) is obtained by looking at the fluctuations
of charge and spectra over 30 shots, for which the only
variations are the laser intensity and pointing fluctua-
tions at the collision position of 400 µm before the center
of the nozzle (zcoll = −400 µm). The other set of data
(squares) is obtained for injection at zcoll = −250 µm by
varying a1, and thus forcing a change of trapped charge in
the first bucket over a wider range. Those curves clearly
confirm the strong correlation between trapped charge
and energy. These data points also exhibit, for small
charges, a linear slope (dashed lines). When normalized
by the acceleration length, those slopes are similar: 1.6
GV/m/pC for injection at zcoll = −400 µm (circles),1.55
GV/m/pC for injection at zcoll = −250 µm (squares).

The inset of Fig.1 also gives a typical evolution of the
energy spread. For small loads, the energy spread stays
small and in this case, close to the spectrometer resolu-
tion (5 %). For higher loads, here above 25 pC, the energy

 0

 1

 2

 3

 4

 5

 6

 0  5  10  15  20  25  30  35  40

Q
tr

ai
l/Q

1st

Q1st (pC)

 20

 25

 0

 2

 4

 6

 8

 10

 80  120  160  200

dN
/d

E
 (

10
6  e

- /M
eV

)

E(Mev)

13 pC
5 pC
1 pC

FIG. 2: Experimental results: Evolution of the ratio between
the charge trapped in the trailing buckets (above 45 MeV) and
in the first peak as a function of charge trapped in the first
peak. Red squares correspond to the varying a1 data set, blue
circles to 30 consecutive shots with laser fluctuations. Inset:
electron spectra for different charge loads.

spread grows fast and substructures appear in the quasi
mono-energetic component of the spectrum.

Another possible way to diagnose beam loading is to
monitor the charge trapped in the trailing plasma buck-
ets. As the load of the first bucket also damps the field
in the trailing plasma buckets, beam loading should pre-
vent the trapping of large charge after the first bucket
and therefore reduce the dark current of the accelerator.

The inset in Fig.2 represents spectra with low injected
charges. Whereas for a peak charge of 13 pC most elec-
trons are contained in the high energy peak, the dark
current increases when the peak charge is smaller. Fig.2
represents the ratio Qtrail/Q1st versus Q1st , where Q1st

is the charge in the high energy peak and Qtrail is the
charge in the rest of the distribution (above 45 MeV).
This ratio represents a measurement of relative dark cur-
rent, and it clearly decreases with the charge trapped in
the first peak, as expected from the beam loading effects.

These experimental observations reveal the effects of
beam loading but simulations are needed to fully test
this interpretation and exactly understand the role of
the variation of the injection volume which might also
change the energy of the electron bunch. To model the
experiment, 3D particle in cell (PIC) simulations have
been performed with the code CALDER [17] for simi-
lar parameters: a normalized amplitude of a0 = 1.3 and
an electron density ne = 7.5 × 1018 cm−3 for a collision
position zcoll = −575 µm which gives a trapped charge
similar to the experimental results [18]. Simulations are
performed for different values of the injection pulse inten-
sity but, to limit the computational time, the simulations
are stopped only 300 µm after injection, resulting in lim-
ited acceleration, typically to 70 MeV.

To first give a global overview of the beam loading
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FIG. 3: Simulations results (Color online): a): Phase
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tra of the electrons trapped in the first bucket for a1 =
0.05, 0.1, 0.2, 0.3, and 0.4. The thick solid line corresponds
to the test particle case (without beam loading) with a1 = 0.4.

effects, we represent in Fig.3.a the phase space of the
electrons after a 300 µm acceleration for two different
simulations: both are performed with a1 = 0.4 but in
the second (pale gray), electrons with longitudinal mo-
mentum above 12 mec are treated as test particles, i.e.
they do not contribute to the plasma fields, so that the
loading of the wake is artificially removed after injection.
The longitudinal on-axis electric field is also represented,
the solid line corresponding to the loaded case and the
dotted line to the test particle case. Whereas in the simu-
lation without beam loading, we have the most energetic
electrons at the back of the bunch, beam loading tends
to flatten, and in this case even invert the electric field,
so that trailing electrons are heavily slowed down. As ex-
pected, the second period of the wakefield is also damped
by the loading of the first wake.

To have a closer look on the effect of beam loading
over the resulting spectra, we represent in Fig.3.b the
spectra of the electrons in the first plasma period after
300 µm for five different values of a1. The figure con-
firms that increasing a1 permits to increase the injection
volume and therefore the charge. It also shows that the
energy of the bunch decreases with the injection pulse
amplitude, as in the experiment. We first concentrate
on the small loads, with a1 = 0.05, 0.1, 0.2, for which
the electric field stays monotonic over the bunch length.
Two effects are combined to explain the decrease of the

bunch energy: (i) when a1 and thus the injection volume
is increased, electrons can be trapped closer to the laser
pulse, in lower energy gain orbits, (ii) beam loading due
to the leading electrons of the bunch can slow down the
trailing electrons.

To remove the ambiguity between these two effects, we
also represent the spectrum computed in the test particle
simulation (a1 = 0.4) in Fig. 3.b. Comparing it to the
simulation with a1 = 0.05, for which beam loading is
also negligible, allows us to witness the influence of a
change of injection volume only. In both cases, the most
energetic orbits, that need the lowest initial momentum
to be populated, are loaded. The only difference, linked
with the electrons gaining the highest momentum in the
collision of the lasers, lies in the low energy cut-off. The
fact that, in the simulations and in the experiments (see
inset of Fig.1), the high energy cut-off of the spectra is
shifted to lower energy as the injected charge increases,
is therefore a clear signature of beam loading.

From the simulations, one can also deduce that the
peak energy decrease with trapped charge can be ac-
counted approximately for one half to the injection vol-
ume, and for the other half to beam loading. The de-
crease of peak energy as a function of charge trapped
in the first bucket is represented in Fig.4.a. Considering
that only half of it is due to beam loading, it gives a beam
loading field per charge of approximately 1 GV/m/pC.
Using the same rough estimate, the beam loading field
per charge in the experiment is close to 0.8 GV/m/pC,
in good agreement with the simulations.

The simulations with a1 = 0.3 and a1 = 0.4 enlighten
the physics of beam loading for high loads: the injected
charge is indeed so large that it leads to a flattening
(a1 = 0.3) and even to an inversion of the electric field
(a1 = 0.4) as shown in Fig.3.a. When the electric field is
inverted, the trailing electrons are less accelerated than
the leading electrons and the spectrum, showing peaks
at the electric field extrema, evolves in a different man-
ner. The most energetic electrons are now the leading
ones and they are not undergoing beam loading effects.
Thus, the high energy cut-off and the peak energy are
now mainly determined by the injection volume, whereas
the low energy cut-off is now affected by beam loading.
This behavior explains the change of slope in Fig. 4.a
around 40 pC which is highly reminiscent of the change
of slope in the experimental data shown in Fig.1 at ap-
proximately 20 pC. This change of slope occurs for the
optimal (field flattening) beam loading case, and the sim-
ulation case a1 = 0.3 indeed results in the smallest energy
spread. This indicates that in our experiment, the opti-
mal load for our accelerator is around 20 pC. This is also
consistent with the experimental fact that, for higher in-
jected charges, structures appear in the first peak and
energy spread is rapidly increasing, see inset in Fig.1.

The simulations also show electrons trapped in the
trailing buckets (up to five buckets are considered due
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FIG. 4: Simulation results. a): Bunch peak energy versus
charge trapped in the first bucket. b): Evolution of the ratio
between the charge trapped in the trailing buckets (above 10
MeV) and in the first bucket as a function of charge trapped
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to the finite-size of the simulation window). Figure 4.b
represents again the relative dark current of our acceler-
ator versus the charge trapped in the first bucket. The
anti-correlation between the charge in the peak and the
charge in the following buckets is again a clear manifes-
tation of beam loading in the simulations, in agreement
with the experiment.

The experimental measurements presented in Fig.1
and Fig.2 have now been reproduced by simulations and
they can be interpreted as solid observations of beam
loading.

In this paper, the evolution of the electron bunch en-
ergy and dark current of the accelerator with the beam
load of a well defined wakefield are used to diagnose beam
loading effects. 3D PIC simulations show that the evolu-
tion of energy is due for one half to the variation of the
injection volume and for the other half to beam loading.
This enables us to infer an experimental beam loading
field of 0.8 GV/m/pC. The evolution of the bunch en-
ergy versus charge also tells us that the optimal load for
our accelerator of about 20 pC. If we assume a bunch
duration of some fs (the simulations give a typical rms
bunch duration of 1.5 fs), this value is in good agreement
with the optimal longitudinal density of the bunch de-
rived by Tzoufras et. al in [9]. Finally, at this charge
level, the dark current linked with the electrons trapped
in the following buckets is also reduced.

The implications of these observations of beam load-
ing are crucial for future laser-plasma accelerator designs.
The evolution of energy spread can indeed be understood
as an interplay between injection volume and beam load-
ing. For charges below the optimal load, increasing the
injection volume will result in a larger energy spread af-
ter acceleration and rotation in phase space, but it will
also increase the charge, resulting in field flattening and
improvement of the energy spread. The balance of the

two effects will produce a reasonably good beam qual-
ity. On the contrary, for charges above the optimal load,
both effects will result in an increase of energy spread,
explaining the fast deterioration of beam spectral qual-
ity. In our experiment, this limit is reached at 20 pC
because the injected electron beam is extremely short.
To further increase the charge while maintaining a good
beam quality, longer electron beams should be injected
(from scaling (10) of [9], 10 times more charge could be
accelerated). But it is also mandatory to control the in-
jection volume thoroughly to avoid any irreducible energy
spread. Current directions for downsizing the injection
volume in optical injection schemes are to use a cold in-
jection scheme [19] to limit the initial energy spread. One
can also reduce the plasma density: in a longer plasma
period, the injection volume, determined by the sizes the
two colliding laser pulses, would be indeed comparatively
smaller.
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Accélération d’électrons dans l’interaction laser-plasma : développement et

caractérisation d’un injecteur optique.

Résumé

Dans tout accélérateur de particules, l’injecteur est d’une importance cruciale car il
détermine la plupart des caractéristiques du faisceau accéléré. Les accélérateurs laser
plasma, basés sur l’interaction d’une impulsion laser ultra brève et ultra intense avec un
plasma sous dense, ne dérogent pas à cette règle. Cependant, pour ces accélérateurs ultra
compacts, l’injection est un véritable défi : pour obtenir une source de bonne qualité, il
faut injecter un faisceau d’électrons ultra court synchronisé très précisément avec le laser.
Dans cette thèse, la pertinence d’un injecteur optique, utilisant une deuxième impulsion
laser, est démontrée expérimentalement. Cet injecteur permet d’obtenir des faisceaux
d’électrons mono-énergétiques de façon stable. De plus, cet injecteur permet de régler
les paramètres du faisceau produit. Ainsi l’énergie, la charge et la dispersion en énergie
du faisceau sont ajustables simplement, en changeant les paramètres de la deuxième
impulsion laser. Ces contrôles supplémentaires permettent d’étudier précisément les
phénomènes physiques ayant lieu lors de l’accélération du faisceau d’électrons. Ainsi, les
effets de beam loading, liés à l’interaction du faisceau d’électrons avec le plasma, ont
pu être mis en évidence et étudiés. L’optimisation de l’injecteur a permis d’obtenir les
faisceaux d’électrons les plus fins spectralement mesurés à ce jour dans l’interaction
laser plasma, avec des dispersions en énergie de l’ordre du pourcent.

Electron acceleration in laser-plasma interaction : development and charac-

terization of an optical injector

Abstract

In any particle accelerator, the injector plays a crucial role since it determines most of
the characteristics of the accelerated beam. This is also true for laser-plasma accelerators,
that are based on the interaction of an ultra short, ultra intense laser with an underdense
plasma. However, due to the compacity of these accelerators, injection is a real challenge :
to obtain a good beam quality, injected electron beams have to be ultra short and
precisely synchronized with the laser. In this manuscript, the relevance of an optical
injector, that relies on a second laser pulse, is experimentally demonstrated. With
this injector, mono energetic electron beams have been produced in a stable manner.
Moreover, this injector gives control over the electron beam parameters. Using the
parameters of the second laser pulse, it has been proven that the energy, the charge
and the energy spread of the accelerated beam can be simply tuned. Those additional
controls make it possible to study in great details the physical phenomena at play during
the acceleration. Beam loading effects, due to the interaction of the accelerated bunch
with the plasma, have been identified and studied. With optimized injector parameters,
the narrowest electron beams measured to date in the laser plasma interaction have
been obtained, with a relative energy spread of 1%.
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