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été possible.
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C’est à mes parents que reviennent mes ultimes remerciements, pour l’aide immense qu’ils

m’ont apportée ces dernières années.

2



Table des matières

0.1 Introduction générale . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 7
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0.1. Introduction générale

0.1 Introduction générale

Il y a plus d’un demi siècle que les accélérateurs de particules ont fait leurs preuves dans de

nombreux domaines depuis la physique des particules jusqu’à la médecine. Les accélérateurs

classiques utilisent les cavités des ondes radio-fréquences (RF), pour accélérer les partic-

ules chargées à des vitesses relativistes. En effet, ces cavités peuvent générer des champs

électriques accélérateurs de l’ordre de 106V/m. Cependant, au-delà de cette limite, les parois

de la structure commencent à être endommagées par le champ électrique qui les ionise, ce

qui explique le fait que les accélérateurs ont tendance à être de grande taille tel que le LHC,

qui s’étale sur 27Km. Les plasmas étant des milieux ionisés, permettent de supprimer cette

limitation des champs accélérateurs classiques. Les plasmas sont dotés, à l’équilibre, d’une

quasi-neutralité de la densité de charge, où toute séparation significative de charge est accom-

pagnée par un fort champ électrostatique. Ce dernier, représente un intérêt majeur en tant

qu’un gradient compact d’accélération efficace. Ce champ produit au sein du plasma, est de

l’ordre de quelques centaines de Giga-Volts par mètre, soit plus de dix milles fois plus élevé

que les champs utilisés dans les accélérateurs conventionnels[1], [2]. Les méthodes utilisant

le laser pour l’accélération de particules chargées à des grandes vitesses, sont devenues dom-

inantes dans la physique appliquée, après l’avènement des lasers ultra-intenses à la fin du 20

ème siècle. Avec l’augmentation perpétuelle de l’énergie associée au électrons accélérés par

laser, qui passait de quelques MeV à quelques GeV durant la dernière décennie, une toute

autre situation est observée concernent les ions (principalement les protons), où l’énergie

n’a guère dépassé 70MeV par nucléon, selon la littérature [3]. A première vue, il est difficile

de parler de progrès considérables pour l’accélération des particules lourdes (ions), car l’un

des premiers résultats, ε ≈ 58MeV [4], obtenu il y a quinze ans de cela, est formellement

près des réalisations actuelles[3]. Toutefois, en tenant compte que le résultat dans [4] a été

obtenu pour une impulsion de 400J , tandis que celui dans [3] est obtenu pour une impul-

sion de 80J , le progrès est évident, mais pas si impressionnant que celui de l’accélération

électronique[5]. Pour les intensités laser actuellement disponibles, l’accélération ionique est

encore insignifiante durant l’interaction laser-plasma , car les ions sont au moins, dans le cas

des protons, 1836 fois plus inertes que les électrons et ne peuvent être accélérés directement

par le biais du champ laser, à des grandes vitesses. Par conséquent, il est nécessaire de

chercher un mécanisme de transfert d’énergie des électrons aux ions, afin de les accélérer

à travers la séparation de charges. La première proposition pour l’accélération des par-

ticules lourdes (ions) à base de plasma, fut dans les années 1950 (Veksler 1956) [6]. Le
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concept a été testé en utilisant un champ électrique induit par faisceau d’électrons injecté

dans le plasma [7]. Les modèles mathématiques décrivant l’expansion isotherme des plas-

mas dans le vide, estimant les champs de séparation de charge, qui peuvent potentiellement

accélérer les ions ont été proposés par Gurevich (1965) et Crow (1975) [8]. le principal

but de ces études traitant l’expansion du plasma, était la perte d’énergie des ions rapides

lors du processus de la fusion induite par laser, où l’énergie ionique atteinte fut bien au

dessous de 1MeV [9]. Il a fallut attendre l’introduction des lasers à impulsion ultra-courte

et ultra-intense, en 1990. Fews et co-auteurs (1990) [10], ont mis en évidence l’émission

des ions de plasma avec une énergie légèrement au dessus de 1MeV , à partir d’une cible

solide irradiée par une impulsion laser ”pico-seconde”, lors du processus d’allumage rapide

(fusion thermonucléaire). L’accélération ionique par le biais de laser a attiré une attention

considérable, après l’observation d’un faisceau protonique doté d’une énergie maximale de

55MeV , en 2000 [9]. Une technologie laser de pointe est capable de produire des impulsions

de lumière d’intensités de 1021 à 1022 W/cm2. A ces intensités, les électrons sont arrachés

de leurs orbitales atomiques et accélérés à des vitesses relativistes, Ec � mc2. Ces électrons

extrêmement énergétiques se propagent à travers le matériau irradié comme le montre la

figure (0.1.1), provoquant ainsi, la formation d’un plasma.

Figure 0.1.1 : Schéma d’interaction laser-cible [17].
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Des études récentes [11], [12], [13], [14], [15], [16], ont indiqué que les ions peuvent être ef-

ficacement accélérés au cours d’une interaction laser-cible, via plusieurs mécanismes. Cepen-

dant, à cause de la complexité de ce processus impliquant plusieurs phénomènes physiques

à chaque étape d’interaction laser-cible, tels que l’ionisation, la formation du pré-plasma,

l’interaction électron-champ laser, et enfin la formation et la propagation des faisceaux ion-

iques durant et après le phénomène d’accélération, la modélisation de ce problème reste

jusqu’à présent un défi pour les scientifiques. Selon des expériences [9], il existe plusieurs

mécanismes d’accélération pouvant être classés selon la durée du pulse-laser et son intensité,

comme le montre la figure (0.1.2).

Figure 0.1.2 : Certains régimes d’accélération, classés selon l’intensité et la durée du pulse-
laser [9] .

Le mécanisme d’accélération le plus étudié est connu sous le nom TNSA (Target Normal

Sheath Acceleration), où il se produit facilement lorsque une feuille mince d’épaisseur de

quelques microns est irradiée par des impulsions laser ultra-intenses. Durant ce mécanisme

(que nous étudions en détail dans le chapitre 3), et pour différentes intensités d’impulsion

laser ( 1017W/cm2 jusqu’à 1020W/cm2), les électrons atteignent des températures allant

de 10KeV jusqu’à 10MeV [11]. Un autre régime d’accélération est connu sous le nom de

9
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”accélération pondéromotrice de la couche de peau, SLPA” ( Skin Layer Ponderomotive Ac-

celeration). Dans ce régime les ions sont générés à partir d’une cible épaisse (en plastique).

Cette dernière, permet le chauffage et l’accélération des électrons sur toute l’épaisseur de la

feuille. Les électrons échappant de la cible libèrent une énergie coulombienne, afin d’accélérer

les ions. Cette énergie est maximale pour une épaisseur de la cible déterminée par l’équilibre

entre l’énergie coulombiènne et celle du champ laser, Ec = ELas, parce que sinon, soit le

champ laser est trop faible pour expulser les électrons de la cible, soit c’est le nombre

d’électrons qui est trop petit, car l’épaisseur de la cible (feuille) l est insuffisante, selon la

relation Ec ∝ l. Le potentiel électrostatique associé à cette séparation de charge, qui est de

l’ordre du potentiel pondéromoteur, accélère les ions dans la direction opposée à celle du

laser. L’énergie maximale des ions est alors de l’ordre du potentiel pondéromoteur.

La compréhension théorique et expérimentale, qui est jusqu’à présent à l’état rudimentaire,

du phénomène d’accélération ionique, pousse les scientifiques à étudier d’avantage le proces-

sus d’accélération afin de mieux comprendre les mécanismes gouvernant ce phénomène. Le

mécanisme TNSA, représente l’un des mécanismes expliquant la génération et l’accélération

des faisceaux ioniques à des hautes énergies lors d’une expansion plasma. Plusieurs modèles

et approches sont utilisés pour expliquer le comportement de l’expansion d’un plasma pro-

duit à la face arrière de la cible solide, à patrir des calculs analytiques simplifiés ou bien des

simulations numériques très sophistiquées, telles que les simulations PIC (Particle In Cell).

Des grandeurs comme l’énergie ionique maximale et la distribution des vitesses, peuvent

être obtenues analytiquement, tandis que les simulations numériques demeurent indispens-

ables pour décrire la dynamique des particules. Depuis l’année 2003, la génération des

champs électrostatiques dûs à la séparation de charges et leur influences sur la dynamique

d’expansion ont fait l’objet d’un grand intérêt théorique, basé sur le modèle d’expansion libre

d’un plasma dans le cadre d’une détente isotherme. Lors d’une expansion plasma, l’énergie

des électrons rapides est transférée aux ions via le potentiel coulombien accélérant ainsi les

faisceaux ioniques, où il en résulte, une expansion constituée d’une répartition d’électrons

chauds et des ions accélérés, formant un nuage de plasma quasi-neutre.

Selon la théorie des plasmas, le phénomène d’expansion est décrit à la fois par l’approche

cinétique ou hydrodynamique couplée avec l’ensemble des équations de Maxwell. Un tel

ensemble est suffisamment compliqué pour une résolution analytique, et même pour des

simulations numériques. Toutefois, afin de comprendre les processus engendrés par une ex-

pansion de plasma il est souvent nécessaire de travailler sur des modèles simplifiés suggérés

par des observations expérimentales. L’un de ces modèles, est celui d’une expansion plane

10
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uni-dimensionnelle dans le vide. L’évolution spatio-temporelle des particules présentes dans

le plasma, est décrite par un système d’équations cinétiques, connecté à l’équation de Pois-

son, décrivant le potentiel électrostatique. Cette approche cinétique, cherche à déterminer

la fonction de distribution des vitesses à travers la résolution de l’équation de Vlasov. Cette

fonction étant connue, toutes les grandeurs mesurables peuvent être calculées. Par ailleurs,

l’approche hydrodynamique consiste à utiliser les équations fluides, combinées avec les

équations de Maxwell. Cette approche s’avère incontournable pour modéliser les différents

phénomènes comme l’expansion des plasmas en l’absence de collisions. La difficulté de

résoudre l’ensemble des équations aux dérivées partielles, dans ces deux approches, nous

force à introduire des approximations afin de simplifier le problème des conditions aux lim-

ites qui sont indispensables pour une résolution adéquate du problème. Cependant, dans

la majorité des problèmes de la physique des plasmas, les systèmes sont soit ouverts, soit

semi-ouverts avec une frontière en mouvement. L’idée est de faire appel aux transforma-

tions self-similaires. L’existence de ces solutions dépend au cas où, les échelles initiales ne

possèdent pas de longueur ou de temps caractéristique. Cette condition découle des pro-

priétés de l’algèbre de Lie.

Dans cette thèse, nous proposons d’étudier le phénomène d’accélération des particules lors

d’une expansion d’un plasma dans le vide, produit par interaction laser-solide. En se basant

sur le modèle fluide décrivant la dynamique du plasma, nous résolvons les équations hydro-

dynamiques suivant deux approches. La première emploie des méthodes numériques pour

la résolution des équations fluides d’un plasma à trois espèces (électron, ion, et grains de

poussier). Ces grains de poussière peuvent modifier considérablement les caractéristiques

du plasma, en donnant lieu à des phénomènes inexistants dans les plasmas classiques. La

seconde approche se base sur une résolution semi-analytique des équations fluides à travers

la solution self-similaire, pour un plasma relativiste (en présence et en l’absence du champ

magnétique ~B), et aussi pour un système à trois fluides décrivant l’interaction faisceau-

plasma. Le présent manuscrit est organisé de la façon suivante: dans le premier chapitre,

nous définissons les concepts de base d’un plasma ( d’une façon particulière le plasma

poussiéreux). Puis les notions clés du processus d’interaction laser-cible. Ensuite, dans le

chapitre (2), nous rappelons l’essentiel sur les méthodes numériques pour la résolution des

équations fluides décrivant le phénomène d’expansion. Dans le chapitre (3), nous étudions

le phénomène d’accélération ionique à travers les principaux travaux dans la littérature,

en suivant un ordre chronologique de développement des modèles traitant l’accélération,

afin de cerner le problème à étudier dans le chapitre (4). Ce dernier, traite principalement
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l’effet de la charge des grains de poussière sur la dynamique de l’expansion et l’accélération

ionique. Par la suite, le chapitre (5) étudie l’expansion d’un plasma relativiste, en sup-

posant une quasi-neutralité du système composé de deux fluides, à travers la solution self-

similaire. Cette solution est étudiée de nouveau dans le chapitre (6) en tenant en compte

l’effet du champ magnétique extérieur sur l’expansion. Le chapitre (7) a pour but d’étudier

l’interaction d’un faisceau électronique relativiste avec un plasma froid, et son effet sur

l’accélération ionique. Le manuscrit se termine par une conclusion, où nous présentons un

résumé des résultats obtenus.
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1

Généralités sur les plasmas

1.1 Introduction

La matière au niveau microscopique est constituée d’atomes, qui sont eux-mêmes constitués

d’un noyau central autour duquel les électrons gravitent, sur des états d’énergie particuliers.

Ces électrons peuvent être éjectés de leur atome, s’ils se trouvent acquérir des énergies

plus élevées que les énergies de liaison. L’éjection des électrons elle-même s’accompagne

d’émission de lumière, comme l’éclair dans le ciel, la lumière d’une lampe au néon ou encore

les aurores boréales. On parlera de plasma lorsqu’une fraction importante (éventuellement

la totalité) de la matière considérée aura perdu tout ou une partie de ses électrons. Le terme

”Plasma” a été introduit pour la première fois en 1928, par le scientifique américain Ivring

Langmuir, désignant un gaz ionisé au sein d’une décharge électrique [19],[20]. Le plasma

donc, représente un ensemble gazeux contenant des électrons, des atomes et des ions, dont

le comportement est dicté par l’interaction collective. Cette interaction est provoquée par

le micro-champ électromagnétique qui provient des particules chargées présentes dans le

plasma. Pour comprendre l’intérêt d’étudier les plasmas, il faut savoir que le quatrième état

de la matière (plasma) est très répandu dans la nature. On le rencontre à toutes les échelles

de distance de nous, des plus éloignées aux plus proches. Dans le lointain univers se trouvent

les étoiles composant les galaxies, et dans certaines atmosphères des planètes, où l’ionisation

est due à des particules très rapides. Notre planète est elle même entourée d’un plasma,

sur une distance comprise entre 80 − 600Km de sa surface. Cette couche rend possible

les communications radios, ainsi que l’apparition des aurores boréales. Les plasmas sont

aussi créés de façon artificielle en laboratoire, où les décharges électriques dans les tubes

fluorescents et les plasmas de fusion dont les Tokamaks en constituent un exemple. Les
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1.2. Grandeurs caractéristiques des plasmas

plasmas sont très présents dans notre quotidien grâce au développement technologique tels

que les télévisions, les ampoules à basse consommation d’énergie, les phares au xénon...[21],

[22] . De plus, la technologie des plasmas est devenue indispensable dans l’industrie, avec

notamment les traitements de surfaces, et la mico-électronique pour la fabrication de micro-

processeur. En général, la physique des plasmas constitue une branche extrêmement active

et innovante de la physique appliquée.

1.2 Grandeurs caractéristiques des plasmas

1.2.1 Effets collectifs

Il existe trois types d’effets collectifs, qui caractérisent les plasmas:

La quasi-neutralité macroscopique

Si une tranche du milieu est écartée de sa position d’équilibre, le développement des champs

de charge induit une réponse collective pour restaurer cette neutralité. Donc cette car-

actéristique représente la tendance du plasma à rétablir sa neutralité électrique où son

expression est donnée par; ∑
α qαnα = 0

où, qα est la charge électrique et nα la densité des différentes espèces chargées présentes

dans le plasma. Ces mouvements collectifs sont caractérisés par une fréquence d’oscillation

dénommée ” fréquence plasma”

La pulsation plasma

Lorsqu’un plasma quasi-neutre subit une faible perturbation, comme par exemple un excès

de charge, ce plasma tend à restaurer sa neutralité de charge en provoquant des mouvement

des particules chargées. Les ions et les électrons répondent différemment aux variations

du champ électrique du fait de leurs masses et températures qui différent les unes des

autres. Afin d’évaluer cette différence, la pulsation plasma représente, les oscillations où

fréquence maximale à laquelle les espèces chargées du plasma sont sensibles. La fréquence

de l’oscillation électronique est donnée par l’expression suivante:

ωpe =

√
eTe/me

λe
=
√

nee2

meε0
= τ−1

e ' 56.4
√
ne(s

−1)
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1.2. Grandeurs caractéristiques des plasmas

avec Te et λe, représentent la température, la longueur de Debye des électrons.

Dans les plasmas produits en laboratoire la fréquence plasma est de l’ordre de grandeur de

1GHZ [25]. La fréquence ionique peut aussi être exprimée par:

ωpi =

√
eTi/M

λi
=
√

nee2

Mε0
= τ−1

i

avec Ti, λi, etM représentent la température, la longueur de Debye et la masse des ions

et τi est le temps de réponse des ions à une variation du champ électrique.

La longueur de Debye

Les particules chargées se meuvent de façon aléatoire. Malgré cela, elles ne se permettent pas

de se déplacer trop loin les unes des autres, du fait des forces coulombiènnes. La résultante

est une distance maximal λD pour laquelle le potentiel coulombien est écranté, où encore,

au delà de cette distance la quasi-neutralité est établie. Pour un plasma de densité n0 et de

température Te, cette distance vaut:

λD =
√

ε0kBTe
n0e2

Où, ε0 est la permittivité du vide, et kB est la constante de Boltzmann. Et l’ordre de

grandeur se calcule par la formule suivante [23]:

λD ∼= 7.43× 103
√

Te(eV )
ne

(m)

C’est donc l’échelle spatiale à partir de laquelle nous pourrons considérer le plasma

comme quasi-neutre. Par conséquent, pour que la neutralité macroscopique soit réalisée au

sein d’un plasma, il faut que L, la plus petite dimension définissant le volume occupé par le

plasma, soit nettement plus grande que la longueur de Debye, soit:

L� λD

et que le nombre de particules chargées nd que comporte la sphère de Debye doit être

nettement supérieur à l’unité, soit:

nd ≡ ne(4/3πλ
3
D)� 1

Ainsi, plus il y a de particules dans la sphère de Debye plus important est le caractère

collectif des particules du plasma (nd est couramment appelé le paramètre de plasma).
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1.3 Classification des plasmas

Les deux paramètres que nous avons défini précédemment, i. e, la fréquence plasma et la

Longueur de Debye permettent de classer les plasmas en plusieurs catégories. De plus, tous

les plasmas peuvent être classés en fonction de leurs densité et de leurs température comme

présenté sur la figure (1.3.1).

Figure 1.3.1 : Répartition des plasmas en fonction de leurs températures et de leurs densités
[22].

Une autre manière de classement des plasmas est de comparer la température des ions

par rapport à celle des électrons.

1.3.1 Plasmas froids et plasmas chauds

On distingue généralement deux sortes de plasmas, ”les plasmas froids” et ”les plasmas

chauds”. Les plasmas froids ont des ions beaucoup plus froids que les électrons. Dans ce

type de plasma, les températures restent inférieures à 105 Kelvin. Le taux d’ionisation est

faible et les atomes neutres à température ambiante sont majoritaires. Ceux-ci regroupent

principalement les plasmas de laboratoires (décharges à basse pression, jets de plasma, etc.),

les systèmes d’éclairages (tubes fluorescents, les ampoules de basse consommation d’énergie,

etc.), ainsi que la magnétosphère et l’ionosphère terrestres. Les plasmas chauds ont des
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températures supérieures à 106 Kelvin. Dans ce type de plasmas, les neutres ont tous été

ionisés; ce sont donc des plasmas totalement ionisés. Ce groupe englobe principalement les

plasmas de fusion (ITER, Tokamak, etc), les plasmas naturels (la foudre, le vent solaire,

les étoiles, les nébuleuses, etc), ainsi que certains plasmas de laboratoire tel que le Z-pinch,

décharges hautes intensités et l’interaction Laser-solide, etc.

1.3.2 Les plasmas thermiques

Ces plasmas sont caractérisés par une seule température de gaz Tg, les autres températures

des électrons Te, des ions Ti, et des neutres Tn étant proches, voir égales à celle du gaz.

1.4 Quelques propriétés des plasmas poussiéreux

Les plasmas et les grains de poussière chargés, deux ingrédients omniprésents de l’univers,

ont donné naissance à de nouveaux champs de recherche scientifique. Les premières ob-

servations remontent à 1885; où des grains de poussière ont été observés dans les fumées

qui accompagnent les météores. Les plasmas poussiéreux sont présents dans différentes

parties de notre système solaire, à savoir, le milieu interplanétaire, les interstellaires, les

queues et chevelures des comètes etc[24]. Les plasmas poussiéreux ont donc une espèce

supplémentaire, (grain de poussière). La présence, dans le plasma, de tels grains mas-

sifs (md ∼ 109mp ∼ 1012me) et hautement chargés (Qd ∼ 104e), induisent de nouvelles

échelles caractéristiques spatio-temporelles. Une telle mixture de plasma et de poussières

possède trois échelles de longueurs caractéristiques. Ce sont le rayon de grain de poussière

rd (rd ∼ µm), la longueur de Debye (poussière) λDd, et la distance moyenne inter-granulaire

d. Cette dernière est reliée à la densité nd des grains par la relation ndd
3 ∼ 1. Dans ce

contexte, on distingue deux situations:

• Si rd � λDd < d, les particules de poussière chargées sont considérées comme une

collection de grain isolé et écranté, on parle donc de grains dans le plasma. Dans ce cas,

les grains de poussière ne sont pas susceptibles d’introduire de nouveaux phénomènes,

car ils ne jouent aucun rôle dans l’aspect collectif.

• Si rd � d < λDd, les particules de poussière chargées participent au comportement

collectif et jouent un rôle majeur dans le comportement du milieu plasma. Dans ce cas,

les particules de poussière chargées peuvent être assimilées à des particules ponctuelles

massives semblables à des ions à charge multiple dans un plasma à plusieurs espèces.
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1.4. Quelques propriétés des plasmas poussiéreux

Il faut noter que, les grains de poussière possèdent des propriétés dynamiques qui les

différencient des ions. C’est pour cette raison qu’ils constituent une espèce à part.

1.4.1 Paramètres caractéristiques des plasmas complexes

Paramètre temporel

La fréquence plasma de poussière est donnée par :

ωpd = (4πnd0q
2

md
)1/2

avec ωpd � ωpi � ωpe. Cette propriété demeure importante pour l’investigation des

phénomènes évoluant dans le temps en présence de grains de poussière. Le temps car-

actéristique des grains est très grand par rapport à celui des autres espèces du plasma.

Paramètre spatial (longueur de Debye)

La longueur de Debye λDd d’un plasma poussiéreux est donnée par :

1
λ2Dd

= 1
λ2De

+ 1
λ2Di

où, λDe et λDi sont, respectivement, la longueur de Debye associée aux électrons et au

ions.

Neutralité macroscopique

Ceci signifie qu’à l’équilibre, la charge électrique totale dans le plasma poussiéreux est

nulle. Par conséquent, la condition de quasi-neutralité de la charge électrique d’un plasma

poussiéreux s’écrit sous la forme:

ni0 = ne0 + Zd0nd0

nj0 est la densité des particules d’espèce j(e, i, d) et Zd0 le nombre de charges, à l’équilibre,

des grains de poussière. Typiquement, un grain de poussière acquiert un millier à plusieurs

centaines de milliers de charge élémentaires et Zdnd0 pourrait être comparable à ni0, même

pour nd0 � ni0.

1.4.2 Processus de charge

La principale caractéristique des grains poussiéreux est la charge des grains. Les mécanismes

de charge jouent un rôle très important dans la physique des plasmas poussiéreux. Cette

charge trouve son origine dans une variété de processus tels que:
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1.5. Interaction laser-matière en régime ultra-intense

La collection de particules

Grâce à la vitesse thermique très importante des électrons, un grain neutre placé dans un

plasma acquiert une charge négative car le flux des électrons à la surface de ce grain excède

celui des ions.

L’émission secondaire des électrons

Lors d’une collision entre une particule énergétique et un grain de poussière, ce dernier libère

des électrons et se charge positivement. Il faut noter que l’attachement ne peut avoir lieu

en présence des particules de haute énergie.

L’émission photo-électronique

Le principe est identique à l’effet photo-électrique. Les grains de poussière peuvent émettre

des électrons sous l’effet d’un rayonnement ultraviolet. Dans ce cas, le grain de poussière se

charge positivement. De plus, il a été constaté que le grain de poussière formé d’agrégats

d’atomes possède une énergie d’extraction inférieure à toutes les énergies d’extraction de

ces atomes. Il en résulte, que, même dans des conditions extrêmes, on peut avoir des grains

de poussières chargés en présence de radiation de faible fréquence [24].

1.5 Interaction laser-matière en régime ultra-intense

Le laser constitue un moyen privilégié pour étudier la matière et les aspects de son comporte-

ment sous éclairement. L’étude de l’interaction laser matière a connu un développement

perpétuel, lié à l’avènement des lasers très puissants à impulsions ultra-brèves. L’étude

de cette l’interaction offre des intérêts et des avantages sur le plan théorique que sur le

plan technique. D’un point de vue théorique, elle permet de mieux décrire les propriétés

des plasmas hors équilibre. Il est donc essentiel de bien comprendre tous les processus

intervenant lors de cette interaction [26]. L’interaction d’un faisceau laser avec une cible

solide permet la création d’un plasma par transfert d’énergie laser à la cible. Les mécanismes

d’interaction laser-cible dépendent des paramètres du rayonnement laser (durée d’impulsion,

longueur d’onde, irradiance) et des propriétés physiques et chimiques du matériau (com-

position, micro-structure, état de surface). Les procédés d’ablation laser sont réalisés en

utilisant des impulsions laser de durée de 10−9−10−7s et d’irradiances de 106−1010W/cm2.

Les applications les plus classiques de ce régime de faible irradiance, sont le marquage, la
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1.5. Interaction laser-matière en régime ultra-intense

gravure, le perçage, la découpe...[25]. Pour ce genre de paramètres d’impulsion laser la

formation d’une plume de plasma froid au dessus du matériau traité est inévitable. Cepen-

dant, l’interaction laser-matière en régime ultra-intense (femto-seconde) produit un plasma

de haute température, composé d’ions fortement ionisé et l’électron libre via lesquels le laser

transfère son énergie à la matière. Dans ce régime d’interaction, deux caractéristiques fon-

damentales se présentent pour la différencier du régime de faible impulsion (nanoseconde):

• Le champ électromagnétique, associé à l’onde laser, est très élevé par rapport au champ

coulombien qui relie les électrons aux atomes.

• La durée de l’impulsion est inférieure au temps caractéristique de l’expansion hydro-

dynamique, ainsi que le temps de collisions élections-ions.

L’une des propriétés les plus importantes de l’interaction laser-cible en régime d’impulsion

courte (10fs− 10ps) et ultra-intense (1016 − 1020W/cm−3) est le phénomène d’accélération

vers l’intérieur de la cible, où des électrons atteignant des énergies de l’ordre du (∼ KeV )

jusqu’au (MeV ) [27][28]. Par conséquent, les phénomènes non-linéaires et relativistes doivent

être pris en compte pour décrire l’interaction du champ électromagnétique du faisceau laser

avec les électrons du milieu. Les ions n’interviennent guère pendant la durée de l’interaction

en raison de leur inertie.

1.5.1 Création du plasma

Les cibles sur les-quelles est focalisée l’impulsion laser sont initialement à l’état solide. Lors

de l’irradiation d’une cible métallique par un laser, une partie du faisceau est réfléchie de

surface du matériau, tandis que, l’autre partie est absorbée par métal (sur une petite pro-

fondeur de pénétration). Le plasma se crée lorsque l’intensité du laser est supérieure au seuil

du claquage du matériau. Le seuil de formation d’un plasma est de l’ordre de 1011W/cm2 à

la surface d’une cible solide. Au delà de 1018W/cm2, la physique de l’interaction devient rel-

ativiste car les électrons, plus légers que les ions, oscillent dans le champ laser et acquièrent

une vitesse proche de la vitesse de la lumière. Durant l’interaction d’un atome avec un laser

intense plusieurs processus d’ionisation sont en compétition. L’ionisation du matériau peut

intervenir par trois processus majeurs (l’ionisation multiphotonique, l’ionisation par effet

tunnel, et l’ionisation par suppression de barrière). Pour définir le mode d’ionisation subi

par le matériau, on définit le paramètre de Keldysh, donné par la relation [29]:
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1.5. Interaction laser-matière en régime ultra-intense

µk =
√

Qi
2Φp

avec, Qi le potentiel d’ionisation et Φp le potentiel pondéromoteur. Ce paramètre

représente le temps nécessaire à l’électron pour traverser la barrière de potentiel par rapport

au temps durant lequel la barrière de potentiel est abaissée car le champ laser est oscillant.

Ionisation multiphotonique: µ > 1

Les transitions multiphotoniques se manifestent chaque fois qu’un atome absorbe ou émet

simultanément plusieurs photons. En présence d’un rayonnement électromagnétique suff-

isamment intense, on peut observer une transition multiphotonique entre deux niveaux

atomiques, en lui permettant d’atteindre un niveau excité. A l’issue de ces absorptions,

l’atome va atteindre son premier niveau excité autorisé, et libérer un électron. Ce régime

survient quand le potentiel pondéromoteur est faible par rapport au potentiel d’ionisation,

donc pour une intensité relativement faible. Ce qui est généralement le cas pour les impul-

sions longues.

Ionisation par effet tunnel: µ < 1

Ce régime intervient lorsque le potentiel d’ionisation est plus faible que le pondéromoteur.

Ce processus aura lieu lorsque le champ laser est suffisamment intense pour modifier le

champ électrique vu par les électrons atomiques. Dans ce cas, la barrière du potentiel

atomique s’abaisse sous l’action du champ électrique laser. L’ionisation devrait donc ne pas

être possible, mais la mécanique quantique prévoit une probabilité non nulle pour que la

particule franchisse la barrière de potentiel et passe à un état ionisé.

Ionisation par suppression de barrière: µ� 1

Ce régime permet de supprimer le potentiel coulombien vu par la particule. Ce processus

nécessite une intensité laser qui peut être calculée par l’expression suivante [30]:

ISBI = 4× 109Q
4
i

Z2

Application numérique

Pour une cible d’aluminium le potentiel d’ionisation est de 5.98eV . Pour ioniser Al+, il

faut donc une intensité laser : ISBI = 5.2× 1012W/cm2.
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1.5.2 Paramètres liés au champ laser ultra-intense

Lorsque l’impulsion laser interagit avec la cible chaque électron entre en interaction avec le

laser et avec les particules du voisinage. La valeur crête du champ électrique, associé au

laser, peut s’exprimer en fonction de l’éclairement[31],[27],[28]:

E = 2.7× 1012( I(Wcm−2)
1018

)V m−1

Pour des éclairements compris entre 1016 et 1020W/cm2, le champ électrique prend des

valeurs qui vont de 3×1013 à 3×1014V/m. L’électron est arraché rapidement par ionisation,

est soumis à la force de Lorentz due au champ électromagnétique du laser:

dP
dt

= −e(E + v/c×B)

Dans la limite non-relativiste | v |� c, un électron interagissant avec cette onde est

affecté uniquement par E qui l’entraine dans une oscillation transverse, dont la vitesse

maximale est donnée par:

v
c

= eE
mωc

= eA0

mc2
= a

Où, on a introduit l’amplitude sans dimension a. Ce dernier paramètre adimensionnel

caractérise l’amplitude des oscillations transverses des électrons dans le champ laser, et est

donc utile pour caractériser le régime d’interaction. En d’autres termes, il représente le

seuil au delà duquel les effets relativistes ne sont plus négligeables. Ce seuil ne dépend

pas uniquement de l’éclairement laser moyen mais aussi de la longueur d’onde à travers le

produit I0λ
2. La relation de a s’exprime en unités pratique par la relation suivante[28], [31]:

a0 = 0.85
√
I18λ2

D avec, I18 = I(W/cm2)
1018

Quand l’éclairement laser dépasse le seuil a ≥ 1, le comportement de l’électron devient

relativiste et le terme v/c×B devient du même ordre que E2. Ce paramètre est cependant

à utiliser avec prudence. En effet, il reflète le mode d’interaction d’un seul électron isolé

dans un champ laser. La situation réelle, où l’électron se trouve dans un plasma ou dans un

solide, est bien différente du cas idéal de l’électron isolé. Dans le régime relativiste, les effets

particuliers se manifeste en raison de l’augmentation d’un facteur γ (facteur relativiste) de

la masse de l’électron. Par conséquent, la fréquence plasma électronique, dans ce régime,

est réduite sous la forme suivante:

ωpe = ωe
γ1/2
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Et, la densité critique s’écrit:

ncr,rel = γncr

On définit la densité critique du plasma comme la densité limite pour laquelle l’onde laser

peut encore se propager dans le plasma.

nc =
√

ε0me4π2c2

e2λ2D

nc(cm
−3) = 1.1×1021

λ2D(µm)

En présence d’un champ intense, la densité critique du plasma doit être corrigée par le

facteur relativiste.

1.6 Force pondéromotrice et chauffage J ×B

Pour des impulsions laser de faible intensité, le mouvement moyen d’un électron dans le

champ laser est nul. Si on se contente des termes linéaires des équations fluides, il reste :

∂ ~ve
∂t

= − e
me
~E

l’électron répond directement au champ électrique du laser. Pour des intensités de

1018Wcm−2, les effets non-linéaires liés aux gradients spatiaux de l’impulsion laser dominent

l’interaction. Ces effets se manifestent sous forme de force capable de pousser macroscopique-

ment la surface critique vers l’intérieur de la cible et d’accélérer les électrons jusqu’à plusieurs

MeV . La force non-linéaire exercée par une impulsion laser polarisée linéairement s’exprime

par [?]:

FNL = −e2
4meωlaser

[5(| E0 |2) +5(| E0 |2 cos(2ωlasert))]

Le premier terme est lentement variable par rapport à ωlaser et la moyenne temporelle sur

une période laser constitue la force pondéromotrice donnée par l’expression suivante :

FNL = −e2
4meω0

5 (| E0 |2)

Cette force, tend à repousser les particules chargées de la zone, où le gradient de l’intensité

laser est élevé. Ce mécanisme est schématisé sur la figure (1.6.1).

Par ce mécanisme de chauffage, l’accélération électronique par la force pondéromotrice

nous conduit à une expression de température électronique, qui peut être explicite, pour

le cas d’une intensité d’impulsion laser de l’ordre de 1018W/cm2 où l’énergie des électrons

accélérés dans la longueur de peau devient très vite relativiste. Cette relation peut être

calculée par l’expression [28]:
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1.6. Force pondéromotrice et chauffage J ×B

Figure 1.6.1 : L’action de la force pondéromotrice sur les électrons de la cible [28]

T = mec
2(
√

1 + a2
0 − 1)

T (MeV ) ≈ 0.511(

√
1 +

I18λ20−1

1.37
) avec, I18 = I(W/cm2)

1018

Application numérique

La température électronique d’un laser de 1µm avec une intensité de 1019W/cm2 est de

1MeV .

Le second terme dans l’expression de la force non-linéaire, oscille à 2ωlaser, est responsable

d’un mécanisme de chauffage des électrons qui a lieu dans l’épaisseur de peau est appelé ”

chauffage J × B”, puisque il découle de la présence d’un terme magnétique de la force de

Lorentz.
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2

Méthodes numériques pour l’étude du

phénomène d’expansion

2.1 Description du flux

2.1.1 Modèle du fluide continu

Un fluide est un milieu matériel continu, déformable qui peut s’écouler. A l’échelle micro-

scopique, le fluide est essentiellement discontinu. Par contre, a l’échelle macroscopique, le

fluide est un milieu continu. En outre, traiter le fluide comme un milieu continu c’est aussi

pouvoir le découper en cellules élémentaires à partir desquelles on pourra utiliser le calcul

intégrale. Dans le modèle du fluide continu [32], [33]:

• On n’étudie pas individuellement chaque particule.

• Les grandeurs physiques définies dans le fluide sont des moyennes sur des éléments de

volume dτ mésoscopique, qui représente l’échelle de la particule fluide intermédiaire

entre l’échelle microscopique et l’échelle macroscopique. Elle permet d’associer à cette

particule des grandeurs macroscopiques qui décrivent le fluide comme un milieu con-

tinu.

2.2 Concepts et équations hydrodynamiques

2.2.1 Conditions de validité

L’hydrodynamique (HD ci-après), appelée également mécanique ou dynamique des fluides,

décrit le comportement d’un milieu continu et déformable. Ces deux propriétés proviennent
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2.2. Concepts et équations hydrodynamiques

du fait que le milieu est composé d’un grand nombres de particules, mais dont on suit

l’évolution sur des échelles spatiales (donc temporelles) telles que le mouvement individuel

de chacune d’entre elles n’est pas pris en compte. On considère un nombre N de particules

de masse m situées dans un volume donné V et l’on peut définir alors divers champs pour

un fluide:

• La densité n(r, t) = N/V , définissant une taille caractéristique d = n−1/3 qui est la

distance moyenne entre chaque particule; la densité de masse est ρ = mn.

• La vitesse locale −→u (−→r , t) évaluée au point M(−→r , t).

• La pression P (ρ, t).

• La température T (−→r , t).

On peut donc définir des échelles hydrodynamiques, spatiale l et temporelle t, associées

aux gradients des grandeurs définies ci-dessus. Les conditions d’application de l′HD exigent

alors que ces échelles vérifient :

L� l� d et t� τeq

Où L est une taille caractéristique du milieu étudié, et τeq est le temps de relaxation

vers l’équilibre thermodynamique local (ETL) du fluide. Lorsqu’un tel équilibre est atteint,

il y a une homogénéité dans l’espace des vitesses et notre ensemble de particules suit une

distribution de vitesse de Boltzmann. Cette homogénéisation dans l’espace des vitesses re-

quiert un transfert d’impulsion efficace entre les particules, souvent effectué via des collisions

coulombiènnes. Ainsi, ce n’est qu’en se plaçant à des échelles temporelles longues devant ce

temps, qu’on assure la validité d’une description fluide. La condition L � l est nécessaire

si l’on souhaite pouvoir utiliser des équations locales pour décrire le milieu. Enfin, dans ces

conditions, un fluide est décrit par 4 champs (ρ,−→u , P, T ), et il faut donc quatre équations

mâıtresses.

2.2.2 Équations Hydrodynamiques

Conservation de la masse

∂ρ

∂t
+ div(ρ−→u ) = 0 (2.1)

Cette équation fournit ρ connaissant −→u .
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2.2. Concepts et équations hydrodynamiques

Conservation de la quantité de mouvement

ρ(
∂

∂t
+ u5x)uα +

∂Pα
∂x

= Fα (2.2)

où α = e(i) et F représente les forces extérieures (gravité, force électromagnétique, ..).

Équation d’état

Elle découle d’une hypothèse simplificatrice sur la nature des interactions collisionnelles

entre les particules. On suppose généralement que les collisions sont élastiques et on obtient

la relation des gaz parfaits.

P = nKBT (2.3)

où KB est la constante de Boltzmann.

Équation d’énergie

C’est la dernière équation, celle qui fournit la température T en fonction des autres paramètres,

c’est la plus complexe du fait des mécanismes de chauffage et de refroidissement. Il est donc

d’usage, dans un premier temps, de calculer la dynamique en faisant une approximation

jugée (ou espérée ) raisonnable sur la température:

• Approximation isotherme : on suppose T constante dans tout le milieu.

• Approximation barotropique: En pratique l’équation d’état perd tout son intérêt

puisque la dynamique est contrôlée uniquement par le gradient de densité

Un cas particulier de barotrope est lorsque le milieu suit une évolution adiabatique, c’est-

à-dire sans échange de chaleur. On obtient dans ce cas :

P = Kργ (2.4)

où γ = Cp/Cv est le rapport de capacités calorifiques appelé également indice adiabatique et

K est une constante. Il est également d’usage en astrophysique d’introduire une description

”polytropique”, P = KρΓ. Où 1 ≤ Γ ≤ γ, est un indice polytropique pouvant varier dans

le milieu.

Il y a en gros deux méthodes pour obtenir l’équation d’énergie (que nous n’allons pas détailler

ici). La première consiste à calculer à partir de l’équation de Boltzmann le moment d’ordre

(2). La seconde, découle du premier principe de la thermodynamique. L’équation de la
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2.3. Champ des vitesses dans un fluide

conservation de l’énergie est donnée par :

∂Utot
∂t

+ div
−→
F = 0 (2.5)

où, Utot = ρu2/2 + ρΦ + U est la somme des densités d’énergie cinétique, potentielle, et

interne.
−→
F est la somme de tous les flux d’énergie.

2.3 Champ des vitesses dans un fluide

2.3.1 Description de Lagrange

Pour décrire le fluide, on suit l’évolution au cours du temps et le cheminement d’une particule

fluide Mi(comme on le faisait en mécanique du point). Exemple: on regarde une brindille

emportée par le courant dans une rivière.

Figure 2.3.1 : Description Lagrangienne

La description Lagrangienne consiste donc à définir les grandeurs physiques en des points

attachés à la matière. Considérons un point Mi correspondant à une particule fluide, et ~vi

son vecteur vitesse. Soit ~OM i le vecteur position de la particule du fluide, on a alors :

~vi = d ~OM i

dt
= ~vi(t)
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2.3. Champ des vitesses dans un fluide

Cette vitesse ne dépend explicitement que du temps (les coordonnées d’espace sont des

fonction de temps), plus précisément ~vi dépend de t et de position à l’origine des temps de

la particule fluide:

~vi(t) = ~V (r, t)

2.3.2 Description D’Euler

Pour décrire le fluide, on le découpe en éléments de volume mésoscopiques fixes dans le

référentiel d’étude. Pour observer un écoulement, on se place à un endroit donné (fixe), et

on observe l’eau s’écouler.

Figure 2.3.2 : Description Eulérienne

La description eulérienne consiste donc à définir les grandeurs physiques en des points

fixes du référentiel. La vitesse en un point M du fluide est une fonction de deux variables

indépendantes M et t:

~v = ~v(~r, t)

2.3.3 Compatibilité des deux descriptions

• En description Lagrangienne, le vecteur vitesse ~v d’un point M du fluide est le vecteur

de la particule fluide qui l’entoure.

• En description eulérienne, le vecteur vitesse ~v d’un point M du fluide à un instant t

est le vecteur vitesse de la particule fluide qui se trouve en M à cet instant t.
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2.3. Champ des vitesses dans un fluide

A chaque instant, les lignes de champ de vitesses dans les deux descriptions cöıncident.

Une même vitesse peut être analysée de deux façons différentes.

Figure 2.3.3 : Description: Lagrange/ Euler

2.3.4 Dérivation temporelle

Généralement nous aurons à considérer les variations d’une grandeur physique. Cependant,

les grandeurs utilisées sont souvent attachées à un domaine matériel (température, masse

volumique, vitesse...). Il convient de considérer aussi la variation de ce domaine matériel

au cours du temps. Pour ce faire, on utilise la dérivée totale par rapport au temps, appelée

”dérivée particulaire” [32]. Considérons maintenant la quantité f(~x, t), le taux de change-

ment de la quantité f par rapport au temps effectué par la particule ”P”, entraine de se

mouvoir avec une vitesse ~vp, la dérivée particulaire de f est donnée par :

Df(~xp(t),t)

Dt
= limδt→0

f(~xP+~vpδt,t+δt)−f(~xp,t)

δt

En effectuant, le développement de Taylor de f( ~xp, t) et en posant que (~vδt = δ~x). On

obtient,
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2.3. Champ des vitesses dans un fluide

f(~xP + ~vpδt, t+ δt) = f(~x, t) + δt ∂
∂t
f(~x, t) + δ~xOf(~x, t) +O(δ2)

A partir des deux dernières équations, on constate que la dérivée particulaire de f s’écrit

sous la forme suivante:

Df
Dt

= ∂f
∂t

+ ~vp.Of

Et en notation généralisée:

D
Dt
≡ ∂

∂t
+ ~v.O

Le membre à gauche est le terme Lagrangien, tandis que le membre de droite représente les

termes Eulériens.

Exemple

Soit le point ”P” dénotant la particule du fluide. Cette derrière se meut avec la vitesse du

fluide local ~vp(t) = ~v(~x, t). L’accélération Lagrangienne D~v(~x,t)
Dt

du fluide est donnée par:

D~v
Dt

= ∂~v
∂t

+ ~v.O~v

L’accélération Lagrangienne est la somme de l’accélération eulérienne et l’accélération con-

vective.

Figure 2.3.4 : Accélération d’un point de fluide
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2.4. Solution numérique pour les équations fluides.

2.4 Solution numérique pour les équations fluides.

La modélisation d’un écoulement est obtenue en traduisant les trois grands principes physiques

suivants: la conservation de la masse, la seconde loi de Newton et le premier principe de

la thermodynamique. Cette traduction produit un système d’équations aux dérivées par-

tielles non-linéaire, dit système d’équations de Navier-Stokes [34]. Si on suppose la vitesse

de l’écoulement constante dans l’équation de la masse donnée par :

∂ρ

∂t
+
∂ρu

∂x
= 0 (2.6)

où ρ(x, t) désigne la masse volumique au point x et à l’instant t, et u(x, t) est la vitesse du

fluide. Cette équation se réduit à :

∂ρ

∂t
+ u0

∂ρ

∂x
= 0 (2.7)

où cette dernière est appelée l’équation d’advection linéaire scalaire; elle traduit simplement

le fait que la masse volumique ρ est advectée par l’écoulement à la vitesse u0. Elle peut être

écrite sous la forme générique suivante:

∂w

∂t
+ a

∂w

∂x
= 0 (2.8)

où w est une variable quelconque advectée à la vitesse constante a. Cette équation

constitue le prototype des équations modèles des effets convectifs. Si on considère la donnée

initiale w(x, t = 0) = w0(x), avec x ∈]−∞,+∞[ alors on vérifie facilement que la solution

de l’équation (2.8) est w(x, t) = w0(x − at) ce qui signifie que la solution w a un temps

∆t est la donnée initiale décalée de ∆x = a∆t. Ceci correspond exactement au phénomène

d’advection illustré sur la figure (2.4.1).

2.4.1 Résolution discrète

On souhaite résoudre de façon approchée l’équation d’advection, qui représente une classe

spéciale des équations hyperboliques conservatives à une dimension:

∂u

∂t
+ v

∂u

∂x
= 0 (2.9)
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2.4. Solution numérique pour les équations fluides.

Figure 2.4.1 : Advection à la vitesse a

On cherche une solution approchée de l’équation d’advection dans un maillage uniforme; on

note xj le point situé à l’abscisse jOx où Ox désigne le pas d’espace (constant) du maillage.

Pour cela plusieurs schémas sont utilisé pour approximer la solution exacte.

2.4.2 Schémas numériques

Le schéma explicite centré

Il est défini par :

un+1
j = unj −

v4t
24x(unj+1 − unj−1)

Pour toute la suite on pose λ = v ∆t
∆x

. Ce schéma est explicite en temps et centré en espace.

Ce schéma n’étant pas stable, il est inutilisable en pratique.

Les schémas explicites décentrés

Le schéma décentré à droite :

un+1
j = unj − λ(unj+1 − unj ), pour v < 0

et le schéma explicite décentré à gauche :

un+1
j = unj − λ(unj − unj−1), pour v > 0
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2.4. Solution numérique pour les équations fluides.

Le schéma de Lax-Freidricks

En 1954 [35], Lax a proposé d’améliorer le schéma centré simple, en modifiant le terme de

discrétisation en temps. Le schéma explicite proposé est donné par :

un+1
j = 1

2
(unj−1 + unj+1)− λ

2
(unj+1 − unj−1)

consistance : On a pour la variable en temps:

ūn+1
j = ūnj + ∆t∂tū

n
j + Mt2

2
∂2
t ū

n
j +O(∆t3)

et pour la variable d’espace:

ūnj−1 + ūnj+1 = ūnj −∆x∂xū
n
j + ∆x2

2
∂2
xū

n
j + ūnj + M x∂xū

n
j + Mx2

2
∂2
xū

n
j +O(∆x3)

= 2ūnj + ∆x2∂2
xū

n
j +O(∆x3)

avec

ūnj+1 − ūnj−1 = ūnj + ∆x∂xū
n
j + Mx2

2
∂2
xū

n
j − ūnj + ∆x∂xū

n
j − Mx2

2
∂2
xū

n
j +O(∆x3)

= ∆x∂2
xū

n
j +O(∆x3)

Donc l’erreur de consistance au temps tn+1 et au point xj est :

rn+1
j = 1

Mt(ū
n
j + ∆x∂tū

n
j + Mx2

2
∂2
t ū

n
j +O(∆t3)− ūnj − Mx2

2
∂2
xū

n
j + λ∆x∂xū

n
j+1 +O(∆x3)

= ∂tū
n
j + v∂xū

n
j + Mt

2
∂2
t ū

n
j − Mx2

2Mt ∂
2
xū

n
j +O(∆t2 + Mx3

Mt )

Or ∂2
t ū

n
j = v2∂2

xū
n
j . Ainsi, en supposant le rapport Mx

Mt , on obtient:

rn+1
j = (v

2Mt
2
− Mx2

2Mt )∂
2
xū

n
j +O(∆t2 + ∆x2)

= v
2
(v∆t− Mx2

vMt )∂
2
xū

n
j + ∆x2

= v
2
(λ− 1

λ
)∆x∂2

xū
n
j +O(∆t2 + ∆x2)

On en déduit que le schéma est d’ordre 1 en temps et en 2 en espace si λ 6= 1, et d’ordre 2

en temps et en espace si λ = 1.

Stabilité: Par transformée de Fourier, on obtient:

ξ(k) = cos(k∆x)− iv∆t
∆x

sin(k∆x)

On en déduit immédiatement que le schéma de Lax-friedrichs est stable si et seulement si

:| ξ(k) |< 1 qui conduit à la condition de Friedrichs-Lewy λ 6 1. Il est à noter que, la

correction apportée par le schéma de Lax-Friedrichs est équivalent à l’introduction d’un

terme de diffusion. Pour clarifier ce fait on écrit:
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2.4. Solution numérique pour les équations fluides.

un+1
j −unj

Mt = v(
unj+1−unj−1

2Mx ) + 1
2
(
unj+1−2unj +unj−1

Mt )

Cela est exactement la représentation des différences finis de l’équation suivante:

∂u
∂t

+ v ∂u
∂x

= 1
2
(Mx

2

Mt )∂
2u
∂x2

où le terme de diffusion, ∝ ∂2u
∂x2

, apparait dans l’équation.

Le schéma de Lax-Wendroff

Le schéma de Lax-Wendroff, représente une extension à l’ordre 2 en espace du schéma de

Lax-Friedrichs [36], en introduisant le schéma du saut de mouton(Leap-frog). Le schéma du

Lax-Wendroff est obtenu comme suit:

• Le schéma de Lax-Friedrichs avec demi-pas:

U
n+1/2
j+1/2 = 1

2
[unj+1 + unj ]− Mt

2Mx [F n
j+1 − F n

j ] +O(∆x2)

U
n+1/2
j−1/2 = 1

2
[unj + unj−1]− Mt

2Mx [F n
j − F n

j−1] +O(∆x2)

• Le schéma du saut de mouton avec demi-pas:

un+1
j = unj − Mt

Mx [F
n+1/2
j+1/2 − F

n+1/2
j−1/2 ] +O(∆x2)

Le schéma de Lax-Wendroff de l’équation d’advection avec ”demi-pas” est donné par:

u
n±1/2
j±1/2 = 1

2
(unj + unj±1)∓ λ

2
(unj±1 − unj ) +O(∆x2)

Donc le schéma pour t entier:

un+1
j = unj − λ(u

n+1/2
j+1/2 − u

n+1/2
j−1/2 ) +O(∆x2)

= unj − λ
2
(unj+1 − unj−1) + λ2

2
(unj+1 − 2unj + unj−1) +O(∆x2)

Consistance: Par les mêmes calculs que précédemment, on obtient facilement que le

schéma est consistant d’ordre 2 en temps et en espace.

Stabilité: Par transformée de Fourier, on obtient le coefficient d’amplification :

g(ξ; ∆x; ∆t) = 1− iλ sin(∆xξ) + λ2(cos(ξ∆x)− 1)

On a alors :
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2.4. Solution numérique pour les équations fluides.

| g(ξ; ∆x; ∆t) |= 1 + 4λ2(λ2 − 1) si λ > 1

= 1, si λ ≤ 1

D’après le critère de Von-Newmann, le schéma est donc stable en norme `2(Z) sous la

condition λ ≤ 1. Il est important de noter que le schéma de Lax-Wendroff qui se réduit

dans le cas linéaire:

Munj
Mt + v

unj+1−unj−1

2Mx = 1
2
v2 Mt

Mx2 (unj+1 − 2unj + unj−1)

peut également être interprété comme le schéma centré simple complété par un terme de

dissipation numérique (viscosité).

Les équations d’Euler

Les équations d’Euler constituent également une ” simplification ” des équations de Navier-

Stokes. Elles décrivent la conservation de la masse, le moment, et l’énergie totale. Le

système d’équation peut être condensé et écrit sous la forme suivante:

∂w
∂t

+ ∂fe(w)
∂x

= 0

Soit: w = (ρ, ρu, ρE) et f e(w) = (ρu, ρu2 + P, (ρE + P )u). La résolution des équations

d’Euler représente l’obstacle le plus difficile dû aux phénomènes non-linéaires de type choc

ou détente qui sont liés à la non-linéarité du flux f e; les flux visqueux introduisent des effets

de diffusion qui ne favorisent, en général, pas la robustesse de la méthode de discrétisation.

Pour cela on emploi un schéma de discrétisation qui combine les schémas numériques de

Lax-Friedrichs et de Lax-Wendroff, pour éliminer leurs problèmes respectifs de diffusion et

de dissipation (oscillation numérique) [37].

Le schéma hybride ”Lax Friedrichs-Lax Wendroff”

Pour l’équation d’advection, le schéma hybride (LFW) s’écrit [37]:

un+1
j = αku

n+1(LF )
j + (1− αk)un+1(LW )

j

où:

u
n+1(LF )
j = 1

2
(unj−1 + unj+1)− λ

2
(unj+1 − unj−1) +O(M x2)

et:

u
n+1(LW )
j == unj − λ

2
(unj+1 − unj−1) + λ2

2
(unj+1 − 2unj + unj−1) +O(M x2)
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2.5. Approche self-similaire

Donc:

u
n+1(LFW )
j = (1− αk)unj + αk

2
(unj+1 + unj−1)− λ

2
(unj+1 − unj−1) +O(M x2)

Le paramètre αk est un commutateur de choc qui devrait être proche de 1 près des régions

de discontinuités et 0 dans les régions fluide (smooth). Cela signifie, que le commutateur

privilégie le flux numérique du schéma de (LF) dans les régions de discontinuité, ainsi la

diffusion numérique. Cependant, dans les régions fluides (smooth), le flux numérique de

(LW) est utilisé.

2.5 Approche self-similaire

La difficulté de résoudre l’ensemble des équations aux dérivées partielles (équations fluides)

dans l’espace des configuration (x, t) à moins que la résolution se fait à travers des simula-

tions numériques, nous force à faire appel à d’autres techniques pour simplifier le problème.

Les conditions aux limites sont indispensables pour la résolution correcte de ces équations.

Cependant, dans la majorité des problèmes de la physique des plasmas, beaucoup de situa-

tions concernent les systèmes ouverts ou semi-ouverts. L’objectif est de trouver une solution

hydrodynamique numérique simple pour ces équations, à savoir, une solution self-similaire

décrivant ces écoulements libres. L’idée de faire appel aux transformation self-similaires

permet de simplifier et contourner le problème de la résolution des équations aux dérivées

partielles (EDP), en transformant ces dernières en système d’équations aux dérivées ordi-

naires (ODE).

La self-similarité est un concept qui stipule que la distribution spatiale des caractéristiques

du mouvement reste similaire à elle même à tout-temps durant le mouvement. La résolution

donne des solutions qui nous informent sur le comportement asymptotique du problème.

Lorsque le temps tend vers l’infini, ces solutions traduisent l’absence d’une grandeur car-

actéristique temporelle ou spatiale; l’ajout du rapport x/t dans une équation stipule que

les grandeurs qui dépendent de la variable x, varient en fonction du temps mais leurs profil

reste le même. En effet, ceci est justifié par la quasi-neutralité du milieu. La longueur

de Debye perd son importance comme longueur caractéristique du plasma, ce qui fait que

les solutions self-similaires décrivent le même comportement asymptotique d’un problème

sans limite. Du point de vue mathématique, les transformations self-similaires se basent sur

les propriétés de l’algèbre de Lie. Le choix de la transformation n’est pas unique, il peut

être guidé par des considérations physiques ou des raisons de commodités. Les variables x
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2.5. Approche self-similaire

et t sont combinées pour former une seule variable ξ = x/Φ(t), où Φ est une fonction du

temps, qui réduit le système d’équations aux dérivées partielles en un système d’équations

différentielles ordinaires faciles à résoudre.

Suivant le raisonnement de Hsuan [38], décrivant la transformation des équations fluides

à l’aide d’un groupe de transformation découlant de la théorie des groupes de Lie, nous

transformons notre ensemble d’équations fluides (2.1- 2.2). Pour l’équation de Poisson,

l’approximation de quasi-neutralité réduit cette équation sous la forme suivante:

ne = ni (2.10)

2.5.1 La self-similarité via la transformation du groupe

Il existe une procédure simple et efficace pour déterminer des variables self-similaires pour un

ensemble d’équations aux dérivées partielles. Selon la théorie du groupe de Lie, il est connu

que, ces variables de similarité sont identiques aux invariants à un paramètre particulier

de groupe de transformations (détails et références trouvés dans la réf. [40]). Le groupe

linéaire d’un ensemble de transformation avec un paramètre réel positif a:

G : {x∗ = aα1x, t∗ = aα2t, n∗ = aβ1n, V ∗ = aβ2v, P ∗ = aβ3P,E∗ = aβ4E (2.11)

A partir de ce groupe linéaire, et avec la procédure de la décomposition, il y a des paramètres

αj et βj qui doivent être déterminés de telle sorte que l’ensemble d’équations restent ”

conforméments invariant ” ou ” constant conformally invariant ” (CCI), du groupe G. Une

fonction Fj(xi) est dite ” constant conformally invariant ” sous G, si Fj(xi) = fj(a)Fj(x
∗
i ),

où fj est une fonction du paramètre a. Si fj(a) = 1, la propriété (CCI) est dite ”absolue”.

Cette propriété est satisfaite pour l’équation (2.1) et (2.2) si :

β1 = −2α2, β2 = α1 − α2, β3 = 2α1 − 4α2, β4 = α1 − α2. (2.12)

Le résultat de la transformation des équations précédentes à l’aide des nouvelles variables;

x∗, t∗, n∗, v∗, p∗etE∗ est donné par :

aα2−β1 ∂n
∗

∂t∗
+ aα1−β1−β2 ∂n

∗v∗

∂x∗
= 0 (2.13)
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aα2−β2 ∂v
∗

∂t∗
+ a−2β2+α1v∗

∂v∗

∂x∗
+ a−β3+β1+α1

1

mn∗
∂p∗

∂x∗
= a−β4

e

m
E∗ (2.14)

Ces équations conservent leurs formes si et seulement si :

−β1 + α2 = −2β2 + α1 = −β3 + β1 + α1 = −β4, α1 = α2, β2 = β1 = 0.

Alors:

x∗

t∗
= x

t
= ξ(x, t)

où ξ(x, t) est la variable self-similaire.
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3

Accélération ionique durant

l’expansion du plasma

3.1 Introduction

En physique et en sciences appliquées, un grand intérêt a été porté à la production des

particules de très hautes énergies, en particulier les protons. Cet intérêt est principalement

motivé par les propriétés remarquables des faisceaux ioniques produits, qui sont caractérisés

par [41] [42]:

• Une courte durée, initialement de l’ordre de la longueur d’impulsion laser.

• Un petit angle de divergence.

• Un flux hautement laminaire.

• Un grand nombre de protons (∼ 1013 − 1014)

Ces faisceaux de particules de hautes énergies ont de nombreuses applications, à la fois dans

la recherche fondamentale que dans les secteurs médicaux et industriels, parmi lesquels se

trouve le traitement de cancer. Grâce à la thérapie de rayonnement en utilisant des faisceaux

ioniques, un énorme potentiel de réduction des effets secondaires négatifs des méthodes de

radiothérapie actuelles a été mis en évidence [4], [43], [44]. L’idée d’accélérer les ions à par-

tir de cibles solides, souvent un métal ou feuille de plastique, par une irradiation laser fut

un champ de recherche depuis 1970 [42]. Cependant, il fallait attendre jusqu’à 1990, pour

atteindre des énergies de protons de l’ordre du (MeV ), grâce aux lasers super-intenses.

Les dernières décennies ont connu des avancements de recherche remarquables, à la fois
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théoriques et expérimentales, afin d’augmenter le maximum d’énergie acquise par les ions

et de comprendre les mécanismes impliqués dans le phénomène d’accélération [4], [45].

Le mécanisme d’accélération ionique dans la plupart des expériences effectuées jusqu’à

présent, est appelé le processus TNSA (Target Normal Sheath Acceleration). Ce processus

a été réalisé à l’aide des lasers à impulsions brèves, dans la gamme du (femto - picoseconde),

pour la première fois par Snavely et al [4], [45]. Le processus se déroule en trois étapes

essentielles.

• La première représente l’impact laser, interagissant avec la face avant de la cible. Les

atomes de cette dernière sont ionisés, et les électrons éjectés sont accélérés dans le

domaine du champ laser vers l’arrière de la cible.

• En traversant la cible, les électrons ionisent tous les atomes de profondeur de la cible

le long de leurs trajectoires, et forment en face arrière de celle-ci un nuage d’électron

chaud. Ceci est la deuxième étape [46], [47].

• Ensuite vient la dernière étape, où sous l’effet de la séparation de charge, un champ

électrique intense de l’ordre du TV m−1 se crée. Ce champ ionise les molécules de

la face arrière de la cible, puis accélère les ions à des énergies considérables, suivant

une expansion du plasma dans laquelle les électrons à hautes températures transfèrent

leurs énergies aux ions froids de la face arrière de la cible [48], [61].

Les différentes étapes de ce processus sont illustrés par la figure (3.1.1).

Les phénomènes impliqués dans l’expansion d’un plasma dans le vide, en particulier,

l’accélération ionique et la propagation d’onde de raréfaction, ont été étudiés théoriquement

et expérimentalement depuis les années soixante. Gurevich et al [48], furent les premiers à

montrer théoriquement que lors d’une expansion, des ions sont accélérés à des très hautes

énergies. Singh et Schunk [50],[53], ont utilisé des simulations numériques, pour étudier

l’accélération ionique dans le cadre de l’expansion du vent solaire. Durant la derrière

décennie, un énorme effort théorique et expérimental, travaillant dans le domaine de la

fusion par laser, a été consacré à l’étude de l’évolution du champ électrique, de l’énergie, et

des distributions des densités de particules lors d’une interaction laser-solide. Cependant,

même avec ces réalisations importantes, déjà atteintes, divers aspects de ce processus sont

encore à l’état rudimentaire de compréhension.

Pour étudier les aspects fondamentaux du processus d’accélération ionique lors d’une détente

plasma, nous commençons par une observation expérimentale. Il s’agit d’une impulsion laser
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Figure 3.1.1 : Processus d’accélération de couche normal (TNSA).

intense axée sur une cible créant instantanément un plasma, qui déclenche immédiatement

son expansion dans le vide adjacent. Une mesure typique faite pour une impulsion laser

CO2 focalisée sur une cible de polyéthylène, est présentée sur la figure(3.1.2) [55], montrant

le signal du courant ionique en fonction du temps pour diverses irradiances. Pour des ir-

radiances laser avec un seuil d’environ I ∼ 1012W/cm2, des pics correspondant à l’énergie

des ions ont été observés, au cours du processus d’expansion, où les ions dans les régions de

pics atteignent des énergies de l’ordre de 150KeV .

Deux questions se posent à partir de ces observations:

• Par quel biais ces ions ont pu atteindre de telles vitesses supersoniques?

• Quel est l’origine des ces structures en pics?
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3.2. Le modèle de Gurevich

Figure 3.1.2 : Signal du courant d’ions en fonction du temps [55]

Pour répondre à ces deux questions, nous allons étudier les travaux les plus fondamentaux

effectués par les physiciens du plasma durant les dernières 60 années, en suivant un ordre

chronologique de développement des modèles traitant le processus de l’accélération ionique

lors d’une expansion de plasma dans le vide.

3.2 Le modèle de Gurevich

En général l’évolution spatio-temporelle d’un plasma raréfié est décrite par un modèle

cinétique non-collisionnel pour décrire le plasma. Cependant les auteurs, dans ce travail,

supposaient les électrons en équilibre avec le potentiel électrostatique, le plasma est supposé

donc se comporter quasi-neutre. Certaines caractéristiques du processus d’expansion peu-

vent être étudiés en s’intéressant à la dynamique des ions dans la limite de quasi-neutralité.

La neutralité de charge supprime la longueur de Debye comme une longueur caractéristique

pertinente des équations régissant la dynamique de l’expansion[53]. Ainsi, toute dépendance

fonctionnelle de x et t sera considérée à travers la combinaison x/t. Ce type de transforma-
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3.2. Le modèle de Gurevich

tion est communément appelé ” transformation self-similaire” (voir le chapitre (2)).

Le plasma est décrit par l’équation cinétique pour la fonction de distribution ionique f :

∂f

∂t
+ v

∂f

∂x
− e

M

∂φ

∂x

∂f

∂v
= 0 (3.1)

avec l’équation de Poisson:
∂2φ

∂x2
= −4πe(Ni −Ne) (3.2)

où M étant la masse d’ion, φ est le potentiel électrostatique (E = −∂φ
∂x

), et

Ni =
∫ +∞
−∞ fdv

En supposant la quasi-neutralité, l’équation de Poisson se réduit à:

Ne = Ni

où, Ne est donnée par :

Ne = N0 exp( eφ
Te

)

donc,

eφ = Te ln Ni
N0

en remplaçant dans (3.1), nous obtenons :

∂f

∂t
+ v

∂f

∂x
− Te
M

∂

∂x
(ln

∫ +∞

−∞
fdv)

∂f

∂v
= 0 (3.3)

Quand la quasi-neutralité est atteinte, après un large temps t, le mouvement pourra être

traité dans le cadre de l’approche self-similaire. En introduisant les changement de variables

suivants:

τ = x
t
( M

2Te
)1/2, u = v( M

2Te
)1/2, g = (2πTi

M
)1/2fN−1

0

L’équation (3.3), s’écrit:

(u− τ)
∂g

∂τ
− 1

2

∂g

∂u

d

dτ
(ln

∫ +∞

−∞
gdu) = 0 (3.4)

Cette dernière expression peut être réécrite sous la forme allégée suivante :

(u− τ)
∂g

∂τ
− 1

2

∂g

∂u

d

dτ
φN = 0 (3.5)

où:
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φN = eφ
Te

= ln Ni
N0
, Ni
N0

=
∫ +∞
−∞ g du

(πβ)1/2
, β = Te

Ti

Les équations (3.4) et (3.5) représentent les équations de base traitées par Gurevich et al[

1966, 1968, 1973][48], [51], [52]. Pour t = 0 et x → −∞, le plasma est dans son état non-

perturbé. Si on assume que le plasma dans son état non-perturbé obéit à la distribution

Maxwellienne, donc les conditions aux limites pour les équations (3.4) et (3.5) sont :

τ → −∞, g → exp(−βu2) et τ → +∞, g → 0

Pour t > 0, les ions sont fortement accélérés, où leurs vitesses thermiques peuvent être

négligées. Dans ce cas, on a affaire aux équations fluides de continuité et de mouvement

données par:
∂Ni

∂t
+

∂

∂x
(NiVi) = 0 (3.6)

M(
∂Vi
∂t

+ Vi
∂Vi
∂x

) = −Zie(
∂φ

∂x
) (3.7)

En transformant ces dernières équations à l’aide de la variable self-similaire, les équations

sont réécrites sous la forme:

(Vi − ξ)
∂Ni

∂ξ
+Ni

∂Vi
∂ξ

= 0 (3.8)

(Vi − ξ)
∂Vi
∂ξ

+
eZ

M

∂φ

∂ξ
= 0 (3.9)

La solution self-similaire pour un plasma composé d’électrons Maxwelliens, et d’ions fluide

est :

Ne = ZiNi = ZiN0 exp(−ξ − 1)

Vi = S0(ξ + 1)

φ = −(Te
e

)(ξ + 1), ξ + 1 ≥ 0

Les deux figure (3.2.1b) et (3.2.1c), montrent les profils de la densité et la vitesse par

rapport à la variable self-similaire. L’onde de raréfaction provoquée avec le mouvement

du front se propage dans le plasma à la vitesse acoustique ionique. L’hypothèse de quasi-

neutralité restreint la validité de la solution self-similaire à −1 < ξ < ξm, où ξm est donné

par, ξm = 2 ln(ωpi − 1), pour t > ω−1
pi . Pour des valeurs de ξ > ξm, l’expression du potentiel

électrique φ = −(Te
e

)(ξ+1) demeure incorrecte. Le temps nécessaire au ions pour répondre à

la polarisation du champ électrique, et produire un flux de plasma avec Ne = ZiNi est donné

par ω−1
pi . Singh et Schank [1982][50], ont montré à travers des simulations numériques, qui

sont basées sur l’équation de Poisson, que la conclusion ci-dessus est en effet, correcte. Une
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Figure 3.2.1 : Expansion du plasma dans le vide: (b)-l’évolution de la densité en fonction de
la variable self-similaire. (c)-l’évolution de la densité en fonction de la variable self-similaire.
[53]

comparaison entre les études utilisant l’approche self-similaire avec celles utilisant la simu-

lation numérique, déterminant le potentiel à partir de l’équation de Poisson, a été réalisée

par Denavit [1979][42]. Il a été constaté que l’effet de séparation de charge, est de produire

un front d’ions, dans la région comprise entre le front d’expansion et l’onde raréfactive. Ce

fait est illustré par la figure(3.2.2). La ligne en trait mixte, montre que la seule différence du

comportement du profil ionique de celui du profil électronique est au niveau du front, où la

solution exacte, montre un pic de densité des ions. Ce pic est interprété par une accélération

des ions de la région près du front ionique.

La solution self-similaire, est en accord avec la formulation même du problème, qui est

à l’instant initial t = 0, le potentiel φ près de la limite x = 0, change brusquement de φ = 0

(pour x → −0) à φ = −∞ (pour x → +0). Les ions sont soumis à une force F = e∂φ
∂x

,

entraine une accélération immédiate des ions à des vitesses considérables. Cette force finie

agit sur les ions, de sorte que les ions se déplacent à une vitesse en augmentation perpétuelle
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Figure 3.2.2 : Les densités ioniques (électronique), N(Ne), et la vitesse ionique Vi en fonction
de la variable self-similaire pour t = 5 et t = 30 [51].

avec le temps. L’accélération ionique dépend essentiellement de la fonction Ne(φ) (la fonc-

tion de distribution des électrons). La vitesse du front ionique augmente avec le nombre

des électrons rapides et énergétiques. Les singularités du mouvement du front peuvent être

facilement interprétées comme étant des perturbations dans un plasma en expansion self-

similaire.

En résumé: Les solutions self-similaires et les simulations numériques ont montré les effets

suivants, durant l’expansion d’un plasma dans le vide.

• Des ions sont accélérés à des vitesses très importantes.

• Une onde de raréfaction est créée, se propageant dans le plasma.

• Le front ionique se développe, et se déplace dans la région du vide.

• L’excitation des instabilités sur certains volumes de l’espace a lieu.

47
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• Fortes discontinuités dans le plasma se produisent au niveau du front ionique.

3.3 Le modèle de Crow et al

Dans ce travail, les auteurs étudient le premier stade du processus de l’expansion libre

d’un plasma, dans une échelle de temps caractéristique longue par rapport à la période du

plasma [8]. Les électrons sont supposés en équilibre avec le potentiel électrostatique, où les

électrons sont continuellement remplacés par les nouveaux électrons du corps principal de

plasma. A la suite de ce processus, certains ions sont accélérés à des vitesses très élevées.

Le mouvement des ions est considéré non-collisionnel et leur énergie thermique est ignorée

dans ce modèle. Le potentiel électrostatique est décrit par l’équation de Poisson. Ainsi,

l’ensemble des équations décrivant le processus de l’expansion est donné par:

∂ni
∂t

+
∂niv

∂x
= 0 (3.10)

∂v

∂t
+ v

∂v

∂x
=

e

M
E (3.11)

ne = n0 exp(eV/kTe) (3.12)

ε0
∂2V

∂x2
= e(ne − ni) (3.13)

ne(ni), sont les densités électronique(ionique), v la vitesse des ions, E le champ électrique,

V le potentiel, et Te est la température électronique. Les conditions aux limites pour un

plasma à l’état non-perturbé; x→ −∞ où t = 0.

3.3.1 L’effet de la charge d’espace

Situation à t = 0

A t = 0, l’équation de Poisson prend la forme:

ε0
d2V

dx2
= n0e[exp(eV/kTe)− 1], pourx < 0 (3.14)

et

ε0
d2V

dx2
= n0e exp(eV/kTe), pourx > 0 (3.15)
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L’intégration sur la coordonnée spatiale donne:

1

2
ε0E

2 = n0kTe[exp(eV/kTe)− 1− eV

kTe
], pourx < 0 (3.16)

1

2
ε0E

2 = n0kTe exp(eV/kTe), pourx > 0 (3.17)

Où, E = −dV
dx

, {[dV
dx

= 0, V = 0]} pour x → −∞ et {[dV
dx

= 0, V = −∞]} pour x → +∞.

Après intégration La densité électronique est donnée par:

ne = n0 exp(−1)(1 + x
(2e)1/2λD

)−2

où, λD = ( ε0kTe
n0e2

)1/2

Expansion

Les ions, qui étaient à l’origine (x = 0), vont former un ”front d’ions” bien défini, qui se

déplace dans le vide. En avant de ce front ionique, nous avons un nuage d’électrons pur,

comme illustré par la figure(3.3.1). Le nuage d’électrons aura toujours la même forme, où

la densité électronique dans ce nuage est écrite sous la forme:

ne = nef (1 +
x−xf√
2λlocal

)

où, λlocal = ( εkTe
nef e2

)1/2, et xf désigne la position du front ionique.

Procédure numérique

En normalisant le système d’équation (3.10-3.13), ce dernier peut être réécrit comme suit :

∂n

∂t
+
∂nv

∂x
= 0 (3.18)

∂v

∂t
+ v

∂v

∂x
= −∂φ

∂x
(3.19)

∂2φ

∂x2
= expφ− n (3.20)

Pour nous permettre de localiser le front d’expansion avec plus de précision, le calcul est

basé sur la formulation Lagrangienne du problème, dans laquelle la maille des différences

finies est liée au plasma, au lieu d’être fixée dans l’espace. L’ensemble des équations (3.18-

3.20), est remplacé par les équations pseudo-Lagrangiennes du mouvement:

Dv

Dt
= −∂φ

∂x
(3.21)
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Figure 3.3.1 : La variation de la densité ionique et électronique au front [8]

Dx

Dt
= v (3.22)

n =
∂χ

∂x
(3.23)

−X < x < xf

où, D
Dt

est l’opérateur de dérivation par rapport au plasma, et χ est la coordonnée spatiale

de Lagrange.

Résultats et Discussions

Pour résoudre le système (3.21-3.23), numériquement, la méthode des différences finies est

utilisée, avec des conditions initiales n = 1, v = 0, χ = x à t = 0. La figure (3.3.2) montre un

comportement ionique et électronique identique (plasma quasi-neutre). Cependant, près du

front ionique, il y a (bel et bien) une région de charge d’espace positive. La figure (3.3.3),

montre la vitesse des ions au front en fonction du temps. La vitesse continue à augmenter,

mais à rythme décroissant.
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Figure 3.3.2 : Profil de la densité ionique et électronique en fonction de x pour des temps t
différents [8]

3.4 Modèle de Schamel

L’objectif principal de ce travail, est de comprendre la dynamique d’un plasma en expansion

après le moment de sa création par une impulsion laser. En suivant le travail de Sack et

Schamel [1987] [54], le plasma est constitué d’ions (chargés une fois) et d’électrons décrits

par un modèle à deux fluides.

∂tns +5.(nsvs) = 0 (3.24)

ms[∂t + vs.5]vs = −q5 φ− 1

ns
5 Ps, s = e, i (3.25)

52φ =
e

ε0
(ne − ni) (3.26)

Les auteurs supposaient une configuration plane, uni-dimensionnelle (1D), et que l’évolution

se déroule sur une échelle de temps ionique, de telle sorte que les électrons sont en équilibre,

représentés par la loi isotherme (Pe ∼ ne), où la pression ionique est négligée dans ce modèle
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Figure 3.3.3 : Le profil de la vitesse du front en fonction du temps [8].

[55]. Ceci est en accord avec l’observation que, au moins que pour des hautes énergies du

laser, l’énergie est principalement absorbée par les espèces légères (électrons). Les ions occu-

pent initialement le demi-espace x < 0, à t = 0. Dans le plasma quasi-neutre non-perturbé

(x→ −∞), ne = ni = n0, vi = 0, et Te = cte, tel que Pe0 = n0kTe0, où kB est la constante

de Boltzmann. En normalisant les densité par n0, le potentiel électrique par kTe0e
−1, la

coordonné spatiale x par λD, la coordonnée temporelle par ω−1
pi , et la vitesse ionique par la

vitesse acoustique cs =
√

kTe0
mi

, le système d’équations normalisées, couplé à l’équation de

Poisson est donné par :

∂tn+ ∂x(nv) = 0 (3.27)

∂tv + v∂xv = −∂xφ = E (3.28)

∂2
xφ = ne(φ)− n (3.29)
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3.4. Modèle de Schamel

où, E est le champ électrostatique, et ne(φ) est donnée par la loi de Boltzmann.

ne(φ) = exp(φ) (3.30)

Le système (3.27)-(3.30) doit satisfaire les conditions au limites, x → −∞ (non-perturbé)

et à x→ +∞ (condition du vide):

n(x→ −∞, t) = 1, φ(x→ +∞, t)→ −∞
n(x→ +∞, t) = 0, v(x→ ±∞, t) = 0, φ(x→ −∞, t) = 0

Avec les conditions initiales suivantes:

n(x, 0) = n0(x); v(x, 0) = 0; φ(x, 0) = φ0(x); ∂2
xφ

0(x) = expφ0(x)− n0(x)

Il existe, par conséquent, déjà un champ électrique E0(x) à (t = 0), qui résulte de la

séparation de charge, et qui permettra d’accélérer les ions. Pour la résolution du système

(3.27-3.30), une méthode numérique est employée pour étudier les propriétés dynamiques

de ce processus d’expansion. Cependant, les méthodes numériques, qui sont basées sur

une discrétisation du système d’Euler, ne peuvent pas expliquer les caractéristiques et les

propriétés souhaitées, à cause de leurs problèmes de diffusion et de dispersion numérique,

dont souffrent ces méthodes . Pour cela, invoquer l’approche lagrangienne pour garder les

propriétés de la dynamique du plasma, représente une bonne alternative.

3.4.1 Description Lagrangienne du fluide (LFD)

La (LFD) fait usage de la notion d’un élément fluide, dont la trajectoire est décrite dans le

temps τ par la quantité x(x0, τ). A τ = 0, l’élément fluide est localisé à x0, (x(x0, 0) = x0)

et à τ quelconque est à la position d’Euler x. Sa vitesse est supposée cöıncider avec la

vitesse du fluide à sa position actuelle.

ẋ(x0, τ) = v(x(x0, τ), τ) ≡ ṽ(x0, τ)

En intégrant cette dernière expression par rapport à τ , on arrive à :

x(x0, t) = x0 +
∫ τ

0
dt
′
ṽ
′
(x0,t′ )

L’avantage d’un tel système Lagrangien est l’absence du terme convectif v∂xv, qui provoque

des problèmes dans les schémas Eulériens, ainsi que l’absence de dissipation et dispersion

numérique, qui conduisent, généralement, à un fort lissage (smoothness) indésirable de la

solution.
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3.4.2 Solution numérique

En faisant usage du code Lagrangien, les auteurs ont obtenu les résultats numériques suiv-

ants: la figure (3.4.1(a)), montre les profils de la densité ionique et le champ électrostatique

en fonction de la coordonnée spatiale x. La variation du champ électrique est due à la

séparation de charge, provoquée par l’extrême mobilité des électrons. La figure(3.4.1(b)),

montre pour un temps ultérieur (t = 17), le profil de la densité, la vitesse ionique, et le

champ ambipolaire en fonction de x. Nous remarquons l’apparition des structures en pics

au niveau du font ionique, à x ≈ 0. La vitesse ionique, initialement nulle, se comporte

d’une façon non-monotone, avec une pente positive, ayant après une grande pente négative

à x ≈ 0. L’accélération ionique est maximale à ce point, qui correspond à un pic du champ

électrique.

Figure 3.4.1 : (a) Profils de La densité ionique et du champ électrique en fonction de x. (b)
Profils de densité ionique, champ électrique et la vitesse des ions en fonction x. (c) Profil
de la densité ionique pour des temps différents en fonction de x [55].
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3.5 Modèle de Mora

Le mécanisme d’accélération de protons est lié à une séparation de charge induite par le

mouvement des électrons. Ces derniers, en s’échappant de la cible vont créer un champ

électrique permettant d’accélérer les protons. Ce champ demeure la clé pour l’accélération

ionique. Le modèle self-similaire de Gurevich el al, est basé sur l’expansion d’un plasma

dans le vide, (comme on vient de le voir). Ce dernier à été amélioré par Mora [2003]

[56], en apportant une hypothèse isotherme à la population électronique pour tenir compte

des effets de charge d’espace sur l’accélération ionique. Le modèle isotherme de Mora,

décrivant l’expansion plasma uni-dimensionnelle est basé sur l’hypothèse d’électrons fluides

non-inertiels en équilibre thermique avec la distribution des ions, qui pour la détermination

de cette distribution sont supposés être statiques. Dans ce modèle, les protons occupent

à t = 0, la partie de l’espace x < 0. les protons sont au repos avec une densité np = np0

pour x < 0 et np = 0, pour x > 0. En supposant une distribution de Boltzmann pour les

électrons, soit:

ne = ne0 exp(
eφ

kBTe
) (3.31)

où, ne0 est la densité électronique pour le plasma non-perturbé (ne0 = np0), φ le potentiel

électrostatique satisfait l’équation de Poisson:

ε0
∂2φ

∂x2
= e(ne − ni) (3.32)

En intégrant l’équation de Poisson sur l’espace, il en résulte une expression du champ

électrique à la frontière à t = 0:

Efront,0 =

√
2ne0kBTe

eε0
(3.33)

Les équations de continuité et de mouvement s’écrivent :

(∂/∂t+ vp∂/∂x)np = −np∂vp/∂x (3.34)

(∂/∂t+ vp∂/∂x)np = −(Ze/mp)∂φ/∂x (3.35)

Une solution self-similaire pour le champ électrique (Ess) est donnée, en supposant les

électrons en équilibre avec le potentiel φ, et une quasi-neutralité du plasma en expansion,
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3.5. Modèle de Mora

ne = np = ne0 exp(−x−1
cst

), et vp = cs + x
t
;

Ess =
kBTe
ecst

=

√
ne0kBTe

ε0

ωpit
=

E0

ωpit
(3.36)

avec cs =
√

kBTe
mp

. Le champ self-similaire correspond à une surface de charge positive,

σ = ε0Ess, pour x = −cst et négative, −σ, à la frontière plasma. La solution self-similaire

n’a pas de sens physique lorsque la longueur de Debye est plus grande que la longueur de

densité self-similaire, soit λD > cst, ce qui correspond à ωpit < 1. Une estimation de la

position du front ionique, peut être obtenue en localisant la position pour laquelle la solu-

tion devient non-valide, λD = λD0(ne0/ne)
1/2 = λD0 exp[(1 + x/cst)/2] = cst. Cette position

correspond à 1 + x/cst = 2 ln(ωpit). La solution pour ωpit � 1, prévoit une vitesse de

protons tendant vers l’infini pour une longueur de propagation qui tend vers l’infini.

Figure 3.5.1 : (Droite) Séparation de charge après (t = 50), (Gauche) Champ électrique
self-similaire après le même instant [56].

Après un temps t = 50, la séparation de charge se crée induisant un champ électrique

self-similaire associé, comme le montre la figure(3.5.1). Trois régions sont distinctement

visibles, une région de charge positive située en x = −cst, correspondant à une surface de

charge positive σ induite par le déplacement des électrons vers le vide, une densité de charge

positive σ située à x ≈ 5.5cs, correspondant au front ionique et une population de densité

2σ, correspondant à la population électronique s’étant échappée de la cible induisant le

champ self-similaire. Afin de résoudre l’ensemble des équations fluides couplées à l’équation

de Poisson, l’auteur a développé un code Lagrangien, intégrant l’équation de Poisson entre
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xfront et l’infini, une solution pour le champ électrique est obtenue :

Efront =

√
2ne0kbTe

ε0
exp(

eφfront
2kBTe

) =

√
2kBTe
eλD

(3.37)

L’évolution temporelle du champ électrique peut alors être exprimée dans la limite asymp-

totique ωpt� 1:

Efront ≈ 2

√
ne0kBTe/ε0
2e+ ω2

pt
2

(3.38)

La vitesse et la position du front sont alors déduites, en intégrant, respectivement, l’équation

de conservation de mouvement,
dvfront
dt

= eEfront et xf =
∫
vfdt, il vient alors:

vfront ≈ 2cs0 ln(τ +
√
τ 2 + 1) (3.39)

xfront ≈ 2
√

2eλD0[τ ln(τ +
√
τ 2 + 1)−

√
τ 2 + 1 + 1] (3.40)

avec, τ = ωpt√
2 exp(1)

La figure (3.5.2), montre l’évolution de la vitesse du front en fonction

du temps, on remarque, bel et bien, une similitude de résultats avec celui du modèle de

Crow et al (précédemment étudié).

Figure 3.5.2 : La vitesse du front ionique en fonction du temps [56]
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3.6 Les résultats de Mora Vs les résultats de Crow et

al et Schamel et al

Les résultats obtenus par Mora [56], contredisent ceux qui ont été obtenus et publiés au-

paravant par Crow et al[8], ainsi que le travail de Schamel et Sack [54] et Schamel [55],

en confirmant l’inexistence de pic de densité au niveau du front ionique, correspondant à

l’accélération des groupes ioniques à des hautes énergies comme le montre la figure (3.6.1).

Dans d’autres travaux, effectués par Grismayer et Mora [2006][57], étudiant l’évolution du

front ionique par une méthode de simulation PIC (Particle In Cell), les auteurs ont pu met-

tre en évidence l’existence de telles structures en pic au niveau du front d’expansion, associé

à une onde d’avalanche, entrainant l’accélération des ions à des vitesses supersoniques.

Figure 3.6.1 : Profil de la densité ionique et électronique en fonction de x pour t = 50 et
t = 100 [56]

Pour remédier à cette problématique, Allen et Perego [2014] [58], ont essayé de réconcilier

les résultats antérieurs en suivant deux méthodes de traitement numérique. La première

se base essentiellement sur la description Lagrangienne du fluide ionique. Tandis que, la

seconde emploie des méthodes Eulériennes de discrétisation du système d’équations d’Euler.

La résolution utilise la méthode des éléments finis pour les deux précédentes approches.
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3.6.1 La contribution d’Allen et Perego

Le modèle utilisé par les auteurs, prend les ions fluides (froids) initialement, dont le mou-

vement thermique n’est pas pris en compte. Les électrons sont supposés obéir à la relation

de Boltzmann; ceci représente une excellente approximation lorsque la vitesse thermique

des électrons dépasse largement celle qui est atteinte par les ions positifs. Cette hypothèse

demeure invalide après un certain intervalle de temps, lorsque des ions proches du front ion-

ique acquièrent une vitesse comparables à celle de la vitesse thermique électronique. Dans le

cas présent, une densité ionique uniforme et semi-infinie occupe l’espace correspondant aux

valeurs négatives de x à (t = 0). La figure (3.6.2), montre le profil de la densité pour des

t différents. Les résultats trouvés sont en accord avec le travail de Mora [2003], où pour la

variation de la densité ionique, aucune structure en pic dans le profil de densité ionique n’a

été observée. Ce résultat est en contradiction avec les conclusions de Crow et al[1975], et

Schamel[2004], qui présentaient des résultats numériques, montrant des structures en pic de

densité ionique au niveau du front d’expansion. Il s’est avéré que pour éclairer la confusion

provoquée par cette spéculation de résultats, il demeure impératif de reprendre les calculs

en utilisant la méthode Eulérienne. La figure (3.6.3), montre les résultats obtenus, où des

pics de densité sont observés, similaires à ceux observés par Crow et al. Dans une tentative

pour résoudre la disparité entre les divers résultats, les auteurs étaient amenés à considérer

l’effet d’une largeur finie sur laquelle la densité d’ions tombe à zéro à t = 0. Les ions dans

cette région auront alors tendance à rattraper ceux qui sont devant, produisant un pic de

densité. Il est suggéré de considérer que les pics de densité observé au front dans les travaux

de Crow et al [1975] et Sack et Schamel [1987], étaient probablement dûs à une largeur finie

au front d’expansion à t = 0, en raison de la limite de la résolution numérique employée.

Figure 3.6.2 : (Gauche) La densité ionique en fonction du temps pour t = 10 et 20, (Droite)
La vitesse ionique en fonction de x pour t = 10 et 20 [58]
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3.7. Limite du modèle isotherme

Figure 3.6.3 : Méthode de résolution Eulérienne, la densité ionique et électronique pour
différent valeurs de temps t [58]

3.7 Limite du modèle isotherme

Le modèle isotherme conduit à une augmentation infinie de l’énergie maximale des protons.

En effet, ce modèle prend en considération les phénomènes de détente d’un plasma semi-infini

avec une population électronique infinie. Le transfert énergétique électrons-ions n’étant pas

pris en compte, le modèle conduit à une accélération infinie des ions dans le vide. Une

façon de limiter cette accélération fictive est de considérer un réservoir électronique limité

spatialement, comme c’est le cas dans le modèle adiabatique proposé par Mora [2005] [59].

3.8 Modèle adiabatique de Mora

Ce modèle est équivalent à celui du modèle isotherme avec deux différences majeures:

• La densité initiale n’occupe plus le demi-espace x < 0, mais occupe désormais un

volume symétrique autour de x = 0; ni(t = 0) = rect(x/L). En d’autres termes,

le modèle adiabatique reprend le même système d’équations du modèle isotherme en

considérant, non plus une cible finie, mais une cible ayant une extension spatiale L,

voir la figure (3.8.1). La cible de dimension L est centrée autour de la position x = 0

et est initialement composée d’une densité ni0 d’ions.

• La température électronique est maintenant autorisée à varier dans le temps de telle

manière que l’énergie totale acquise par les ions et le champ est compensée par une

perte d’énergie des électrons, en maintenant l’énergie totale constante [59]:

dUe
dt

+
dUions
dt

+
dUchamp
dt

= 0 (3.41)
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Figure 3.8.1 : Position spatiale de la population ionique dans le cadre du modèle adiabatique
[28].

avec; Uions l’énergie cinétique des ions, Uchamp l’énergie électrostatique du champ

électrique et Ue l’énergie thermique des électrons, Ue = g(θ)NekbTe, où Ne représente

le nombre d’électrons (Ne = ne0L) et g(θ) est la fonction g(θ) = kBTe/mec
2, avec

g = 1/2 dans la limite classique (θ = 0) et g = 1 pour la limite ultra-relativiste

(θ = −∞).

Compte tenu de cette conservation énergétique, la température électronique ne sera pas

constante au cours du temps. Elle est calculée directement par le travail sur tout l’espace

fait par le champ électrique sur les électrons. Contrairement au cas isotherme, la longueur

de Debye varie avec le temps (variation induite par le gradient de température électronique,

on rappelle ici que λ =
√
εkBTe/ne0e2 > cst), on obtient ainsi la relation donnant la vitesse

finale des ions [17]:

vfinale ≈ 2cs0 ln(c1
L

λD0

+ c2) (3.42)

où, c1 et c2 sont des constantes à déterminer numériquement. La variation de la vitesse

finale des ions en fonction de l’épaisseur de la cible est montrée sur la figure (3.8.2), pour

différentes températures électroniques, ainsi que la variation de Te en fonction du temps.

La comparaison entre le modèle isotherme et le modèle adiabatique présentée sur la figure

(3.8.3), montrant que pour t grand, le modèle adiabatique subit une saturation induite par

la variation de la température électronique au cours du temps, alors que le modèle isotherme

montre une tendance de croissance infinie.

En résumé, le modèle adiabatique diffère du modèle isotherme à partir du moment où la

température électronique commence à décroitre de manière significative, i. e, lorsque l’onde
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Figure 3.8.2 : (Gauche) Variation de la température électronique en fonctions du temps.
(Droite) Variation de l’énergie maximale des ions en fonction de l’épaisseur de la cible. Plus
ce dernier augmente, plus l’accélération sera efficace [28].

Figure 3.8.3 : Variation de l’énergie maximale des ions en fonction du temps. La comparaison
entre le modèle isotherme et le modèle adiabatique montre deux tendances différentes aux
temps longs, une saturation atteinte par le modèle adiabatique et une croissance infinie pour
le modèle isotherme. Cette courbe est issue de simulations réalisées par [Mora 2005] [59].

de raréfaction atteint le centre de la cible. Le point xr correspondant à la position du front

de raréfaction obéit à l’equation [17] :

xr = L
2
−
∫ t

0
csdt

où, cs est la vitesse acoustique ionique dépendante du temps. On définit comme temps

caractéristique d’expansion tr = L
2cs

, le temps que mettrait l’onde de raréfaction à atteindre
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le centre si la température était maintenant constante. De fait, les deux modèle sont sem-

blables pour des temps vérifiant t � tr, où la variation de la température est insignifiante

pour 0 < t . tr; le refroidissement devient manifeste pour t � tr, où le profil de la vitesse

se fige, v(x, t) ' x/t.

3.9 Limite de l’hypothèse de la distribution de Maxwell-

Boltzmann

Jusqu’à présent, toutes les approches supposent une distribution Boltzmannienne d’énergie

pour les électrons à tout instant durant l’expansion du plasma. Cependant, du point de vue

de la physique, il n’y a pas de raison, à priori, pour que les électrons conservent une distribu-

tion initialement Maxwellienne. Les premières étapes de l’évolution des plasmas produits au

cours de l’interaction laser-matière sont dominées par des électrons non thermiques, comme

le confirment les observations expérimentales et les simulations numériques [60], [61]. Dans

ces études, l’expansion du plasma a été étudiée en supposant une distribution Maxwelliènne

tronquée [60], [61], une super-gaussienne [62] ou une distribution de Crains [63]. Notons

que la forme de la distribution des électrons chauds à utiliser est encore en débat [64].

Récemment, Doumaz et al [65] ont analysé l’expansion isotherme libre de plasma dans le

but d’étudier les modifications importantes que subit le processus d’accélération ionique,

quand une distribution initiale électronique non-Maxwellienne est utilisée. Pour cela, une

distribution Kappa est supposée:

fe =
ne0√
π

1

θk3/2

Γ(k + 1)

Γ(k − 1/2)
(1 +

v2
e

kθ2
)−k, avec;θ = (

2k − 3

k
)1/2(

Te
me

)1/2 (3.43)

où, k est l’indice spectral k ≥ 3/2, qui mesure la force de l’excès de super-thermalité de la

population électronique. Pour k → ∞, le cas maxwellien est obtenu. En outre, le autre

traitement a été effectué pour une expansion adiabatique du plasma par Kiefer et al [64],

où la distribution de la densité électronique spatiale est la suivante:

ne(φ) = ne0(1 + k−1
k

eφ
Te,0

)
1

k−1

Il est apparu que la forme différente de la distribution d’énergie des électrons chauds dans

l’approche hydrodynamiques affecte les énergies ioniques maximales finales.

Nous avons vu dans ce chapitre plusieurs modèles traitant l’expansion d’un plasma dans le
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vide afin d’étudier le phénomène d’accélération de particules. Nous retiendrons l’essentiel

de ce chapitre présenté comme suit:

• L’hypothèse du traitement fluide de la population ionique s’avère suffisant pour la

résolution du problème.

• Le potentiel auto-consistant lentement variable et la faible inertie des électrons perme-

ttent de considérer la population électronique en équilibre avec le potentiel au cours

de l’expansion.

• La résolution du système d’équations gouvernant la détente a fourni des résultats

précis quant à la structure du front ionique en confirmant le caractère self-similaire de

l’expansion pour t suffisamment large (régime asymptotique).

• En considérant le modèle semi-infini, la source d’énergie et la température électronique

demeure constante durant la détente, ce qui mène à une énergie ionique maximale en

croissance monotone.

• Le modèle semi-infini ne tient pas en compte le refroidissement des électrons, il est clair

que les résultats obtenus ne peuvent être pertinents que sur une durée de propagation

de l’impulsion laser, car les électrons commencent à perdre leur énergie aussitôt après

l’arrêt du laser.

Tout comme les plasmas, la matière sous forme poussière est présente dans de très

nombreux environnements. Par le terme poussière nous décrivons tout objet solide dont la

taille peut varier du nanomètre au centimètre. Les plasmas et les poussières ont donc de

nombreuses occasions de se rencontrer et donner ainsi naissance à ce que l’on appelle les

plasmas poussiéreux. Pour étudier le phénomène d’accélération de particules dans un plasma

contenant des grains de poussières, le prochain chapitre nous y invite à le découvrir. Le

chapitre suivant n’a pas pour intention de décrire de façon exhaustive et détaillée la physique

des plasmas poussiéreux. L’objectif principal est d’étudier l’effet direct de la présence de

tels grains de poussières sur l’expansion, et en particulier sur l’accélération ionique.
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4

Expansion d’un plasma en présence

d’impuretés hautement chargées

4.1 Introduction

Les plasmas dans certains cas, peuvent contenir des agrégats pouvant influencer certaines

de leurs propriétés. Par ailleurs, ces plasmas peuvent être scindés en plusieurs types, y com-

pris, les plasmas poussiéreux, et les plasmas fortement couplés (clusters) [66]. Les clusters

présents dans les plasmas peuvent acquérir à la fois une charge positive ou négative selon

les processus établissant la charge d’équilibre. Ces particules sont soumises au phénomène

de charge lorsque leurs énergies coulombiennes deviennent supérieures à l’énergie thermique

des électrons [152]. Par conséquent, les grains de poussières chargés sont impliqués dans la

dynamique du plasma en invoquant des effets collectifs dus à leur inertie et aussi aux inter-

actions électrostatiques. Présents en quantité finie et réduite par rapport à la composition

du matériau, les grains de poussières sont considérés comme des impuretés. Ces derniers,

étant chargés jouent un rôle déterminant dans la résistivité du graphène [68], et la diffu-

sion des phonons dans les semi-conducteurs, ainsi que le transport de la charge du plasma

d’électron-trou [69]. Dans un plasma dense, la présence des impuretés chargées, même en

nombre réduit, produit des forces attractives (répulsives) affectant les effets collectifs du

plasma [70]. En raison de leur énorme masse et charge, l’interaction du grain de poussière

avec le plasma environnant crée un champ self-consistant gouvernant les propriétés de ce

dernier [71]. Les lasers représentent un outil efficace pour produire des particules de taille

nanométrique. L’un des mécanismes de formation des nonparticules est l’ablation par laser

(nanoseconde) dans l’air ambient ou une ablation laser (femtoseconde) dans le vide. Au
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cours des dernières années, une attention croissante et des efforts ont été consacrés à la

synthèse contrôlée des nanostructures[72]. Cette dernière joue un rôle fondamental dans

la détermination des propriétés électroniques, optiques, magnétiques, et mécaniques des

matériaux[74]. Il est en principe possible de concevoir de nouveaux systèmes fonctionnels

par adapter soigneusement leurs structures à l’échelle atomique et nanométriques, pour

l’assemblage contrôlé des clusters adaptés à la synthèse des couches minces[75]. Suite à

l’interaction laser (femto)-cible, l’éjection des agrégats (clusters) sont de taille entre 10 et

100nm. Dans l’ablation femtoseconde, la formation des clusters se produit généralement

lors de l’expansion libre du plasma dans le vide[73].

L’expansion du plasma induite par interaction laser-cible, joue un rôle crucial dans le

dépôt des couche minces. La technique a été largement appliquée pour le dépôt des couches

minces de différents matériaux sur un film solide [76]. L’ablation laser peut être utilisée

afin de générer des particules rapides menant à des différentes applications telles qu’en

médecine ou en nettoyage des surfaces. Cette technique offre un moyen efficace pour la

production des films de haute qualité selon la composition chimique des cibles irradiées

[77]. L’ablation laser se déroule en deux principales étapes. La première étape se résume

en la formation du plasma, au cours de l’interaction entre un laser nano-seconde et une

cible métallique. Tandis que la seconde représente une expansion, après la fin de l’impulsion

laser, du plasma formé [153]. Cette expansion est due à la combinaison de deux effets

majeurs. Le premier est l’effet de la pression du gaz résultant du chauffage de la cible par

l’impulsion laser, où cet effet est observé principalement près de la cible source. Loin de

cette dernière, le second effet devient dominant, qu’est celui au potentiel ambipolaire. Le

mécanisme d’expansion dépend essentiellement de l’inertie des particules présentes dans le

plasma. Les particules les plus légères quittent en premier la région source, créant ainsi un

champ électrique ambipolaire, accélérant des particules plus lourdes, tels que les ions [79].

Des ions de hautes énergie, peuvent être émis à partir de la cible et accélérés grâce à la

séparation de charges qui donne naissance à un champ électrique accélérateur [148], [81].

Souvent, le phénomène d’expansion est étudié en négligeant la présence des impuretés qui

puissent y exister durant la formation et la détente du plasma dans le vide ou en présence

d’un gaz ambiant environnant. Ces impuretés affectent la dynamique de l’expansion en

introduisant des effets tel que, l’apparition des oscillations au niveau du front associé à

l’effet de séparation de charge [82]. Dans ce chapitre, nous examinons la dynamique d’un

plasma en expansion en présence des grains de poussière uniformément répartis de charge

constante. L’étude se focalise sur l’effet des impuretés sur l’accélération ionique.

66



4.2. Effets de séparation de charges: aspect théorique

4.2 Effets de séparation de charges: aspect théorique

Nous avons vu dans le précédent chapitre que la solution self-similaire d’une détente de

plasma représente une solution approchée du problème pour un plasma quasi-neutre. En

effet, pour cette solution les effets de séparation de charges localisés au niveau du front

ionique, sont négligés, et la dynamique d’évolution de la double couche électrostatique reste

inconnue. Il demeure alors indispensable de mener un étude plus approfondie de l’expansion,

en tenant compte de la séparation de charges entre les populations chargées, dans notre cas

(grains, ions, électrons).

4.2.1 Situation initiale

Sachant que les ions, pris fluide-froids-chargés une fois, occupent initialement le demi-espace

x < 0, avec une densité ni = ni0 et ni = 0 pour x > 0, les électrons ont une température Te,

en équilibre de Boltzmann avec le potentiel électrostatique. Nous supposons l’existence des

grains de poussières immobiles (possédant la même charge Ze), répartis uniformément dans

l’intervalle x < 0, et que initialement le plasma se montre quasi-neutre: ni0 = ne0 + Znd0.

Les électrons, en équilibre avec le potentiel électrostatique, sont régis par la distribution de

Maxwell:

ne = ne0 exp(
eΦ

kBTe
) (4.1)

L’évolution du potentiel est donnée pas l’equation de Poisson:

ε0
∂2Φ

∂x2
= e(ne + Znd0 − ni) (4.2)

A t = 0, le potentiel électrostatique satisfait pour x < 0:

ε0
∂2Φ

∂x2
= ene0 exp(

eΦ

kBTe
) + eZnd0 − eni0 (4.3)

et pour x > 0;

ε0
∂2Φ

∂x2
= ene0 exp(

eΦ

kBTe
) (4.4)

Pour intégrer ces deux équations, nous posons des conditions aux limites dans la partie

non-perturbée du plasma:

E(x→ −∞) = 0, Φ(x→ −∞) = 0

et dans le vide, sachant qu’il n’existe pas de charges à l’infini:
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E(x→∞) = 0, Φ(x→∞) = −∞

Où, E = −∂Φ
∂x

. En intégrant l’equation de Poisson de (x = −∞) jusqu’à (x = 0), pour

t = 0, on trouve :

Efront,0 =
√

2E0

[
ξ(

1

eN
− 1) + 1 + Zη

]1/2

, avec, ξ =
ne0
ni0

,η =
nd0

ni0
(4.5)

Pour un grain négatif, Efront,0 créé par le mouvement des électrons est renforcé par la force

répulsive des grains négatifs, ce qui maximise la séparation de charges, en tenant les ions

près de la région x < 0, formant ainsi une double couche électrostatique. Cela entraine

une accumulation fictive de la population ionique prés de la même région. On estime une

accélération d’un large groupe d’ions, maintenant ainsi le champ électrique quasi-statique

prés de la région x = 0. Pour le cas d’un grain positif, l’image est différente. l’amplitude du

champ électrique Efront,0, se réduit en raison de la force répulsive (grain-ion), poussant les

ions à attraper les électrons. Dans cette configuration le front ionique est constitué des ions

de surface (interface plasma-vide). On estime un mouvement accéléré des ions de profondeur

x < 0, à cause de la forte séparation de charges.

4.2.2 Expansion

Pour t quelconque, l’expression du champ électrique est obtenue après intégration de l’équation

de Poisson de (−∞) à (xf ), où xf est la position du front ionique qu’est à priori inconnue:

Efront =
√

2

[
(E2

0 +
ZkBTe
ε0

nd0)[ξ(
1

eN
− 1) + Zη + 1]− E2

0

eN
+ E2

0 exp(
eΦf

kBTe
)

]1/2

(4.6)

En l’absence de grains: ξ = 1 et η = 0, nous retrouvons d’expression (8) de Mora[2003]:

Efront =
√

2E0 exp(
eΦf

2kBTe
) (4.7)

Pour cela, nous suivons le raisonnement de Mora, proposant une expression précise du champ

électrique au front donnée par la formule:

Efornt '
Efront,0

(1 +
ωpit2

2e
)1/2

(4.8)

Pour t=0, on a:

Efront,0 =
√

2E0[ξ( 1
eN
− 1) + 1 + Zη]1/2
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et pour t� 1:

Efront = 2
√

2E0

ωpit
[ξ( 1

eN
− 1) + 1 + Zη]1/2

Rappelons que pour ξ = 1 et η = 0, on obtient l’expression suivante:

Efront =
2E0

ωpit
(4.9)

Cette dernière représente la valeur double du champ électrique self-similaire Ess, donnée

par Ess = E0/ωpit (expression (7) Mora [2003]). Il est possible d’obtenir les expressions

de la vitesse et de la position en fonction du temps, en intégrant successivement le champ

vf = e
mi

∫
Efdt, puis la vitesse xf =

∫
vfdt:

vfront ' 2cs
√
eN [ξ(

1

eN
− 1) + 1 + Zη]1/2 ln(τ +

√
τ 2 + 1) (4.10)

xf ' 2
√

2eNλD0[ξ(
1

eN
− 1) + 1 + Zη]1/2[τArsh(τ)−

√
τ 2 + 1 + 1] (4.11)

où, λD0 = ( ε0kBTe
ne0e2

)1/2 et τ =
ωpit√
2eN

. Pour ξ = 0 et η = 0, nous retrouvons les expressions

(10)-(11) Mora[2003]:

vfront ' 2cs ln(τ +
√
τ 2 + 1) (4.12)

xf ' 2
√

2eNλD0[τArsh(τ)−
√
τ 2 + 1 + 1] (4.13)

L’expression de la vitesse permet de prédire l’énergie maximale des ions accélérés :

Emax '
1

2
mv2

max (4.14)

Emax ' 2ZkBTeeN [ξ(
1

eN
− 1) + 1 + Zη][ln(τ +

√
τ 2 + 1)]2 (4.15)

L’énergie maximale des ions représente également l’énergie de coupure du spectre des ions

accélérés. La forme du spectre peut être dans un premier temps donnée par :

N =
∫ x
−cst nidx, avec ni = ne + Znd0

N =

∫ x

−cs
(ne + Znd0)dx =

∫ x

−cs
ne0 exp(

−x
cst
− 1)dx+

∫ x

−cs
Znd0dx (4.16)
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On introduit le terme ε = mi
v2

2
, ε0 = kBTe, on obtient l’expression suivante:

dN

dε
= −ne0cst[

1√
2εε0

] exp(

√
2ε

ε0

) + Znd0
t√

2εmi

(4.17)

Pour Znd0 = 0, nous retrouvons l’expression (21) de Mora [2003]:

dN

dε
= ni0cst[

1√
2εε0

] exp(

√
2ε

ε0

) (4.18)

4.3 Effets de séparation de charges: aspect numérique

L’expansion d’un plasma est étudiée, en utilisant un modèle fluide pour des ions froids. Cela

nous permet de suivre le processus non-linéaire dans le temps sans supposer la neutralité

de charges. Le modèle isotherme est utilisé en supposant que notre plasma est relié à

un réservoir (une source thermique), permettant de garder les électrons en température

constante durant la détente du plasma. L’étude de l’expansion est étudiée d’un plasma

composé d’électrons et d’ions positifs (chargé une fois) de masse mi et de vitesse vi, en

prenant en considération la pression ionique du fait que les ions acquièrent des vitesses

proches de celles des électrons. Les équations fluides gouvernant la dynamique des ions sont

données par:

∂ni
∂t

+
∂nivi
∂x

= 0 (4.19)

∂vi
∂t

+ vi
∂vi
∂x

= − e

mi

∂φ

∂x
− Ti
mini0

∂ni
∂x

(4.20)

Où, ni, mi, Ti et φ sont, respectivement, la densité d’ions, masse, température et potentiel

électrostatique. Nous supposons que toutes les particules se déplacent le long d’un axe ”X”

perpendiculaire à la cible de tel sorte que le modèle peut être supposé unidimensionnel.

Dans ce modèle, nous supposons que touts les atomes du plasma formée près de la cible

sont ionisés. L’expansion commence juste après la formation du plasma; pas de terme

source, où la séparation de charge induite par le mouvement des électrons crée un champ

électrique intense accélérant les ions. Pour une échelle temporelle associée au mouvement

des ions, nous pouvons considérer les électrons en équilibre thermique, à savoir, le temps

de relaxation électronique est nettement inférieure au temps caractéristique de l’expansion.

70



4.4. Procédure numérique

Ainsi, la densité électronique ne est donnée par:

ne(x, t) = ne0 exp(eφ/Te) (4.21)

où, Te est la température électronique et ne0 est la densité électronique à l’équilibre. L’ensemble

d’équations (4.19-4.21) est couplé à l’équation de Poisson:

∂2φ

∂x2
= 4πe(ne + nd0Z − ni) (4.22)

Les grains de poussière sont dotés d’une distribution uniforme de densité nd0, ayant des

charges constantes négatives(positives). De telles particules sont éjectées directement à

partir de la cible par la technique (PLA)[20]. La charge des grains Ze varie de quelque

e (charge élémentaire) à 104e. Il est intéressant de noter que, si le membre à gauche de

l’équation (4.22) s’annule, l’expansion demeure quasi-neutre. Dans ce cas, le plasma n’a

pas d’échelle caractéristique et l’approche self-similaire représente une meilleure alternative.

La solution self-similaire offre une compréhension du comportement asymptotique d’une

expansion libre, lorsque le temps devient suffisamment grand.

4.4 Procédure numérique

4.4.1 Normalisation

Nous normalisons l’ensemble des équations différentielles (4.19-4.22) comme suit : Nj =

nj/ni(j = e, i), Vi = vi/cs,Φ = eφ/Te, ni0 est la densité initiale des ions, et cs =
√
Te/mi

est la vitesse ionique acoustique. Les coordonnées d’espace et de temps (x, t) sont, respec-

tivement, normalisées par rapport à la longueur de Debye λDi = cs/ωpi, et à l’inverse de la

fréquence plasma ω−1
pi . Nous avons implicitement ignoré le mouvement des grains durant

l’expansion du plasma, à cause de leurs masse par rapport aux ions(masse du grain
masse d’ion

∼ 1012).

L’échelle du temps caractéristique appartient aux ions, où la fréquence du grain de poussière

ωd est de l’ordre de quelques Hz, par conséquent ωd � ωi, où leurs contribution à la dy-

namique d’expansion se résume à travers le potentiel électrostatique ambipolaire φ. Le

système d’équations fluides normalisées est données par:

∂Ni

∂T
+
∂NiVi
∂X

= 0 (4.23)
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∂Vi
∂T

+ Vi
∂Vi
∂X

= − ∂Φ

∂X
− β∂Ni

∂X
(4.24)

∂2Φ

∂X2
= (ξNe + ηZ −Ni) (4.25)

Ne(X,T ) = exp(Φ) (4.26)

où; ξ = ne0/ni0, η = nd0/ni0, et β = Ti/Te

4.4.2 Conditions aux limites

Pour étudier l’expansion d’un plasma pour un intervalle de temps spécifique, tout en incluant

l’effet de la séparation de charges, l’ensemble des équations différentielles normalisées (4.23-

4.26) est résolu. Nous avons supposé que tout les atomes neutres ont été ionisés, et que

les impuretés possèdent la même charge Z. Ceci est une approximation raisonnable car

le processus de charge des grains de poussière est très rapide, permettant aux particules

d’atteindre rapidement une charge d’équilibre. Initialement, le plasma est confiné dans la

région [−L, 0], où L correspond à la taille du plasma à l’instant t = 0. Ainsi, la région

d’expansion est scindée en trois domaines comme le montre la figure (4.4.1):

• Domaine contenant des grains de poussière, des ions, et des électrons , pour X < 0.

• Domaine contenant, des ions et des électrons pour X < XF , avec XF est la position

du front ionique.

• Domaine contenant seulement des électrons, pour X > XF

La résolution numérique est effectuée sur un intervalle d’intégration fini. Les conditions

aux limites à l’infini Φ → −∞ pour X → 0 et ne → 0 pour X → +∞, doivent être

transformées en un intervalle fini [−L,X], à savoir, la limite du domaine correspondant à

ne/ne0 � 1. La position X = XF est définie comme la position du front ionique, qui est

à priori une position inconnue pour des temps supérieurs à t = 0. Cette position doit être

calculée à chaque itération, du moment que le front varie par rapport au temps.
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Figure 4.4.1 : Domaine de résolution de l’équation de Poisson, XF est la position du front
ionique.

4.4.3 Conditions initiales

Les conditions initiales correspondent à l’ablation d’une cible solide, tel que le Titanium

[31], générant une seule espèce ionisée, en présence d’un pulse laser. La densité initiale des

ions est de l’ordre de ∼ 1019cm−3, et la densité des grains de poussière est ∼ 1013cm−3, car

même avec un pompage secondaire le ratio de densité des grains par rapport à la densité

ionique est de l’ordre 10−6.

4.4.4 Intégration numérique

Initialement l’équation de Poisson est résolue, où le potentiel électrostatique est calculé, en

relaxant la distribution électronique tout en gardant les ions fixes. Pour la région X < XF ,

∂2Φ
∂X2 = (ξNe + ηZ −Ni)

et pour la région X > XF , l’equation de Poisson est remplacée par :

∂2Φ
∂X2 = exp(Φ)
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La réponse initiale est une région de charges d’espace électronique concentrée dans le demi-

espace du vide, à la proximité de la discontinuité de la densité ionique. La résultante est

un champ électrique exerçant une force sur les ions dirigés vers le demi-espace du vide. En

tenant compte du champ électrique, l’équation du mouvement est calculée où la nouvelle

vitesse ionique est utilisée pour calculer ensuite la densité à travers l’equation de continuité.

En utilisant la nouvelle densité ionique, l’equation de Poisson est de nouveau calculée. La

solution numérique emploie l’algorithme hybride de Lax Friedrichs-Lax Wendroff avec un

terme de viscosité artificielle de 1/2, permettant de contrôler la dissipation numérique (Voir

le chapitre 2)

4.5 Résultats et interprétations

Afin de vérifier l’efficacité de notre code, nous avons examiné l’expansion dans le vide d’un

plasma contenant deux composantes (ions+ électrons). En première approximation, nous

étudions le cas Ti = Te, (un plasma avec une température d’équilibre Teq0 = Te0 = Ti0).

Dans ce cas, l’amortissement Landau pourrait avoir une contribution significative sur la

dynamique des électrons. Cependant, cet effet ne peut être considéré que dans la limite

(λD → 0), c’est à dire, un plasma quasi-neutre. En outre, notre étude débute à l’instant

juste après la fin de l’impulsion laser. Dans ce cas, il n’y a pas d’échange d’énergie entre les

particules et l’onde électromagnétique. Nous avons supposé que l’ionisation de la plupart

des atomes de la vapeur formée est obtenue. Par conséquent, la présence des particules neu-

tres est négligée. L’expansion du front s’étale jusqu’à ne = ni ou ni → 0, ceci correspond

à (tf ∼ 176ns) et (x ∼ 35µm)[?]. Sachant que la durée de l’expansion est de l’ordre de

quelque µs, l’hypothèse de quasi-neutralité devient valable si t > tf . La validité de cette

dernière est discutée dans le chapitre (3), suite du travail de Mora [2003].

Tout d’abord, nous avons testé notre schéma numérique en prenant Znd0 = 0 (sans

impuretés). A cette fin, nous avons tracé les densités ionique et électronique en fonction de

la coordonnée spatiale ”X” pour différentes valeurs de ”T” (coordonnée temporelle) dans les

figures (4.5.2- 4.5.3). Les profils sont similaires à ceux donnés par les travaux de Schamel

[2004] et Crow et al [1971]. Avec l’écoulement du temps, le plateau de la densité (ni = n0

à t = 0) diminue en raison de la propagation d’une onde de raréfaction dans la direction

inverse du front d’expansion. Au niveau du front ionique, la formation des structures en pic

est associée à une augmentation du potentiel électrostatique, due à la séparation de charges.

74



4.5. Résultats et interprétations

−20 −15 −10 −5 0 5 10 15 20
0

0.2

0.4

0.6

0.8

1

X

N
e(X

)

 

 
t=10
t=20
t=30
t=40
t=60

Figure 4.5.1 : La densité électronique normalisée en fonction de la coordonnée spatiale ”X”
pour différentes valeurs de ωt.

Figure 4.5.2 : La densité électronique normalisée en fonction de ”X” et du temps (en mode
balayage), avec une densité ionique initiale ni0 ∼ 1019cm−3, Z = 0 et β = 1.
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Figure 4.5.3 : (a)- La densité ionique normalisée en fonction de la coordonnée spatiale ”X”
pour différentes valeurs de (t = 3, 8, 15). (b)- Profil de la vitesse ionique pour différentes
valeurs de (X = 5, 10, 15). (c)- La densité ionique normalisée en fonction de ”X” et du
temps t (en mode balayage), pour ni0 ∼ 1019cm−3, Z = 0 et β = 1.

Sous l’action de ce potentiel, certains ions sont accélérés attrapant ainsi les ions du front,

ce qui conduit à une augmentation de ∆n/∆x au niveau du front. L’amplitude des struc-

tures en pic est différente de celle obtenue par Schamel [2004]. Cela peut être attribué à

l’ajout du terme de pression qui est inclus dans notre modèle. En effet, près de la région

source, la pression thermique fournit une énergie supplémentaire aux ions entrainant ainsi

une accélération des particules, ce qui réduit la séparation de charges et l’amplitude des

structures en pic.

Les structures en pic associées à une augmentation de la densité ionique, ont été également

observées dans les plasmas complexes [82]. La figure (4.5.3. b) montre l’évolution de la
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vitesse du front ionique en fonction du temps. La vitesse continue à augmenter avec une

pente décroissante, contrairement à la solution self-similaire qui donne un profile de vitesse

avec une augmentation monotone et infinie (Voir le modèle de Gurevich, chapitre 3). Notre

résultat est similaire à celui obtenu par Crow et al [1971], et Mora [2003].

4.5.1 Effet de la charge des impuretés

La présence des impuretés neutres ou chargées est inhérente à un plasma produit par ablation

laser, mais leurs effets sur la dynamique d’expansion sont généralement négligés. Cependant,

avec des charges importantes, les impuretés peuvent significativement changer la dynamique

du plasma. Dans ce cas, l’équation de Poisson devient très sensible à la variation de la

densité des grains ainsi que leurs nature de charge (positive ou négative). Pour montrer cet

effet, la densité ionique est tracée en fonction de ”X”, dans la figure (4.5.4), avec la densité

électronique tracée pour (Znd = 0). L’expansion se produit dans un intervalle de temps

normalisé ∆t = 20. A l’équilibre, les impuretés négativement chargées (profil en rouge) sont

uniformément réparties dans le plasma X ∈ [−20, 0]. Sous l’effet d’une interaction répulsive

coulombienne, les électrons sont accélérés dans cette région et, par conséquent, les ions sont

tirés dans la même direction. Cela explique le fait que la densité ionique normalisée est

supérieure à l’unité (Ni > 1) dans cette région, observée seulement pour X < Xc, où Xc

représente la position limite où, Ni > 1. Comme tous les ions sont accélérés au niveau du

front, les structures en pic sont clairement absentes. On note que l’augmentation de la charge

des impuretés réduit Xc, dû au mouvement rapide des ions créant une région de plasma dense

qui conduit ainsi à une expansion similaire à celle d’une explosion coulombiènne. Toute-fois,

la présence des impuretés positivement chargées dans le domaine du plasma [−20, 0], montre

que la densité ionique normalisée ne dépasse plus l’unité Ni ≯ 1, (profil en bleu). Dans ce

cas, les ions sont accélérés mais les électrons sont soumis à l’effet d’une force coulombienne

attractive dû au potentiel des impuretés. Cet effet est montré clairement par la figure (4.5.5

(a)). A cause de l’importante d’inertie des ions, l’effet résultant se révèle décélérateur pour

les ions. Nous pouvons constater que le mécanisme principal d’expansion est attribué au

champ électrique qu’à la pression thermique. Lorsque la charge d’impureté augmente, la

déplétion de la densité devient plus importante, en raison de la forte interaction répulsive

impureté-ion. Les ions loin de l’action des impuretés, ont un mouvement plus rapide qui

donne naissance à des structures en pic avec une augmentation d’amplitude en fonction

de la charge au niveau du front d’expansion. En effet, les ions sont accélérés efficacement

au premier stade de l’expansion, en présence de grains de charge positive. En raison de
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Figure 4.5.4 : Les densités normalisées en fonction de ”X”: pour les ions (ligne pointillée)et
pour le électrons (ligne solide): en noir (NietNe pour Znd = 0), en rouge (Ni pour un grain
négatif) et en bleu (Ni pour un grain positif), avec β = 1, ni0 ∼ 1019cm−3.

leurs grande mobilité, certains électrons quittent rapidement la zone de source plasma pour

former un nuage électronique conduisant à une forte séparation de charge. En présence des

grains négativement chargés, les ions sont sous l’action d’un double effet de forces opposées,

une due à la séparation de charge qui a tendance à accélérer les ions, et l’autre essayant de

garder les ions près de la région source à travers le potentiel attractif des grains négatifs.

Cependant, avec des grains positivement chargés, la situation est différente. Dans ce cas,

les ions sont soumis à une force répulsive, où les ions échappant de la région source [−L, 0]

seront accélérés par les électrons rapides.
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Figure 4.5.5 : (à gauche)-Profil de la densité ionique normalisée en fonction de ”X” pour
(en noir Znd = 0, en rouge (grain négatif), en bleu (grain positif)), avec β = 1, ωt = 10. (à
droite)- La vitesse ionique pour ni0 ∼ 1019cm−3 et Z = 100.

4.5.2 Effet de la température

L’hypothèse Te = Ti, suppose que le champ électrique reste très faible et que la densité

électronique reste très élevée. Cela ne peut être vrai tout le temps, surtout lorsque la durée

de la séparation devient importante. Le temps de relaxation des particules doit être net-

tement supérieur au temps correspondant à la fin de l’expansion, ce qui permet aux deux

espèces de se thermaliser. En fait, l’écart de la température électronique par rapport à

celle des ions est attribuée au faible ratio d’échange d’énergie entre les électrons et les ions.

Cet effet est étudié pour un plasma de (Ti/Te = 0.05, 0.1, 0.8, 1) montré par la figure (4.5.6

(a)-(b)). Nous pouvons constater qu’en présence d’électrons énergétiques, nous obtenons

une séparation de charge plus importante qui se produit au premier stade de l’expansion.

En conséquence, au niveau du front d’expansion, l’accélération ionique est plus importante,

conduisant à un rapide appauvrissement de densité. Rappelons-nous que le mouvement

collectif des particules est affecté par les collisions qui transforme l’énergie du plasma en un

mouvement thermique aléatoire. Ainsi, le plasma thermique évolue avec une énergie interne

plus élevée qui pousse le front d’expansion vers l’avant. Notons également que l’effet des

grains de poussière apparait à travers le terme Znd0 présent dans l’équation de Poisson. La
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valeur seuil pour laquelle la dynamique de l’expansion est sensible à ce terme est donnée

par le tableau ci-dessous.

La position du front Le temps β = Ti/Te (nd0Z)min)

10 30 0.014 4.2× 103

10 30 0.093 6.8× 103

10 30 0.124 9.7× 103

12 40 0.533 1.15× 104

12 40 0.645 2.2× 104

12 40 0.921 5.3× 104

Table 4.1: La valeur minimale de nd0Z correspondant au rapport de température β = Ti/Te,
pour laquelle le plasma est sensible à la présence des impuretés.

Dans ce tableau, nous avons choisi une densité du front d’expansion et puis nous avons

comparé entre deux cas de densité ionique en présence et en absence des grains de poussière

∆n. Nous avons supposé que l’effet des grains de poussière devient significatif pour ∆n >

10−4. Sur la base de ce critère, le rapport de température Ti/Te doit être choisi en conséquence.

Comme la charge des grains de poussière est de l’ordre de 104e, nous pouvons calculer la

densité minimale seuil pour laquelle l’expansion devient sensible. De plus, après le début de

l’expansion, le front ionique se situe clairement au-dessus de celui des électrons comme le

montre la figure (4.5.6 (c)), sauf pour des valeurs réduites de β. Cet effet est attribué à la

formation d’une double couche par la séparation de charge lors de l’expansion plasma. Les

variations du potentiel sont renforcées par la présence des impuretés chargées, la plupart

des variations se localisent autour de X ∼ 0, la limite entre la région avec et sans impuretés.
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Figure 4.5.6 : (a) et (b): Profils de la densité ionique en fonction de ”X” pour différents
valeurs de β = 0.05, 0.1, 0.8, 1 avec ωt = 10, ni0 ∼ 1019cm−3 et Z = 1000. (c)-Profil des
densités ioniques et électroniques pour (β = 0.05, 0.1, 1).
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5

Expansion d’un plasma relativiste

dans le vide produit par interaction

laser-solide

5.1 Introduction

Les plasmas relativistes sont devenus un sujet important inhérent à l’expansion, dans les lab-

oratoires ainsi que dans l’espace. Le phénomène de l’expansion dans le laboratoire représente

la suite systématique de l’interaction d’un laser avec une cible, où le champ laser créé un

faisceau d’électrons accéléré à des vitesses relativistes [83],[84]. L’une des applications les

plus prometteuses de la réussite technologique, de plus en plus rapide, du laser de haute

puissance, est la capacité de produire des faisceaux d’ions et particulièrement des protons

collimatés et énergétiques, accélérés à des millions d’électron-volts sur une distance de seule-

ment de quelques micromètres [88]. La capacité de ces accélérateurs de particules offre une

technique prometteuse pour la recherche en médecine, en physique, et en ingénierie. Le pro-

cessus d’accélération des ions a été étudié par plusieurs équipes de recherche expérimentale

sous des conditions physiques très diversifiées [11]. Le travail introduit par Badziak et al[89],

contient une description exhaustive et une mise à jour de l’état de l’art des expériences

menées dans ce champ de recherche. Les résultats les plus remarquables ont été obtenus par

Lawrence Livermov National Laboratory Group (LLNLG) [151], où un laser intense a pu pro-

duire un faisceau ”pico-seconde” de protons, lors de l’interaction avec une cible épaisse. Lors

de l’interaction des impulsions laser super-intenses avec une cible solide, deux mécanismes

généraux peuvent conduire à l’accélération d’un grand nombre d’ions à des énergies rela-

tivistes. Le premier mécanisme est en relation avec la pression du rayonnement laser. Tandis
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que le second mécanisme, est lié à la génération des électrons énergétiques (Muti-MeV) à

travers le processus d’ionisation par suppression de barrière (décrit précédemment dans le

chapitre 1). Les électrons, en tentant de quitter la cible et échapper dans le vide, conduisent

à la génération d’un champ électrostatique très intense entrainant à l’accélération ionique

[84]. Ce processus est à la base du mécanisme d’accélération par la gaine de cible normale

(TNSA), qui représente la majeure partie des observations expérimentales d’accélération ion-

ique, depuis l’an 2000 [84]. Dans une récente expérience, une cible d’aluminum d’épaisseur

égale à 1µm, est irradiée par un laser d’intensité de I = 1019W/cm2 avec un angle d’incidence

de 45 degré, le plasma est créé au niveau de la face arrière de la cible, où l’accélération ion-

ique est supposée avoir lieu. La figure (5.1.1) montre le profil de la densité du plasma en

état d’expansion hydrodynamique unidimensionnelle.

Figure 5.1.1 : Expansion hydrodynamique unidimensionnelle [25],[85]

Une expérience similaire a été effectuée, où un plasma est créé suite une interaction d’un

laser (I = 1.5× 1019Wcm2, 150fs), avec une cible d’aluminum pour différentes épaisseur de

la même cible. Le tableau (5.1.2) donne les énergies maximales des électrons et des protons

accélérés au niveau de la face arrière de la cible.

Le modèle théorique décrivant la partie haute énergie du spectre des ions accélérés

suggère que le champ électrique accélérateur, diminue à zéro à une distance finie[88]. Dans

ce chapitre, nous avons étudié l’impact des effets relativistes sur l’expansion d’un plasma

d’électrons-ions en utilisant un modèle uni-dimensionnel, qui s’applique au moment tôt après

la fin de l’impulsion laser, tout en négligeant la conduction de chaleur. Les distributions

initiales de densité et de pression du plasma sont considérées uniformes à l’état initial.
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Figure 5.1.2 : Paramètres d’accélération de protons en régime TNSA [87], [86]

Cependant, la densité et la pression du milieu environnant peuvent être ignorées, pour que

le mouvement résultant soit estimé comme une expansion libre dans le vide. Comme les

effets de dissipation sont négligeables pour cet expansion, il en résulte, un mouvement de

détente adiabatique.

5.2 Équations hydrodynamiques relativistes

La dynamique de l’expansion d’un plasma a été largement étudiée à l’aide du modèle fluide

relativiste dans de nombreux travaux [83]-[94]. L’objectif des précédentes études était de

prédire l’énergie ionique maximale et la dépendance du moment ionique et le temps car-

actéristique d’accélération à la solution self-similaire. Récemment, une solution analytique

self-similaire a été proposée pour décrire l’accélération relativiste ionique avec la distribu-

tion de Maxwell-Jùttner, régissant la dynamique des électrons. Il a été constaté que dans le

régime ultra-relativiste, l’énergie des ions au front d’expansion est proportionnelle à ”t4/5”,

et l’énergie des ions avant le front ionique était proportionnelle à ”t2/3” [91]. Dans la plu-

part de ces études, les auteurs utilisent des modèles mathématiques dans lesquels les effets

relativistes sont partiellement pris en compte. En effet, dans la majorité des travaux qui

étudient l’expansion et l’accélération des particules dans le cadre de l’interaction laser-cible,

les effets relativistes sont généralement introduits dans la description fluide relativiste, en

utilisant l’équation du mouvement qui peut être conjecturée depuis les équations d’Euler

classiques par le simple changement du moment classique mv, en un moment relativiste mγv,
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où γ = (1 − v2/c2)−1/2, est le facteur relativiste [93]. Cette équation couramment utilisée

dérive de la formulation covariante de la conservation du tenseur énergie-impulsion, ce qui

peut être considéré comme entièrement relativiste en fonction de la vitesse et la température

de l’élément fluide. En outre, les études analytiques dans ces travaux sont généralement ef-

fectuées dans la limite du ”faiblement relativiste”, qui se limite à une approximation de

vitesse (γ = 1 + v2/2c2). L’approximation faiblement relativiste, représente un outil pra-

tique qui peut être affinée avec plus de précision par l’ajout des termes d’ordre supérieur tel

que (γ = 1+v2/2c2 +3v2/8c2). Cependant, dans la plupart des études précédentes, les effets

relativistes sont appliqués partiellement et de manière incohérente (sauf pour quelques cas),

en les prenant compte seulement dans l’équation de mouvement [94]. En fait, ces études

ignorent complètement les effets relativistes dans l’équation de continuité en utilisant la

version non-relativiste de l’équation, ce qui correspond à (γ = 1). De ce fait cette analyse

conduirait inévitablement à des résultats incorrects même dans la limite faiblement rela-

tiviste [111]. Ainsi, une analyse fondée sur le système d’équations dans lesquelles les effets

relativistes sont comptabilisés totalement et systématiquement dans toutes les équations est

indispensable. Pour cela, nous avons étudié les différents aspects d’une analyse qui traite

partiellement les effets relativistes, à travers l’équation de mouvement et celle qui traite le

plasma totalement relativiste, basée sur le modèle mathématique dérivant de la formulation

covariante de conservation du tenseur impulsion-énergie.

5.3 Formulation mathématique du premier modèle

Dans les plasmas, lorsque les vitesses électroniques et ioniques s’approchent de la vitesse c,

les effets relativistes deviennent significatifs et modifient le comportement non-linéaire du

plasma. Les électrons, en raison de leurs inertie réduite, atteignent des vitesses relativistes

beaucoup plus rapidement que les ions du plasma. Cependant, due à l’inertie importante des

ions, qui freinent le mouvement des électrons à travers la force du rappel électrostatique, une

sorte de double couche se développe, accélérant les ions afin de préserver la quasi-neutralité

du système. Dans ce premier modèle, nous considérons une analyse, qui prend en con-

sidération les effets relativistes seulement dans l’équation de mouvement. Donc pour avoir

un système d’équations décrivant la dynamique d’un plasma relativiste, il suffit d’introduire

le facteur relativiste γ, dans l’équation d’impulsion tout en gardant le reste des équations

hydrodynamiques inchangées. Il en résulte le système d’équations unidimensionnel à deux
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fluides suivant:
∂nj
∂t

+
∂njvj
∂x

= 0 (5.1)

mj(
∂γjvj
∂t

+ vj
∂γjvj
∂x

) +
1

nj

∂pj
∂x

= ±e∂φ
∂x

(5.2)

pj = pj0n
Γ
j (5.3)

où, j = e(i) pour électron (ion), Γ = 4/3 et la condition de quasi-neutralité:

ne = ni (5.4)

Nous normalisons les grandeurs physiques de notre système comme suit:

PjI = pj/p0, NjI = nj/n0, VjI = vj/c, ψ = eE/ωpimic

et nous introduisons la variable self-similaire adimensionnée ξ = x/ct, où c est la

vitesse de la lumière. L’ensemble des équations transformées gouvernant la dynamique

de l’expansion plasma est donné par:

(VeI − ξ)
∂NI

∂ξ
+NI

∂VeI
∂ξ

= 0 (5.5)

(ViI − ξ)
∂NI

∂ξ
+NI

∂ViI
∂ξ

= 0 (5.6)

ζγe(VeI − ξ)(1 + V 2
eIγ

2
e )
∂VeI
∂ξ

+
η

θ

Nα−1
I

γeI

∂NI

∂ξ
= −1

θ
ψI (5.7)

ζγiI(ViI − ξ)(1 + V 2
iIγ

2
i )
∂ViI
∂ξ

+ η
Nα−1
I

γiI

∂NI

∂ξ
= ψI (5.8)

Avec: ψ = eE
ωpimic

, ζ = 1
ωpimic

, η = αP0

ωPin0mic
, θ = mi/me

Nous nous basons sur la méthode d’Euler pour l’implémentation du code. L’algorithme

de cette dernière est donné par:

yj+1 = yj + h0f(xj, yj)

Bien que la méthode d’Euler soit moins précise que celle, de RK-4. Elle présente

néanmoins, une stabilité dont souffre la méthode de RK-4. En réduisant le pas d’intégration

nous obtenons une précision remarquable. Il s’est avéré qu’avec un pas de h = 10−3, la
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méthode numérique donne des solutions suffisamment stables. Un tel pas ne constitue pas

un problème pour les moyens de calcul récents, dont le temps de calcul reste très raisonnable.
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Figure 5.3.1 : Les profils de densité et de vitesse ionique en fonction de la variable self-
similaire.

La figure (5.3.1), montre l’évolution de la densité et de la vitesse ionique normalisées,

respectivement, à leurs valeurs initiales en fonction de la variable self-similaire. D’une façon

générale les modèles d’expansion d’un plasma ou d’un gaz, donnent pratiquement les mêmes

profils. La densité décrôıt, ce qui est dû à l’écoulement et au refroidissement de la matière en

expansion dans le vide, alors que la vitesse crôıt d’une façon monotone. La matière éjectée

continue d’être accélérée jusqu’à ce que son énergie interne soit suffisamment convertie en

énergie cinétique, suivant une expansion libre. Cependant, nous ne remarquons dans le

comportement de la vitesse aucune variation du profil due au changement de la vitesse

ionique initiale. Ces profils montrent un comportement identique d’une croissance infinie de

vitesse, pour des régimes différents (vitesses initiales différentes). D’après les résultats et les

conclusions obtenus par Gurevich et al (Voir le chapitre (3)), et selon le travail de Bachi et

al[2010] [39], étudiant l’expansion self-similaire d’un plasma astrophysique relativiste dans
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le vide, les profils des grandeurs macroscopiques du plasma doivent atteindre leur maximum

à une valeur correspondant à la position où la solution self-similaire n’est plus valable. Cette

valeur, au-delà de laquelle on voit apparaitre des instabilités physiques, est très sensible aux

conditions initiales. Le résultat de ce modèle demeure incorrect pour les raisons suivantes:

• La vitesse ne peut être en croissance monotone, alors que l’amplitude du champ

électrique accélérant diminue pour s’annuler après un certain temps, où il a été montré

à travers des résultats expérimentaux que les vitesses du front d’expansion atteignent

un état stable de stagnation après 400ns [85].

• Lors de l’expansion adiabatique; les électrons communiquent de l’énergie cinétique au

ions à travers le champ électrique ambipolaire. Cependant, la quasi-neutralité reste

valide tant que (t > ω−1
pi ), où ω−1

pi est le temps nécessaire pour rétablir la quasi-

neutralité. Cette condition est remise en question pour des vitesses initiales ioniques

réduites par rapport à celle des électrons.

Pour cela le résultat demeure non-physique, du moment que, la solution self-similaire

ne montre aucune structure d’instabilité physique pour laquelle la self-similarité devient

invalide. Cela nous conduit à considérer que le profil de la décroissance de densité, comme

profil qui ne reflète pas la dynamique d’un plasma relativiste en expansion.

Pour étudier le phénomène d’expansion d’un plasma relativiste, ainsi que l’accélération

ionique, produit par interaction laser-cible, il est d’intérêt d’évoquer le travail de Huang

et al (2013)[91], où une solution analytique self-similaire à été obtenue pour décrire une

expansion d’un plasma relativiste. Cette dernière est dominée par des électrons de haute

énergie gouvernés par la distribution locale de Maxwell-Jùttner. Pour cela la section suiv-

ante traite essentiellement le modèle de Huang et al. Des remarques seront à la fin données,

afin d’éclairer l’ajout rapporté par notre travail à l’étude de l’expansion relativiste d’un

plasma produit par interaction laser-solide.

5.4 Modèle de Huang et al

5.4.1 Hypothèses et conditions de base

Au cours de l’interaction d’une impulsion laser ultra-intense ultra-courte avec la face avant

d’une cible solide d’épaisseur supérieure à quelques micro-mètres, des électrons relativistes
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sont produits à la face avant de la cible. Les électrons qui se déplacent dans la même direction

que celle du laser, passent à travers, chauffent, et ionisent la cible et particulièrement la face

arrière de la cible. Dans ce processus, le faisceau d’électrons entre en collision avec les ions et

les électrons internes de la cible. Ces derniers sont également entrainés par l’intense champ

de séparation de charge. En se référant au traitement effectué par Passoni et al (2008)[96],

on suppose que les électrons chauds de la face arrière de la cible suivent la distribution

relativiste de Maxwell-Jùttner.

Fe(x, Pe) =
1

2mecK1(T−1)
exp[−γe − ψ

T
] (5.9)

Où, T = kbTe
mec2

, ψ = eφ
mec2

, K1 est la fonction de MacDonald au premier ordre, Te est la

température électronique, me est la masse de l’électron, c est la vitesse de la lumière, e est

la charge élémentaire, φ est le potentiel électrique, x représente la position d’électron, Pe le

moment électronique, et γe est le facteur relativiste.

5.4.2 Accélération ionique

Le temps d’accélération pour le présent modèle est d’environ plusieurs durées d’impulsion

laser; où le temps débute lorsque le faisceau d’électrons pénètre la cible, t0 ≈ 10µm
3×108m

= 30fs.

Après plusieurs pulsations laser, les électrons ne peuvent continuer à obtenir assez d’énergie

à partir de l’impulsion laser, de ce fait, la température tend à diminuer. L’une des raisons de

cette diminution est la forte séparation de charge, qui transfère l’énergie des électrons au ions.

En considérant le laser comme étant un réservoir d’énergie nourrissant le système (plasma),

il en résulte de cette supposition, que l’alimentation en énergie à partir de l’impulsion laser

peut équilibrer la perte d’énergie pour les électrons en raison du champ de la séparation

de charge. Pour cela, dans ce modèle, la température des électrons est supposée être une

constante. Par conséquent, le temps efficace d’accélération est aussi supposé être de plusieurs

durées d’impulsion laser. La densité électronique décroit en fonction du temps à cause

de l’expansion transversale et longitudinale du plasma dans le vide. L’échelle temporelle

typique d’une détente adiabatique est d’environ (10-20) fois la durée d’impulsion laser.

5.4.3 La température électronique

En plus de l’influence des effets collisionels sur la thermalisation des électrons, il y a d’autres

effets importants tels que la phase d’injection d’électrons dans le champ du laser, qui affecte
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l’évolution de la température électronique. L’impulsion laser incidente sur la face avant

de la cible transfère son énergie électromagnétique aux électrons qui sont accélérés à une

énergie de l’ordre du potentiel pondéromoteur du laser. La partie supra-thermique des

électrons contribuent à l’accélération ionique. Par conséquent, dans le calcul de la densité

électronique, νc qui est supposé être le taux d’efficience de conversion de l’énergie du laser

au électrons énergétiques de la face arrière de la cible, est inférieur à la moitié du taux

d’efficience d’absorption du laser par les cibles planes. Cependant, l’énergie des électrons

est déterminée par l’intensité du laser, où une fraction de cette énergie acquise est perdue

lors du passage du faisceau électronique à travers la cible, où l’épaisseur et les matériaux

constituants la cible jouent un rôle déterminant du taux de perte d’énergie électronique.

Les valeurs typiques et raisonnables sont de l’ordre de 20% -30% [96]. La relation entre νc

et l’intensité du laser et les caractéristiques de la cible sont importantes pour déterminer

la dépendance du maximum d’énergie des ions accélérés à l’intensité du laser. Cependant,

jusqu’à présent c’est encore un défi pour décrire ce processus complexe par un modèle

explicite convaincant.

5.4.4 Solution self-similaire

Afin de décrire la dynamique des ions analytiquement, les deux équations fluides gouvernant

cette dynamique s’écrivent comme suit :

∂n

∂t
+
∂nv

∂x
= 0 (5.10)

∂γv

∂t
+ v

∂γv

∂x
= −σ∂ψ

∂x
(5.11)

et sont transformées à l’aide de la variable self-similaire: ξ = x/t, avec:

∂
∂t

= − ξ
t
∂
∂ξ
, ∂
∂x

= 1
t
∂
∂ξ

, σ = qi/M
e/me

Les deux équations précédentes deviennent :

(v − ξ)∂ lnn

∂ξ
= −∂v

∂ξ
(5.12)

(v − ξ)∂γv
∂ξ

= −σ∂ψ
∂ξ

(5.13)

90



5.4. Modèle de Huang et al

La relation de dépendance entre ξ et v est donnée par:

ξ = v ±
√
σTγ−3/2

Où,

∂
∂ξ

= γ3 ∂v
∂ξ

Pour cela, le potentiel normalisé est donné par :

ψ − ψ0 = ±
√
T/σ

∫ P
0

(1 + P 2)−3/4dP = ±
√
T/2σ(Iκ(

1
4
, 1

4
)− I1/2(1

4
, 1

4
))B(1

4
, 1

4
)

avec: P = γv, κ = 1+v
2
, Iκ(

1
4
, 1

4
) = 1

B(1/4,1/4)

∫ κ
0
t−3/4(1 − t)−3/4dt où, la fonction de bêta

s’écrit sous la forme :

B(1
4
, 1

4
) =

∫ 1

0
t−3/4(1− t)−3/4dt

Au final, la solution self-similaire décrivant la dynamique de l’expansion et l’accélération

ionique est donnée par l’ensemble des équations suivantes:

ξ = v ±
√
σTγ−3/2

ψ = −
√
T/2σ(Iκ(

1
4
, 1

4
)− I1/2(1

4
, 1

4
))B(1

4
, 1

4
)

γ = ( t
t0

)2/3 exp(2
3
σψ)

A partir de ces résultats on déduit que, l’accélération ionique est plus importante dans le

cas relativiste. La figure(5.4.1) montre la comparaison du moment ionique P et le potentiel

ψ en fonction de ξ dans le cadre du régime relativiste avec celui du régime non-relativiste.

A travers le travail de Huang et al l’ensemble des conclusions qui peuvent être tirées sont

présentées comme suit:

1- le temps d’accélération ionique est de l’ordre de la durée d’impulsion laser.

2- La solution self-similaire est valable pour t ≈ tl.

3- Pour une période plus longue que la durée de l’impulsion laser, le présent modèle demeure

inapproprié pour les raisons suivantes:

• l’influence de l’effet à trois dimensions sur l’expansion qui devient important avec le

temps.

• La température évolue avec le temps et diminue, ce qui nous pousse à considérer le

modèle isotherme présent comme étant non-valide.
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5.4. Modèle de Huang et al

Figure 5.4.1 : La variation du moment ionique P , et du potentiel φ en fonction de la
variable self-similaire ξ pour v(t = 0) = 0, ν = 1

1836
, et T = 1 pour deux cas: relativiste et

non-relativiste [91]

5.4.5 Remarques sur le modèle de Huang et al

En l’absence d’un modèle satisfaisant, convaincant, décrivant le processus du phénomène,

qui débute par le choc laser-face avant de la cible et qui se termine par l’accélération du

front ionique du plasma produit à la face arrière de la cible, il est désormais impératif de

se baser sur des modèles essayant de répondre aux questions fondamentales de ce processus

complexe. Le modèle de Huang et al compte parmi plusieurs modèles qui tentent d’expliquer

un phénomène complexe tel que l’accélération ionique. Dans ce travail les auteurs ont es-

sayé de proposer un modèle qui répond à la fois aux questions qui ont un rapport avec

l’impulsion laser, ainsi que la dépendance de l’accélération ionique de cette énergie (laser),

et aussi de l’évolution temporelle de l’expansion d’un plasma relativiste tout en supposant

des hypothèses et des approximations tels que, la quasi-neutralité, le temps d’accélération

qui est de l’ordre de la durée d’impulsion laser, la température constante, et la self-similarité.

Cependant, les solutions apportées se basent sur des considérations et des approximations

avec un intervalle de validité très limité. A titre d’exemple, supposer un processus isotherme,

qui stipule que la température reste constante le long de l’évolution de l’expansion. Cette

supposition reste valable pour des temps de l’ordre de la durée d’impulsion laser, en con-

sidérant le laser comme un réservoir qui maintient la température constante. Au delà de

cette supposition le modèle demeure non-valide. Deuxièmement, la gaine électrostatique

à la face arrière de la cible, responsable de l’accélération ionique, est caractérisée par une
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force de pression thermique exercée sur les particules présentes dans la région de la face

arrière de la cible qui doit être pris en compte dans les équations fluides du départ. Pour

cela, nous proposons pour l’étude de la dynamique de l’expansion, le modèle introduit par

Lee [111]. Avec un tel modèle uni-dimensionnel à deux fluides, nous étudions l’évolution

de la solution self-similaire de l’expansion appliqué juste à la fin de l’impulsion laser. Dans

ce modèle nous considérons une expansion relativiste adiabatique avec inclusion de l’effet

de la pression, qui sera un élément essentiel déterminant la dynamique de l’expansion, en

particulier aux premiers instants de l’expansion, au voisinage de la source cible.

5.5 Formulation mathématique du second modèle

Pour étudier la solution self-similaire des équations, caractérisant la dynamique du plasma

d’électron-ion, on considère une expansion uni-dimensionnelle le long de x > 0. Le système

d’équations décrivant la dynamique d’un plasma relativiste exprime la conservation d’énergie

et d’impulsion de fluide, à l’aide du tenseur d’énergie-impulsion T µν [111]:

∂µT
µν = 0 (5.14)

Dans le cas d’un fluide non-visqueux, l’expression de ce tenseur dans le référentiel propre

du fluide est: 
P 0 0 0

0 P 0 0

0 0 P 0

0 0 0 e


où,

P : est la pression hydrodynamique

et e: est la densité d’énergie.

Dans un référentiel quelconque, l’expression de T µν devient:

T µν = Pηµν + (P+e
c2

)UµUν

Avec la conservation du nombre de particules dans le plasma qui s’écrit :

∂µN
µ = 0 (5.15)
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5.5. Formulation mathématique du second modèle

Nous pouvons écrire les équations hydrodynamiques relativistes en fonction de la densité

d’énergie, et de la pression, ou bien de la densité d’entropie et de la température comme

suit:
∂σj(P, e)

∂t
+ vj.Oσj(P, e) = 0 (5.16)

∂γjnj
∂t

+ O.(γjnjvj) = 0 (5.17)

(
∂

∂t
+ vj.Oj)(

Pj + ej
njc2

) +
1

njγj
OPj = qi(E +

1

c
(vj ×B)) (5.18)

où, j dénote l’espèce de particule considérée, E, B, σ, n et γ représentent respectivement

le champ électrique, le champ magnétique, la densité d’entropie, la densité propre de par-

ticule et le facteur relativiste de Lorentz.

L’equation qui relie la densité d’énergie à la densité propre et à la pression est donnée par :

ej = mjnjc
2 + α

α−1
Pj

où, α est la constante adiabatique et m est la masse au repos des espèces considérées. En

exprimant l’entropie par particule σ, et la température T en fonction de la pression P , ainsi

que la densité de particule propre n, on trouve:

σ = K P
nα

et T = Cnα−1

avec K, et C sont des constantes. Pour notre présente étude, nous considérons un plasma

contenant deux fluides (électrons-ions) de charge qj et de masse au repos mj. On suppose

que le mouvement est uni-dimensionel selon x. En l’absence du champ magnétique (B = 0),

les équations hydrodynamiques relativistes se réduisent, et s’écrivent de la manière suivante:

∂γjnj
∂t

+
∂γjnjvj
∂x

= 0 (5.19)

1

c2

(
∂hjnjvj
∂t

+ vj
∂hjnjvj
∂x

)
+

1

γjnj

∂pj
∂x

= ±e∂φ
∂x

(5.20)

∂

∂t
(
pj
nαj

) +
∂

∂x
(
pj
nαj

) = 0 (5.21)

où, j = e (électron), i (ions). Dans l’équation (5.20), le signe (+) correspond au électrons

et (−) au ions. n, v, et φ sont, la densité, la vitesse, et le potentiel électrostatique, respec-

tivement. L’enthalpie propre est donnée par l’expression suivante:

hj = mjc
2 + α

α−1

pj
nj
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5.5. Formulation mathématique du second modèle

Le système d’équations (5.19, 5.21) est fermé par la condition de la quasi-neutralité:

ni =
γe
γi
ne (5.22)

γi(γe), sont les facteurs relativistes des ions (électrons). Il faut noter que l’approximation

de quasi-neutralité est utilisée pour des densités de particules importantes du plasma. Ce qui

rend la longueur caractéristique associée à l’équation de Poisson très petite. On s’intéresse à

l’évolution du front ionique, avec le temps caractéristique associé à l’inverse de la fréquence

ionique ωpi = (4πnie
2

mi
).

En normalisant les variables du système comme suit :

Nj = nj/n0, Vj = vj/c, ψ = eE/ωpimic

et en transformant les équations (5.19-5.21) à l’aide de la variable self-similaire adimen-

sionnée ξ = x/ct, nous obtenons l’ensemble des équations différentielles décrivant la dy-

namique d’une expansion relativiste self-similaire.

(Ve − ξ)
∂N

∂ξ
+N [γ2

eVe(Ve − ξ) + 1]
∂Ve
∂ξ

= 0 (5.23)

(Vi − ξ)
[
∂N

∂ξ
+ γ2

eNVe
∂Ve
∂ξ

]
+N

∂Vi
∂ξ

= 0 (5.24)

(Ve − ξ)ζheγ3
e

∂Ve
∂ξ

+ η[1 + γ2
eVe(Ve − ξ)]

Nα−2

γe

∂N

∂ξ
= −ψ (5.25)

[(Vi − ξ)(V 2
i γ

2
i + 1)ζhiγi + ζZ

αγαe
γα−2
i

NαVi]
∂Vi
∂ξ

+

ζZ
αγαe
γαi

Nα−1∂N

∂ξ
+ ζZ

αγα+2
e

γαi
NαVe

∂Ve
∂ξ

= ψ (5.26)

avec:

Z = P0/n0[γiViα/(α− 1)(Vi − ξ) + 1/γiN ], ζ = 1/ωpimic et η = αP0/ωPin0mic

95



5.6. Résultats et interprétations

5.6 Résultats et interprétations

On se focalise dans notre étude sur l’évolution de la vitesse, la densité, et la température de

la détente dans le vide. Au début de l’expansion, les électrons sont les premiers à quitter

la source à la face arrière de la cible, dûs à leur grande vitesse thermique et leur inertie

réduite. A l’aide de la séparation de charge, certains ions sont accélérés par le biais d’un

champ électrostatique ambipolaire qui ramène les ions à rétablir la quasi-neutralité. Le

front de plasma appelé aussi ” le front d’expansion ” se propage dans le vide. La densité

des ions près de ce front diminue avec le temps. Dans cette région de déplétion de densité,

une onde raréfactive se propage dans la direction opposée à celle du front, autrement dit,

dans le plasma ambiant.

5.6.1 Profils de densité

Pour illustrer les effets relativistes sur l’expansion d’un tel plasma, nous choisissons la vitesse

initiale normalisée des électrons de l’ordre de Ve0 = 0.55. Trois cas sont étudiés, i. e, non-

relativiste (Vi0 � 1/3), faiblement relativiste (Vi0 ≤ 1/3), et ultra-relativiste (Vi0 > 1/3).

Notons que, dans le régime faiblement relativiste le facteur relativiste peut être exprimé

sous l’expression suivante:

γ = 1√
1− v2

c2

' 1 + v2

2c

Pour v
c

= 1
3
, l’erreur est d’environ 1% lorsque nous négligeons l’ordre le plus élevé. Dans

la figure (5.6.1), la densité ionique par rapport à la variable self-similaire est tracée pour

trois cas différents; non-relativiste, faiblement relativiste et ultra-relativiste. Le premier cas

montre le profil de densité qui correspond bel et bien, au cas d’une expansion self-similaire

dans le vide, où la chute de la densité est associée à une onde raréfactive. Cependant,

le présent modèle inclut la pression interne et la conversion d’énergie. Il en résulte une

réduction de la plage du paramètre self-similaire correspondant à la déplétion de la densité

ionique. Dans le régime faiblement relativiste, des structures en pic sont apparues pour

ξ ' 0.1, associées à la limite de validité de l’approximation de quasi-neutralité, où au-delà

de cette limite, la solution self-similaire demeure incorrecte. Cela peut être attribué à la

différence d’inertie entre les électrons et les ions. Les électrons sont loin du front d’expansion,

donnant lieu à une séparation de charge avec une longueur caractéristique inférieure à celle

de Debye.
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Figure 5.6.1 : (a)-Profil de la densité ionique en fonction de la variable self-similaire ξ pour
différents régimes, et pour n0 = 1018cm−3, Ve0 = 0.55. (b)- Profil de la densité en fonction
du facteur relativiste pour Ve0 = 0.3, 0.5. (c)- Profil de la densité en fonction du facteur
relativiste pour n0 = 2× 1018, 2× 1019cm−3
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Figure 5.6.2 : (à gauche) Profil de la variation du potentiel électronique en fonction du fac-
teur relativiste ionique. (à droite) Le potentiel électrique en fonction de ”ξ” pour différentes
valeurs initiales de Vi0 et pour n0 = 1018cm−3, Ve0 = 0.55.

Des résultats similaires ont été obtenus par des solutions hydrodynamiques d’une ex-

pansion relativiste libre dans le vide, où les structures en pics de densité sont trouvées en

augmentation avec le temps[98]. En fait, le champ ambipolaire assure l’accélération con-

tinue et le transfert de l’énergie des électrons relativistes aux ions. Cependant, son amplitude

diminue avec le temps. En conséquence, les ions du plasma qui se meuvent pour remplacer

les ions qui se déplaçaient dans le vide essayant d’attraper les électrons pour préserver la

quasi-neutralité, sont exposées à un champ électrique moins intense comme le montrent les

profils de la figure (5.6.2).

Ceci limitera leurs vitesses qui n’atteignent pas la vitesse des ions qui étaient à t = 0,

près de l’interface plasma-vide. Au niveau de la source, ce sont les ions à l’origine près de

cette interface qui atteignent les plus hautes vitesses. Le temps nécessaire aux ions pour

répondre au champ électrique et produire un flux ionique est donnée par ω−1
pi . En d’autre

termes, après que les ions réagissent à l’expansion rapide des électrons, et la création d’un

flux plasma quasi-neutre, les solutions self-similaires deviennent adéquates. L’augmentation
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Figure 5.6.3 : Profil de la vitesse électronique en fonction de la variable self-similaire pour
VeO = 0.06 et Ve0 = 0.25.

de la vitesse initiale des ions réduit les structures oscillatoires, jusqu’à la disparition totale

quand Vi0 = Ve0. Loin de la région source (ξ ∼ 0), l’accélération ionique est le résultat du

potentiel électrostatique ambipolaire plutôt que l’effet de la pression thermique. Ce dernier

a l’effet le plus important à la proximité de la région source du plasma, où les densités sont

encore assez élevées, comme c’est montré par les figures (5.6.1-c) et (5.6.1-b). Un plasma

créé dans ces conditions initiales donne lieu à une accélération ionique plus importante pour

des densités initiales plus élevées

5.6.2 Profils des vitesses ioniques et électroniques

La solution self-similaire obtenue montre que la vitesse des particules présentes dans le

plasma ne croit pas indéfiniment pour ξ −→ ∞, comme le montrent les figures (5.6.3) et

(5.6.4). La vitesse des ions atteignent une limite de saturation Vs < c, contrairement au

cas du premier modèle. Grâce à leurs inertie réduite, les électrons atteignent des vitesses

proches de la vitesse de la lumière. Cependant, la vitesse de saturation des ions augmente

lorsque la vitesse initiale des électrons est plus importante.
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Figure 5.6.4 : Facteur relativiste ionique en fonction de la variable self-similaire, pour
différentes valeurs de Ve0, et n0 = 1018cm−3.

5.6.3 Profils de la température

Au voisinage de la région source, la pression thermique pousse les espèces du plasma vers

l’avant, où la pression est toujours importante pour un plasma relativiste. Toutefois, avec la

détente du plasma l’effet de la pression thermique cède sa place au champ ambipolaire, qui

accélère les particules loin de la région source. Nos résultats sont semblable à une expansion

relativiste plane qui nécessite suffisamment de temps de détente. Cet aspect est montré

par la figure (5.6.5), où la température normalisée est tracée en fonction de la variable self-

similaire. Pour un temps fixe, au voisinage de la région de source plasma, un plateau de

température est apparu pour le cas faiblement relativiste. La pression interne et l’énergie

sont très élevés dans cette région, permettant à l’expansion de se produire à température

constante pour des petites valeurs de ξ ≤ 0.1. De plus, les vitesses sont réduites, ce qui

maintient une densité plus élevée pour plus de temps par rapport aux autres régimes.
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Figure 5.6.5 : Profil de la température en fonction de ξ pour différentes valeurs de la vitesse
ionique initiale Vi0, et Ve0 = 0.4.
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6

Expansion d’un plasma relativiste

dans le vide en présence d’un champ

magnétique extérieur

6.1 Introduction

La génération des champs magnétiques dans un plasma représente un processus d’une grande

importance pour une large gamme de phénomènes physiques, qui a été étudié dans les

plasmas produits par laser depuis l’introduction des lasers de grandes puissances [99]-[100].

Dans ce scénario, l’interaction d’une impulsion laser nano-seconde d’intensité I ' 1014 −
1016W/cm2 avec une cible, peut générer des champs magnétiques qui sont généralement

décrits par une modélisation hydrodynamique [100]. Cependant, dans le cas de plus courtes

impulsions laser (≤ ps), d’intensité (I > 1018W/cm2), cette interaction produit des courants

électroniques de hautes énergies, qui nécessitent une modélisation plus complexe [101], où un

champ magnétique très intense peut être généré par le biais de l’instabilité de Weibel [102],

ou par ré-circulation des électrons à la limite du plasma (effet de fontaine) [103]. Dans ce

cas, les champs magnétiques induits peuvent influencer, le processus d’émission de protons

(Mutli-MeV) après leur accélération par le champ laser. Les champs magnétiques générés

au sein des plasmas relativistes aident à la reproduction des conditions semblables aux

processus astrophysiques à grandes échelles [107]. Les caractéristiques d’une expansion d’un

plasma produit par laser sont d’une importance vitale pour la compréhension du processus

d’interaction laser-cible tel que les diagnostique des plasmas [105]. L’étude de l’expansion

d’un plasma en présence d’un champ magnétique offre une possibilité de compréhension de
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plusieurs phénomènes importants tels que les changements de la dynamique, le confinement

et les instabilités dans les plasmas [106]. Le confinement magnétique d’un plasma produit

par interaction laser-solide a été largement étudié durant la dernière décennie, dans l’ultime

but d’étudier les caractéristiques de l’interaction plasma-champ et ses apports pour la fusion

par confinement inertiel [99]. Récemment, un jet de plasma relativiste d’électron-positron-

proton a été efficacement collimaté en utilisant un champ magnétique extérieur, généré par

des bobines de type Helmholtz où il a été constaté que la force magnétique tend à confiner le

plasma radialement [107]-[100]. Pour pouvoir étudier l’effet du champ magnétique extérieur

sur la dynamique d’un plasma en état d’expansion, il demeure indispensable d’invoquer les

résultats expérimentaux les plus récents afin de les analyser. Ces derniers [107]- [109]- [108]-

[110] traitent principalement les phénomènes de collimation et de confinement magnétique

du plasma produit par interaction laser-solide.

6.2 Dispositif expérimental

Pour un plasma de base, la configuration simpliste du dispositif expérimental se compose

d’une cible solide plane immergée dans un champ magnétique appliqué de l’extérieur, et

qui est parallèle à l’axe Z. Puis, en concentrant une impulsion laser intense sur cette cible

un groupe d’électrons chauds se produit, quittant la source avec une énergie suffisante pour

accélérer les particules lourdes (ions). Le dispositif expérimental est schématisé par la figure

(6.2.1).

Figure 6.2.1 : Schéma descriptif du dispositif expérimental [108]
.
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Le tableau (6.1), résume les caractéristiques des différentes expériences récemment ef-

fectuées afin d’étudier le confinement d’un plasma produit par interaction laser-cible, en

présence d’un champ magnétique extérieur.

Expériences Cible Caractéristiques

Densité

électronique

Pressura

et al [109] CH2

Laser: 4J , 5ps, 1µm, I = 1016W/cm2

avec un champ de : B 6 60T , généré

par un courant de 0.6 MA 2× 1025cm−3.

Plechaty

et al [108] Polythelène

Laser: 1058nm, 8J ,

I = 5× 1014W/cm2, avec un champ de

: B = 13T , généré par un courant de

0.5MA. 5.6× 1017cm−3.

Harilal et

al [110] Aluminium

Laser: 1, 06µm, 8ns avec un champ de

: B 6 1.3T 9.1× 1017cm−3.

Chen et al

[107]

Or (1mm

d’épaisseur)

Laser: 105nm, 830J , I = 1019W/cm2,

,avec un champ de : B = 8T , généré

par un courant de 20KA. 3× 1012cm−3.

Table 6.1: Tableau des caractéristiques expérimentales

6.2.1 Analyse des résultats

A travers ces expériences, l’ensemble des résultats est présenté comme suit :

• En l’absence de champ magnétique, le plasma se détend librement dans le vide adja-

cent.

• La densité diminue d’une façon monotone avec l’augmentation de la distance à partir

de la cible.

• La seule région, où on observe un fort gradient de densité, est proche du spot laser

(région source), celle-ci étant la principale caractéristique observée.

• La vitesse de l’expansion dans la direction normale est d’environ 2 fois la vitesse dans

la direction transversale.
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• Le plasma se détend librement dans le vide en absence de champ magnétique. Cepen-

dant, en présence de ce dernier, le mouvement du plasma est décéléré le long de la

direction radiale de l’expansion. Ce plasma ne s’arrête pas complètement, mais se

diffuse lentement suivant les lignes du champ magnétique, comme le montre la figure

(6.2.2).

• La température du plasma se trouve très sensible à la présence d’un champ magnétique.

Le plasma devient de plus en plus chaud avec l’augmentation de la distance à partir

de la cible.

Figure 6.2.2 : Expansion du plasma dans un champ magnétique externe, correspondant à
l’image (a)-(b) [108]
.

D’une façon générale, nous avons noté que l’action d’un champ magnétique sur le plasma

a pour effet de diminuer la détente du plasma. On peut donc espérer d’une part ac-

crôıtre l’absorption de l’énergie laser et d’autre part, en confinant le plasma dans une

géométrie magnétique, maintenir la température des particules à la valeur atteinte au cours

du chauffage. Ces expériences, étudiaient principalement la phase initiale de l’interaction

du plasma avec le champ magnétique, période qui marque la décélération de l’expansion,

et à la suit de laquelle prennent place les fuites du plasma le long des lignes de champ. La

description de l’interaction plasma-champ se fait en considérant que initialement la con-

ductivité électrique est telle que le champ magnétique ne peut pénétrer que sur une faible

profondeur à la frontière du plasma [113]. Dans cette région, s’établissent des courants et

le mouvement de cette zone perpendiculaire au champ magnétique est rapidement freiné.
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Le plasma en se détendant déforme les lignes de champ, et crée une cavité, dont les dimen-

sions quand l’expansion est décélérée, sont telles que la pression du plasma sera compara-

ble à la pression magnétique. Dans ce présent chapitre, nous étudions l’effet d’un champ

magnétique extérieur, orienté transversalement au flux du plasma, sur la dynamique d’un

plasma d’électron-ion relativiste produit par interaction laser-cible. Pour cela, nous em-

ployons le modèle fluide relativiste pour décrire les espèces relativistes présentes dans le

plasma. Nous donnons, dans la section suivante la formulation mathématique adéquate

pour la dynamique d’expansion d’un plasma relativiste.

6.3 Formulation mathématique

6.3.1 Modèle à deux fluides

Le modèle de plasma à deux fluides a souvent été utilisé pour l’étude des propriétés paramétriques

des ondes de petites amplitudes. Il a été également utilisé pour calculer la relation de dis-

persion dans un plasma relativiste sous l’effet d’un champ magnétique uniforme[112]. Pour

cela, nous employons ce modèle pour décrire un plasma d’électron-ion relativiste magnétisé

en état d’expansion. L’ensemble des équations différentielles régissant ce système est donné

par:
∂γjnj
∂t

+∇(γjnjvj) = 0 (6.1)

njγj[
∂

∂t
+ vj∇](hjγjvj) = −∇pj +

J0
jE + Jj ×B

C
(6.2)

L’évolution du champ électromagnétique est régit par les équations de Maxwell ;

∇.E =
4π

C
J0. (6.3)

∇.B = 0. (6.4)

1

C

∂B

∂t
+∇× E = 0. (6.5)

1

C

∂E

∂t
= ∇×B − (4π/C)J. (6.6)

où, j=e(électron), i(ion), J0/C représente la densité de charge, et J est la densité de courant,

avec Jν = (J0, J) qui représente le quadri-vecteur courant. v, E, et B sont, respectivement,

la vitesse, le champ électrique et le champ magnétique total. Les paramètres thermody-

namiques h, P , et n sont, respectivement, l’enthalpie, la pression et densité de matière.
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L’expression de l’enthalpie est donnée par:

hj = mjC
2 +

α

α− 1

pj
nj

(6.7)

où, α est l’indice polytropique, qui est égale à 4/3 pour la limite ultra-relativiste et 5/3

pour un fluide classique [111]. Notons que, le champ magnétique total ~B est constitué

de deux composantes, ~B = ~B0 + ~Bz(x, t). Où, ~B0 est la vecteur du champ magnétique

extérieur et ~Bz(x, t) représente le champ magnétique induit. Pour pouvoir discuter l’origine

du champ magnétique induit, lors d’une expansion d’un plasma relativiste, nous donnons

dans la section suivante un rappel succinct sur le mécanisme de génération des champs

magnétiques dans les plasmas relativistes.

6.3.2 Champ magnétique induit et instabilité de Weibel

Il est bien connu, que la production de grands courants peuvent générer un champ magnétique

intense par le biais de l’instabilité de Weibel. Cette dernière, introduite pour la première

fois par Weibel [1], représente une instabilité cinétique conduite par une anisotropie de

températures. A partir de cette anisotropie, des champs magnétiques quasi-statiques sont

générés à travers la redistribution de courants. Ces derniers sont en effet séparés par le champ

électromagnétique généré de façon auto-consistante et contribuent en retour à renforcer le

champ magnétique. Pour comprendre le mécanisme de génération du champ magnétique

à travers l’instabilité de Weibel, lors d’une expansion d’un plasma produit par interaction

laser-solide, nous verrons brièvement l’essentiel des deux travaux de Thaury et al[[118]-[119]],

traitant l’influence de l’instabilité de Weibel sur l’expansion d’un plasma dans le vide.

Travaux de Thaury et al ([118]-[119])

Lors de l’interaction d’un laser avec une cible solide, cette dernière est rapidement ionisée

dans un intervalle de temps de quelques durées d’impulsions laser, formant un plasma dense

avec une température électronique de l’ordre de (0.1 − 1KeV ). L’impulsion laser interagit

ensuite avec le plasma autour de la surface de la densité critique, où il est réfléchi, chauf-

fant ainsi la population électronique jusqu’à des énergies de l’ordre du MeV. Ces électrons

chauds traversent la cible, et une partie d’entre eux forme une gaine électrostatique, au

niveau de la face arrière de la cible, accélérant les ions dans le vide, en formant un plasma

quasi-neutre. Ce processus d’accélération est communément décrit à l’aide du modèle fluide

uni-dimensionnel (1D), traitant l’expansion d’un plasma dans le vide. L’hypothèse d’une
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seule dimension spatiale est justifiée tant que la dimension du spot laser est suffisamment

large. Cependant, même lorsque le système est invariant par translation le long de la sur-

face du plasma, plusieurs effets (tels que les collisions coulombiènnes) peuvent induire un

transfert d’impulsion entre la direction radiale (direction d’expansion) et transversale, et le

modèle purement uni-dimensionnel (1D), perd sa robustesse.

Les auteurs ont supposé que la distribution électronique initiale est Maxwelliènne, avec une

température isotrope. Lorsque le plasma commence son expansion, la température longitudi-

nale T‖ diminue, ce qui conduit à l’augmentation du paramètre d’anisotropie A = T⊥/T‖−1,

donnant ainsi naissance à une instabilité de Weibel [2]. Afin d’étudier le taux d’accroissement

de l’instabilité de Weibel, lors d’une expansion de plasma, les auteurs emploient un calcul

de simulation par la méthode PIC pour un plasma relativiste non-collisionel. Initialement,

les ions occupent le volume L = 50C/ωpe, avec des électrons maxwellièns. La région du

vide s’étale sur une distance de 2500C/ωpe. A travers la figure (6.3.1(a)), les principales

observations sont présentées comme suit:

• L’anisotropie globale E⊥/E‖ − 1 augmente à mesure que le plasma se détend.

• A t ≈ t0 ' 28ω−1
pi , l’énergie magnétique commence à augmenter, indiquant que

l’anisotropie est suffisamment importante pour donner naissance à l’instabilité de

Weibel comme l’indique la figure (6.3.1 (a)).

• Pour t > ti ≈ 40ω−1
pi le champ magnétique induit rétablit l’isotropisation de la

température électronique, ce qui finalement conduit à la saturation de l’instabilité

à t ≈ 48ω−1
pi , comme le montre la figure (6.3.1(b)).

• L’impact direct du champ magnétique induit est l’isotropisation de la distribution

électronique, conduisant à une diminution de la température électronique au cours de

l’expansion.

En résumé, ce phénomène a des répercussions importantes sur l’expansion du plasma. En

particulier, le champ magnétique induit peut rétablir et maintenir l’isotropie de la distribu-

tion des vitesses au cours de l’expansion.
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Figure 6.3.1 : (a)- l’évolution des énergies (E
‖
k ,E

⊥
k ) et magnétique (ME), en fonction du

temps, dans des échelles linéaires et logarithmiques. La figure (b), montre l’évolution du
paramètre d’anisotropie A, et le champ magnétique en fonction de l’espace, pour ωpit = 40
[119].

6.3.3 Hypothèses et approximations

A cause des basses résistivités dans la majorité des problèmes précédemment traités, il est

suffisant de considérer le milieu comme idéal avec une conductivité infinie, et que les effets

dissipatifs sont insignifiants. Les lignes de champs sont alors gelées dans le plasma. A cette

limite le champ électrique dans le référentiel de la particule É est nul. Cette condition

transformée dans le référentiel au repos s’exprime sous la forme:

É = γ[E +
vxB

C
] +

v

C2
(v.E)(1− γ) = 0. (6.8)

En revanche, aucun champ électrique ne peut exister initialement dans le plasma au repos,

et aucune composante parallèle à la direction d’expansion ne peut apparaitre au cours de la
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détente [120]. Ainsi, la condition (6.8), devient simplement:

E = −v×B

C
(6.9)

Nous concentrons notre étude sur le problème de valeurs initiales d’une expansion adiaba-

tique relativiste uni-dimensionnelle dans le vide, produit par laser en présence d’un champ

magnétique transversal. Cette détente est supposée avoir lieu dans la direction x. Donc,

nj = nj(x, t),vj = (vx, 0, 0) et B = (0, 0,B(x, t)) dirigé selon l’axe z. Le champ électrique,

est entièrement dans la direction y. Avec ces restrictions, les équations (6.1-6.2) deviennent:

∂γjnj
∂t

+
∂γjnjvj
∂x

= 0 (6.10)

(
∂γjhjvj
∂t

+ vj
∂γjhjvj
∂x

) +
1

γjnj

∂pj
∂x

= ± B

4πγjnj

∂B

∂x
(6.11)

On écrit aussi, l’équation de Faraday, décrivant l’évolution du champ magnétique total lors

de cette expansion.
∂B

∂t
+
∂vjB

∂x
= 0 (6.12)

Avec l’equation d’état donnée par :

(
∂

∂t
+ vj

∂

∂x
)pj + Γpj

∂vj
∂x

= 0 (6.13)

L’ensemble des équations (6.10-6.13) est fermé par la condition de quasi-neutralité:

ni =
γe
γi
ne (6.14)

γi(γe), est le facteur relativiste ionique (électronique), et Γ représente l’indice adiabatique

(Γ = 3, pour le cas adiabatique, et Γ = 1 pour un processus isotherme) [123]. Le signe

+(−), est celui d’un fluide de particules positivement (négativement) chargé. L’hypothèse

de quasi-neutralité est utilisée, en raison du fait que la densité des particules dans la région

du plasma est très importante (∼ 5×1019cm−3)[121]. Cela rend l’échelle associée à l’equation

de Poisson très petite [122]. La solution self-similaire offre une compréhension du comporte-

ment correspondant à t � ω−1
p , où ωpi étant la fréquence ionique qui représente le temps

nécessaire au ions pour répondre au mouvement rapide des électrons, créant ainsi un flux de

plasma quasi-neutre[84]. En général, la solution self-similaire a un sens physique et demeure
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valide tant que la longueur de Debye est nettement inférieure à l’échelle caractéristique self-

similaire [56]. Cependant, cette condition demeure insuffisante pour vérifier la validité de la

quasi-neutralité d’un plasma relativiste magnétisé. Une autre condition est que la longueur

de Debye λD doit être nettement inférieure au rayon de Larmor RL. Cette condition con-

stitue une restriction pour le modèle fluide résultant de la validité des paramètres physiques

macroscopiques [104]. Dans ce contexte, il semble être impératif de revoir de plus près cette

propriété essentielle pour la validité du modèle fluide. Pour cela, nous étudions le travail

de Diver et al[2015][104], afin de discuter l’effet de cette condition sur notre démarche. La

section suivante traitera essentiellement la limite de validité du modèle fluide dans le cas

d’un plasma relativiste magnétisé.

6.3.4 Limite du modèle fluide

En général, les plasmas sont décrits par la description du continuum (tel que le modèle MHD

ou la théorie cinétique), dont chacune suppose que la densité discrète des charges dans le

milieu est suffisamment grande pour que les effets à de très petites échelles, associés à des

fluctuations aléatoires sont négligeables. En conséquent, ces dernières peuvent être négligées

en toute sécurité. Ce concept est discuté dans la plupart des manuels classiques [104], où

la longueur de Debye est définie comme la plus petite longueur caractéristique considérée

pour les plasmas. Dans notre cas, la question essentielle est la suivante:

• Quelles sont les conséquences directes sur les modèles macroscopiques, si la longueur

de Debye est nettement supérieure au rayon de Larmor?. En d’autres termes, si la

longueur de Debye qui représente l’échelle d’équilibre entre les énergies thermique

et électrostatique, une présence d’une nouvelle contrainte de plus petite longueur,

provoquera-elle des conséquences appréciables?.

Les paramètres d’un plasma classique

Les paramètres: λD, Cs et ωpe sont les quantités de fluide qui expriment la nature collective

du plasma dictée par les interactions électromagnétiques. Le champ magnétique s’introduit

dans l’hiérarchie des échelles par l’intermédiaire de la fréquence cyclotronique électronique

ωce = eB
me

, représentant ainsi, un unique concept indépendant des effets collectifs du plasma.

Pour un électron, le rayon de Larmor est donné par:

RL =
Cs
ωce

(6.15)
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L’analogue de la vitesse thermique, dans ce cas, est la vitesse d’Alfvèn Ca = B
(µ0ρ)1/2

, où

ρ = (mi+me)n est la densité massique du plasma. De la même façon, la pression magnétique

représente l’analogue de la pression thermique. Ainsi, pour les trois paramètres: λD, Cs et

ωpe, peuvent être ajoutés trois autres paramètres d’origine magnétique: RL, Ca et ωce.

Le ratio critique

Pour répondre à notre question, on définit le ratio entre la longueur de Debye et le rayon

de Larmor donné par l’expression:

λD
RL

=
Cs
ωpe

ωce
Cs

= (
ε0B

2

nme

)1/2 =
Ca
KC

(6.16)

Où, K représente le ratio de la masse, K = (me
mi

)1/2 � 1. Donc, pour un fluide classique

magnétisé, l’exigence que la longueur de Debye soit plus petite que le Rayon de Larmor,

pose une contrainte sur la vitesse d’Alfvèn, qui doit être nettement inférieure à la vitesse de

la lumière C.

λD < RL ⇔ Ca < KC (6.17)

Cette restriction représente la limite du modèle fluide résultant de la validité physique des

paramètres microscopiques. Dans le cas contraire, on peut quantifier la situation où le rayon

de Larmor est inférieur à λD dans le plasma [125].

λD > RL ⇔ Ca > KC ⇔ Bn−1/2 > (µme)
1/2C ≈ 3.2.10−10Tm3/2 (6.18)

Application numérique

Dans un Tokamak, où B ≈ 3T , et n ≈ 1020m−3, on a Bn−1/2 ≈ 3.10−10Tm3/2, implique

que λD ≈ RL . Autrement dit si,
ω2
ce

ω2
pe

=
C2
a

K2C2
(6.19)

nous avons un critère supplémentaire, pour faire en sorte que λD < RL, est que la fréquence

cyclotronique doit être inférieure à celle du plasma.

λD < RL ⇔ Ca < KC ⇔ ωce < ωpe (6.20)

Dans le cas où RL ≤ λD, le plasma est vulnérable à des instabilités de ”firehose”, qui

peuvent déstabiliser les ondes d’Alfvèn, produisant un mouvement de masse et de charge
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(pour plus de détails voir la réf [104]). Dans ce cas, le modèle fluide basé sur la description

du continuum devient invalide.

Plasma relativiste

Dans le cas relativiste, le plasma est intrinsèquement très énergique, où la comparaison avec

le cas classique (non-relativiste) peut se faire à l’aide du paramètre a:

a = meC2

kbT

Dans le cas classique (non-relativiste), a � 1, et a � 1 pour la limite ultra-relativiste. La

vitesse acoustique relativiste CR
s est définie comme [124]:

(
CR
s

C
)2 =

1

G

dG

da
(a
dG

da
+

1

a
)−1 (6.21)

où, G = κ3(a)/κ2(a), et κ2(3) représente la fonction de Bessel modifiée d’ordre 2(3). Pour

a� 1, CR
s /C ≈ [5/3a]1/2. Cependant, la limite de a� 1, donne CR

s /C ≈ 1/
√

3. Rappelons

que, la fréquence du plasma dans le cas relativiste est définie comme, ωRpe = (ne2/γε0me)
1/2.

Il en résulte, la longueur de Debye λRD qui prend la forme:

(λRD)2 =
C2

G

dG

da
(a
dG

da
+

1

a
)−1γε0me

ne2
(6.22)

Où, pour la limite ultra-relativiste λRD se réduit sous la forme:

(λRD)2 =
ε0γmeC

2

3ne2
(6.23)

Le rayon de Larmor RR
L , dans le cas relativiste, est défini comme:

RR
L =

γmeC

eB
(
5γ2 − 3

aγ3
)1/2 (6.24)

Si a� 1, alors le rayon de Larmor dans le cas relativiste prend la forme simplifiée:

RR
L =

γmeC

eB
(6.25)

Le ratio entre la longueur de Debye et le rayon de Larmor est réécrit dans le cas relativiste:

(
λRD
RR
L

)2 = (
CR
s

ωRpe
)2(
ωRce
uRp

)2 =
1

γ
(
CR
s

uRp
)2(

λD
RL

)2 (6.26)
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Dans le cas classique, γ → 1, CR
s → uRp et on retrouve l’expression classique du ratio.

Cependant, pour la limite ultra-relativiste où, CR
s → uRp /

√
3 et γ ≈ 5/a, le ratio se réduit

sous la forme suivante:

(
λRD
RR
L

)2 ≈ 1

3γ
(
λD
RL

)2 (6.27)

Notons que pour γ → ∞, la longueur de Debye devient de plus en plus moins importante

que le rayon de Larmor et le modèle fluide reste toujours valide.

6.3.5 Solution self-similaire

Nous supposons une expansion self-similaire, perpendiculaire au champ magnétique, et que

toutes les quantités macroscopiques dépendent de la variable self-similaire ξ. Cette solution

est très utile pour transformer un problème mathématique avec des conditions au limites

à un problème au conditions initiales. L’ensemble d’équations aux dérivées partielles est

transformé en un ensemble des équations différentielles ordinaires qui ne dépendent que de

la variable ξ. Alors, l’ensemble des équations (6.10-6.13) normalisé par:

Nj = nj/n0, Vj = vj/C, Pj = pj/p0, B
∗ = B/B0, Hj = hj/miC

2

où n0 est la densité initiale, transformé à l’aide de la variable self-similaire est donné par :

(Ve − ξ)
∂N

∂ξ
+N [γ2

eVe(Ve − ξ) + 1]
∂Ve
∂ξ

= 0 (6.28)

(Vi − ξ)[
∂N

∂ξ
+ γ2

eNVe
∂Ve
∂ξ

] +N
∂Vi
∂ξ

= 0 (6.29)

(Ve − ξ)[Heγe(1 + γ2
eV

2
e )]

∂Ve
∂ξ
− α

α− 1
ζ(Ve − ξ)γe

Ve
N2

Pe
∂N

∂ξ

+

[
α

α− 1
ζ(Ve − ξ)γeVe − 2π

η

δ
σ0
β

γe

]
1

N

∂Pe
∂ξ

+
η

δ
σ0

B∗

γeN

∂B∗

∂ξ
= 0 (6.30)

(Vi − ξ)[Hiγi(1 + γ2
i V

2
i ) +

α

α− 1
ζ
Piγ

4
i

Nγe
Vi]
∂Vi
∂ξ
− α

α− 1
ζ(Vi − ξ)(γ2

i γeViVePi)
∂Ve
∂ξ

−(Vi − ξ)
γ2
i Vi

γeN2
Pi
∂N

∂ξ
+

[
(Vi − ξ)

γ2
i Vi
γeN

+ 2πζσ0
β

Nγe
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(Vj − ξ)
∂B∗

∂ξ
+B∗

∂Vj
∂ξ

= 0 (6.32)

(Vj − ξ)
∂Pj
∂ξ

+ ΓPj
∂Vj
∂ξ

= 0 (6.33)

Nous introduisons le paramètre bêta du plasma β = 2P0/B
2
0 , qui représente le rapport

entre la pression thermique et la pression magnétique. A travers ce paramètre, nous pouvons

étudier l’effet du champ magnétique extérieur sur la dynamique de l’expansion. Cependant,

ce dernier ne donne pas d’informations sur le régime relativiste et l’évolution de l’énergie

totale du plasma. Pour cela, nous introduisons le paramètre σ = B2/4πmin0, mesurant

l’importance des effets relativistes du champ magnétique, comme s’est introduit dans la réf

[115]. Pour σ � 1, la densité d’énergie magnétique est nettement dominante par rapport à

la densité d’énergie des particules. Pour σ ≥ 1, la vitesse d’Alfvèn VA = [σ/1 + σ]1/2C ' C

s’approche de la vitesse de la lumière, ce qui conduit à un régime relativiste de l’entrainement

magnétique [114]. Nous explicitons aussi: η = 1/miC, ζ = P0/min0C
2 et δ = me/mi.

6.4 Résultats et interprétations

Au début de l’expansion, une perturbation est créée due à des particules compressées qui

sont poussées vers l’avant provoquant ainsi, une onde de raréfaction qui se propage dans la

direction opposée de celle de l’expansion. La vitesse à laquelle cette perturbation se propage

est connue comme la vitesse magnéto-acoustique rapide Cf , C
2
f = V 2

A + C2
s . Où, VA est la

vitesse d’Alfvèn et Cs est la vitesse acoustique.

6.4.1 Effet du paramètre β

La figure (6.4.1(a)) montre le profil de la densité électronique normalisée tracée en fonction

de ξ pour différentes valeurs du paramètre β. Notre investigation est limitée par (0.3 ≤
β ≤ 1), où la température électronique est égale à T0 = 32KeV , correspondant à Ve0 =

C/4 [117]. Près de la région source, nous constatons que l’effet d’augmentation du champ

magnétique sur la densité électronique est très réduit. En fait, lorsque le plasma commence

son expansion dans le vide, la pression principale responsable de la dynamique des particules

est la pression thermique. Mais pour de longues périodes, un autre mécanisme interfère

provoquant l’accélération de l’écoulement. Cette accélération est due à l’énergie de Poynting

(hjγjσ0) (l’entrainement magnétique [116]), dans la région 0 ≤ ξ < 0.7. Au cours de
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Figure 6.4.1 : (a)- Profil de la densité électronique normalisée, et (b) à l’énergie de Poynting
normalisée par rapport à la variable self-similaire pour différentes valeurs de β et pour
σ0 = 0.5.

l’évolution de cette expansion, le flux de Poynting est converti de manière efficace à une

énergie cinétique. Cet effet est illustré sur la figure (6.4.1(b)), où le profil de l’énergie de

Poynting est tracé pour différentes valeurs du paramètre β. On note que pour de petites

valeurs de β, il y a une conversion plus importante de l’énergie de Poynting (illustrée par

une forte diminution de l’énergie de Poynting), qui explique l’accélération du plasma.

Cependant, pour des valeurs plus importantes de β, le transfert à l’énergie cinétique à

partir de l’énergie de Poynting est moins important, conduisant à une faible diminution de la

densité électronique. Donc, près de la région source, l’accélération des particules du plasma

est assurée par la conversion des énergies (thermique, Poynting (entrainement magnétique))

en énergie cinétique tant que l’effet du champ magnétique externe est encore insuffisant

pour confiner le plasma au début de l’expansion. Toutefois, dans la région (ξ > 0.7) (après

le point d’intersection, représentant la région où la pression du plasma est équilibrée par

la pression magnétique), on obtient pour chaque valeur de ξ l’augmentation de la densité

électronique avec la diminution de la valeur de β. En effet, loin de la source, la dynamique de

l’expansion du plasma est attribuée à l’effet du confinement magnétique. Lorsque le plasma
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Figure 6.4.2 : (a)- Profil de la température électronique normalisée, et (b)- l’énergie de
magnétique par rapport à la variable self-similaire pour différentes valeurs de β et pour
σ0 = 0.5.

se détend à travers le champ magnétique, la pression du plasma a tendance à disparâıtre

avec le temps et la résistance offerte par le champ magnétique augmente. Le confinement

magnétique et la stagnation peut avoir lieu lorsque la pression thermique est équilibrée par

la pression magnétique. Le confinement devrait augmenter la fréquence des collisions des

espèces présentes dans le plasma et, en conséquent, diminuer leurs vitesses dans la région,

où ils sont confinés dans un petit volume d’espace. Cet effet est montré par les figures

(6.4.2− 6.4.3).

La figure (6.4.2(a)), montre le profil de la température électronique normalisée tracée en

fonction de la variable self-similaire pour différentes valeurs du paramètre β. Nous remar-

quons qu’au voisinage de la région source, la température est peu affectée par la variation

du champ magnétique extérieur. Cependant lorsque ξ augmente, la température chute rapi-

dement et apparâıt comme un refroidissement adiabatique. Mais, loin de la cible, l’effet

du champ magnétique donne naissance à un processus de chauffage, où la température
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devient de plus en plus élevée pour des distances de plus en plus importantes. Afin de

clarifier ce processus physique, nous distinguons deux régions de la variable self-similaire

(ξ ' 0.6), la première est avant ce point et la seconde est après le même point. Dans

la première région, le plasma se détend contre le champ magnétique, le chauffage peut se

produire en raison du gain d’énergie par les électrons à partir de leurs énergie cinétique.

Le travail du mécanisme de chauffage se fait contre la force J × B, agissant dans le but

de ralentir l’écoulement. Pour des distance plus courtes, les effets dynamiques du plasma

sont nettement importants que l’effet du confinement magnétique, la force J ×B continue

de pousser le plasma jusqu’à ce que la pression du champ magnétique est équilibrée par

celle du plasma localisée pour (ξ ∼ 0.6). Cela conduit à un chauffage du plasma par effet

joule. Après le même point, l’augmentation de la température est assurée par la compression

et le confinement du champ magnétique. La figure (6.4.2(b)), l’énergie magnétique (ME,

B2/8π) est tracée par rapport à la variable ξ, pour différentes valeurs de β. Dans la région

(0 ≤ ξ < 0.7), on note une relation proportionnelle entre (ME) et le paramètre β, où pour

(β = 1), (ME) atteint sa valeur maximale. Cependant, pour (ξ > 0.7) l’énergie magnétique

a tendance à diminuer pour des valeurs importantes de β . Pour comprendre la significa-

tion physique, nous devons revenir sur l’origine de cette énergie et explorer les principaux

paramètres gouvernant l’évolution de l’énergie magnétique. Pour cela, nous considérons à

(t = t0), le début de l’expansion, où le champ magnétique total est composé uniquement de

la composante externe du champ magnétique, BT = B0. Cependant, lors de la détente du

plasma, un champ magnétique induit est créé par l’instabilité de Weibel, ce qui renforce le

champ magnétique extérieur. Ainsi, le champ magnétique total est la somme de deux com-

posantes: BT(x, t) = B0 + Bz(x, t). Même si l’approche unidimensionnelle, utilisé dans ce

travail, reste insuffisante pour étudier l’effet de l’instabilité de Weibel sur la dynamique du

plasma, nous pouvons au moins, fonder notre interprétation sur les résultats précédemment

mentionnés (voir la section ”champ magnétique induit et instabilité de Weibel”) [118] [119],

pour expliquer l’évolution de l’énergie magnétique dans une description purement unidi-

mensionnelle. A t = t0, l’énergie magnétique commence à augmenter, ce qui indique que

l’anisotropie est suffisamment importante pour provoquer une instabilité de Weibel. Cette

énergie magnétique qui peut être générée par l’instabilité de Weibel, est une fraction de

l’énergie thermique des électrons. Dans la figure (6.4.2(b)), nous remarquons que pour des

grandes valeurs de β, l’énergie magnétique est plus importante. En effet, pour des faibles

valeurs du champ magnétique extérieur, correspond à une faible perte d’énergie du plasma

par unité de temps au travail effectué par le plasma contre la pression magnétique externe.
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Figure 6.4.3 : Profil du facteur relativiste ionique par rapport à la variable self-similaire
pour différentes valeurs de β, et pour σ0 = 0.9.

Cela conduit à plus de transfert d’énergie thermique à une énergie magnétique à travers

l’instabilité de Weibel. Cependant, le champ magnétique total entrainera l’isotropisation

de la température électronique, qui conduit finalement à la saturation de l’instabilité. Dans

notre cas, le point (ξ ∼ 0.7) représente la région, où le plasma subit une décélération radi-

ale de la vitesse d’expansion, menant à l’isotropisation. Après cela, l’amplitude du champ

magnétique induit a tendance de diminuer, et donc la diminution de l’énergie magnétique.

La figure (6.4.3), montre le profil du facteur relativiste ionique en fonction de ξ, pour

différentes valeurs β. Pour un temps fixe, et au voisinage de la source, le facteur relativiste

ne varie pas de manière remarquable avec les variations du champ magnétique extérieur.

En effet, dans cette région, l’accélération ionique est due à la force de pression thermique

pour 0 < ξ ≤ 0.18, où la densité est encore assez élevée. Mais, loin de la région source,

les ions subissent l’effet d’un autre mécanisme d’accélération, qui est la force de Lorentz.

Nous remarquons dans la région 0.18 < ξ ≤ 0.3, où le facteur relativiste a une relation

119



6.4. Résultats et interprétations

0 0.2 0.4 0.6 0.8 1 1.2 1.4 1.6 1.8 2
0

0.1

0.2

0.3

0.4

0.5

0.6

0.7

0.8

0.9

1

ξ

N
i

 

 
σ0=10

σ0=1

σ0=0.8

σ0=0.6

σ0=0.5

Figure 6.4.4 : Profil de la densité ionique normalisée par rapport à la variable self-similaire
pour différentes valeurs de σ0, et pour β=1.

proportionnelle avec B, que l’augmentation de B conduit à une accélération de l’écoulement.

Toutefois, dans la région 0.3 < ξ ≤ 0.6, le fluide ionique modifie son comportement et

la vitesse diminue lorsque l’amplitude du champ magnétique augmente. Par la suite, on

constate une stagnation du facteur relativiste, ce qu est normal en raison du confinement

magnétique du plasma.

6.4.2 Effet du paramètre σ

Près de la source plasma, l’énergie totale est encore sous forme thermique. On peut constater

que pour γ très large, implique σ � 1. En effet, si σ � 1 alors non seulement γ ≈ 1, mais

aussi l’énergie magnétique par particule est beaucoup moins que l’énergie de sa masse repos.

Cela signifie que seule une petite augmentation du facteur relativiste est possible lorsque

l’énergie magnétique est convertie en énergie cinétique. Pour étudier l’effet de σ0, le profil

de densité ionique normalisée Ni = (γe/γi)N est tracé dans la figure (6.4.4) en fonction de

ξ, pour différentes valeurs de σ0.

Nous constatons que la densité ionique se comporte identiquement à celle de la densité

électronique, jusqu’au point ξ ∼ 0.8, où nous distinguons deux types de structures. La
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première est pour (σ0 = 0.8, 1), dans ce cas nous ne remarquons aucune différence de com-

portement entre ions et électrons. En effet, dans cette région (ξ ∼ 0.9), les ions subissent

le même confinement spatial que les électrons. Cependant, pour la seconde structure corre-

spondant à (σ0 = 0.5, 0.6), nous constatons la formation des structures en pics associées à la

limite de l’approche self-similaire. l’interprétation physique de ces structures et que, comme

le plasma continue sa détente contre le champ magnétique extérieur, sa pression thermique

diminue et devient comparable à la pression du champ magnétique. Le flux du plasma est

freiné dans la direction perpendiculaire au champ magnétique et redirigé le long des lignes

du champ magnétique. Cela conduira à la formation d’une seconde région d’une densité

sensible à l’interface plasma-champ. Le plasma, en poursuivant son expansion à partir de

la cible, s’accumule derrière cette région de ralentissement, conduisant à une augmentation

local de densité, qui se propage à partir de la source dans la direction de l’expansion. Les

petites valeurs de σ0, conduisent implicitement à des faibles valeurs de γ, ce qui signifie que

l’énergie des ions est insuffisante pour pénétrer la région occupée par le champ magnétique

externe. Pour s’assurer que les structures en pic sont dues à l’invalidité de l’hypothèse de

quasi-neutralité et non pas à la limite de validité du modèle fluide. Nous avons tracé dans

la figure (6.4.5) le ratio (λRD/R
R
L) par rapport à ξ, pour différentes valeurs de σ0.

Nous constatons une diminution du ratio avec l’augmentation de ξ, ce qui signifie que les

ions sont accélérés et que le facteur relativiste augmente jusqu’au point (ξ ∼ 0.8), où l’on

observe une légère augmentation du ratio. Cette croissance est due à une décélération des

ions. Comme les particules acquièrent plus d’énergie dans le régime ultra-relativiste (σ0 ≥
1), où elles ont tendance à être moins confinées que celles dans le régime faiblement relativiste

(σ0 < 1). En effet, le champ magnétique externe subit une atténuation exponentielle sur

une longueur caractéristique appelée ”longueur de London” λLondon, λLondon = C/ωp. Les

particules ayant assez d’énergie, expulsent les lignes du champ magnétique externe de la

région d’interaction plasma-champ, auquel il n’est pas en mesure de rediriger ces particules.

Notons que, en aucun cas, nous avons obtenu de λRD/R
R
L ≥ 1. Par conséquent, le modèle

fluide est toujours valide, et les structures en pic sont, en effet, dues à la limite de l’hypothèse

de quasi-neutralité sur laquelle l’approche self-similaire est fondée.
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7

Expansion d’un plasma en présence

d’un faisceau d’électrons relativistes.

7.1 Introduction

La première fois que l’interaction plasma-faisceau était observée en laboratoire a cöıncidé

avec la première fois qu’un plasma de laboratoire fut créé. Ces premières expériences visaient

à étudier des décharges électriques au sein des gaz à basses pressions. Dans ces expériences

il a été observé, à des pressions de gaz de l’ordre de 1mmHg prés de la cathode, qu’il ex-

istait des régions où la lumière était émise. Ces dernières sont délimitées par des sombres

régions, portant les noms de Faraday et Hittorf [126]. Dans ces régions, les électrons émis

par la cathode ont acquis une énergie suffisante pour exciter et ioniser les molécules du gaz.

Par conséquent, ces électrons perdaient leur énergie et le côté sombre apparait. Ainsi, les

régions illuminées, contiennent un faisceau qui a donné naissance à un plasma, et un autre

faisceau d’électrons apparait passant à travers ce dernier. Il y a actuellement trois champs de

recherches majeurs traitant le phénomène d’interaction faisceau plasma. En première place,

vient le besoin scientifique pur de comprendre le comportement du système faisceau-plasma,

qui a une tendance à élaborer des modèles théoriques aidant à interpréter les résultats

expérimentaux. En second lieu, le faisceau d’électrons qui représente une source d’énergie

libre, pouvant exciter des oscillations et à la génération des ondes radios de fréquences de

l’ordre de (109−1011Hz). En troisième place, spécialement après que le faisceau d’électrons

relativiste est devenu disponible, l’ultime fin demeure l’utilisation de ces faisceaux pour

chauffer le plasma à de hautes températures de l’ordre de (108K) ' 104eV , afin de réaliser

les réactions thermonucléaires [127]. Dans de telles situations, nous sommes confrontés à un
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problème non-linéaire de l’interaction faisceau-plasma. Bien que, le sujet soit assez récent,

le problème lui-même est ancien. L’interaction plasma-faisceau était suggérée par Langmuir

en 1925, où très peu de documents sur ce sujet ont été publiés entre 1925 et 1948. Très peu

après, une série de travaux est apparue traitant ce phénomène, excitant ainsi l’intérêt des

ingénieurs et des physiciens. Le constat le plus important résultant de ces travaux était la

prédiction du phénomène d’agrandissement (growing) des ondes propageant dans le plasma

avec des fréquences proches de celle de la fréquence de résonance du plasma [130]-[129]. Les

études effectuées par Pierce et Baily [130]-[129] ont pu prédire une amplification d’une onde

progressive pour un système constitué d’un faisceau d’électron se propageant à travers un

nuage d’ions. Vers la même époque, Bohm et Brut [128]-[129] dans une série de documents,

ont donné un traitement rigoureux des oscillations dans les plasmas, où ils ont considéré un

plasma d’électrons avec une vitesse thermique en interaction avec un faisceau d’électrons

doté d’une vitesse bien définie. Ce travail a permis de clarifier le processus physique de

l’interaction faisceau-plasma, et aussi de prédire les oscillations plasma excitées par la prop-

agation du faisceau d’électrons à travers un plasma homogène [128]-[129]. Dans le régime

relativiste, le faisceau d’électrons peut exciter des ondes plasma de grandes amplitudes,

indispensables à la quête de la production des gradients accélérateurs intenses [131]. De

plus, le paramètre essentiel responsable de l’accélération de particules lors d’une expansion

plasma, est la température des électrons chauds, où de nombreuses expériences ont montré

que l’énergie maximale des ions accélérés dépend principalement de l’énergie des électrons

chauds [132].

Lorsqu’un faisceau d’électrons pénètre un plasma en état d’expansion, un champ électrostatique

intense est généré au sein de ce dernier. En raison de nombreux mécanismes comme le ray-

onnement et le transport anormal, une fraction significative de l’énergie du faisceau est

dissipée dans des processus autres que le chauffage du plasma. Cela correspond à un taux

de transfert d’environ 25% de l’énergie du faisceau pour le chauffage [133]. Ainsi, le faisceau

d’électrons transfère une partie de son énergie au plasma et accélère les particules présentes

dans ce dernier. Cette accélération est attribuée à la séparation de charge produisant un

champ électrostatique généré par l’effet pondéromoteur ou thermique. Dans ce chapitre nous

étudions l’effet de la séparation de charge induite par un faisceau d’électrons relativistes, se

propageant dans un plasma froid électron-ion. Le but essentiel de ce travail est d’étudier

les conséquences majeures de l’interaction faisceau-plasma sur l’accélération ionique.
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7.2 Dispositif expérimental

La méthode classique pour générer d’un faisceau d’électrons relativiste consiste à utiliser

un canon à électron (electron gun). Ce dispositif est l’un des composants essentiels d’un

tube cathodique. La figure (7.2.1) ci-dessous, représente le schéma d’un canon à électron,

composé de plaques métalliques; la cathode, une ou plusieurs anodes et le Wehnelt. La

cathode est une plaque métallique émettrice d’électrons par chauffage électrique du filament

qu’elle contient. L’anode est une plaque métallique, percée d’un minuscule trou, permettant

de jouer le rôle de sélectionneur d’électrons selon différents critères pour les concentrer et

les accélérer, afin de constituer un flux d’électrons dirigé vers l’écran. Le Wehnelt est une

électrode (grille de contrôle), permettant de régler le débit des électrons.

Figure 7.2.1 : Schéma descriptif d’un canon à électron [133]

Le facteur relativiste γ0, est fixé par le dispositif générant le faisceau d’électrons:

γ0 = (1− v20b
c2

)−1/2 = 1 + eV0
mc2

où, V0 est la différence de potentiel appliquée aux bornes du canon.

Application numérique

Si on applique une DDP de 500KV olt, avec le terme eV0
mc2
' 1, on aura γ0 = 2.
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Le schéma ci-dessous (fig. 7.2.2), montre le dispositif expérimental de l’interaction

faisceau-plasma. Les ondes plasma se génèrent où la plupart des modes instables sont

approximativement du même ordre que le mode du plasma ω ' ωp, où ωp est fixé par la

densité du plasma. Par conséquent, le vecteur d’onde ~k est dicté par la vitesse initiale du

faisceau ~v0b. Pour plus de détails, un rappel sur la théorie de l’interaction faisceau-plasma

(voir l’annexe A).

Figure 7.2.2 : Schéma du dispositif expérimental de l’interaction faisceau-plasma. Un fais-
ceau d’électrons relativiste ayant une énergie de E = 28.5GeV et de densité n0b = 1010cm−3

traversant un plasma de lithium doté d’une densité n0 = 1014cm−3, de longueur de 1.4m
[134].

7.2.1 Applications

Application (1):

Supposons que nous avons un canon à électrons et on cherche à délivrer un faisceau d’électron

pour atteindre la cible A, comme le montre le schéma descriptif ci-dessous (fig. 7.2.3):

En général la divergence due à la force répulsive entre les électrons du faisceau, réduit

la qualité du transport du faisceau et ainsi, peu d’électrons atteignent la cible. Pour cela,

l’utilisation du plasma vient pour remédier à ce problème, où ce dernier est utilisé comme

un milieu de passage qui préserve les propriétés du faisceau d’électrons.

126



7.2. Dispositif expérimental

Figure 7.2.3 : Schéma descriptif du transport d’un faisceau d’électrons.

Figure 7.2.4 : Schéma descriptif du transport d’un faisceau d’électrons à travers un plasma.

Lors du passage du faisceau à travers un plasma avec une densité nettement inférieure à

celle du plasma, les électrons de ce dernier sont expulsés de la région du passage du faisceau,

créant ainsi une zone de quasi-neutralité de charge donnée par:

n0b + n0 = n0i

Par conséquent, la divergence due à la répulsion électronique est supprimée. Notons que, si

la durée du faisceau est supérieure à la période d’agrandissement des ondes Gp = 1
Γ

(Grouth

periode) de l’instabilité à deux faisceaux, le faisceau donne naissance à des ondes plasma,

qui ont tendance à piéger les particules. Cela représente un problème pour le transport du

faisceau à travers le plasma. Donc, pour préserver les propriétés du faisceau, la condition:

Tb < Gp

Où, Gp = 1
Γ
, et Tb représente la durée du faisceau relativiste, doit être vérifiée.

127



7.2. Dispositif expérimental

Application (2):

L’application la plus classique de cette interaction est de comprendre le phénomène d’amortissement

de Landau. Nous avons vu que, le faisceau communique une partie de son énergie si v0b >
ω
k
.

Supposons maintenant un plasma Maxwellien. La distribution dans toutes les directions est

schématisée par la figure ci-dessous (fig 7.2.5):

Figure 7.2.5 : La distribution Maxwéllienne des vitesses

Certains électrons du plasma se déplacent dans la même direction que l’onde plasma

créée par la propagation du faisceau d’électron relativiste, et qui ont une vitesse proche

de ω/k, subiront le phénomène de résonance. Ces électrons pourront, ainsi acquérir ou

communiquer de l’énergie à l’onde plasma, selon leurs énergies cinétiques. Si on observe

bien le schéma de la distribution des vitesses, on peut facilement constater que le nombre

d’électrons ayant une vitesse inférieure à ω/k est plus important que celui des électrons

ayant une vitesse supérieure à la vitesse de phase de l’onde. Donc, les électrons dotés d’une

vitesse proche et inférieure à ω
k

gagnent de l’énergie à partir de l’onde et les électrons avec

une vitesse proche et supérieure à ω
k
, communiquent (perdent) de l’énergie à l’onde plasma.

Par conséquent, on aura le net d’énergie transférée de l’onde aux particules du plasma. Ce

phénomène est appelé, amortissement de Landau.

Application (3):

Dans le concept d’allumage rapide [136], un laser intense à impulsion courte interagit avec

un plasma entourant le combustible, afin de produire un faisceau d’électrons relativiste. Ce
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dernier, doit se propager à travers le plasma dense et dépose son énergie dans le combustible

(fuel). Le taux de conversion de l’énergie du laser en énergie du faisceau représente, un

facteur d’une grande importance, ainsi que la température du faisceau et sa collimation.

Des expériences [137], dans lesquelles l’impulsion laser est incidente sur une cible solide

plane, indiquent que la température d’électron chauds Th est donnée par:

Th(KeV ) = 215(I18λ
1/3
µm)

Application numérique:

Pour une longueur d’onde de 1µm, avec une intensité de I18, donne une température

d’électrons dans la gamme de 70− 400KeV [138]

Application (4):

L’une des applications les plus importantes de l’interaction faisceau-plasma est l’accélération

ionique. Afin de comprendre la physique de l’interaction, des simulations numériques

ont été effectuées pour étudier le mécanisme responsable de l’accélération ionique suite

à l’interaction d’un faisceau électronique relativiste avec un plasma de base (électrons-ions)

non-magnétisé de longueur finie. L’accélération collective des ions dans le laboratoire est

obtenue quand un faisceau d’électrons relativiste d’énergie moyenne de Eb = 1.2MeV est

injecté dans un plasma neutre. Suite à la propagation de ce faisceau dans le plasma, les

ions sont piégés dans le potentiel électrostatique (cathode virtuelle), et qui sont accélérés

à des vitesses importantes. Ces travaux sont menés par Galvez et al[135], en utilisant des

simulations numériques basées sur un code (PIC) nommé ISIS. L’ensemble des résultats de

ce travail est présenté comme suit :

• Quand un faisceau d’électrons relativiste se déplace à travers un plasma, les électrons

dans la trajectoire du faisceau sont expulsés par la force de répulsion coulombiènne,

et un excès de charge positive se forme. Cette dernière est neutralisée par la charge

du faisceau électronique.

• Les ions sont accélérés dans la même direction de la propagation du faisceau relativiste.

• L’accélération ionique est dirigée vers l’avant du front du plasma, caractérisant un

plasma en expansion.

• Le maximum d’énergie ionique acquise augmente avec l’énergie du faisceau injecté.
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• Le mécanisme principal responsable de l’accélération ionique est l’accélération électrostatique

du potentiel électrique produit lorsqu’un faisceau tente de se propager avec un courant

supérieur à la limite de charge d’espace.

• Pour un faisceau de (1.1MeV, 4.04KA), on observe des ions accélérés ayant une énergie

maximale d’environ 1.2MeV après seulement un temps de propagation de 3.33ns.

• l’accélération ionique se révèle augmenter avec l’augmentation de l’énergie et du courant

du faisceau.

7.3 Expansion en présence d’un faisceau électronique

relativiste

Pour examiner certaines caractéristiques de la réponse du plasma à la présence d’un faisceau

électronique relativiste, et en particulier l’accélération collective des ions dans un tel système,

nous allons considérer un plasma créé par interaction laser-cible, et concentrer notre étude

sur la dynamique de l’expansion. Comme l’énergie du faisceau est nettement supérieure à

celle des électrons du plasma, les particules de ce dernier sont considérés comme un fluide

régi par les équations fluides relativistes. Nous étudions l’expansion d’un plasma d’électron-

ion au moment de son interaction avec un faisceau d’électrons relativistes. A cet effet,

l’expansion est supposée uni-dimensionnelle suivant la direction de propagation du faisceau

relativiste. Ce système est régit par l’ensemble des équations suivant :

- Pour les électrons du plasma:
∂ne
∂t

+
∂neve
∂x

= 0 (7.1)

(
∂ve
∂t

+ ve
∂ve
∂x

) +
3Te0
mene

∂ne
∂x

=
e

me

∂φ

∂x
(7.2)

- Pour les ions:
∂ni
∂t

+
∂nivi
∂x

= 0 (7.3)

(
∂vi
∂t

+ vi
∂vi
∂x

) +
3Ti0
mini

∂ni
∂x

= − e

mi

∂φ

∂x
(7.4)

Où, mj, nj, vj, et Tj (j = e(i), pour l’électron(ion)) sont, respectivement, la masse, la densité,

la vitesse et la température. Pour les électrons du faisceau nous avons:
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∂γbnb
∂t

+
∂γbnbvb
∂x

= 0 (7.5)

(
∂γbvb
∂t

+ vb
∂γbvb
∂x

) +
3Tb0
γbmbnb

∂nb
∂x

=
e

mb

∂φ

∂x
(7.6)

La dynamique des électrons et des ions évolue sur une échelle spatiale large par rapport à

la longueur de Debye λD. De plus, la densité électronique est nettement supérieure à celle

des électrons du faisceau, ce qui nous permet de supposer la quasi-neutralité (comme nous

l’avons discuté dans l’application (1)). Par conséquent, l’approche self-similaire devient

applicable, où l’expression de quasi-neutralité est donnée par:

ni = ne + γbnb

Cette équation est importante, car elle permet avec l’ensemble des équations précédentes de

calculer le champ électrostatique, tout en incluant le facteur relativiste γ dans les équations

fluides relativistes. Les équations (7.1-7.6) sont normalisées comme suit:

Ne = ne/ni0, Ni = ni/ni0, Nb = nb/ni0, Vj = vj/cs, Vb = vb/c, ψI = eE/ωpmecs.

L’ensemble d’équations précédentes est transformé à l’aide de la variable self-similaire ξ =
x
cst

. Notons que, cette variable est adimensionée. Parfois, ξ = x
t
, ayant une dimension de

vitesse est utilisée lorsque la vitesse de propagation de l’onde de raréfaction est inconnue.

Cependant, dans ce cas, l’onde électrostatique longitudinale est excitée par la propagation

du faisceau à travers la résonance de Cerenkov. Ce dernier, est l’un des modes instables qui

sont de même ordre que le mode plasma. Il en résulte que la vitesse de phase de l’onde soit

proche de la vitesse du faisceau [140]. Due à l’inertie des ions, ces derniers ne sont pas excités

par l’onde plasma, mais ils subissent une accélération résultante de la séparation de charge

crée par les électrons du plasma excités par l’onde. Par conséquent, le front d’expansion est

accéléré provoquant ainsi une onde de raréfaction qui se propage dans la direction opposée

à celle du front, avec la vitesse acoustique.

En introduisant la variable self-similaire ξ, dans l’ensemble des équations (7.1-7.6), nous

obtenons:

(Ve − ξ)
∂Ne

∂ξ
+Ne

∂Ve
∂ξ

= 0 (7.7)

(Vi − ξ)
∂Ni

∂ξ
+Ni

∂Vi
∂ξ

= 0 (7.8)
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(Vb − ξ)
∂Ni

∂ξ
− (Vb − ξ)

∂Ne

∂ξ
+ [(Ni(Vb − ξ) +Ne(ξ − Vb))Vbγ2

b +Ni −Ne]
∂Vb
∂ξ

= 0 (7.9)

(Ve − ξ)
∂Ve
∂ξ

+
3

δNe

∂Ne

∂ξ
= −αψ (7.10)

(Vi − ξ)
∂Vi
∂ξ

+
3σ

Ni

∂Ni

∂ξ
= αδψ (7.11)

3β

γbα(Ne −Ni)
(
∂Ni

∂ξ
− ∂Ne

∂ξ
)− (Vb − ξ)

γb
α

(1 + γ2
bV

2
b )
∂Vb
∂ξ

= ψ (7.12)

Où, β = Tb0/Te0, δ = me/mi, σ = Ti0/Te0, α = ωpc/cs. Nous avons résolu l’ensemble

d’équation (7.7-7.12), pour deux valeurs du ratio de température σ, (σ = 0.4, 1) et pour

différentes valeurs de la vitesse initiale du faisceau v0b. L’importance d’étudier le comporte-

ment de l’expansion plasma, réside dans le fait que la réponse d’un plasma à n’importe quelle

excitation extérieure dépend essentiellement de son état initial. Nous prenons (σ = 0.4),

pour un plasma initialement non-thermique et (σ = 1), pour une plasma initialement en

équilibre thermique. Les conditions initiales correspondent à l’étude de la propagation d’un

faisceau d’électrons relativiste à travers un plasma sous-dense. Les électrons injectés sont

générés via l’ionisation du Rb+, qui donne Rb2+ [158]. Les paramètres initiaux correspondent

à β = 102, δ = 2.10−3, Ni0 = 1, pour une densité ionique initiale (ni ∼ 1017 cm−3).

7.4 Résultats et interprétations

L’investigation numérique porte essentiellement sur l’effet du faisceau électronique relativiste

sur la dynamique de l’expansion. Pour cela, nous mettons en œuvre un code numérique, et

nous ajustons les vitesses initiales du faisceau v0b. Nous commençons d’abord par l’étude des

effets de propagation du faisceau d’électrons relativiste à travers le plasma sur les électrons.

7.4.1 Dynamique des électrons

La figure (7.4.1), montre la variation de la densité électronique en fonction de la variable self-

similaire ”ξ” pour différentes valeurs de la vitesse initiale du faisceau relativiste. Cette figure

montre que la chute de densité des électrons est plus rapide lorsque la vitesse initiale du

faisceau est plus importante. En effet, plus la valeur de v0b est importante plus l’amplitude
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Figure 7.4.1 : Profil de la densité électronique en fonction de la variable self-similaire ξ,
pour différentes valeurs de v0b, avec σ = 1

des ondes excitées devient plus large, excitant ainsi un grand nombre d’électrons du plasma,

ce qui maximise le transfert d’énergie de l’onde aux particules légères présentes dans le

plasma. Cela conduit à un fort épuisement de la densité électronique. Cet effet est plus claire

dans la figure (7.4.2), où la vitesse électronique est tracée par rapport à ξ. Il est important

de noter que plus la vitesse v0b est importante plus l’accélération des électrons prend un

large domaine de la variable self-similaire ”ξ” pour atteindre une phase stationnaire.

La figure (7.4.3), montre également le profil de Ne(ξ), pour différentes valeurs du ratio de

température σ = Ti/Te. Nous constatons que plus la valeur de σ est grande plus la densité

électronique décroit rapidement. Ceci est dû au fait que les électrons du plasma sont freinés

par la force de rappel d’inertie des ions ayant une température Ti nettement inférieur à celle

des électrons, comme dans le cas de σ = 0.1. Cette faible vitesse thermique conduit à un

retard de mouvement ionique, formant ainsi une double couche électrostatique constituée

des électrons accélérés par l’onde plasma et des ions exerçant une force de freinage à cause

de leurs inertie.

133



7.4. Résultats et interprétations

0 0.2 0.4 0.6 0.8 1
1

1.5

2

2.5

3

ξ

V
e

 

 
Vb=0.05c

Vb=0.4c

Vb=0.1c

Figure 7.4.2 : Profil de la vitesse électronique en fonction de la variable self-similaire ξ, pour
différentes valeurs de v0b, avec σ = 1
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Figure 7.4.3 : Profil de la densité électronique en fonction de la variable self-similaire ξ,
pour différentes valeurs de σ, avec v0b = 0.25
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7.4.2 Dynamique des ions

Dans la figure (7.4.4), le profil de la densité ionique normalisée est tracée pour différentes

valeurs de ”v0b” afin de comparer entre le cas relativiste et celui du non-relativiste. Notons

que l’expansion se termine à (ξ ∼ 2) pour (σ = 0.4) et (ξ ∼ 3.4) pour (σ = 1) alors que, la

densité est rapportée à disparaitre pour (ξ ∼ 7), dans le cas d’un faisceau non-relativiste.

La densité ionique disparait pour des valeurs réduites de la variable self-similaire lorsque

la vitesse du faisceau augmente. Pour le cas non-relativiste, nous retrouvons le résultat

commun qui représente une diminution de la densité dû à l’écoulement et au refroidissement

de la matière en expansion dans le vide. L’augmentation de la vitesse du faisceau donne les

mêmes profils de la densité σ > σc, où σc = 0.55 représente la valeur limite pour la-quelle le

profil de la densité change d’un comportement concave à un comportement convexe. L’effet

du faisceau relativiste se manifeste à travers l’accélération du front ionique. Plus la vitesse

du faisceau est grande moin sera la limite de la variable self-similaire. Un tel résultat est

prévisible, car les particules du faisceau passent à travers et dépassent le front d’expansion.

Par conséquent, le potentiel électrostatique ambipolaire devient de plus en plus intense avec

l’augmentation de la vitesse initiale du faisceau, ce qui renforce l’accélération ionique.

Pour un plasma non-thermique, la vitesse ionique est inférieure à celle des électrons, ce

qui provoque un retard significatif du mouvement des ions près de la région source. Ce retard

maximise la séparation de charge, provoquant ainsi un potentiel électrostatique intense,

qui accélère les ions à des vitesses importantes afin de préserver la quasi-neutralité. De

plus, l’augmentation de la vitesse du faisceau génère des ondes plasma de large amplitude

piégeant et accélérant les électrons du plasma ayant une vitesse proche de la vitesse de

phase de l’onde, ce qui cause une importante séparation de charge locale créant un champ

électrique self-consistent accélérant les ions. La figure (7.4.4), montre également deux types

de configuration correspondant au profil de la densité. La première correspond à un plasma

non-thermique σ = 0.4 (en noir), qui montre une concavité au lieu d’une convexité, comme

dans le cas d’un plasma thermique σ = 1 (en bleu). Cela est attribué à une faible déplétion

de densité au voisinage de la source due à une vitesse réduite des ions. Tout de suite après,

une large séparation de charge se développe, créée par les électrons du plasma qui ont quitté

la cible, donnant naissance à un champ électrique ambipolaire accélérant les ions de la région

source.
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Figure 7.4.4 : Profil de la densité ionique en fonction de la variable self-similaire ξ, pour
différentes valeurs de v0b, et deux valeurs de σ (σ = 1 en bleu, et σ = 0.4 en noir) et
n0b
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= 0.01 et Ve0 = 1.2
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Figure 7.4.5 : Profil de la vitesse ionique en fonction de la variable self-similaire ξ, pour
différentes valeurs de v0b, et deux valeurs de σ (σ = 1 en bleu, et σ = 0.4 en noir) et
n0b

ni0
= 0.01 et Ve0 = 1.2
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Figure 7.4.6 : Profil de la densité ionique en fonction de la variable self-similaire, pour
différentes valeurs de Ve0, avec σ = 1.

Dans la figure (7.4.5), la vitesse normalisée est tracée en fonction de la variable self-

similaire. Nous avons presque le même profil caractérisant une expansion self-similaire

classique dans le vide, où la vitesse du front d’expansion augmente d’une façon monotone

(v → ∞ pour ξ → ∞). Il est clair qu’au delà de ‘ξ > ξl (valeur limite), ce résultat n’a

pas de sens physique, du moment que n → 0 pour (ξ ∼ 2.5 pour σ = 0.4). Pour un

plasma thermique (non-thermique), l’accélération du front d’expansion est plus importante

pour des vitesses initiales du faisceau plus élevées. Notons que, le phénomène d’expansion

est le résultat d’une combinaison de deux mécanismes majeurs; le gradient de la pression

thermique et le potentiel électrostatique. La contribution du premier mécanisme s’avère

dominante au voisinage de la région source où la densité reste encore très élevée. Cet effet

est très commun pour l’expansion des gaz neutres, tandis que le second effet est spécifique

aux gaz ionisés, où il devient dominant lorsque la séparation de charge locale devient im-

portante, loin de la région source. Les figures (7.4.6- 7.4.8), montrent l’effet d’augmentation

de la vitesse initiale des électrons du plasma v0e pour la fig (7.4.6), ainsi que l’effet de v0b

pour les figures (7.4.7- 7.4.8) sur la densité ionique en fonction de la variable self-similaire.

Nous remarquons l’existence d’une excitation qui peut être interprétée comme une pertur-

bation de la densité se déplaçant dans le plasma. Dans les deux cas, la densité subit des

oscillations associées à la possibilité de présence d’une large séparation de charge d’espace
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Figure 7.4.7 : Profil de la densité ionique en fonction de la variable self-similaire, pour
différentes valeurs de Vb0, avec σ = 0.4.

locale. Ces courbes confirment l’existence du front ionique au-delà duquel les ondes sont

excitées. Ce phénomène explique l’accélération de certains groupes d’ions à des vitesses net-

tement supérieures à la vitesse acoustique. Nous remarquons aussi que l’amplitude des pics

d’oscillations est plus importante et d’autant plus proches de la source lorsque la vitesse

v0e (pour la fig (7.4.6)) ou v0b (pour les figs 7.4.7- 7.4.8) augmentent. Au voisinage des

pics, la forte discontinuité est due à l’amplification de la force F ∼ 1
N
∂N
∂ξ

. Par conséquent,

des impulsions sont délivrées au fluide qui se propagent correspondant à un changement

brusque de la densité[24]. Il en résulte de cette concentration ionique au voisinage des pics,

un champ électrique self-consistent qui piège ces particules puis les accélère. Cette situ-

ation indique la limite de l’approximation quasi-neutre et par conséquent, l’invalidité de

l’approche self-similaire.
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Figure 7.4.8 : Profil de la densité ionique en fonction de la variable self-similaire, pour
différentes valeurs de Vb0, avec σ = 1.
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Conclusion générale

Durant la dernière décennie, des expériences [141] ont validé la possibilité d’utiliser des

lasers super-intenses dans l’intention de générer des faisceaux d’ions dotés d’énergie utile

pour la proton-thérapie, la radiographie, et pour l’étude des phénomènes de la physique

nucléaire à des échelles temporelles extrêmement courtes. La compréhension du proces-

sus de génération et d’accélération de ces faisceaux, représente un grand intérêt pour les

scientifiques de la physique des plasmas. A présent, notre principal but est d’étudier le

mécanisme d’accélération des ions d’un plasma, produit par interaction laser-matière, en

état d’expansion. Dans ce travail nous avons essayé de fournir une compréhension de cer-

tains mécanismes d’accélération de particules pour différentes situations physiques, pouvant

se présenter durant une expansion d’un plasma produit par interaction laser-cible. Bien

que plus de quarante ans se sont écoulés depuis les premières publications [142], [143], sur

la théorie de l’expansion d’un plasma dans le vide, la physique de ce processus est encore

l’objet de recherches poussées. Cela est principalement dû à la nécessité, non seulement

pour la compréhension du phénomène d’accélération de particules au cours de l’interaction

laser-solide, mais aussi à la description de manière quantitative des caractéristiques des

particules accélérées. L’accélération ionique est le problème clé pour une large gamme

de phénomènes de la physique appliquée, tels qu’en sciences des matériaux, en physique

nucléaire (thermonucléaire) ainsi qu’en médecine. Le processus d’accélération ionique du-

rant l’expansion d’un plasma a été décrit théorique à travers les travaux de Gurevich [144],

[145] [150]. Cependant, des expériences récentes [146], [147] ont révélé que les ions peuvent

atteindre des énergies au-dessus du niveau théoriquement prévu. En effet, la majorité des

travaux sur l’expansion des plasmas dans le vide se basent sur le modèle isotherme semi-

infini [148], [149], ce qui implique la présence d’une source régulière de particules. Pour
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les intensités laser actuellement disponibles, l’accélération ionique est encore insignifiante

durant l’interaction d’un laser relativiste avec le plasma car les ions sont au moins, dans

le cas des protons, 1836 fois plus inertes que les électrons et ne peuvent être accélérés

directement par le biais du champ laser à des grandes vitesses. Par conséquent, il est

nécessaire de chercher un mécanisme de transfert d’énergie des électrons aux ions, afin de

les accélérer à travers le champ électrique. Le mécanisme d’accélération le plus étudié est

connu sous le nom ”TNSA”. Ce phénomène de génération et d’accélération des ions par

le biais de l’interaction laser-cible à été étudié, tant théoriquement que numériquement.

Nous avons développé un code numérique employant la méthode des différences finies pour

étudier l’expansion et l’accélération des particules à l’aide du modèle fluide. Pour cela,

l’expansion à été étudiée en présence de grains de poussière hautement chargés. Le plasma

est modélisé par des équations fluides décrivant la dynamique de cette expansion. Dans ce

modèle, le terme de la pression thermique est inclus dans l’équation de mouvement pour un

cas isotherme. La présence des particules de poussière de charge constante et uniformément

reparties sont considérées dans l’équation de Poisson. La solution numérique est basée sur

l’algorithme hybride Lax Friedrichs-Lax Wendroff, avec une viscosité artificielle, où les im-

puretés sont confinées dans un volume initial fini. Les résultats ont révélé que les ions

sont accélérés quelque soit la charge des impuretés et que la pression thermique fournit une

énergie supplémentaire aux ions, entrainant une accélération des particules, ce qui réduit

la séparation de charge et ainsi l’amplitude des structures en pic. Ensuite, nous avons

étudié l’expansion d’un plasma de base, en utilisant un modèle hydrodynamique décrivant

les espèces relativistes où une solution self-similaire est obtenue lorsque la quasi-neutralité

est supposée. On a constaté que les profils de densité montrent un comportement différent

selon les vitesses initiales ioniques (électroniques). Dans le régime faiblement relativiste la

limite de la quasi-neutralité est atteinte, au premier stade de l’expansion, résultant de la

forte séparation de charge représentée par l’apparition des structures en pic. Au delà de

cette limite, l’approche self-similaire devient invalide et le modèle doit inclure l’équation de

Poisson.

Nous avons étudié également, la dynamique d’une expansion d’un plasma produit par laser

à travers un champ magnétique externe en utilisant le modèle fluide relativiste. Notre

étude numérique est basée sur les conditions initiales obtenues à partir des considérations

physiques. Nous avons noté un changement important dans les profils des grandeurs macro-

scopiques du plasma. Ce changement de comportement des paramètres (densité, vitesse,

température ...) dépend non seulement du paramètre β, mais aussi sur l’état initial de
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l’aimantation (magnétisation) des espèces chargées présentes dans le plasma. D’une façon

générale, nous avons noté que l’action d’un champ magnétique sur le plasma a pour effet de

diminuer la détente du plasma. On peut donc espérer d’une part accrôıtre l’absorption de

l’énergie laser et d’autre part, en confinant le plasma dans une géométrie magnétique, main-

tenir la température des particules à la valeur atteinte au cours du chauffage. Le plasma

en se détendant déforme les lignes de champ, et crée une cavité, dont les dimensions quand

l’expansion est décélérée, sont telles que la pression du plasma, sera comparable à la pression

magnétique.

Et enfin, L’effet de propagation d’un faisceau électronique relativiste à travers un plasma

sur la dynamique de l’expansion et de l’accélération ionique est étudié. Notre investigation

numérique emploie l’approche self-similaire, invoquant l’hypothèse de quasi-neutralité, tout

en focalisant notre étude sur l’effet de la vitesse initiale du faisceau relativiste, qui peut pren-

dre des valeurs importantes, en raison de l’évolution rapide des technologies des accélérateurs

de particules[11]. Nous avons trouvé que les ions subissent une accélération qui se traduit

en apparitions des structures en pic de densité associées à la limite de l’approximation de

quasi-neutralité du système, où l’approche self-similaire demeure invalide.
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A

Annexe

A.1 Théorie d’interaction faisceau-plasma

A.1.1 Rappel: Cas de faisceau non-relativiste

Instabilité à deux faisceaux

Quand un plasma n’est pas constitué d’électrons et des ions maxwelliens, certains modes

normaux peuvent devenir instable. Dans la théorie fluide, des modes normaux apparaissent

lorsque les vitesses d’ordre zéro des électrons et celles des ions sont différentes, ou lorsque

une espèce de plasma est constituée de deux composantes ou plusieurs avec des vitesses

d’ordre zéro différentes, de tels instabilités sont appelés des instabilités de faisceaux.

Supposons maintenant un plasma en équilibre thermique (maxwellien) en interaction

avec un faisceau d’électrons non-relativistes. Ce dernier donne naissance à des ondes plasma

caractérisées par un potentiel d’onde décrit par:

Φ = Ae−i(ωt−kx)

avec une la vitesse initiale du faisceau v0b selon l’axe X. Suite à cette interaction, le mode

”ω” de ce système (faisceau-plasma), s’écrit sous la forme:

ω = ωp + δ = kv0b + δ

avec, δ = (
ω2
pbωp

2
)1/3[−1

2
+ i

√
3

2
], où ω2

pb = nbe
2

mε0
, et ω2

p = n0e2

mε0
. Donc on écrit:

δ = δr + iΓ
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où, δr représente la partie réelle de δ, qui est donnée par:

δr = −Γ/
√

3

Avec, Γ =
√

3
2

(
ω2
pbωp

2
)1/3, dans ce cas la partie réelle du mode ”ω” s’écrit sous la forme:

ωr = kv0b + δr

Ou encore:

ωr
k

= (v0b + Γ√
3
k) < v0b

On tire de cette expression que la vitesse de phase de l’onde est inférieure à celle du faisceau

traversant le plasma. Pour cela, une onde grandissante (dotée d’une amplitude qui augmente

avec le temps) possède une vitesse de phase inférieure devant la vitesse du faisceau qui lui

a donné naissance. En fait, le potentiel d’une telle onde s’écrit sous la forme:

Φ = AeΓte−i(ωrt−kx)

Le terme AeΓt, représente le taux d’agrandissement de l’onde plasma en fonction du temps.

Cependant, quand un plasma génère des ondes d’amplitude variables, le faisceau d’électron

transfert une partie de son énergie au ondes, jusqu’à ce que le potentiel de l’onde plasma

devient du même ordre que l’énergie cinétique des particules du faisceau, où ces derniers

seront piégés dans le potentiel de l’onde et ne pourront plus transférer de l’énergie à l’onde

plasma. Pour comprendre ce mécanisme de piégeage, nous procédons comme suit:

Écrivons l’equation de mouvement pour une seule particule:

md2x
dt2

= eOΦ

Pour une configuration plane, on écrit:

md2x
dt2

= eikAe−i(ωt−kx)

Tout d’abord nous supposons que l’amplitude de l’onde est constante. Nous réécrivons la

partie réelle de l’equation du mouvement, qui prend la forme:

md2x
dt2

= ekA sin(ωt− kx)

Posons maintenant ce changement de variable x′ = x + ω
k
t. L’equation du mouvement se

réécrit dans le référentiel de la particule comme suit:

md2x′

dt2
= −ekA sin(kx′)
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En multipliant cette dernière équation par le terme dx′

dt
, et en intégrant, nous trouvons:

m
2

(dx
′

dt
)2 = eA cos(kx′) + C1

Notons que, le terme à gauche de l’égalité représente l’énergie cinétique de l’électron dans

le référentiel de la particule, et terme de droite représente le potentiel de l’onde. Dans le

référentiel lié à la particule, la vitesse du faisceau est : v0b − ω
k

= v′x, et l’énergie cinétique

de la particule du faisceau s’écrit: 1
2
m(v0b − ω

k
)2. La particule du faisceau sera piégée dans

le potentiel d’énergie minimale de l’onde, si:

1
2
m(v0b − ω

k
)2 ∼= 2eA

Sachant que: ω = kv0b − Γ√
3
, nous trouvons facilement que: eA

1
2
mv20b

= Γ
ωp
√

3
= ( n0b

2n0
) 1√

3
Les

faisceaux d’électrons sont utilisés pour générer des ondes de larges amplitudes afin d’accélérer

les particules. Dans ce cas l’équation de mouvement s’écrit:

∂ ~P

∂t
+ ~v.O~P = −e ~E (1.1)

Avec, ~P = mbγb~vb et γ = 1√
1−

v2
b
c2

. Initialement, à l’équilibre on a nb = nb0 et vb = vb0, puis

on perturbe ces quantités par les ondes plasma, où cette perturbation est réduite à travers

la méthode des perturbations réductives sous la forme suivantes:

nb = n0b + n1b

~vb = ~v0b + ~v1b

En remplaçant ces nouvelles quantités perturbées dans l’equation de moment (6.1) et l’equation

de continuité. Avec γvb = (γ0v0b + γ3
0v1b), l’equation de moment devient:

m[
∂

∂t
(γ3

0v1b) + v0b
∂

∂x
(γ3

0v1b)] = eikΦ (1.2)

Posant, ∂
∂t
→ −iω et ∂

∂x
→ ik on obtient:

v1b =
−ekΦ

m(ω − kv0b)γ3
0

(1.3)

Notons que, si le faisceau est non-relativiste le terme γ3
0 doit disparaitre de cette dernière

expression. En résolvant l’equation de continuité:

∂n1b

∂t
+

∂

∂x
(n0b~v + n1b ~v0b) = 0 (1.4)
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on trouve:

n1b =
−n0bek

2Φ

mγ3
0(ω − kv0b)2

(1.5)

La réponse des électrons du plasma est donnée par:

n1 = −n0
ek2Φ

mω2
(1.6)

En suivant le même raisonnement pour le cas non-relativiste, on obtient un taux d’agrandissement

qui s’écrit sous la forme suivante:

Γ =

√
3

2
(
n0b

2n0

)1/3ωp
γ0

(1.7)
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