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5.2.3 Solution éthanol/diluant . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 90

6 Conclusion 95

A Taux d’ionisation pour les atomes et les molécules 103
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Chapitre 1

Introduction

Depuis son invention en 1960, le laser a trouvé et trouve encore de multiples applica-

tions dans des domaines toujours nouveaux. Du compact disque aux télécommunications

en passant par la chirurgie, l’usinage et le traitement des matériaux, pour n’en citer

que quelques uns, ses domaines d’applications sont maintenant très vastes. L’étude du

laser, en tant que discipline de l’optique est donc devenue incontournable, et donne lieu

à des recherches de plus en plus soutenues dont certaines trouvent déjà des applications

à court terme. Pourtant le laser ne cesse d’évoluer dans sa forme et d’étendre ainsi son

champ d’application. Si en 1960 on arrivait à produire des impulsions de l’ordre de la

milliseconde (10−3 s), aujourd’hui, les impulsions se sont considérablement raccourcies:

leur durée atteint maintenant la dizaine de femtosecondes (1 fs = 10−15 s), rendant

possible l’observation de phénomènes ultra-rapides jusqu’alors inaccessibles en phy-

sique, en chimie et en biologie, avec des applications dans des domaines aussi variés

que la femtochimie, l’ablation laser en régime ultra-court, la génération d’harmoniques

d’ordre élevé, les plasmas relativistes etc...

Un aspect fondamental de cette physique concerne la propagation de ces impulsions

laser ultra-courtes, qui suscite un intérêt croissant de la part des scientifiques, qu’ils

soient expérimentateurs ou théoriciens. C’est sous ce double aspect qu’a été réalisée

cette thèse, en s’appuyant, pour la confrontation avec les résultats expérimentaux,

sur des résultats obtenus lors de campagnes d’expériences réalisées au Laboratoire de

Spectroscopie Ionique et Moléculaire (LASIM) par les équipes de l’Université Claude

Bernard Lyon 1. Les simulations numériques ont été effectuées sur le cluster COMPAQ

alpha (TERA) et le CCRT du Commissariat à l’Énergie Atomique de Bruyères-le-
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Châtel.

Comme nous le verrons tout au long de ce travail, les impulsions laser femtose-

condes peuvent, sous certaines conditions, se propager sous la forme d’un canal de

lumière auto-guidé, résultant de l’équilibre de phénomènes non-linéaires comme l’auto-

focalisation Kerr et la génération de plasma. Cette structure auto-guidée s’accompagne

d’un élargissement spectral considérable (de 250 nm à 4.5 µm pour des impulsions in-

frarouges) et de densités électroniques créant un différence de potentiel effective. Ces

objets optiques nouveaux, appelés “filaments femtosecondes”, peuvent donc être uti-

lisés en spectroscopie Lidar, pour exciter des décharges électriques afin de guider la

foudre, ou tout simplement pour transmettre de l’énergie dirigée sur de grandes dis-

tances. Pour remplir ces objectifs, il est nécessaire que l’impulsion optique soit intense,

robuste et se propage loin. Pour des faisceaux en régime linéaire, la distance de pro-

pagation de l’impulsion est limitée à approximativement une longueur de Rayleigh, au

bout de laquelle le faisceau diffracte naturellement. Cependant, à des niveaux de puis-

sance et d’intensité élevés, c’est-à-dire lorsque la puissance initiale du faisceau excède

la puissance critique d’auto-focalisation (Pcr ∼ 3 GW à 800 nm dans l’air), d’autres

phénomènes physiques de nature non-linéaire entrent en jeu, entretenant l’auto-guidage

de l’impulsion sur des distances bien plus grandes. L’impulsion s’auto-focalise par effet

Kerr [1, 2, 3]. Par ce processus l’intensité du faisceau crôıt jusqu’à atteindre le seuil

au-delà duquel un plasma d’électrons est généré par l’ionisation des molécules de l’air

[4, 5, 6, 7, 8, 9]. Ce plasma défocalise l’impulsion. Pour des puissances optiques suffisa-

ment élevées, un équilibre dynamique se met en place entre l’effet Kerr focalisant et le

plasma défocalisant: des cycles de focalisation/défocalisation maintiennent le faisceau

en état confiné, ce qui produit des filaments étroits de ∼ 150 µm de diamètre possédant

une énergie d’environ 1 mJ (chap. [2]).

Un filament isolé ne peut couvrir que quelques mètres de propagation dans l’air

[10, 11]. Pour des faisceaux de puissance supérieure au Térawatt (TW), de multiples

filaments peuvent émerger par le biais de l’instabilité modulationnelle [12, 13] et ils

détruisent l’homogénéité de la tache focale laser. Ce processus est appelé “multifila-

mentation” et chaque cellule optique transporte approximativement une puissance in-

dividuelle proche de quelques Pcr [14]. Les nombreux filaments préservent l’enveloppe

du faisceau confinée sur de très grandes distances, à travers la persistence de clusters
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filamenteux initiés par les défauts du faisceau initial et via l’interaction mutuelle et les

échanges d’énergie entre filaments [15, 16]. Selon la théorie de l’instabilité modulatio-

nelle [12, 13], le faisceau initial, imparfait, développe des instabilités, lesquelles en crois-

sant vont casser le faisceau en cellules de petite taille, dont chacune développera un fila-

ment. Ainsi, la filamentation “simple” d’une impulsion ultra-courte et intense ainsi que

le processus de filamentation multiple apparâıssent comme les phénomènes clés dans

la compréhension de l’auto-guidage des faiceaux optiques ultra-courts. C’est pourquoi

toutes les études qui suivront seront motivées par la caractérisation de cette filamen-

tation isolée ou multiple. Du point de vue théorique nous décrirons ces phenomènes de

la manière la plus proche possible de la réalité observée à partir d’expériences diverses.

Dans cette thèse, les premières études concernent les aspects théoriques relatifs à la

Figure 1.1 : Dispositif expérimental pour la production de filaments femtosecondes

dans l’air à la longueur d’onde laser 800 nm. La photo à droite montre une coupe

transverse du profil du filament.

propagation non-linéaire d’impulsions ultra-courtes dans les milieux transparents. Dans

les deux derniers chapitres, des comparaisons avec des résultats expérimentaux obte-

nus à l’aide du laser Teramobile de forte énergie (∼ 350 mJ) et d’un laser titane:saphir

classique d’énergie plus modérée (quelques mJ) seront présentés.

Dans une première partie, nous modélisons mathématiquement la propagation

d’impulsions laser ultra-courtes, des équations de Maxwell à l’équation de Schrödinger

non linéaire (NLS) étendue, qui sera utilisée tout au long de ce travail. Pour décrire la

propagation d’un faisceau unique à symétrie radiale ou celle d’un faisceau large sujet

à la multifilamentation sur quelques dizaines de mètres, ce modèle physique pourra

être simplifié en nombre de dimensions pour des raisons de limitations numériques.

Ainsi, on distinguera les simulations à symétrie radiale, où les dimensions sont le rayon

r =
√
x2 + y2 et le temps t. Cette configuration se réfèrera au cas noté (2+1) radial,
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le +1 dénotant ici la dimension longitudinale selon laquelle se dirige l’onde (l’axe des

z croissants). Les configurations notées (3+1), où les dimensions sont celles du plan

de diffraction transverse, x, y, et le temps t, pourront être réduites à une géométrie

(2+1), où la dépendance en temps sera supprimée par une procédure de moyennisation.

Quelques sous-sections rappellent les phénomènes fondamentaux gouvernant l’évolution

d’un filament. Une sous-section est en particulier consacrée à l’étude du collapse du

point de vue mathématique [17], mettant en évidence l’existence d’une puissance cri-

tique d’auto-focalisation (Pcr) au-delà de laquelle le faisceau s’auto-focalise et forme

une singularité à distance finie. On montrera alors comment l’auto-guidage d’une im-

pulsion ultra-courte, pourvu que sa puissance initiale excède le seuil d’auto-focalisation

Pcr résulte d’un équilibre dynamique délicat permettant le maintien du filament, entre

des effets non-linéaires focalisants dûs à l’effet Kerr, et des effets défocalisants dûs à la

création de plasma dans le sillage de l’onde laser. Le rôle de la dispersion de la vitesse

de groupe dans la propagation de l’impulsion sera aussi discuté. Viendront alors les

différentes études originales réalisées lors de cette thèse. Afin d’améliorer le modèle de

propagation classique, nous envisagerons l’existence de non-linéarités optiques d’ordre

élevé dans le vecteur de polarisation du milieu. A travers une analyse théorique et

des simulations numériques, nous mettrons en évidence l’importance de prendre en

compte un nouveau terme de saturation d’ordre 5 (quintique), celui-ci participant à

l’auto-guidage de l’onde, et dont l’existence avait été mise en cause par des travaux

antérieurs [18, 19]. Des résultats provenant de simulations numériques (2+1) radial

ainsi que (3+1) seront présentés. On comparera ces résultats avec des données expe-

rimentales, de façon à conclure sur l’importance des termes de saturation quintique

dans la description de la propagation [20]. La troisième partie concerne la propagation

atmosphérique d’impulsions femtosecondes à distributions spatiales particulières. Elle

est divisée en deux sous-parties: les impulsions à gradients forts, et les vortex optiques

qui possèdent un moment angulaire orbital.

Concernant les impulsions à gradients forts, une étude numérique sera développée

sur la base d’estimations analytiques concernant l’instabilité des ondes planes [12, 14].

Les vortex optiques, dont l’étude à été initiée dès la fin des année 80 pour des faisceaux

non pulsés (continus) [21, 22], feront l’objet d’une analyse théorique et numérique dans

le cadre des impulsions femtosecondes [23, 24]. On insitera plus particulièrement sur
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les propriétés de stabilité remarquables de ces objets optiques qui commencent à être

produits de nos jours en régime ultra-court [25, 26, 27].

Dans une quatrième partie, nous étudierons l’évolution d’une impulsion ultra-courte

dans une chambre à brouillard, lorsque le faisceau entre en collision avec plusieurs

milliers de gouttelettes d’eau au cours de sa propagation. Les pertes en énergie et

en puissance du faisceau et leur incidence sur la figure de filamentation obtenue en

sortie de chambre seront plus particulièrement examinées. Nous concluerons enfin sur

la possiblité de propager de telles impulsions dans un ciel “humide” et caractériserons

les modifications effectives subies par la figure de filamentation [28].

Une dernière partie est consacrée aux milieux denses. Nous confronterons des

résultats de simulations numériques à des expérimentations directes, menées en colla-

boration avec les chercheurs du LASIM à Lyon, afin d’étudier la filamentation optique

dans les liquides. Des cellules d’éthanol contenant ou non un diluant serviront de mi-

lieu de propagation, dont nous comparerons les figures de multifilamentation avec les

résultats numériques obtenus à l’aide de notre modèle [29].
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Chapitre 2

Propagation d’impulsions laser

ultra-courtes: Le Modèle

2.1 Dérivation des équations

Nous allons établir les équations de propagation, en prenant comme point de départ

les équations de Maxwell gouvernant les ondes électromagnétiques dans un milieu trans-

parent. Nous décrirons les grandes étapes du calcul, et soulignerons les hypothèses à

prendre en compte ainsi que leur signification physique, afin de dériver ce modèle le plus

rigoureusement possible. L’équation finale sera la “célèbre” équation de Schrödinger

non-linéaire, qui sera utilisée dans toutes les études à venir. Cette équation sera couplée

à celle décrivant la génération de plasma et incluant les taux d’ionisation appropriés.

2.1.1 Vers une description NLS

Le champ électromagnétique ( ~E, ~B, ~H) est donné par les équations de Maxwell:

~∇× ~E(~r,t) = −∂t ~B(~r,t) (2.1a)

~∇× ~H(~r,t) = ~J(~r,t) + ∂t ~D(~r,t) (2.1b)

~∇ · ~E(~r,t) =
ρ− ~∇ · ~P (~r,t)

ǫ0
(2.1c)

~∇ · ~B(~r,t) = 0 (2.1d)

~D(~r,t) = ǫ0 ~E(~r,t) + ~P (~r,t) (2.1e)

où ~E, ~H représentent les champs électrique et magnétique, ~D, ~B sont les densités de

flux éléctrique et magnétique correspondant. ~J est la densité de courant et ρ la densité
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de particules libérées par ionisation du milieu. ǫ0, µ0 représentent respectivement la

permittivité électrique et la perméabilité magnétique vérifiant la relation ǫ0µ0 = 1/c2,

où c est la vitesse de la lumière dans le vide. Sous l’approximation ~B(~r,t) ≃ µ0
~H(~r,t)

et en prenant le rotationnel de l’équation (2.1a), puis en substituant l’équation (2.1e)

dans (2.1b), il vient:

−~∇[~∇ · ~E(~r,t)] + ∇2 ~E(~r,t) − 1

c2
∂2
t
~E(~r,t) = µ0[∂

2
t
~P (~r,t) + ∂t ~J(~r,t)]. (2.2)

A ce stade, les effets vectoriels induits par le terme en −~∇[~∇ · ~E(~r,t)] peuvent être

raisonnablement négligés. Ce terme est en effet égal à ~∇ · (ρ − ~∇ · ~P )/ǫ0 en vertu de

l’équation (2.1c). Pour des nonlinéarités petites et composantes vectorielles repérées par

les nombres d’onde transverse k⊥ (∼ 2π/w⊥ où w⊥ est la taille du faisceau optique) et

longitudinal k(ω) (∼ k0 = 2π/λ0 où λ0 désigne la longueur d’onde laser), il est possible

de montrer que ce terme reste d’ordre O(k2
⊥/k

2). Aussi longtemps que le diamètre

transverse du faisceau est plus grand que la longeur d’onde centrale laser, ces couplages

vectoriels peuvent être ignorés, ce que nous assumons par la suite. L’équation pour le

champ électrique laser se réécrit donc

∇2 ~E(~r,t) − 1

c2
∂2
t
~E(~r,t) = µ0[∂

2
t
~P (~r,t) + ∂t ~J(~r,t)], (2.3)

où selon la description classique de l’optique non-linéaire perturbative [1, 30, 31] le

vecteur polarisation est la somme de la polarisation linéaire ~PL(~r,t) et de la polarisation

non-linéaire ~PNL(~r,t):

~P (~r,t) = ~PL(~r,t) + ~PNL(~r,t) (2.4)

satisfaisant | ~PNL(~r,t)| ≪ |~PL(~r,t)|. Le calcul du terme de polarisation étant délicat, il

est plus commode de passer de l’espace des temps à l’espace des fréquences au moyen

de la transformée de Fourier classiquement définie pour toute fonction ~F (~r,t) par:

~̂F (~r,ω) =
1

2π

∫ ∞

−∞
~F (~r,t)eiωtdω (2.5a)

~̂F
−1

(~r,t) =

∫ ∞

−∞
~F (~r,ω)e−iωtdt. (2.5b)

Dans un milieu que nous supposons isotrope, homogène, et loin de toute résonnance

atomique, le terme de polarisation linéaire dépend du tenseur de suscéptibilité χ(1) et

s’exprime dans l’espace des fréquences par:
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~̂PL(~r,ω) = ǫ0χ
(1)(ω) ~̂E(~r,ω) (2.6)

où la fonction scalaire diélectrique ǫ(ω) est définie par

ǫ(ω) = 1 + χ(1)(ω). (2.7)

Cette fonction contient dans sa partie imaginaire les pertes linéaires du milieu. Ce-

pendant dans l’air, ces pertes sont en général petites pour des longueurs d’onde laser

appartenant à l’intervalle 200 nm < λ0 < 1 µm. ǫ(ω) sera donc considéré ici comme réel

et positif pour les longueurs d’onde allant de l’infrarouge à l’ultraviolet. Il est relié à

l’indice de réfraction linéaire par la relation n(ω) =
√
ǫ(ω) et intervient dans le nombre

d’onde du champ électrique laser défini par k(ω) = ωn(ω)/c.

Nous considérons une onde polarisée linéairement (par exemple selon l’axe ~ex) et

se dirigeant dans la direction des z croissants. Cette onde oscille à la fréquence ω0 et

son nombre d’onde central est k(ω0) = k0. Le champ électrique ~E(~r,t) = ~exE(~r,t) se

réduit donc à la fonction scalaire:

E(~r,t) =

√
ω0µ0

2k0
E(x,y,z,t)ei(k0z−ω0t) + c.c., (2.8)

où le terme d’amplitude en
√

ω0µ0

2k0
permet d’exprimer les intensités optiques en W/cm2.

Nous supposons l’enveloppe du champ, E , lentement variable, c’est-à-dire:

|∂x,y,zE| ≪ k0 |E| (2.9a)

|∂tE| ≪ ω0 |E| . (2.9b)

Ceci est justifé par le fait que E ne change pas sur des échelles spatiales de l’ordre

de λ0 et sur des échelles de temps comparables au cycle optique Topt = 2π/ω0. Sous

approximation scalaire, l’équation (2.3) peut être projetée sur l’axe ~ex pour obtenir

l’équation du champ E(~r,t):

∇2E(~r,t) − 1

c2
∂2
tE(~r,t) = µ0∂

2
t [PL(~r,t) + PNL(~r,t)] + µ0∂tJ(~r,t). (2.10)

Considérons les deux termes de polarisation. La transformée de Fourier du terme de

polarisation linéaire µ0∂
2
t
~PL(~r,t) d’après les équations (2.6) et (2.7) devient

̂µ0∂2
t PL(~r,t) = −k2(ω)Ê(~r,ω) +

ω2

c2
Ê(~r,ω). (2.11)
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La polarisation non-linéaire s’exprime dans l’espace des fréquences sous la forme

développée en puissance du champ:

P̂NL(~r,ω) = P̂ (3)(~r,ω) + P̂ (5)(~r,ω) + P̂ (7)(~r,ω) + . . . (2.12)

où tous les termes d’ordre pair s’annulent exactement pour un milieu ayant une symétrie

d’inversion, c’est-à-dire pour tout mileu isotropique et centro-symétrique. Dans la li-

mite PNL ≪ PL, le terme de polarisation non-linéaire est principalement donné par la

polarisation d’ordre 3, dont la transformée de Fourier est

P̂ (3)(~r,ω) = ǫ0

∫∫
χ(3)(ω;ω1,ω2,ω − ω1 − ω2) (2.13)

×Ê(~r,ω1)Ê(~r,ω2)Ê(~r,ω − ω1 − ω2)dω1dω2.

Ici, χ(3) désigne le tenseur de suceptibilité d’ordre 3 du milieu, et dépend à priori de

la fréquence ω. En supposant que ce tenseur est principalement fixé par la fréquence

centrale ω0, l’hypothèse d’enveloppe lentement variable du champ E nous permet d’ex-

primer la polarisation d’ordre trois dans l’espace des temps sous la forme simplifiée

[32]:

P (3)(~r,t) = ǫ0

(
ω0µ0

2k0

) 3
2 [

3χ(3)(−ω0;ω0,− ω0,ω0) |E|2 Eei(k0z−ω0t) + c.c.
]

(2.14)

+ǫ0

(
ω0µ0

2k0

) 3

2 [
χ(3)(−3ω0;ω0,ω0,ω0)

(
|E|2

)
Eei(3k0z−3ω0t) + c.c.

]
.

Formellement, ce terme prend en compte la génération de la troisième harmonique

(3ω0). Comme cette contribution est généralement faible avec un grand désaccord de

phase ∆k = 3k0 − k(3ω0) entrâınant des interférences destructives après une longueur

de propagation ∆z ∼ π/∆k [19, 33], la génération de troisième harmonique ne sera pas

prise en compte dans la suite. Ainsi en définissant l’indice non-linéaire de réfraction n2

par:

n2(ω0) =
3

4

χ(3)(−ω0;ω0,− ω0,ω0)

ǫ0cn2
0(ω0)

, (2.15)

la polarisation d’ordre 3 s’écrit basiquement:

P (3)(~r,t) = ǫ0

√
ω0µ0

2k0

[
2n0n2|E|2Eei(k0z−ω0t) + c.c.

]
. (2.16)

Cette expression est valable tant que l’on suppose une réponse instantanée du milieu,

ignorant la contribution des états vibratoires et rotationnels des molécules et leur ro-

tation au terme χ(3). En fait, pour des impulsions à spectre large (> 0.1 THz), χ(3)
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varie avec ω, et le phénomène de rétrodiffusion Raman induit par des molécules ani-

sotropes entre en jeu. Par exemple, les états rotationnels d’une molécule peuvent être

représentés par un système d’énergie à trois niveaux W3 ≫W2 −W1, où les niveaux 1

et 2 sont des états fondamentaux rotationels et l’état 3 est un état électronique excité.

La diffusion Raman concerne des transitions entre les niveaux 1 et 2 via un état vir-

tuel proche de l’état 3: un photon est émis avec la fréquence Ω = ω0 − ωR où ωR est

la fréquence fondamentale de rotation (différence des fréquences des niveaux 1 et 2).

Les transitions directes 1 → 2 sont interdites et l’état 3 ne peut pas être peuplé. La

polarisation non-linéaire associée à ce processus s’écrit alors PRaman = χ(1)Q(t)E(~r,t)

où Q(t) est la fonction oscillante évaluée par Q(t) = µ2

Ω~2

∫ t

−∞ h(t − t′)|E(t′)|2dt′ avec

h(t) ∼ e−Γ2t sin (ωRt) [4, 34]. Ici, µ est l’élément de matrice correspondant à la tran-

sition du dipôle électronique vers l’état 3, Ω est la différence des fréquences entre les

niveaux 1 et 3, Γ2 est le taux de déphasage du dipôle, et ~ = 1.06 × 10−34 J.s. Cette

réponse provient du couplage incohérent et non-résonnant entre les niveaux rotationels

de la molécule. Elle complète alors la polarisation non-linéaire en

P (3) = ǫ0χ
(3)(−ω0;ω0,− ω0,ω0)E

∫ +∞

−∞
R̄(t− t′)|E(t′)|2dt′, (2.17)

R̄(t) = (1 − θ)δ(t) + θΘ(t)h(t), (2.18)

h(t) =
τ 2
1 + τ 2

2

τ1τ 2
2

e−t/τ2 sin (t/τ1), (2.19)

δ étant la fonction de distribution de Dirac en s−1 et Θ la fonction classique de Heavy-

side. L’expression (2.17) possède une composante retardée et une composante instan-

tanée dans le rapport θ. Les temps τ1 et τ2 sont les inverses des fréquences ωR et Γ2.

Lorsque ces temps sont grands devant un cycle optique et satisfont τ1 ∼ τ2, la réponse

sinusöıdale peut être omise après avoir utilisé la substitution d’enveloppe (2.8), nous

pouvons donc retenir la formulation simplifiée de la polarisation d’ordre 3,

P (3)(~r,t) = ǫ0

√
ω0µ0

2k0
2n0n2Eei(k0z−ω0t)[(1 − θ)|E|2 +

θ

τK

∫ t

−∞
e
− t−t′

τK |E(t′)|2dt′ + c.c.],

(2.20)

où τK = τ2 désigne le temps de relaxation associé à la diffusion Raman.

Nous devons maintenant exprimer le terme de polarisation linéaire dans l’espace

des temps, c’est-à-dire faire une transformée de Fourier inverse de l’équation (2.6). En

supposant une étendue spectrale ∆ω = ω − ω0 suffisament petite (∆ω/ω0 ≪ 1), k(ω)

peut être développé en une série de Taylor autour de la fréquence centrale ω0:



12 Propagation d’impulsions laser ultra-courtes: Le Modèle

k(ω) = k0 + k′(ω − ω0) +
1

2
k′′(ω − ω0)

2 +
1

6
k′′′(ω − ω0)

3 + . . . (2.21a)

k2(ω) = k2
0 + 2k0k

′(ω − ω0) + k′2(ω − ω0)
2 + k0k

′′(ω − ω0)
2 (2.21b)

+k′k′′(ω − ω0)
3 +

1

3
k0k

′′′(ω − ω0)
3 + . . .

où k(n) = ∂nk/∂nω|ω=ω0
et en particulier, k′ = ∂k/∂ω|ω=ω0

désigne la vitesse de

groupe et k′′ = ∂2k/∂2ω|ω=ω0
est le coefficient associé à la dispersion de la vitesse de

groupe (GVD). En substituant à E l’expression donnée par l’équation (2.8), un rapide

calcul nous permet d’obtenir la transformée de Fourier inverse de l’équation (2.11):

µ0∂
2
t PL(~r,t) = [−k2

0 + 2ik0k
′∂tE(~r,t) + (k′2 + k0k

′′)∂2
t E(~r,t) (2.22)

+i(k′k′′ +
k0k

′′′

3
)∂3
t E(~r,t) +

ω2
0

c2
(1 +

i∂t
ω0

)2E(~r,t)]

×
√
ω0µ0

2k0
ei(k0z−ω0t) + c.c.

Sous l’hypothèse d’enveloppe lentement variable, le terme en − 1
c2
∂2
tE se développe

alors en:

− 1

c2
∂2
tE(~r,t) =

ω2
0

c2
(1 +

i∂t
ω0

)2E(~r,t)

√
ω0µ0

2k0
ei(k0z−ω0t) + c.c, (2.23)

tandis que le calcul du terme en ∇2E conduit à l’expression suivante:

∇2E(~r,t) = [∆⊥E(~r,t) + (∂z − ik0)
2E(~r,t)]

√
ω0µ0

2k0
ei(k0z−ω0t) + c.c. (2.24)

Après substitution des équations (2.20), (2.22), (2.23) et (2.24), on obtient l’équation

pour l’enveloppe E qui adopte la forme d’une équation de Schrödinger non-linéaire

(NLS) étendue:

[∆⊥E(~r,t) + (∂z − ik0)
2E(~r,t) +

ω2
0

c2
(1 +

i∂t
ω0

)2E(~r,t)]

√
ω0µ0

2k0
ei(k0z−ω0t) = (2.25)

[−k2
0 + 2ik0k

′∂tE(~r,t) + (k′2 + k0k
′′)∂2

t E(~r,t)]

√
ω0µ0

2k0
ei(k0z−ω0t)

+[i(k′k′′ +
k0k

′′′

3
)∂3
t E(~r,t) +

ω2
0

c2
(1 +

i∂t
ω0

)2E(~r,t)]

√
ω0µ0

2k0

ei(k0z−ω0t)

−k
2
0n2

n0

(1 + i
∂t
ω0

)2[(1 − θ)|E|2 +
θ

τK

∫ t

−∞
e
− t−t′

τK |E(t′)|2dt′]E
√
ω0µ0

2k0

ei(k0z−ω0t)

+µ0∂tJ(~r,t) + c.c.

où ∆⊥ désigne le Laplacien dans la direction transverse (∆⊥ = ∂2
x + ∂2

y en coor-

données cartésiennes; ∆⊥ = ∂2
r + 1/r2∂2

θ en coordonnées polaires).
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2.1.2 L’ionisation

Lorsque des électrons libres sont créés, la densité de courant ~J = qeρ~ve évolue avec

la vitesse des électrons ~ve, leur charge qe = −1.6 × 10−19 C et leur densité ρ, qui est

calculée à partir de l’équation de continuité et l’équation fondamentale de la dynamique

[4, 35]:

∂tρ+ ~∇ · (ρ~ve) = S, (2.26)

∂t~ve + (~ve · ~∇)~ve =
qe
me

( ~E +
~ve × ~B

c
) − νe~ve − S~ve/ρ, (2.27)

où S représente les sources externes de plasma et νe est la fréquence de collision

effective des électrons. Ces équations peuvent être combinées pour donner

∂t ~J + νe ~J =
q2
eρ

me

~E + ~Π, (2.28)

où

~Π =
qe
mec

~J × ~B − [
~J

ρqe
(~∇ · ~J) + ( ~J · ~∇)~ve] (2.29)

représentent les forces pondéromotrices non-linéaires agissant sur les enveloppes

lentements variables en temps. Pour des champs électromagnétiques ( ~E, ~B) polarisés

linéairement et oscillant à la haute fréquence ω0, le terme ~Π admet une fonction d’en-

veloppe contenant des gradients de l’intensité du champ électrique, la pression de ra-

diation dûe aux collisions des électrons et les variations de la densité d’électrons. Pour

les intensités du champ laser considérées (< 1015 W/cm2), ces termes pondéromoteurs

peuvent toutefois être négligés.

Ainsi, l’équation pour la densité de courant se réduit à l’équation (2.28) dans la-

quelle Π = 0. Aux plus petits ordres en ve, la croissance de la densité électronique est

gouvernée uniquement par le terme source S qui inclut les processus d’ionisation pho-

tonique, l’ionisation collisionnelle et la recombinaison des électrons ou leur appariement

(attachement) avec des ions voisins. Cette équation pour ρ se traduit par

∂tρ = W (I)ρnt +
σ

Ui
ρI − f(ρ), (2.30)

où ρnt et Ui désignent la densité d’espèces neutres et le potentiel d’ionisation, res-

pectivement, et l’on suppose ρ ≪ ρnt. Typiquement, la fonction f(ρ) de recombinai-

son électronique dans les gaz possède une dépendance quadratique en ρ, si bien que
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f(ρ) = βrecombρ
2 avec βrecomb[cm

3/s] ∼ 2× 10−8, et les temps de recombinaison sont de

l’ordre de la nanoseconde pour des températures électroniques de l’ordre de Te = 1 eV

[4, 36, 37]. Dans les diélectriques, les temps de recombinaison employés sont beaucoup

plus courts, de l’ordre de τrecomb = 50 − 150 fs, et la décroissance de la densité est

linéaire en ρ: f(ρ) = ρ/τrecomb [38, 39, 40].

Par ailleurs, la taux de collision des électrons dépend de la fonction de distribution

de l’énergie de l’électron et de sa température en fonction du potentiel d’ionisation Ui.

En supposant une fonction de distribution Maxwellienne pour la vitesse des électrons,

on trouve que ce taux varie linéairement en σ |E|2 /Ui tant que l’énergie thermique de

l’électron 1
2
mev

2
th = 3kBTe/2 reste petite comparée à Ui. Ici, σ est la section efficace

d’ionisation par Bremstrahlung inverse (collisons électrons-neutres) [41, 42]. Son ex-

pression peut être obtenue en résolvant la densité de courant (2.28) dans l’espace de

Fourier

~̂J =
q2
e

me(ν2
e + ω2)

(νe + iω)
̂
(ρ~E). (2.31)

Le terme de densité de courant dans l’équation (2.10) se transforme en

µ0∂t ~J → [−iωn0σ(ω)

c
+

ω2
0

c2ρc(1 + ν2
e/ω

2)
]
̂
(ρ~E), (2.32)

après avoir introduit la densité de plasma critique

ρc ≡
ω2

0meǫ0
q2
e

≃ 1.11 × 1021

λ2
0[µm]

cm−3, (2.33)

à laquelle le nombre d’onde laser s’annule. La section efficace

σ(ω) =
q2
e

meǫ0n0cνe(1 + ω2/ν2
e )

(2.34)

fournit alors le taux de collision dépendant de la fréquence ω.

Dans l’équation (2.30), W (I) dénote le taux d’ionisation photonique. Ce taux a

été re-dérivé dans l’annexe A selon les théories de Keldysh, et Perelomov, Popov et

Terent’ev (PPT) pour les gaz atomiques et les diélectriques (cristaux) [43, 44, 45, 46].

Afin de décrire l’ionisation d’atomes complexes, la formule de PPT inclut généralement

les coefficients “ADK” (pour Ammosov, Delone et Krainov [47]), originellement établis

dans la limite des hautes intensités. Ces théories d’ionisation mettent en avant deux

limites majeures bornées par le paramètre adiabatique de Keldysh,

γ = ω0

√
2meUi
|qeEm|

, (2.35)
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où Em est l’amplitude pic du champ laser (Em = 2|E|). On distingue la limite multi-

photonique (MPI, γ ≫ 1) pour les faibles intensités et la limite tunnel (γ ≪ 1) pour

les hautes intensités, à partir desquelles les électrons acquièrent assez d’énergie pour

passer la barrière de Coulomb par effet tunnel. Pour les intensités laser < 1013 − 1014

W/cm2, la limite MPI caractérisée par

γ ≫ 1 =⇒ W (|E|2) → WMPI = σK |E|2K , (2.36)

domine, où K = mod(Ui/~ω0) + 1 est le nombre de photons nécessaires pour libérer

un électron. Pour des intensités laser plus hautes, la contribution de l’ionisation tunnel

devient significative, i.e, les électrons sont libérés par effet tunnel dans l’intervalle d’une

cycle optique.

Dans l’air, bien qu’en plus faible proportion (20% contre 80%) l’ionisation des

molécules d’oxygène domine sur celle des molécules d’azote, car les premières ont un

potentiel d’ionisation plus bas que les secondes (UO2

i = 12.1 eV, UN2

i = 15.6 eV). Pour

décrire l’ionisation des molécules, il est possible d’employer les coeficients dérivés par

Tong et al. [48] dans une formule du type PPT (cf Annexe A.3.1).

La figure 2.1 illustre quelques taux d’ionisation des molécules O2 [Fig. 2.1(a)] et

de la silice [Fig. 2.1(b)] prédits par les théories précédentes. Les taux d’ionisation PPT

et ADK moléculaire, respectivement en courbe pleine et en tirets diffèrent seulement

d’une décade. La courbe en pointillés indique un fit expérimental de signaux d’ions

O+
2 avec le taux PPT en utilisant un nombre de charge effectif Zeff = 0.53 [49]. On

observe un bon accord entre ce fit et la courbe de l’ionisation provenant du modèle

ADK moléculaire. Il est à noter que tant que le faisceau sature autour de quelques

1013 W/cm2, il est toujours possible d’employer la limite MPI en conservant valide la

physique de l’interaction.

Puisque les porteurs de charge libres sont générés par photo-ionisation, nous devons

prendre en compte les pertes correspondants à ce processus. Celles-ci sont déterminées

par une version locale du théorème de Poynting:

d

dt
w(~r,t) = ~J(~r,t) · ~E(~r,t), (2.37)

à partir de laquelle la densité d’énergie w(~r,t) transferée au milieu par l’impulsion lors

de l’extraction d’un électron peut être calculée. La quantité d’énergie par unité de temps

et de volume (i.e, par particule chargée) est alors donnée par | ~J · ~E| = UiW (I)ρnt [51]. A
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Figure 2.1 : (a) Taux d’ionisation pour les molécules O2 en fonction de l’intensité

laser obtenus à partir de la théorie PPT (courbe pleine), du modèle ADK moléculaire

(courbe en tirets), de la courbe “fittant” des mesures exṕerimentales à partir de PPT

avec Zeff = 0.53 (courbe en pointillés) [49] et une formulation MPI avec K = 8

(courbe en tirets-points) utilisée dans la référence [50] à 800 nm [σK = 2.88 × 10−99

s−1cm2K/WK]. (b) Taux d’ionisation pour la silice (courbe pleine, Ui = 7.8 eV) et

l’eau (courbe en tirets, Ui = 7 eV) à la même longueur d’onde.

la fréquence centrale, le mouvement des électrons libres est dominé par les oscillations

rapides du champ optique de pulsation ω0. En utilisant le champ complexe, on peut

prouver que le courant associé aux pertes est

~Jloss =

√
k0

2ω0µ0
Ui
W (I)

I
ρnt(~E + ~E∗), (2.38)

où la contribution du membre de droite provient de l’ionisation multiphotonique. Geiss-

ler et al. [52] ont dérivé des termes de perte similaires en introduisant un terme addi-

tionnel dans le vecteur de polarisation pour les particules libres ~P = qeρ~x, si bien que

∂t ~P = qeρ̇~x+ ~J doit être utilisé dans l’équation (2.10). L’évaluation de la position ~x(t)

où sont ionisés les électrons, ~x(t) ≃ Ui ~E/(2qeI) conduit au même terme de perte de

courant.

Après transformée inverse de Fourier de l’équation (2.31), puis prise en compte des

termes de perte (2.38), on tire l’expression de la dérivée en temps de la densité de
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courant dans la limite multiphotonique et sous hypothèse ν2
e/ω

2
0 ≤≤ 1:

∂tJ(~r,t) = −iω0[
q2
eρνe
meω2

0

E + i
ǫ0ω0

ρc
ρE +

k0β
(K)

ω0µ0
T |E|2(K−1) E(~r,t)] (2.39)

×
√
ω0µ0

2k0

ei(k0z−ω0t) + c.c.

où β(K) ≡ K~ω0σKρnt est le coefficient pour les pertes non-linéaires liées à l’absorption

multiphotonique (notée MPA), et l’opérateur T est défini par:

T = 1 + (
i

ω0
)∂t (2.40)

En substituant (2.39) dans (2.25), on obtient l’équation suivante pour l’enveloppe

lentement variable du champ:

−i∆⊥E
2k0

− i
(∂z − ik0)

2

2k0
E − [i

k0

2
+ k′∂t − i(

k′2

2k0
+
k′′

2
)∂2
t + (

k′k′′

2k0
+
k′′′

6
)∂3
t ]E = (2.41)

+i
k0n2

n0

T 2[(1 − θ)|E|2 +
θ

τK

∫ t

−∞
e
− t−t′

τK |E(t′)dt′]E − i
k0

2n2
0ρc

ρE − 1

2
T [σρE + βK |E|2K−2E ].

Il est possible de simplifier cette équation en se plaçant dans le référentiel qui se

déplace à la vitesse de groupe de l’onde. Avec le changement de variable:





τ = t− zk′

ξ = z,
(2.42)

les dérivées partielles s’écrivent





∂t = ∂τ

∂z = ∂ξ − k′∂τ
(2.43)

qui, une fois substituées dans l’équation (2.41), simplifient celles-ci en:

i
∆⊥E
2k0

+
i

2k0

(∂ξ − ik0)
2E +

ik0n2

n0

T 2[(1 − θ)|E|2 +
θ

τK

∫ t

−∞
e
− t−t′

τK |E(t′)|2dt′]E (2.44)

= −∂ξ[(1 + i
k′

k0
∂τ ) −

i

2k0
∂ξ]E − ik′′

2
[(1 +

ik′

k0
∂τ ) +

ik′′′

3k′′
∂τ ]∂

2
τE − i

k0

2n2
0ρc

ρeE

− 1

2
T [σρeE + βK |E|2K−2E ].

Dans tout milieu propagatif, et pour des impulsions contenant plusieurs cycles op-

tiques, les approximations k′/k0 ≃ 1/ω0, (1 + i k
′

k0
∂τ) ≃ (1 + i

ω0
∂τ ) = T s’appliquent.

Par ailleurs, nous négligeons la deuxième dérivée par rapport à ξ (hypothèse de pa-

raxialité) et supposons par souci de simplicité k(n) = 0 pour n ≥ 3. En renotant t et
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z les nouvelles variables de temps et de propagation par commodité, on obtient enfin

l’équation décrivant l’enveloppe du champ laser E couplée à l’équation d’évolution de

la densité d’électrons ρ:

T∂zE =i
∆⊥
2k0

E − ik′′

2
T∂2

t E +
ik0n2

n0
T 2[(1 − θ)|E|2 +

θ

τK

∫ t

−∞
e
− t−t′

τK |E(t′)|2dt′]E (2.45)

−i k0

2n2
0ρc

ρE − 1

2
T [σρE + βK |E|2K−2E ],

∂tρ = σKρnt|E|2K +
σ

Ui
ρ|E|2 − f(ρ).

E s’intègre numériquement avec des conditions initiales du type Super-Gaussienne

d’ordre N :

E(x,y,z = 0,t) = E0e
−( r2

w2
0

)N− t2

t2p , (2.46)

où N = 1 correspond à un profil Gaussien classique (E0 =
√

2Pin

πω2
0

). Ici, w0 est le rayon

FWHM du faisceau tp la durée de l’impulsion et Pin sa puissance incidente. Notons que

ces faisceaux initiaux sont non chirpés et non focalisés.

Par convention, le domaine de l’impulsion se rapportant aux temps négatifs t < 0

(temps retardés) est appelé “front” ou “avant” de l’impulsion. Les temps positifs cor-

respondent à sa partie arrière. L’opérateur T est un opérateur de raidissement d’im-

pulsion. En vertu des inégalités (2.9a) et (2.9b), et aussi longtemps que les distorsions

temporelles excèdent un cycle optique (ω0tp ≫ 1), on peut considérer que l’enveloppe

ne varie pas rapidement comparé à la fréquence centrale, et donc T ≃ I. Des compa-

raisons numériques avec le modèle complet incluant la dispersion aux ordres supérieurs

ainsi que les opérateurs T , T−1 ont permis de mettre en évidence la similarité (et les

différences) des dynamiques spatio-temporelles obtenues lorsque ces opérateurs sont

pris en compte ou pas [53]. C’est ce que montre la figure 2.2, qui représente les dy-

namiques temporelles, ainsi que les maxima d’intensité, les densités d’électrons pic le

long de l’axe de propagation, les profils temporels en r = 0 et les spectres en puissance

à z = 0.8 m de la même impulsion sujettee ou pas à ces opérateurs. Ces termes d’ordre

supérieur affectent les distributions temporelles du champ laser, mais elles conservent

la dynamique qualitative du faisceau, i.e, les mêmes intensités et densités pics, ainsi

qu’un nombre de cycles de focalisation/défocalisation comparable. Les chocs qu’ils in-

duisent sur l’arrière de l’impulsion (t > 0) impliquent cependant un raccourcissement

notable de la propagation auto-guidée. Gardant ces simplifications à l’esprit, l’équation

de propagation telle que nous la traiterons par la suite, revêt la forme NLS incluant de
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Figure 2.2 : (a,b) Dynamique temporelle d’une impulsion Gaussienne (w0 = 5 mm,

tp = 150 fs, Pin = 4Pcr, λ0 = 800 nm) dans le plan (t,z) avec (a) ou sans (b) dis-

persion chromatique d’ordre supérieur et sans les opérateurs T , T −1 (c) Intensité pic,

(d) densité d’électrons pic, (e) profils temporels à z = 0.8 m, (f) et spectres associés

(transformée de Fourier de |E|2). Les courbe solides correspondent au cas (a) (modèle

avec T , T−1 6= 1 et dispersion complète). Les courbes en tirets-points correspondent au

cas (b) (modèle limité à T , T−1 = I et GVD uniquement).
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la dispersion du second ordre seulement:

∂zE =i
∆⊥
2k0

E − ik′′

2
∂2
t E +

ik0n2

n0
[(1 − θ)|E|2 +

θ

τK

∫ t

−∞
e
− t−t′

τK |E(t′)|2dt′]E (2.47)

−i k0

2n2
0ρc

ρE − 1

2
[σρE + βK |E|2K−2E ].

2.2 L’auto-focalisation ultime: l’explosion à distance

finie

Nous considèrons l’équation NLS (2.47) dans le cas de l’air (n0 = 1) et faisons

les hypothèses simplificatrices suivantes: on néglige la partie retardée de l’effet Kerr

(θ = 0) et l’ionisation par avalanche (σ = 0). L’équation est ensuite adimensionnée avec

le changement de variables suivant: r → w0r, t→ tpt, z → 4z0z, E →
√
Pcr/4πw2

0E , et

ρ→ (ρc/2k0z0)ρ pour enfin obtenir l’équation adimensionnée suivante:

i∂zψ − δ∂2
t ψ + ∇2

⊥ψ + |ψ|2ψ − ρψ + iν|ψ|2K−2ψ = 0 (2.48)

∂tρ ≃ Γ|ψ|2K . (2.49)

La longueur de Rayleigh z0 étant définie par z0 = πw2
0/λ0, les coefficients adi-

mensionnés sont δ = 2z0k
′′/t2p pour la dispersion de la vitesse de groupe (GVD),

et ν = 2z0β
(K)(Pcr/4πw

2
0)
K−1 pour le coefficient MPA. Le coefficient MPI adimen-

sionné a pour expression Γ = k2
0tpσK(ρat/ρc)(Pcr/4π)Kw

2(1−K)
0 . Dans cette section, nous

présentons comment, en considérant cette équation simplifiée sans réponse plasma, on

peut déduire analytiquement l’existence d’un seuil critique en puissance au-delà duquel

l’auto-focalisation du faisceau s’enclenche et s’achève par une singularité (ou collapse)

à distance de propagation finie [54, 55]. Nous admettons l’existence au moins locale

d’une solution unique à l’équation NLS académique suivante:

i∂zψ + ∆ψ + |ψ|2ψ = 0, (2.50)

où ∆ désigne le Laplacien par rapport aux directions transverses et temporelles.

Si D désigne la dimension de cet espace, ∆ s’écrit ∆ = ∂2
x + ∂2

y pour D = 2 (r =
√
x2 + y2), et ∆ = ∂2

x + ∂2
y + ∂2

t pour D = 3 (r =
√
x2 + y2 + t2). Nous supposons

que la fonction ψ(~r,z = 0) appartient à l’espace de Hilbert H1 admettant la norme
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finie ‖ψ‖H1 = (‖ψ‖2
2 + ‖∇ψ‖2

2)
1/2, où la norme Lp d’une fonction f est classiquement

définie par ‖f‖p = (
∫
|f |pd~r)1/p. Cette équation possède les invariants P se référant à

la puissance du faisceau et l’Hamiltonien H définis par:

P = ‖ψ‖2
2, H = ‖∇ψ‖2

2 −
1

2
‖ψ‖4

4. (2.51)

La norme P est obtenue en multipliant l’équation (2.50) par ψ∗ et en intégrant en

espace la partie imaginaire du résultat pour des solutions (et leurs dérivées) nulles à

l’infini. L’invariant H s’obtient en multipliant l’équation (2.50) par ψ∗
z et en intégrant

en espace la partie réelle du résultat pour des solutions (et leurs dérivées) nulles à

l’infini. En manipulant l’équation (2.50), on peut obtenir une relation entre le rayon

carré moyen de la solution < r2 >=
∫
r2|ψ|2d~r/P et les différents invariants (2.51).

Pour cela, on procède en deux étapes: (i) l’équation (2.50) est multipliée par r2ψ∗ et la

partie imaginaire du résultat est intégrée pour avoir ∂z
∫
r2|ψ|2d~r = 4Im

∫
~r · ψ∗~∇ψd~r

(ii) La dérivée en z du membre de droite se traite en multipliant l’équation (2.50) par

~r · ~∇ψ∗ et en intégrant en espace la partie réelle du résultat. On peut alors établir

l’égalité suivante [56, 57]:

Pd2
z < r2 >= 4[2H + (1 − D

2
)‖ψ‖4

4]. (2.52)

– Pour des dimensions D ≥ 2, l’identité (2.52) peut être intégrée deux fois en z pour

obtenir la majoration suivante

< r2 > P ≤ 4Hz2 + dz < r2 >|z=0 z+ < r2 >|z=0 . (2.53)

Une condition suffisante pour qu’un collapse prenne place est H < 0, qui conduit à

l’annulation de < r2 > à distance finie. Dans ce cas, l’inégalité suivante P ≤ (2/D)2 <

r2 > ×‖∇ψ‖2
2 (qui s’obtient par intégration par parties puis application de l’inégalité

de Cauchy-Schwarz) implique que la norme du gradient diverge, ce qui empêche la

solution d’exister globalement dans l’espace de départ H1. Puisque l’Hamiltonien H

est fini, cette divergence fait exploser la norme L4 ‖ψ‖4
4 et en vertu du théorème de la

valeur moyenne
∫
|ψ|4d~r ≤ maxr|ψ|2 ×P [58], elle entrâıne l’explosion en temps fini de

la solution (de sa norme L∞ du moins). Rasmussen et Rypdal ont montré en fait que

l’explosion arrive avant que le rayon carré moyen de la solution ne s’annule [17].

Par ailleurs l’inégalité de Sobolev (ou de Cagliardo-Niremberg):

‖ψ‖4
4 ≤ C‖∇ψ‖D2 × ‖ψ‖4−D

2 (2.54)
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(a)

2 > 0n

Figure 2.3 : (a) Principe de l’auto-focalisation; (b) et (c) représentent des profils

d’intensités à deux distances de propagation différentes (z = 0 m et z = 3.7 m) pour

une impulsion non focalisée se propageant dans l’air, et donnée par l’expression (2.46)

avec w0 = 100 µm, N = 1, Pin/Pcr = 3, tp = 100 fs.

appliquée avec D = 2 nous permet de minorer l’Hamiltonien de la façon suivante:

H ≥ ‖∇ψ‖2
2(1 − C

2
P ). (2.55)

Une condition nécessaire pour qu’il y ait collapse (‖∇ψ‖2
2 → ∞ à distance finie) est sim-

plement P ≥ 2/C. Dans les années 80, Weinstein a montré que la meilleure constante

pour l’inégalité (2.54) était Copt = 2/Pc où Pc =
∫
φ2d~r = 11.68, et φ est la solution à

symétrie radiale (mode de Townes) de l’équation −φ+∆φ+φ3 = 0 [59, 60]. Pc est donc

la puissance minimale que ψ doit contenir à z = 0 pour qu’il puisse y avoir explosion à

distance finie. Ces estimations théoriques sur l’équation NLS justifient l’existence d’une

puissance critique au-delà de laquelle le faisceau pourra s’auto-focaliser sous l’influence

des effets non-linéaires. En unités physiques, cette puissance critique prend la valeur

Pcr =
3.72λ2

0

8πn0n2
. (2.56)

La figure 2.3 montre un schéma de principe de l’auto-focalisation optique, ainsi que

des profils spatiaux intégrés à partir de l’équation (2.50) pour des faisceaux Gaussiens

de puissance Pin = 3Pcr.
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– Pour le casD = 3 (le temps est aussi pris en compte pour de la dispersion anormale par

exemple), une condition suffisante pour le collapse est H < P 2
c /P . A partir d’arguments

reposant sur l’inégalité (2.54), toute solution vérifiant initialement ‖∇ψ‖2
2 > 3P 2

c /P

est condamnée à subir une explosion 3D à distance finie. Pc correspond ici encore à la

puissance du soliton tridimensionnel, solution de −φ+ ∆ψ + ψ3 = 0 [61].

2.3 La dynamique du collapse en 2D

Une fois le collapse amorcé, la solution s’auto-focalise et se contracte de manière

auto-similaire près du point de singularité noté zc. En se plaçant dans le cas 2D, c’est

à dire sans dépendance temporelle, la solution diverge sous la forme auto-similaire

suivante [62]

ψ(~r,z) =
1

R(z)
Φ[
~r

R
,ζ(z)]eiS(z), (2.57)

avec S(z) = ζ(z) + Rz(z)R(z)ξ2/4, ζ(z) ≡
∫ z

0
du/R(u)2, et ~ξ = ~r/R(z). Elle atteint

un état exactement auto-similaire satisfaisant ∂ζφ → 0 au voisinage de la singularité.

Par “auto-similaire”, on entend que la distribution spatiale de la solution ne varie pas

explicitement en z. Sa contraction est définie par un facteur d’échelle R(z) tandis que

son amplitude tend vers l’infini à travers le même facteur d’échelle. Ici, R(z) décrit le

rayon de la solution tel que R(z) → 0 quand z → zc. En reportant l’équation (2.57)

dans l’équation NLS (2.50), on tire l’équation vérifiée par la fonction Φ.

i∂ζΦ + ∇2
ξΦ + |Φ|2Φ + (1 − ǫξ2)Φ = 0, (2.58)

avec ǫ = −1
4
R3Rzz. L’hypothèse de stationnarité ∂ζΦ → 0 quand z tend vers zc implique

ǫ→ const, donc R(z) ∼
√

(zc − z).

Cependant cette expression n’est pas satisfaisante d’un point de vue mathématique,

car la contribution linéaire de la solution Φ à grande distance satisfait alors ΦT ∼
1/ξ1+i/2

√
ǫ, de sorte que la norme L2 de la solution diverge. On doit donc affiner l’ana-

lyse sur l’évolution de ǫ qui doit tendre asymptotiquement vers 0. Pour obtenir un

système dynamique gouvernant cette quantité, on multiplie l’équation (2.50) par ψ∗,

pour obtenir la relation de continuité:

∂z

∫
|ψ|2d~r = −2|ψ|2r∂rargψ|r→∞. (2.59)
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En utilisant le développement perturbatif Φ = φ+ǫφ1 au voisinage de zc, nous déduisons

∂z

∫
|ψ|2d~r =

A

R2
∂ζǫ, (2.60)

où l’on montre que A ∼ R
∫

(φφ1d~ξ) est un constante positive [63]. La solution Φ est

ensuite décomposée en une contribution “coeur” Φc valable pour ξ suffisament petit,

ξ < ξlim = 1/
√
ǫ, région dans laquelle le faisceau est proche du mode de Townes φ et

une contribution “queue” ΦT pour ξ > ξlim = 1/
√
ǫ. Une analyse de type BKW permet

d’arriver a l’expression du faisceau “queue” sous la forme ΦT ∼ (1/ξ)e−π/(2
√
ǫ)+i

√
ǫξ2/2×

1
ǫ1/4ξ1+i/2

√
ǫ . Le membre de droite de l’équation de continuité (2.59) se simplifie alors en:

− 2

R2
ξ|φT |2∂ξargφT |ξ≫1/

√
ǫ = − 2

R2
e
− π

2
√

ǫ . (2.61)

En reportant les équations (2.60) et (2.61) dans (2.59), on obtient l’équation dynamique

suivante pour ǫ:

A∂ζǫ = −2e−π/2
√
ǫ. (2.62)

Sa solution est approchée par 2
√
ǫ ∼ |RzR| ≃ π

ln(ζ)
avec ζ(z) ≃ ln( 1

zc−z ). L’ex-

pression du rayon de la solution auto-similaire admet donc une correction doublement

logarithmique:

R(z) =
R0

√
(zc − z)√

ln(ln( 1
zc−z ))

, (2.63)

tandis que le produit |RzR| ∼ 2
√
ǫ tend lentement vers 0 lorsque z → zc. Le point

zc de collapse pour des faisceaux Gaussiens collimatés (non focalisés initialement) est

donné en unités physiques par la formule de Marburger [64]

zc =
0.367z0√

(
√

Pin

Pcr
− 0.852)2 − 0.0219

. (2.64)

où z0 est la longueur de Rayleigh du faisceau incident.

2.4 GVD participe à l’arrêt du collapse

Sous certaines conditions, l’auto-focalisation est arrêtée par des termes dispersifs

comme la dispersion de la vitesse de groupe (GVD). Pour des faisceaux subissant l’auto-

focalisation Kerr, la GVD provoque un étirement en temps pour k′′ > 0 (dispersion

normale) altèrant la focalisation dans la direction transverse. La GVD stoppe le collapse
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Figure 2.4 : Profils temporels d’une impulsion Gaussienne de 40 fs se propageant

dans de l’argon. (Pin/Pcr = 1.011) à la longueur d’onde λ0 = 586 nm. Les courbes en

pointillés et pleine représentent les distances respectives z = 0 cm et z = 45.6 cm [67].

en fragmentant symétriquement le faisceau le long de l’axe des temps, comme on peut le

voir sur la figure 2.4 qui représente les profils temporels d’une impulsion se propageant

dans l’argon, à deux distances différentes [65, 66]. La tranche temporelle t = 0 se creuse

en intensité, entrâınant progressivement une “dispersion” de la puissance du faisceau

vers des tranches temporelles t 6= 0, puis l’arrêt du collapse. Cette propriété s’applique

lorsque Pin/Pcr est proche de l’unité [67] et δ 6= 0 dans l’équation NLS (2.48). Pour

la comprendre, nous pouvons dans une première approche décomposer l’impulsion en

tranches de temps ayant chacune la puissance Pine
−2t2/t2p . En modifiant Pin → Pine

−2t2/t2p

dans la formule de Marburger (2.64), chaque tranche de l’impulsion collapse à son foyer

propre zc(t). Le rayon du faisceau évolue comme R(z,t) = R[zc(t) − z], et l’on peut

considérer que l’onde tend vers la forme auto-similaire suivante:

ψ(~r,z,t) →
√
I(z,t)

R(z,t)
φ(ξ)eiS(z,t), (2.65)

avec ξ = r/R(z,t), S(z,t) = ζ(z,t)+Rz(z,t)R(z,t)ξ2/4 et ζ(z,t) ≡
∫ z

0
du/R(u,t)2. I(z,t)

représente ici un facteur d’intensité satisfaisant ∂zI = 0 quand le faisceau collapse de

manière conservative (sans terme dissipatif dans l’équation de propagation). A l’ap-

proche du collapse, le rayon du faisceau a pour expression R(z,t) ∼
√
zc(t) − z. Sous

cette hypothèse et en ignorant les corrections logarithmiques, l’équation de continuité
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(2.59) peut être transformée sous la forme [68, 69]

∂zP⊥ = 2δ

∫
|ψ|2∂2

t argψd~r ≃ 2δIPc∂2
t ζ, (2.66)

en tenant compte du fait que |R∂zR| << 1, φ→ φc. On obtient ainsi l’équation suivante

pour l’évolution du facteur d’intensité I:

∂zI
I = 2δ∂2

t ζ. (2.67)

Compte-tenu de la nature auto-similaire de la solution au voisinage de zc, les dérivées en

temps se réécrivent sous la forme: ∂t = −∂tzc∂z et ∂2
t = −∂2

t zc∂z+(∂tzc)
2∂2
z . L’équation

(2.67) s’exprime alors comme suit:

∂zI

I
= 2δ[−∂2

t zc/R
2 + (∂tzc)

2∂z(1/R)2]. (2.68)

A partir de la formule de Marburger impliquant le rapport de puissance Pine
−2t2/t2p , on

vérifie que ∂2
t zc > 0 au voisinage de la tranche centrale t = 0, alors que (∂tzc)|t=0 = 0.

L’équation (2.68) montre alors que GVD transfère la puissance du pic le plus puissant

vers des temps symétriques non-nuls.

En pratique, l’arrêt du collapse par GVD (k′′ > 0) ne concerne que des facteurs de

dispersion très élevés (δ ∼ k′′ ∼ 100 − 1000 fs2/cm) et/ou des rapports de puissance

Pin/Pcr faibles [70]. Plus le coefficient GVD est fort, plus large est l’intervalle de puis-

sance dans lequel le collapse est arrêté par le “splitting” de l’impulsion. En résolvant

l’équation NLS cubique avec GVD normal, on peut calculer une borne δcrit, fonction

du rapport entre la puissance d’entrée et la puissance critique, de manière à ce que

les conditions initiales satisfaisant δ > δcr limitent l’auto-focalisation Kerr à travers un

splitting temporel (cf. Fig. 2.4). Dans le cadre de notre étude mettant en œuvre des

puissances nettement supérieures à Pcr, c’est la génération de plasma qui intervient la

première dans l’arrêt de l’auto-focalisation.

2.5 Arrêt de l’auto-focalisation par plasma

Incluons maintenant la réponse plasma dans l’équation (2.48). En répétant la

procédure variationnelle et en substituant au champ la forme donnée par l’équation

(2.65), on obtient la relation suivante pour le rayon [67]:

M

4Pc
R3∂2

zR ≃ 1 − I − R2

2Pc

∫
φ2ξ∂ξρd~ξ, (2.69)
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où M =
∫
ξ2φ2d~ξ et le dernier terme décrit la génération de plasma. L’action du

plasma d’électrons est de creuser le profil temporel de l’impulsion à travers un front

d’ionisation qui défocalise sa partie arrière. En effet, en intégrant l’équation (2.49) après

avoir substitué la forme du champ donnée par l’équation (2.65), on trouve

ρ ≃
√

π

8K
Γ(
Pin

Pcr
φ2)K

erf(
√

2Kt) + 1

R2K [zc(t) − z]
. (2.70)

où erf(x) = (2/
√
π)

∫ x

0
e−u

2

du désigne la fonction d’erreur classique. Le dernier terme

de l’équation (2.69) est de la forme R2(1−K)∂ξρ où ∂ξρ ∼ ∂ξφ
2K est négatif et la fonction

erf(
√

2Kt)+1 est une fonction plateau nulle pour t < 0 et égale à 1 pour t > 0. Lorsque

R(z,t) décrôıt par auto-compression Kerr, ce terme crôıt soudain en-deça d’un certain

rayon et toutes les tranches temporelles appartenant à l’intervalle t > 0 (donc à l’arrière

de l’impulsion) sont défocalisées. Pour les temps négatifs (correspondant à l’avant

de l’impulsion), l’impulsion continue à s’auto-focaliser et entretient la défocalisation

plasma jusqu’à former une seule tranche temporelle localisée en un instant négatif [67].

Avec la dissipation MPA, la composante principale du profil temporel est en partie

diminuée en intensité dans le rapport ∂zI/I ≃ −2νA(I/R2)K−1. En conséquence, la

puissance du faisceau diminue; la densité d’électrons atteint un niveau plus bas, et

permet l’émergence d’une portion arrière qui se refocalise sous l’effet Kerr.

Pour résumer, en phase d’auto-focalisation le faisceau génère un plasma, qui défocalise

fortement la partie arrière de l’impulsion et créé un pic à l’avant de l’impulsion. Une fois

que l’intensité a suffisament décrû par absorption non-linéaire, la génération de plasma

cesse. L’arrière de l’impulsion peut alors se refocaliser, ce qui produit un profil temporel

à deux pics [71]. En espace, la réponse plasma a une extension fixée par la distribution

φ2K (K ≫ 1). Son rayon d’action est ∼ 1/
√
K plus petit que la taille du faisceau

optique. Elle défocalise donc seulement le centre du faisceau et produit des anneaux

spatiaux sur l’arrière de l’impulsion [72]. Pour des puissances suffisament élevées, plu-

sieurs cycles de focalisation et de défocalisation peuvent se manifester, entretenant ainsi

l’auto-guidage de l’onde, comme l’atteste la figure 2.5 où sont représentées quelques ca-

ractéristiques lors de la propagation d’une impulsion Gaussienne. On peut y observer en

particulier les cycles de focalisation/défocalisation, le décalage du maximum d’intensité

vers les temps négatifs (l’avant de l’impulsion) ainsi que la formation d’anneaux spa-

tiaux. Ces cycles caractérisent une propagation auto-guidée: sur 2 mètres, le filament

se contracte autour d’une taille quasi-constante [Fig. 2.5.(c)], mais les fluctuations d’in-
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tensité et les profils temporels [Figs 2.5(a) et 2.5(d)] démontrent que l’équilibre atteint

par ce processus est non statique.

2.6 Auto-modulation de phase et génération de su-

percontinu

La non-linéarité Kerr créé un élargissement spectral à travers l’auto-modulation

de phase. Cet effet peut se comprendre à l’aide de la résolution de l’équation simple

i∂zψ = −|ψ|2ψ dont la solution exacte ψ = ψ0e
i|ψ0|2z [ψ0 ≡ ψ(z = 0)] décrit un

décalage de phase induit sur le faisceau durant sa propagation. Ce décalage en phase

dépend de l’intensité laser et est responsable de l’élargissement spectral en vertu de la

relation ∆ω = −∂targ(ψ) [1, 30]. L’extension du spectre en fréquence par l’action des

non-linéarités Kerr conduit à la génération de supercontinu et à l’émission de lumière

blanche pendant que l’intensité de l’onde augmente fortement à travers le processus

d’auto-focalisation. Cet élargissement spectral est symétrique. L’évolution de ce “su-

percontinuum” en présence de génération de plasma a été le sujet d’intenses recherches

depuis de nombreuses années [73]. En 1995, Gildenburg et al. [74] ont effectué des si-

mulations numériques d’impulsions électromagnétiques ultra-courtes créant une chute

du plasma dûe à l’ionisation en régime tunnel. D’importants décalages vers les bleus de

l’ordre de ∆ω/ω0 > 40% ont été observés. A cette époque, ce “blueshift” était attribué

à la génération de plasma, puisque la croissance du nombre d’électrons libres augmente

la fréquence du plasma par ω2
pe = q2

eρ(I)/meǫ0, et implique un décalage positif en

fréquence ∆ω ∼
∫ z

0
∂tρdl [75]. Plus tard, des expériences avec les spectres ont révélé un

“continuum de lumière blanche ultra-court” se produisant dans une grande variété de

milieux condensés et gazeux, à condition que la puissance du faisceau excède la puis-

sance critique d’auto-focalisation [76, 77]. Les élargissements spectraux apparaissent

asymétriques, ce qui ne peut s’expliquer par l’auto-modulation de phase seule.

Puisque ce processus mixe toutes les composantes du spectre visible, le coeur du

filament évolue comme un spot blanc, ce qui donne lieu à un “laser blanc” [78]. En

notant ϕ(~r,t) la phase de l’enveloppe lentement variable, la variation en fréquence est

dictée par

∆ω = −∂tϕ ∼ −k0z∂t(n2I − ρ/2ρc), (2.71)
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Figure 2.5 : (a) Propagation atmosphérique, maximum d’intensité, (b) densité

d’électrons pour une impulsion Gaussienne, (c) rayon d’une impulsion ayant une durée

initiale de 150 fs, un rayon initial de 0.5 mm et contenant 4 Pcr (k′′ = 0.2 fs2/cm).

(d) Profils temporels à deux distances de propagation successives: z = 0.4 m et z = 0.8

m. En insert, profils radiaux à z proche de zc ≃ 0.4 m.
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qui varie avec la superposition des effets Kerr et plasma. Aux abords du point de

focalisation, seul le front avant survit à cette compétition, et un décalage vers le rouge

est produit par la défocalisation plasma. Aux distances ultérieures, des séquences de

focalisation/défocalisation relaxent le spectre vers les bleus alors que les composantes

décalées vers le rouge décrôıssent en intensité. Ce “blueshift” est aussi amplifié par les

phénomènes de raidissement T , T−1 qui créent un choc à l’arrière de l’impulsion et

génèrent un plateau “bleu” dans le spectre [19] (cf. Fig. 2.2). Les asymétries causées

par les premières phases de focalisation sont importantes; elles dessinent le spectre de

l’impulsion qui sera preservé bien après les phases non-linéaires de propagation.

Le continuum de lumière blanche généré dans l’air par des impulsions laser ultra-

courtes est essentiel pour les applications LIDAR, puisqu’il constitue la source de

lumière utilisée dans la détection de polluants à distance. Cette lumière blanche a tout

d’abord été caractérisée dans le domaine visible [73, 79]. J. Kasparian et al. ont ensuite

étudié la région infrarouge [80]. Deux systèmes laser terawatt CPA (A: énergie 60-mJ,

durée d’impulsion minimale 35-fs, diamètre FWHM du faiseau 25-mm; B: 100-200 mJ,

durée d’impulsion minimale 100-fs, diamètre FWHM du faisceau 35-mm) furent utilisés

en géomètrie pour mesurer des spectres après 20 mètre de propagation “filamenteuse”.

Illustrée dans la figure 2.6(a), la zone du continuum développée par le laser A est très

étendue, avec un largeur totale de 4.5 µm. On observe une décroissance presque expo-

nentielle sur 4 ordres de grandeur jusqu’à 3.5 µm, suivie par une décroissance plus lente

au-delà. Comme montré dans la figure en insert, les variations d’énergie produites par

le faisceau du système B font changer le spectre en intensité de seulement une décade

dans certaines régions du spectre. Toutefois, la forme spectrale de ces différentes im-

pulsions demeure quasiment similaire à une décade près. Pour comparaison, la figure

2.6(b) présente les spectres calculés numériquement à partir d’un faisceau de rayon

0.5 mm, 4Pcr ∼ 10 GW, et d’une durée d’impulsion de 100 fs après qu’un filament

femtoseconde unique a été généré dans l’air [33]. Les formes des spectres numérique et

expérimental sont clairement similaires.

2.7 Multifilamentation

Dans le contexte de l’optique non-linéaire, un faisceau intense se propageant dans

un milieu Kerr peut se casser en plusieurs cellules résultant des inhomogénéités af-
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Figure 2.6 : (a) Spectres de lumière blanche produits par des impulsions laser TW

(laser système A) ayant une durée initiale de 35 fs sans chirp (symboles noirs) et une

durée initiale de 55 fs et un chirp négatif (symboles blancs). En insert, le spectre mesuré

par le système laser B. Les deux courbes ont le même facteur de normalisation. (b)

Spectres pour un filament unique calculés numériquement à partir de léquation (2.47)

complétée (courbe pleine) ou non (tirets) par de la génération de troisième harmonique

(Ref. [33]).

fectant sa distribution initiale. Ce phénomène a été mis en évidence pour la première

fois par des experiences d’auto-focalisation dans les liquides [12, 13] et les structures

de petite taille en résultant sont couramment appelées “filaments”. Puisqu’il concerne

principalement les distorsions spatiales, ce processus de “multifilamentation” peut être

appréhendé à partir de l’équation NLS adimensionnée (2.48), où les variations tempo-

relles sont éliminées. Pour élaborer ce modèle, nous supposons que la réponse plasma

contre-balance l’effet Kerr à une tranche temporelle t ≃ tc(z), où un unique pic de

largeur T domine dans le profil de l’impulsion. Comme la réponse MPI peut raccourcir

celui-ci à des durées atteignant 1/10 de sa valeur intitiale [cf. Fig. 2.5(d)], T est pris

égal à T = 0.1 (en unités tp). Ce choix a été antérieurement validé par des comparai-

sons directes entre simulations 2D et 3D et confirmé par des expériences impliquant

des faisceaux terawatt [81, 82]. Ainsi on décompose E sous la forme

E(x,y,z,t) = ψ(x,y,z) × e−[t−tc(z)]2/T 2

, (2.72)

où la distribution temporelle pour le plus haut pic d’intensité est supposée Gaussienne.

Pour des applications ultérieures (multifilamentation atmosphérique), nous incluons

désormais la version adimensionnée de la réponse Kerr retardée (2.17-2.19) dans les

équations (2.48) et (2.49). En reportant l’expression (2.72) dans l’ équation de pro-
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pagation, en multipliant celle-ci par e−[t−tc(z)]2/T 2

et en intégrant l’équation résultante

sur tous les temps, nous supprimons GVD par une simple transformation de phase, et

l’équation réduite gouvernant le profil spatial ψ s’exprime alors sous la forme:

i∂zψ + ∇2
⊥ψ + f(|ψ|2)ψ + iν|ψ|2K−2ψ = 0, (2.73)

f(|ψ|2) = α|ψ|2 − ǫ|ψ|4 − γ|ψ|2K , (2.74)

où nous avons intégré la densité de plasma:

ρ ≃ γ|ψ|2K{erf[
√

2K(t− tc(z))

T
] + 1}. (2.75)

Les coefficients α, ǫ, γ et ν sont définis par:

α = 1/
√

8 +D/4τ ′K , (2.76)

ǫ = n4Pcr/(4πn2

√
3w2

0), (2.77)

γ =
√
π/(8K)Ttpk

2
0σK(ρnt/ρc)(Pcr/4π)K × w

2(1−K)
0 , (2.78)

ν = (k0β
(K)/

√
K)(Pcr/4π)(K−1) × w

2(2−K)
0 , (2.79)

avec τ ′K = τK/tp. Le coefficient α prend en compte la réponse Kerr retardée à travers

l’intégrale:

D =

∫ ∞

−∞
e(T 2/8τ ′2K )−(u/τ ′K )−(2u2/T 2) × [erf(

√
2u

T
− T√

8τ ′K
) + 1]du. (2.80)

Il est important de constater que seuls α et γ dépendent de tp. Par exemple, pour la

durée tp = 250 fs, on a α = 0.446, ǫ = 7.3×10−7[cm2]/w2
0, γ = 8.4×10−40[cm2(K−1)]/w

2(K−1)
0

et ν = 1.2 × 10−35[cm2(K−2)]/w
2(K−2)
0 , où le rayon du faisceau w0 est exprimé en

cm. Afin de comprendre et étudier ce phénomène de multifilamentation, il est utile

de rappeler brièvement la théorie perturbative d’ondes planes développée dans les

Refs. [12, 13]. Pour cela, nous considérons une onde perturbée sous la forme ψ =

(ψ0 + δψ1e
−iµz+i~k. ~X + δψ∗

2e
iµ∗z−i~k. ~X)eiλz, où λ est un paramètre constant. Im(µ) est le

taux de croissance de la perturbation; ~k = (kx,ky) est le nombre d’onde de celle-ci, et

~X = (x,y) le vecteur position dans le plan de diffraction (x,y). En substituant cette

forme dans l’équation (2.73) où l’on suppose les pertes non-linéaires faibles (ν → 0),

et après linéarisation puis identification en δψ1 et δψ2, nous déduisons que µ vérifie

l’équation aux valeurs propres suivante:

L̂



 δψ1

δψ2



 = −µ



 δψ1

δψ2



 , (2.81)
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où

L̂ =



 −λ− k2 + g(ψ2
0) f ′(ψ2

0)ψ
2
0

−f ′(ψ2
0)ψ

2
0 λ+ k2 − g(ψ2

0)



 (2.82)

avec g(ψ2
0) = f(ψ2

0)+ψ
2
0f

′(ψ2
0) et k2 = k2

x+k
2
y. L’hypothèse d’onde plane appliquée à ψ0,

∇2
⊥ψ0 = 0, fournit alors la relation λ = f(ψ2

0), ce qui après subsitution dans l’équation

(2.82) et résolution du problème aux valeurs propres, fournit le taux de croissance de

l’instabilité:

Im(µ) = k[2f ′(|ψ0|2)|ψ0|2 − k2]
1

2 . (2.83)

Le nombre d’onde maximal de la perturbation kmax =
√
f ′(|ψ0|2)|ψ0|2 correspond au

taux de croissance maximal Im(µ)max = f ′(|ψ0|2)|ψ0|2 = k2
max. En supposant que les

filaments sont régulièrement disposés dans le plan de diffraction, la distance les séparant

est évaluée par λmod = 2π/kmax. Les estimations standard prévoient un nombre de

filaments proche de Pin/Pfil, où Pin est la puissance du faisceau et Pfil la puissance

contenue dans une cellule. En considérant que chaque filament possède une symétrie

radiale, Pfil est évaluée par Pfil = 2π
∫ λmod/2

0
r|ψ0|2dr ≃ 2.65Pcr/α pour un milieu Kerr

pur [83]. Ces arguments théoriques fournissent une estimation du nombre de filaments

N = Pin/Pfil ≃ pα/2.65 pour un faisceau de rapport en puissance p ≡ Pin/Pcr. Le taux

de croissance maximal Im(µ)max définit la distance longitudinale de filamentation, zfil

∼ Im(µ)−1
max proportionnelle à 1/p [13, 69], le long de laquelle les filaments crôıssent de

manière exponentielle.





Chapitre 3

Non-linéarités optiques d’ordre

élevé

Lors de la propagation d’un faisceau laser ultra-court, un équilibre dynamique entre

des effets focalisant et défocalisant se met en place, permettant ainsi la propagation

auto-guidée de l’impulsion, jusqu’à ce que celle-ci, perdant trop d’énergie à cause des

pertes par absorption multiphotonique (MPA), diffracte. L’effet Kerr causé par l’in-

dice non-linéaire du milieu focalise l’impulsion en espace, tandis que l’ionisation des

molécules ambiantes la défocalise. Dans l’air, cet équilibre dynamique permet la forma-

tion d’un canal auto-guidé qui résulte en une structure filamenteuse appelée “filament

femtoseconde” d’énergie ∼ 1 mJ, de diamètre ∼ 100 − 150 µm, et atteignant des pics

d’intensité de l’ordre de 1013 − 1014 W/cm2 (cf. Fig. 2.5). On admet couramment que

dans les gaz et dans l’air en particulier la génération de plasma est le processus ma-

jeur pemettant l’arrêt du collapse. Pourtant d’autres phénomènes de saturation ont

été proposés, participant à l’équilibre dynamique du filament. Dans ce chapitre, nous

examinons l’effet d’une non-linéarité optique d’ordre supérieur comme processus inter-

venant dans la saturation de l’auto-focalisation Kerr: la non-linéarité quintique χ(5).

Son étude remonte à quelques années pour des faisceaux continus. Elle est ici développée

pour des faisceaux pulsés.

Dans le développement du terme de polarisation (voir chapitre 2), le terme en

χ(3)|E|2E correspond à l’effet Kerr cubique, tandis que le terme d’ordre supérieur cor-

respondant à la non-linéarité quintique [Eq. (2.12)] est χ(5)|E|4E, où χ(5) provient du

tenseur de susceptibilité d’ordre 5. Afin d’évaluer sa valeur dans l’air, on utilise la re-
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lation suivante satisfaite par les composantes χ(j) (j ≥ 3) du tenseur de susceptibilité

[1, 2, 84]

χ(k+1)

χ(k)
· E

k+1

Ek
= | E

Eat
| ≪ 1, (3.1)

où |Eat| est l’amplitude du champ électrique atomique (Eat ≃ 3 × 108 V/cm) d’inten-

sité Iat > 1014 W/cm2. Typiquement l’évaluation χ(5)/χ(3) ∼ 10−12 est valable pour

les interactions non-résonnantes dans les gaz. Malgré le manque de connaissance sur le

signe de χ(5) [85], on attend de la susceptibilité quintique qu’elle sature la focalisation

Kerr [86]. Puisque la relation donnée par l’équation (3.1) suggère une décroissance ra-

pide de χ(j) avec j, nous tronquons la série de Taylor par rapport au champ électrique

au cinquième ordre. De même que le terme Kerr s’écrit +ik0n2/n0|E|2E lorsqu’il inter-

vient dans l’équation (2.47), celui en χ(5) apparâıt comme −ik0n4/n0|E|4E , où n4 =

5|χ(5)|/(4n3
0c

2ǫ20) > 0 pour une susceptibilité χ(5) défocalisante. Nous supposons son

caractère défocalisant, ce qui justifie le signe négatif de cette contribution. Afin de

savoir si la non-linéarité quintique doit ou non être prise en compte, il est intéressant

d’évaluer le seuil d’intensité, c’est à dire l’intensité pour laquelle les effets focalisant

et défocalisant se compensent exactement. Si ce seuil est modifié notablement lorsque

la susceptibilité quintique est prise en compte, cela implique que cette dernière joue

un rôle non négligeable dans la saturation de l’intensité et qu’elle participe ainsi à

l’auto-guidage du faisceau.

Le coefficient n4 n’ayant pas de valeur connue, on s’appuie sur les travaux de N.

Aközbek et al. [18, 19] qui utilisent la valeur n4 = 10−32 cm4/W2 pour l’Argon. Pour

des gaz rares avec un potentiel d’ionisation proche de celui de l’oxygène, n4 est dans

l’intervalle 10−33 − 10−32 cm4/W2. Sachant cela, nous testerons dans l’étude qui suit

trois valeurs de n4 différentes: n4 = 10−32 cm4/W2 (n4 fort), n4 = 2.5× 10−33 cm4/W2

(n4 faible), et enfin n4 = 0 (aucune non-linéarité optique saturante).

3.1 Un paramètre clé de l’auto-guidage: le seuil d’in-

tensité

Nous écrivons l’équation de propagation de l’onde en faisant apparâıtre un indice

optique effectif ∆n/n0 prenant en compte la compétition entre les effets Kerr instantané
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et Raman-retardé, la saturation quintique et la génération de plasma sous la forme:

∂E
∂z

=
i

2k0
∇2

⊥E − i
k′′

2
∂2
t E + ik0

∆n

n0
E − β(|E|2)

2
E − σ

2
ρE , (3.2)

∆n

n0

≡ n2R(t) − n4|E|4 −
ρ

2ρc
, (3.3)

R(t) ≡ (1 − θ)|E(t)|2 +
θ

τK

∫ t

−∞
e−(t−t′)/τK |E(t′)|2dt′, (3.4)

∂tρ = W (|E|2)ρnt +
σ

Ui
ρ|E|2, (3.5)

où nous négligeons la recombinaison électronique, faible dans les gaz [f(ρ) ≃ 0].

Nous considérons la longueur d’onde λ0 = 800 nm, une dispersion de la vitesse de

groupe avec un coefficient k′′ = 0.2 fs/cm2 et une densité de plasma critique ρc = 1.8×
1021 cm−3. La réponse Kerr du mileu est caractérisée par un coefficient n2 = 4× 10−19

cm2/W. Seule l’ionisation des molécules d’O2 est prise en compte avec un potentiel

d’ionisation Ui = 12.1 eV et une densité initiale d’espèces neutres ρnt = 5.4×1018 cm−3.

Les derniers termes de l’équation (3.2) sont reliés à l’absorption multiphotonique (MPA)

exprimée par le terme β(|E|2) ≡ ρntW (|E|2)Ui/|E|2 et à l’ionisation par avalanche avec

une section efficace pour le Bremsstrahlung inverse évaluée par σ = 5.44 × 10−20cm2.

Le seuil d’intensité est donné par les zéros de la relation ∆n/n0 = 0. Afin d’effectuer

les calculs, il faut exprimer la densité d’éléctrons libres ρ en fonction de l’intensité

pour une durée d’impulsion donnée tp. Nous allons donc utiliser l’équation décrivant

la génération de plasma (3.5). Nous modélisons l’impulsion par un profil temporel

Gaussien E =
√
Ie−t

2/t2p . En intégrant l’équation d’évolution du plasma (∂tρ ≃ ρ/tp),

que nous reportons dans l’indice optique effectif, la relation ∆n/n0 = 0 se réexprime

sous la forme:

AI − ρnttp
2ρcn2

×W (I) − BI2 = 0, (3.6)

où A est le coefficient de pondération de n2 dû au fait que la réponse Kerr est composée

d’une partie instantanée et d’une fraction θ retardée par diffusion Raman:

A = maxt [
e−2t2

2
+

1

2τ̄K

∫ t

−∞
e
− t−t′

τ̄K
−2t′2

dt′]. (3.7)

où τ̄K = τK/tp(fs). Pour tp = 42.5 fs, les calculs fournissent A = 0.66, B représente le

rapport entre saturation quintique et effet Kerr:

B = (
n4

n2

)e−4t2max , (3.8)
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où tmax désigne la valeur de t où la réponse Kerr est maximale.

W (I) représente le taux d’ionisation. Celui-ci est classiquement décrit par le modèle

PPT [45] (voir Annexe A). Pour les faibles intensités, ce taux couvre le domaine d’io-

nisation multiphotonique, W (I) = σKI
K , où K est le nombre de photons nécessaires

pour l’ionisation. Pour des intensités plus grandes I ≥ 5 × 1013 W/cm2, c’est l’ionisa-

tion par effet tunnel qui prévaut. Afin de faciliter le calcul, on utilise une interpolation

de W (I) qui est construite comme suit:

log10(W ) = a1[log10(I)]
b1 + c1, (3.9)

pour 1012 W/cm2 < I < 6 × 1013 W/cm2, a1, b1, et c1 désignant les constantes appro-

priées pour cet intervalle, et

log10(W ) = a2[log10(I)]
b2 + c2, (3.10)

pour 6×1013 W/cm2 < I < 1015 W/cm2, a2, b2, et c2 sont des constantes calculées par

interpolation sur ce dernier intervalle. La figure 3.1 compare le modèle PPT et notre

interpolation pour le taux d’ionisation.
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Figure 3.1 : Taux d’ionisation W (I) en fonction de l’intensité laser suivant le modèle

PPT (courbe en tirets) et l’interpolation correspondant aux équations (3.9) et (3.10)

(courbe pleine).

Cette interpolation est utilisée pour résoudre l’équation (3.6) et en extraire ses

racines. La figure 3.2 montre le seuil d’intensité pour les différentes valeurs de n4

testées, θ = 1/2, et aussi un cas avec θ = 0.2 et n4 faible, afin d’éclaircir l’importance

du rapport Kerr instantané/Kerr retardé dans le processus de saturation. Même une
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valeur faible de n4 contribue à faire baisser le seuil d’intensité. Plus cette valeur est

forte, plus le seuil est abaissé. Par ailleurs, on remarque que pour des faibles n4, le

seuil décrôıt en fonction de la durée de l’impulsion, alors qu’il augmente pour n4 fort.

Quelle que soit la valeur de la saturation quintique, elle participe à faire baisser le seuil

d’intensité, engendrant des pertes d’énergie moindres par MPA. Cette propriété favorise

la “survie” du filament sur de longues distances. Notons aussi le rôle important joué

par le rapport θ dans la reponse Kerr: une valeur plus faible de θ augmente le poids des

non-linéarités cubiques instantanées; le seuil d’intensité du filament s’en trouve alors

augmenté.
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Figure 3.2 : Seuils d’intensité, Ith, réalisant ∆n/n0 = 0 pour n4 = 0 (tirets), n4 =

2.5× 10−33 cm4/W2 (tirets-points) et n4 = 10−32 cm4/W2 pour θ = 0.5 (courbe pleine)

et θ = 0.2 (pointillés).

3.2 Méthode variationnelle à deux échelles

Pour approcher la dynamique de l’impulsion, nous considérons le modèle (2.47)

dérivé dans le chapitre 2, où les hypothèse simplificatrices suivantes sont appliquées.

La partie retardée de l’effet Kerr est moyennée de telle sorte que la reponse totale Kerr

peut être décrite par une contribution instantanée d’indice non-linéaire effectif n̄2 =

A× n2 [voir Eq. (3.7)]. Pour des impulsions femtosecondes, l’ionisation par avalanche

(∼ σ) est négligée et nous supposons une réponse plasma de type MPI. A partir de

l’adimensionnement fait en section 2.2, les équations de propagation s’expriment sous
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la forme:

i∂zE + ∇2
⊥E + |E|2E − δ∂2

t E − ρE + iν|E|2K−2E − χ5|E|4E = 0, (3.11a)

∂tρ = Γ|E|2K , (3.11b)

où n2 est remplacé par n̄2 et le cofficient χ5 est relié au coefficient physique n4 par la

relation χ5 = (n4/n̄2)Pcr/4πw
2
0.

En partant de cette équation, nous allons maintenant utiliser une méthode va-

riationnelle originellement développée par Anderson et ses collaborateurs pour les

systèmes NLS [87, 88, 89, 90, 91]. Notre méthode implique deux échelles décrivant

les longueurs transverse et temporelle, R(z) et T (z) du paquet d’ondes. Elle contient

aussi une fonction de perte en puissance J(z) pour la dissipation MPA. L’enveloppe de

l’onde est modélisée par la Gaussienne:

E =

√
J(z)

R(z)
√
T (z)

φ(ξ,η)eiRz(z)R(z)ξ2/4−iTz(z)T (z)η2/4δ, (3.12)

où φ = e−ξ
2/2−η2/2, ξ ≡

√
x2 + y2/R(z), η ≡ t/T (z), ∂zR ≡ Rz et ∂zT ≡ Tz. Les

fonctions R(z) et T (z) sont normalisées par rapport au rayon (mesuré au niveau 1/e2

de la fluence) du faisceau w0 et à sa durée tp respectivement. La procédure variationnelle

est construite à partir des étapes suivantes.

Tout d’abord, on définit les rayons carrés moyens transverse et temporel de l’im-

pulsion par:

< r2 >=

∫
r2|ψ2|d~rdt∫
|ψ2|d~rdt (3.13)

< t2 >=

∫
t2|ψ2|d~rdt∫
|ψ2|d~rdt . (3.14)

Pour dériver les équations satisfaites par < r2 > et < t2 >, nous multiplions l’équation

NLS (3.11a) par x2
jψ

∗ (j = x,y,t), et intégrons la partie imaginaire en espace et en

temps. Dans une seconde étape, nous multiplions la même équation par xj∂jψ
∗ (∂j =

∂x,∂y,∂t). Quelques manipulations algébriques nous permettent d’obtenir les relations

gouvernant l’évolution des rayons carrés moyens transverse et temporel du faisceau

∂2
z < r2 >=

4

P
[2

∫
|∇⊥ψ|2d~rdt−

∫
|ψ|4d~rdt−

∫
|ψ|2~r · ~∇⊥ρd~rdt] + · · · (3.15)

∂2
t < t2 >=

4δ

P
[2δ

∫
|∂tψ|2d~rdt+

1

2

∫
|ψ|4d~rdt+

∫
|ψ|2t∂tρd~rdt] + · · · (3.16)
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où les points représentent les termes dûs aux pertes et à la saturation χ(5) que nous

avons volontairement omis par souci de clarté. En reportant la forme du faisceau donnée

par l’équation (3.12) dans ces identités, nous obtenons le système dynamique suivant

pour les tailles transverse et temporelle R(z) et T (z):

1

4
R3∂2

zR = 1 − J
Pin/Pcr

2T
+

16

9
√

3

J2χ5

R2T 2
(Pin/Pcr)

2 + JK
Γ
√
πK

(K + 1)2

(2
√

2Pin/Pcr)
K

R2(K−1)TK−1

−ν(K − 1)

4K5/2
R4(

2
√

2JPin/Pcr

R2T
)K−1[

2ν√
K

(
2
√

2JPin/Pcr

R2T
)K−1

+(K − 1)
∂zT

T
+ 2(K − 3)

∂zR

R
], (3.17)

1

4
T 3∂2

zT = δ[δ + J
TPin/Pcr

2R2
− 16

9
√

3

J2χ5

R4
(Pin/Pcr)

2]

−ν(K − 1)

4K5/2
T 4(

2
√

2JPin/Pcr

R2T
)K−1[

2ν√
K

(
2
√

2JPin/Pcr

R2T
)K−1

+2(K − 1)
∂zR

R
+ 2(K − 5)

∂zT

T
], (3.18)

∂zJ = − 2ν

K3/2
JK(

2
√

2Pin/P cr

R2T
)K−1, (3.19)

Dans le membre de droite de l’équation (3.17), le premier terme correspond à la dif-

fraction, le second à la réponse Kerr, le troisième à la suceptibilité χ(5) et le quatrième

à la réponse MPI. Les dernières contributions représentent les pertes MPA.

Pour le profil initial Gaussien adimensionné

E =
√

8Pin/Pcre
−(x2+y2)−t2 , (3.20)

Nous identifions R(0) = T (0) = 1/
√

2, ∂zR(0) = ∂zT (0) = 0, et J(0) = 2
√

2Pin/Pcr.

Un rapide calcul fournit alors le maximum d’intensité sur l’axe (Imax) et la densité

d’électrons maximale (ρmax):

Imax(z) =
R(0)2T (0)J(z)

R(z)2T (z)J(0)
I0, (3.21)

ρmax(z) =
√
π/2KtpσKρatI

K
0 [
R(0)

R(z)
]2K [

T (0)

T (z)
]K−1J(z). (3.22)

La figure 3.3 présente, pour les trois valeurs de n4 précisées plus haut, la longueur

transverse R(z), la longueur temporelle T (z) ainsi que le coefficient de perte d’énergie

J(z) en fonction de la distance de propagation pour une impulsion de longueur d’onde

λ0 = 800 nm, de durée tp = 42 fs, et de puissance Pin = 10Pcr. On remarque que
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l’existence de la saturation quintique favorise l’auto-guidage de l’impulsion puisque

plus n4 est fort, et plus le rang de propagation est grand, avant que n’intervienne

la diffraction finale du faisceau (où R et T divergent). En parallèle, les pertes en

energie dûes au MPA sont d’autant plus faibles (J décrôıt plus lentement). La figure
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Figure 3.3 : (a) Rayon transverse R(z), (b) rayon temporel T (z) et (c) facteur

d’intensité J(z) en fonction de la distance de propagation pour trois valeurs de n4

différentes: n4 = 0 (pointillés), n4 = 2.5 × 10−33cm4/W2 (tirets-points) et n4 =

1 × 10−32cm4/W2 (courbe pleine).

3.4 présente le maximum d’intensité ainsi que le maximum de densité électronique

calculés sur l’axe en fonction de la distance de propagation pour les trois valeurs de

n4 étudiées. Plus la valeur de n4 est grande, et plus le seuil d’intensité s’en trouve

diminué, donc moins la génération de plasma est importante. Il est à noter aussi que

pour n4 = 1 × 10−32 cm4/W2, la densité de plasma atteint des valeurs suffisamment

faibles (ρmax ≤ 1015 W/cm2) pour que l’impulsion se comporte en fait comme un soliton

optique dans un milieu Kerr saturé. Ce comportement est caractérisé par la périodicité

des oscillations des maximums d’intensité et de densité d’éléctrons, ainsi que du rayon

transverse R(z) dans la figure 3.3.
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Figure 3.4 : (a) Intensités et (b) densités maximales en fonction de la distance de

propagation pour n4 = 0 (pointillés), n4 = 2.5 × 10−33cm4/W2 (tirets-points) et n4 =

1 × 10−32cm4/W2 (courbe pleine).

3.3 Résultats numériques 2D et 3D

Même si elle permet une approche du problème, la méthode variationelle ne four-

nit pas de résultats exacts puisque l’onde est modélisée par une enveloppe Gaus-

sienne en temps et en espace, qui est supposée inchangée au cours de la propagation.

Cette hypothèse n’est pas valide dès que des distorsions temporelles affectent le profil

temporel du faisceau. Afin d’affiner ces comportements, il est nécessaire de simuler

numériquement la propagation de l’onde laser, en symétrie radiale (r,t,z) tout d’abord,

puis en géométrie 3D (x,y,z,t) ensuite.

Pour les simulations à symétrie radiale, nous avons utilisé le code de propagation

(2+1) radial du CEA de Bruyères-le-Châtel. Des schémas numériques pour l’ensemble

des codes de propagation sont détaillés en annexe (Annexe B). L’impulsion initiale

est la même que celle utilisée dans la methode variationnelle à deux échelles. Pour

un rayon de w0 = 0.5 mm et une durée de l’impulsion tp = 42 fs, nous avons utilisé

une bôıte de simulation de taille 6tp en temps (8192 points) et 5w0 en espace (2048

points), ce qui conduit à une résolution de 3 × 10−2 fs en temps et 1.2 µm en espace.
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La figure 3.5 présente le maximum d’intensité, le rayon moyen, le maximum de densité

électronique, ainsi que l’énergie de l’onde en fonction de la distance de propagation pour

les trois valeurs standard de n4. Ces résultats confirment ceux indiqués par la méthode

variationnelle à deux échelles: la saturation quintique χ(5) abaisse le seuil d’intensité

[Fig 3.5(a)] augmentant ainsi le rang d’auto-guidage [Fig. 3.5(b)] dicté par les pertes

MPA. Ce rang approché par l’intervalle longitudinal 1
∆z

∼ β(I)
2

∼ IK−1
max augmente

avec des intensités de saturation moindres [Fig. 3.5(d)], ce qui justifie la robustesse

du filament pour n4 6= 0 [Fig. 3.5(d)]. En retour, la densité d’électrons est diminuée,

même si elle conserve un niveau maximal relativement élevé ρmax ≃ 1015 − 1016cm−3

[Fig. 3.5(c)].

0 1 2 3 4
0

20

40

60

80

100

z [m]

m
a

x t I
 [

T
W

/c
m

2 ]

0 1 2 3 4
−0.5

0

0.5

z [m]

r 
[m

m
]

0 1 2 3 4
10

12

10
15

10
18

z [m]

m
a

x t ρ
 [

cm
−

3 ]

0 1 2 3 4
0.2

0.4

0.6

0.8

z [m]

E
N

E
R

G
IE

 [
m

J]

(a) (b) 

(c) (d) 

Figure 3.5 : (a) Maximum d’intensité, (b) rayon moyen de la distribution de fluence

F =
∫ ∞
∞ |E|2dt, (c) maximum de densité électronique, et (d) pertes en énergie pour une

impulsion de 42 fs, un rayon de 0.5 mm pour n4 = 0 (tirets), n4 faible (tirets-points)

et n4 fort (courbe pleine).

La saturation quintique a aussi un effet local sur les coupes en temps et sur le

spectre en puissance. La figure 3.6(a) détaille le profil temporel de l’impulsion à une

distance z = 0.9 m pour les mêmes valeurs de n4. En l’absence de saturation quin-

tique, le scenario classique de propagation auto-guidée est observé dans la distribution

temporelle: lors de la défocalisation plasma, un pic domine à l’avant de l’impulsion
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Figure 3.6 : (a) Profil temporel et (b) spectre en puissance à z = 0.9 m pour l’impul-

sion utilisée dans la figure 3.5 utilisant la même convention pour le style de trait.

(t < 0) avant que la génération de plasma ne soit stoppée, et que l’arrière de l’impul-

sion (t > 0) ne se refocalise à son tour. En présence de saturation quintique, le profil

tend à se symétriser autour de t = 0 et son maximum d’intensité diminue fortement

prouvant ainsi que la génération de plasma n’est plus l’effet de saturation dominant.

De même le spectre en longueurs d’ondes [Fig. 3.6(b)], dont l’étendue est gouvernée

par l’auto-modulation de phase et donc le rapport de l’intensité maximale sur la durée

de l’impulsion [30], se rétrécit sous l’effet de la saturation quintique et se symétrise

autour de la longueur d’onde principale λ0 = 800 nm.

Afin de terminer cette étude consacrée à la susceptibilité χ(5) dans la propagation

d’une impulsion ultra-courte, nous envisageons maintenant la simulation 3D d’une im-

pulsion de taille réaliste, afin de pouvoir étudier les conséquences de la saturation quin-

tique sur une figure de filamentation proches de situations expérimentales. L’impulsion

initiale, correspondant à un faisceau utilisé experimentalement est donnée par

E(z = 0) =
√
I0exp(−[(x2 + y2)/w2

0]
3/2 − t2/t2p)[1 + 0.1 × bruit] (3.23)

L’intensité maximale d’entrée est I0 ≃ 0.7 TW/cm2, le rayon du faisceau est w0 =

3 mm, la durée de l’impulsion est tp = 42 fs, et sa puissance initiale Pin = 28Pcr,

où Pcr = 2.54 GW. Afin de pouvoir observer la filamentation, qui est induite par les

inhomogénéités du faisceau initial, nous avons introduit un bruit blanc noté “bruit”

(un nombre aléatoire entre 0 et 1 pour chaque point du maillage et calculé sur le

champ initial) qui peut modifier l’amplitude du champ au maximum de 10%. Nous

avons utilisé une bôıte de simulation de taille 6tp en temps (1024 points) et 6w0 en x

et en y (10242), ce qui conduit à une résolution de 0.2 fs en temps et 17 µm en espace.
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Remarquons que, si dans le code radial la résolution était largement suffisante, elle est

ici calculée au plus juste de manière a obtenir des quantités de données raisonnables (à

chaque pas en z, le tableau du champ discrétisé dans la bôıte numérique reste de taille

comparable au Go). Elle est aussi suffisamment fine en espace pour décrire le filament

et son canal plasma (diamètres respectifs de 150 et 50 µm environ), et suffisament fine

en temps pour décrire le raccourcissement de l’impulsion jusqu’au cycle optique. Le

filament étant de diamètre ∼ 100 µm, et les pics en temps de largeur ∼ 1 fs, on voit

que la résolution utilisée est convenable. Par ailleurs, le calcul étant distribué sur 128

processeurs, la taille du tableau stocké a chaque pas en temps par un processeur est

de l’ordre de ∼ 1024/128 × 1024 × 1024 ∼ 1 Go, ce qui est à la limite des capacités

mémoire de la machine. La simulation de la propagation de l’impulsion sur 10 m a

nécéssité ∼ 150 heures de calcul qui ont été réalisés sur la machine TERA du CEA de

Bruyères-le-Châtel. Des précisions sur la méthode numérique mise en oeuvre pour ces

simulations sont présentées en Annexe B.

La figure 3.7 compare les fluences calculées pour une impulsion de 42 fs et 3 mm

de rayon à différentes distances de propagation à partir de simulations numériques

3D [Fig. 3.7 (a-f)] à des données expérimentales collectées pour les mêmes paramètres

de faisceau (cf. Ref. [92], [Insert de la figure 3.7]). Pour ces simulations numériques,

deux valeurs de n4 ont été prises en compte: n4 = 0 [Fig 3.7(a)-3.7(c)] et n4 = 10−32

cm4/W2 [Fig 3.7(d)-(f)]. Expérimentalement, à z = 4.5 m, deux “spots” résultant

de l’instabilité modulationnelle du faisceau s’auto-focalisent, et restent robustes sur

quelques mètres. Ils fusionnent à z = 8.5 m en un seul filament qui garde sa forme

sur plusieurs mètres [92]. Les simulations restituent les comportements suivants: pour

n4 = 0 à z = 3.7 m, on observe de nouveau les deux “spots” résultant de l’instabilité

modulationnelle, mais ceux-ci se cassent rapidement en six ou sept cellules. Les deux

sous-faisceaux primaires ne sont plus robustes comme dans l’expérience. Une simple

estimation permet de prévoir le nombre de filaments N ∼ Pin/Pfil, où Pfil ≃ π2Pcr/4A

[14], ce qui donne N ∼ 7. Ces filaments fusionnent en un seul lobe central à z = 6.5

m. Pour la valeur n4 = 10−32 cm4/W2, on observe toujours les deux premiers filaments

résultant de l’instabilité modulationnelle. Cependant, ceux-ci ne se décomposent pas en

filaments secondaires et fusionnent en un seul à z = 6.5 m. Le scénario de filamentation

obtenu, et en particulier le nombre de filaments observés lors de la prise en compte d’une
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Figure 3.7 : Distribution de fluence pour une impulsion de 42 fs et 3 mm de rayon,

à différentes distances de propagation pour (a),(b),(c) n4 = 0 et (d),(e),(f) n4 = 10−32

cm4/W2. Dans l’insert (dernière ligne), des fluences expérimentales sont relevées à des

distances comparables pour une impulsion ayant des paramètres de faisceau identiques.

La flèche indique un longueur de 2 mm [92].
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Figure 3.8 : Densité maximale d’électrons avec (a) et (b) sans effet χ(5) fort.

saturation quintique, est donc plus proche de l’expérience que lorsque cette saturation

est omise. La saturation quintique conduit à une puissance par filament plus importante

avec Pfil ≃ π2Pcr/4A × (1 − 2n4I
optic
max /An2) conduisant à N ∼ 2 − 3 avec Iopticmax ≃ 10

TW/cm2. Le nombre de filaments est diminué, devenant ainsi plus proche du nombre

relevé expérimentalement. La différence dans la distance de fusion finale (z = 8.5 m

expérimentalement, et z = 6.5 m dans les simulations 3D) est attribuée aux incertitudes

sur le diamètre du faisceau mesuré ainsi que sur sa structure temporelle et spatiale

transverse. Il est important de rappeler l’absence de production de plasma mentionnée

expérimentalement en ref. [92] avant l’évènement de fusion des cellules multiples. La

figure 3.8 confirme cette propriété lorsqu’on prend en compte la susceptibilité χ(5) dans

l’air.

En fait, l’influence de la saturation χ(5) dépend du modèle d’ionisation considéré:

si l’intensité laser sature au-delà de 1014 W/cm2 par la génération de plasma seul, alors

mêmes des faibles valeurs de n4 peuvent adoucir le pic d’intensité et maintenir le fais-

ceau confiné sur de grandes distances. Dans le cas contraire, la saturation quintique

a un rôle plus limité. La figure 3.9 montre les intensités pics, le rayon du faisceau, le

maximum de densité électronique et les pertes en énergie pour une impulsion Gaus-

sienne de durée 70 fs et de rayon 0.5 mm se propageant en géomètrie parallèle dans l’air

[53]. La croissance de l’impulsion est limitée par différentes sources d’ionisation. L’une



3.3 Résultats numériques 2D et 3D 49

0 0.5 1 1.5 2 2.5 3
0

50

100

z [m]
m

a
x t 

I[
T

W
/c

m
2
] (a) 

0 0.5 1 1.5 2 2.5 3
−0.4

−0.2

0

0.2

0.4

z [m]

r 
[m

m
]

(b) 

0 0.5 1 1.5 2 2.5 3
10

12

10
13

10
14

10
15

10
16

10
17

z [m]

m
a

x t 
ρ
 [

c
m

−
3
]

(c) 

0 0.5 1 1.5 2 2.5 3
400

500

600

700

800

z [m]
E

N
E

R
G

Y
 [
µ

 J
]

(d) 

Figure 3.9 : (a) Intensités pics, (b) rayons de l’impulsion, (c) densités électroniques,

et (d) pertes énergétiques pour des impulsions Gaussiennes de rayon w0 = 0.5 mm, de

durée tp = 70 fs en présence des différents modèles d’ionisation: PPT (courbe pleine),

ADK moléculaire (tirets), ADK moléculaire + susceptibilité χ(5) (pointillés) et approxi-

mation MPI de la figure 2.1 (tirets-points) [53].

d’elles implique un taux d’ionisation du type ADK moléculaire sans (tirets) et avec

(pointillés) une saturation quintique (n4 = 2.5 × 10−33 W/cm2). L’intensité pic me-

surée, 5 × 1013 W/cm2, est la même que celle trouvée dans la configuration précédente.

La suceptibilité χ(5) abaisse l’intensité pic et la densité, ce qui augmente sa longueur

d’auto-guidage.

À travers cette étude théorique confrontée à des données expérimentales, nous

avons mis en évidence l’importance d’un terme de saturation quintique qui devrait être

pris en compte dans l’équation de propagation d’une impulsion laser ultra-courte se

propageant dans l’air. Même si la valeur précise du χ(5) pour les molécules dioxygène

est inconnue, son influence peut être pertinente. La saturation quintique n’empêche

pas la génération de plasma, même si celui-ci atteint des niveaux de densité moindres.

Elle abaisse le maximum d’intensité lumineuse à partir de laquelle l’auto-guidage se

développe. Elle génère des pertes en énergie plus faibles et stabilise le filament femto-



50 Non-linéarités optiques d’ordre élevé

seconde en accroissant notablement son domaine d’auto-guidage.



Chapitre 4

Propagation atmosphérique

d’impulsions optiques

femtosecondes avec gradients forts

et vortex optiques

La propagation d’une impulsion ultra-courte et de forte puissance dans un mi-

lieu transparent s’accompagne nécessairement de la filamentation de celle-ci, voire

même de multifilamentation, si sa puissance initiale est suffisamment élevée, c’est-à-dire

supérieure à Pcr. Cette dynamique altère les profils temporels et spatiaux de l’enveloppe

de l’onde de manière peu déterministe, et rend donc difficile une propagation contrôlée.

Le contrôle de cette filamentation apparâıt donc comme un enjeu important dans la

mâıtrise de la propagation laser. L’idée que nous allons développer dans ce chapitre est

de donner une certaine forme initiale à l’impulsion, afin de prévoir la distance d’appa-

rition des filaments, ainsi que leur disposition dans le plan de diffraction transverse.

Dans une première étape, à partir des équations 2D adimensionnées (2.73) et (2.74),

et de la théorie élémentaire de la multifilamentation exposées dans le chapitre 2, nous

tenterons de prévoir la figure de filamentation lors de la propagation d’une impulsion.

La même étude incluant des variations temporelles en géométrie (3+1) sera développée

plus tard.

Pour commencer, nous envisagerons des impulsions présentant une direction pri-

vilégiée, c’est-à-dire comportant des gradients forts, ou se localisant sur les anneaux de
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diffraction d’une impulsion de type Super-Gaussienne. L’analyse perturbative exposée

dans la section 2.7 fournira des estimations théoriques sur le nombre de filaments ob-

tenus et sur leur distance d’apparition. Dans une deuxième partie, nous étudierons la

propagation d’impulsions de type vortex comportant un moment angulaire orbital. A

l’aide d’une méthode variationnelle, nous déterminerons les paramètres clés de ce type

d’impulsions. Une analyse de stabilité linéaire sera menée afin de prévoir le nombre de

filaments ainsi que leur distance d’apparition. Ces évaluations seront confirmées par

des résultats de simulation numériques 2D. Extrapolés en présence de dispersion tem-

porelle, ces distributions de paquets d’ondes conserveront leur remarquable propriété

de stabilité en géométrie 3D.

4.1 Impulsions comportant des gradients forts

Dans cette partie, nous cherchons à comprendre le phénomène de multifilamenta-

tion sur des figures de diffraction simples pour des faisceaux ayant des directions pri-

vilegiées. Nous chercherons ensuite à contrôler cette multifilamentation sur de grandes

distances à l’aide d’objets du type vortex optiques.

4.1.1 Résultats numériques 2D et 3D pour les gradients forts

Nous présentons ici des résultats issus de la simulation d’impulsions à gradients

forts. Pour les simulations 2D, nous résolvons les équations issues du modèle 3D adi-

mensionné moyenné en temps [Eqs. (2.73) et (2.74)] et réexprimons les résultats en

unités physiques. Pour les calculs numériques 3D, nous intégrons l’équation de propa-

gation de réference (2.47).

Dans une première série de simulations, l’impulsion considérée est formée d’un

prisme triangulaire posé sur sa face rectangulaire et tourné de π/4 rad. dans le plan

(x,y) (cf figure 4.1). En géomètrie 3D (x,y,t), la forme est la même en espace mais elle

est multipliée par une Gaussienne en temps e−t
2/t2p . Dans les deux cas, les paramètres

spatiaux sont les mêmes et un bruit aléatoire de 10% est introduit. La puissance initiale

moyenne est de ∼ 60Pcr pour une impulsion ayant un rayon initial de 3 mm et une

durée tp = 42.5 fs. Pour ces paramètres, le coefficient α de l’équation (2.74) prend la

valeur 0.37. En 2D, un maillage de 2048 points en x et y est requis, avec une bôıte
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Figure 4.1 : Profil spatial en intensité de l’impulsion type gradient utilisé pour les

simulations 2D et 3D.

de simulation de 16w0 en x et y, ce qui conduit à une résolution de 23 microns. Le

calcul a été réparti sur 32 processeurs et effectué sur les machines du CCRT au CEA de

Bruyères-le-Châtel. Le temps de calcul pour “parcourir” 4.2 m a été de ∼ 20 heures.

En 3D, le maillage utilisé est de 1024 points en t et 512 en x et y, avec une bôıte

de simulation de 4w0 en x et y et 6tp en t, ce qui conduit à une résolution de 23

microns en espace et 0.2 fs en temps. Les résolutions temporelle et spatiale sont donc

compatibles avec la physique des filaments femtosecondes (temporellement, on peut

estimer des raccourcissements de l’ordre de tp/10 ≃ 4 fs et le diamètre d’un filament

est de ∼ 100 − 150 µm). Le calcul a été réparti sur 128 processeurs et effectué sur la

machine TERA au CEA de Bruyères-le-Châtel. Le temps de calcul pour “parcourir” 3

m a été de ∼ 50 heures. Des précisions sur les méthodes numériques mises en oeuvre

en géométrie 2D et 3D, ainsi que sur le schéma de parallélisation, sont présentées en

Annexe B.

Pour ce type d’impulsion illustrée en figure 4.1, l’instabilité se produit à la distance

zfil ∼ 40 − 60 cm le long de la direction du gradient, à partir de laquelle les filaments

crôıssent et se répartissent de manière aléatoire [Fig. 4.2(a)]. Ces comportements sont

quasiment les mêmes en 2D et 3D [Fig. 4.2(b)]. La principale différence est que les

filaments dans le cas de la simulation 3D se forment plus tôt et leur nombre est un

peu plus élevé, ce que l’on attribue aux distorsions temporelles induites par le plasma,

qui produit davantage de pics dans les profils d’intensité. Le nombre de filaments N ∼
pα/2.65 ≃ 9 reste cependant en bon accord qualitatif avec les estimations du chapitre

2.
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Figure 4.2 : Fluence de faisceaux comportant un fort gradient ayant une puissance

intiale ∼ 60Pcr, tp = 42.5 fs et un rayon w0 = 3 mm pour différentes distances de

propagation z: (a) simulations (2 + 1) et (b) simulations (3 + 1).

4.1.2 Résultats numériques pour les Super-Gaussiennes

On peut maintenant se demander si le fait que la filamentation se produise le long

d’une ligne de gradient perdure dans le cas d’une impulsion qui comporterait plusieurs

directions de gradient différentes. C’est ce point que nous allons éclaircir en étudiant

la propagation de Super-Gaussiennes respectivement données en 2D et en 3D par:

E(x,y,z = 0) =
√
I0e

−(10 x4

w0
4 +25.6 y8

w0
8 )

(4.1)

et

E(x,y,z = 0,t) =
√
I0e

−(10 x4

w0
4 +25.6 y8

w0
8 + t2

t2p
)
, (4.2)

que nous perturbons encore par un bruit aléatoire de 10%. Tout d’abord, nous

considérons la propagation d’une Super-Gaussienne étendue dans la direction y [ Eq.

(4.1)]. Les paramètres physiques sont tp = 42.5 fs, w0 = 3 mm et Pin ∼ 60Pcr. Moyenné

en temps selon l’équation (2.73), le faisceau se casse en plusieurs filaments à la distance

zfil ∼ 0.85−1.2 m. Ces filaments apparaissent régulièrement espacés le long des lignes de

gradient, comme prévu [Fig. 4.3(a)]. Le nombre de cellules ≃ 10 est en bon accord avec

celui prévu par la théorie (N ≃ 9). Afin d’examiner l’influence de tp sur le modèle 2D,

nous avons reconduit cette simulation pour un impulsion aux mêmes caractéristiques,

sauf la durée de l’impulsion qui est maintenant élargie à tp = 250 fs [Fig. 4.3(b)]. La

filamentation se produit un peu plus tôt, alors que le nombre de filaments est augmenté

par un facteur 1.2. Ces modifications proviennent du fait que le nombre de filaments est
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proportionnel au coefficient Kerr moyenné α, lequel augmente avec tp [Eq. (2.76)]. Ce

nombre est ici augmenté par le rapport α(tp = 250 fs)/α(tp = 42.5 fs) ∼ 1.2. Prenant en

compte maintenant les variations temporelles décrites par l’équation (2.47), Fig. 4.4(a)

et Fig. 4.4(b) présentent les fluences 3D pour la même forme initiale multipliée par une

Gaussienne en temps avec deux tp différents [Eq. (4.2)]. Après une courte propagation,

le faisceau se casse encore une fois en plusieurs filaments localisés sur les bords. Pour tp

grand, la filamentation apparâıt plus tôt (zfil ∼ 0.65−1 m) et engendre plus de cellules

dans un rapport 1.2, pour les raisons expliquées précédemment. Le nombre final de

cellules continue encore à augmenter (∼ 15) à cause des fortes variations temporelles

induites par la réponse plasma, qui promeut l’apparition de multiples pics dans la

distribution temporelle de l’impulsion.

−3 0 3
−3

0

3
z = 1.4 m

x [mm]

y 
[m

m
]

(a) z = 1.4 m

x [mm]

z = 2 m

−3 0 3

−3

0

3

z = 2 m

x [mm]

z = 1.4 m

y 
[m

m
]

(b)

−3 0   3

−3

0   

3

x [mm]

z = 2 m

−3 0   3

−3

0   

3

z = 1.4 m z = 2 m

Figure 4.3 : Fluence (F =
∫ ∞
−∞ |E|2dt) de faisceaux 2D comportant une puissance

initiale ∼ 60Pcr et un rayon initial w0 = 3 mm pour deux durées d’impulsion: (a)

tp = 42.5 fs et (b) tp = 250 fs.

Concernant les détails numériques pour ces dernières simulations, la résolution a

été globalement inchangée en 2D et en 3D comparée aux simulations précédentes pour

une impulsion de type gradient. Les temps de calcul respectifs sont restés dans les

mêmes ordres de grandeur.

Les résultats précedents peuvent être comparés aux evaluations classiques des dis-

tances de filamentation. D’après le chapitre 2, la distance le long de laquelle les filaments

crôıssent est zfil ∼ [2πI0α/(k0Pcr)]
−1, où I0 dénote l’intensité initiale. Pour un faisceau

donné, cette quantité peut être facilement reliée au rapport de sa puissance intiale sur

la puissance critique, et à sa longueur de Rayleigh. Par exemple, un faisceau Gaus-
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Figure 4.4 : Fluence de faisceaux 3D comportant une puissance initiale ∼ 60Pcr et

un rayon initial w0 = 3 mm pour les durées d’impulsion (a) tp = 42.5 fs et (b) tp = 250

fs.

sien possédant une intensité initiale égale à 2Pin/πw
2
0 produira des filaments sur des

distances en z voisines de z0Pcr/2Pin. La dépendance zfil ∼ Pcr/Pin a été recemment

confirmée dans la référence [69] pour des faisceaux Gaussiens transportant suffisam-

ment de puissance (> 40Pcr). La procédure suivie nous permet de généraliser cette

propriété à tout type de forme optique, puisque toute l’information qui conditionne

l’instabilité modulationnelle dépend du niveau de l’intensité initiale seulement. En ap-

pliquant ces estimations numériques, l’intensité moyenne dans la figure (4.2) est de 10

TW/cm2, conduisant à un zfil égal à 9 cm dans ce cas. Pour les figures (4.3) et (4.4),

on a I0 ≃ 10 TW/cm2 et zfil ≃ 70 cm. Ces valeurs supportent la comparaison avec les

distances numériques relevées à partir des Super-Gaussiennes (zfil > 65 cm). Elles sont

cependant moins pertinentes pour les gradients forts (zfil > 20 cm), dont la distribution

s’éloigne beaucoup plus de celle d’une onde plane.

4.2 Vortex optiques femtosecondes

Avec les impulsions à gradients forts et les Super-Gaussiennes, nous avons mis

en évidence la possibilité de prévoir globalement certaines figures de filamentation,

ainsi que la distance d’apparition des filaments. Malgré des intensités initiales, des

formes ou des durées d’impulsion différentes, le faisceau obéit aux lois classiques de

l’instabilité modulationelle. Pour des puissances relativement élevées (∼ 60 Pcr) et
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Figure 4.5 : (a) Amplitude d’un vortex optique et (b) sa distribution radiale (les

valeurs de la charge m sont indiquées près des courbes). (c) Front d’onde hélicöıdal.

des extensions spatiales petites (quelques mm), il filamente toujours après une courte

distance de propagation (∼ 5 m), ce qui est incompatible avec le transport d’énergie

sur des grandes distances. Afin d’accrôıtre cette distance, nous nous intéressons donc

maintenant à des formes plus complexes: les vortex optiques femtosecondes.

Découverts par Kruglov et al. [21, 22] à la fin des année 80, les vortex optiques

sont caractérisés par une phase ∼ eimθ contenant une charge topologique m (θ est la

variable angulaire azimuthale en coordonnées polaires), par une amplitude formant un

trou au centre, par un moment orbital constant [Fig. 4.5(a)-(b)], et par un front d’onde

hélicöıdal [Fig. 4.5(c)]. Ils apparaissent comme des solutions singulières aux équations

non-linéaires d’enveloppe, conservant leur forme sur plusieurs longueurs de Rayleigh

avant que l’instabilité modulationnelle azimuthale ne les casse spatialement. L’exis-

tence et la stabilité de ces états particuliers sont étudiés depuis des années. Pour des

milieux 2D à non-linéarités purement auto-focalisante (cubique) ou saturante (cubique-

quintique), Michinel et al. [93] ont montré la possibilité pour des faisceaux en rotation

ayant une puissance suffisante de préserver leur profil radial lorsque |m| = 1 (voir aussi

[94, 95, 96, 97, 98, 99, 100, 101, 102]). Pour des valeurs plus grandes de m, les vortex se

propagent sur de grandes distances avant de devenir instable et de se casser en petites

cellules. Ces cellules forment des filaments qui suivent le mouvement curviligne initial,

ce qui empêche leur fusion. L’existence et la stabilité des vortex spatio-temporels avec

|m| = 1 a aussi été démontrée pour des milieux 3D à non-linéarité cubique-quintique et

à dispersion anormale [103] (voir aussi [104] pour les clusters de solitons). Des simula-

tions numériques pour des grandes valeurs de la charge topologique m ont montré une

propagation remarquable sur plusieurs longueurs de Rayleigh, avant que les vortex 3D

ne se cassent en plusieurs solitons. Les structures résultantes ne peuvent pas fusionner à
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cause de la conservation de leur moment angulaire orbital, mais elles peuvent s’éloigner

l’une de l’autre en tournant tangentiellement à l’anneau du vortex initial au cours de la

propagation. Des expérimentations pionnières dans des milieux cw ont définitivement

confirmé cette dynamique pour la charge m = 2 [105, 106]. Plus récemment, Maryienko

et al. [107] ont réussi à créer des nouveaux types de vortex ultra-courts à charge topo-

logique m = 1 à partir de sources laser femtosecondes.

Notre objectif a été de définir analytiquement les paramètres caractéristiques de

ces vortex dans le contexte présent et de prévoir la distance d’apparition des instabi-

lités modulationnelles ainsi que le nombre de filaments formés. Nous avons réalisé des

simulations en géométrie (2+1) et (3+1) afin de vérifier ces prédictions analytiques.

4.2.1 Construction de vortex par une méthode variationnelle

statique

Les vortex optiques étant de forts attracteurs vers lesquels des impulsions optiques

sont supposées converger, nous n’avons pas opté pour leur identification numérique via

des méthodes de relaxation standard, comme cela a été souvent fait jusqu’à présent

[93, 94, 95, 96, 97, 98, 99, 100]. Notre démarche a été de développer une méthode semi-

analytique les caractérisant avant d’en tester la robustesse par des simulations 2D et 3D.

La procédure est élaborée en trois temps: (i) Nous construisons des vortex solutions des

équations simplifiées 2D, comme des minimiseurs pour les invariants de ces équations

à partir d’une fonction d’essai Gaussienne. (ii) Nous évaluons les taux de croissance

de l’instabilité modulationelle de ces objets par une théorie perturbative de type onde

plane sur un anneau, que nous validons par des simulations numériques 2D. (iii) Nous

étendons ces vortex 2D à leur contrepartie 3D incluant la dispersion temporelle. D’un

point de vue mathématique, un vortex optique est un état stationnaire de l’équation

de Schrödinger non-linéaire indexé par un nombre de phase m, et par le paramètre du

soliton (fréquence) λ. Ici, les solutions du modèle réduit 2D [Eq. (2.73)] sont cherchées

sous la forme [22, 108]:

ψm,λ = Am,λr
|m| exp (−r2/(2a2

m,λ) + imθ + iλz), (4.3)

où θ est l’angle azimuthal. En négligeant la contribution MPA [dans l’air et pour des

faisceaux millimétriques, ν reste proche de 0 comme on peut le vérifier à partir de
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l’expression (2.79)], l’Hamiltonien

Hm,λ = 2π

∫ +∞

0

{|∂rψm,λ|2 +m2|ψm,λ|2/r2 −
∫ |ψm,λ|2

0

f(u)du}rdr (4.4)

et l’intégrale de puissance:

Pm,λ = 2π

∫ +∞

0

|ψm,λ|2rdr (4.5)

sont des invariants des équations (2.73) et (2.74). Ainsi l’amplitude et le diamètre du

vortex Am,λ et am,λ sont determinés en resolvant le problème variationnel

δ(Hm,λ + λPm,λ) = 0. (4.6)

En différentiant l’intégrale d’action Sm,λ = Hm,λ + λPm,λ par rapport à Am,λ et am,λ

nous sommes conduits à résoudre les équations ∂Sm,λ/∂Am,λ = ∂Sm,λ/∂am,λ = 0, qui

s’écrivent alors:

a−2
m,λ − αmA

2
m,λa

2|m|
m,λ + ǫmA

4
m,λa

4|m|
m,λ + γmA

2K
m,λa

2|m|K
m,λ +

λ

|m| + 1
= 0, (4.7)

a−2
m,λ −(2|m| + 1)αm

2|m| A2
m,λa

2|m|
m,λ +

(3|m| + 1)ǫm
3|m| A4

m,λa
4|m|
m,λ

+
(|m|(K + 1) + 1)γm

|m|(K + 1)
A2K
m,λa

2|m|K
m,λ +

λ

|m| = 0, (4.8)

où

αm = α(2|m|)!/[22|m|+1(|m| + 1)!],

ǫm = ǫ(3|m|)!/[33|m|+1(|m| + 1)!],

γm = γ(|m|(K + 1))!/[(K + 1)|m|(K+1)+1(|m| + 1)!].

La résolution des équations ci-dessus fournit une estimation raisonnable des paramètres

d’amplitude et de rayon de vortex non-linéaires, classiquement obtenus par méthode

numérique de relaxation.

4.2.2 Quelques estimations analytiques dans le cas cubique-

quintique

Avant de poursuivre cette étude, notons les impératifs à respecter pour choisir la

durée de l’impulsion tp. Même si nous nous concentrons ici sur la dynamique spatiale,
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le paramètre de durée intervient préalablement dans les coefficients α et γ ci-dessus.

Afin de maintenir la puissance d’un vortex 3D quasiment constante, il est nécessaire de

préserver la distribution en temps de l’impulsion sur des distances aussi grandes que

possible. Nous choisissons donc des durées d’impulsion relativement larges, par exemple

tp = 250 fs, conduisant à une longueur de dispersion ∼ t2p/k
′′ (distance de propagation

au bout de laquelle l’impulsion ne reste plus localisée temporellement et subit une

dispersion efficace dûe au GVD) qui est rejetée à des distances kilomètriques. Cette

durée d’impulsion choisie, il est important d’avoir à l’esprit que les ordres de grandeur

des paramètres α, ǫ et γ de l’équation adimensionnée (2.73) qui apparaissent dans les

équations du problème variationnel αm, ǫm et γm varient fortement avec le rayon w0.

Les faisceaux étudiés étant destinés à être exploités dans des expériences futures, nous

fixons w0 entre 50 µm (borne inférieure pour le filament fs dans l’air) et 3 mm (imposé

par les limitations numériques). Pour l’ensemble de ces valeurs, les coefficients MPI et

MPA (γ ≤ 1.4×10−7, ν ≤ 5×10−8) restent très inférieurs au coefficient Kerr et à celui

de la non-linéarité quintique (α = 0.446 et ǫmax = 3×10−2). Pour l’étude analytique, il

est donc justifié de ne pas prendre en compte les termes MPI et MPA, pour un rayon

w0 sélectionné entre 50 µm et 3 mm. Dans ces conditions, on considère l’équation NLS

dans sa limite cubique-quintique (f(|ψ|2) = α|ψ|2 − ǫ|ψ|4, γ,ν = 0), et les équations

(4.7) et (4.8) peuvent être résolues de manière analytique:

Pm,λ =
π

α
× 22|m|+2(|m|!)2

(2|m|)! × (|m| + 1)√
1 − λ

λ∞

, (4.9)

A2
m,λ =

22|m|+2(|m| + 1)!

α(2|m|)!
√

1 − λ
λ∞

× 1

a
2|m|+2
m,λ

, (4.10)

a2
m,λ =

(|m| + 1)

2λ
× [1 + (1 − λ

λ∞
)−1/2], (4.11)

r̄m,λ = am,λ
√
|m| + 1. (4.12)

où r̄m,λ = [
∫
r2|ψm,λ|2d~r/Pm,λ]1/2 est le rayon moyen du vortex. Le fait que a2

m,λ doit

être positif et réel conduit à la condition:

λ < λ∞ =
33|m|+2[(2|m|)!]2

24|m|+6|m|!(3|m|)! ×
α2

ǫ
, (4.13)

où λ∞ fixe le domaine d’existence du vortex. Cette borne est pratiquement égale à

0.16×α2/ǫ quelle que soit la valeur de m, ce qui est en excellent accord avec le cut-off
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trouvé dans des travaux antérieurs utilisant des méthodes numériques de relaxation

[93, 94, 104] (par exemple, λ < 0.18/ǫ pour α = 1). Physiquement cette borne est liée

au rayon w0 par la valeur de ǫ. A titre d’exemple, la figure 4.6(a) montre la puissance du

vortex Pm,λ en fonction de λ pour un rayon initial w0 = 50 µm, calculé pour m = 1, 2

et 3. La saturation cubique est effective avec ǫ = 0.03. La figure 4.6(b) montre la même

quantité calculée à partir des équations complètes (2.73) et (2.74) pour w0 = 3 mm,

fournissant les valeurs des coefficients cubique et quintique α ≃ 0.446 et ǫ ≃ 8.1×10−6.

Il faut noter que plus le nombre de charge m est grand, plus la puissance du vortex

est élevée. Pour le petit rayon, le cut-off près duquel la puissance diverge est λ∞ ∼ 1.

Pour le grand, le cut-off est rejeté a l’infini, justifiant le fait que λ peut être pris égal à

1 (comme dans l’équation NLS purement cubique), sans perte de généralité lorsqu’on

traitera le faisceau de “grand rayon” w0 = 3 mm.
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Figure 4.6 : Puissance du vortex calculée à partir de l’équation (2.73) sans prendre

en compte γ et ν pour m = 1 ,2 et 3 et tp = 250 fs: (a) w0 = 50 µm et (b) w0 = 3 mm

(α = 0.446).

4.2.3 Analyse de stabilité

Les vortex comportant un moment orbital sont généralement instables lorsqu’ils

sont soumis à l’instabilité modulationelle azimuthale qui les casse en plusieurs filaments.

Ici, on développe une méthode perturbative afin d’analyser la stabilité de ces objets en

rotation, en généralisant la méthode originellement proposée dans la Ref. [109] pour des

états propres à charge topologique m 6= 0. Nous considérons des perturbations sur un
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anneau de rayon moyen r̄m,λ [Eq. (4.12)]. En supposant une intensité constante et une

uniformité spatiale pour cet anneau, l’opérateur de diffraction se réecrit ∇2
⊥ = ∂2

s avec

s = r̄m,λθ. Nous déterminons le taux de croissance Im(µ) de perturbations azimuthales

en écrivant la solution sous la forme ψ = (ψ0 + δψ1e
−iµz+iMθ + δψ∗

2e
iµ∗z−iMθ)eiλz+imθ,

M désignant l’indice de la perturbation. En reportant ce champ dans l’équation (2.73),

après linéarisation (δψ1,δψ2 ≪ ψ0) et identification des termes en e−iµz+iMθ et eiµ
∗z−iMθ,

on obtient le problème aux valeurs propres suivant:

L̂



 δψ1

δψ2



 = −µ



 δψ1

δψ2



 , (4.14)

où

L̂ =



 −λ + D̂m+M + g(ψ2
0) f ′(ψ2

0)ψ
2
0

−f ′(ψ2
0)ψ

2
0 λ− D̂m−M − g(ψ2

0)



 (4.15)

avec g(ψ2
0) = f(ψ2

0)+ψ
2
0f

′(ψ2
0) et D̂m = −m2/r̄2

m,λ. Ensuite nous appliquons l’hypothèse

d’onde plane pour l’anneau initial, i.e, ψ0 = |ψm,λ(r = r̄m,λ)|, où ψm,λ a été défini par

l’équation (4.3). Cette expression mène à la relation λ = D̂m + f(ψ2
0) dans la limite

ν → 0. Après substitution dans l’Eq. (4.15) et résolution du problème aux valeurs

propres, nous obtenons l’expression du taux de croissance

Im(µ) =
M

r̄m,λ
Re[2f ′(|ψ0|2)|ψ0|2 −

M2

r̄2
m,λ

]
1
2 . (4.16)

Il est intéressant de constater que ce taux de croissance pour un vortex optique perturbé

sur sa surface annulaire a la même expression que celui obtenu avec la théorie d’instabi-

lité sur les ondes planes perturbées sur toute leur surface [Eq. (2.83)], le nombre d’onde

perturbatif k étant remplacé par M/r̄m,λ pour un anneau. La partie entière de M pour

laquelle Im(µ) est maximal donne approximativement le nombre de modulations qui

vont affecter l’anneau. L’instabilité a lieu dès que f ′(|ψ0|2) > 0, qui est directement relié

aux non-linéarités, et donc à la taille du faisceau w0. Après de rapides calculs, on trouve

r̄2
m,λ = a2

m,λ(|m|+1) et f ′(|ψ0|2) = α−2ǫ|ψ0|2, où |ψ0|2 = A2
m,λa

2|m|
m,λ (|m|+1)|m|e−(|m|+1).

Pour un petit diamètre de faisceau, ǫ n’est pas négligeable. L’instabilité s’amorce

dès que λ < λcrit, où le paramètre du soliton λcr dépend de m et change le signe de

f ′(ψ2
0) de positif à négatif. Avec w0 = 50 µm, nous déduisons λcr ≃ 1 pour m = 1,

conduisant à la stabilité du vortex dès que λ > λcr. Pour le plus grand rayon w0 = 3



4.2 Vortex optiques femtosecondes 63

mm, les coefficients de saturation sont négligeables et l’instabilité se développe quelle

que soit la valeur de λ.
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Figure 4.7 : Taux de croissance des vortex NLS 2D calculés à partir des Eqs. (2.73)-

(2.74) avec tp = 250 fs et (a) w0 = 3 mm: α = 0.446 et ǫ = 8.1 × 10−6, λ = 1; (b)

w0 = 50 µm, ǫ = 3 × 10−2 (courbe pleine: λ = 0.1; courbe pointillée: λ = 0.99 pour

m = 1). Les charges m des vortex sont indiquées près des courbes.

Afin de prédire le nombre de modulations qui vont effectivement casser l’anneau

du vortex, l’indice Mmax pour lequel le taux de croissance est maximal doit être

déterminé. Pour les deux valeurs séléctionnées de w0, on peut considérer la limite

cubique-quintique, et tirer une expression analytique de l’indice de perturbation maxi-

male:

Mmax
2 =

(|m| + 1)4−|m|

(2λ)1−|m|(2|m|)!
× 22|m|+2|m|!e−|m|−1

√
1 − λ

λ∞

× (1 − 2ǫ
α
|ψ0|2)

(1 + 1
√

1− λ
λ∞

)
|m|−1

. (4.17)

Il est intéressant de constater qu’aux ordres dominants en ǫ/α2 ≪ 1,Mmax est indépendant

du coefficient Kerr α. Comme seulement les valeurs entières ont une signification phy-

sique, le tracé de Mmax en fonction de m met en relief la relation Mmax ≃ 2|m| + 1

quand ǫ/α2 → 0 ou Mmax ≃ 2|m| sinon. La figure (4.7) confirme ces comportements.

La figure 4.7(a) illustre la taux de croissance de la perturbation en fonction de M

pour w0 = 3 mm et différentes valeurs de la charge m. Comme les non-linéarités sont

négligeables, f(|ψ0|2) ≃ α|ψ0|2 et λ = 1. La figure 4.7(b) représente Im(µ) pour w0 = 50

µm, λ = 0.1 (domaine d’instabilité). Pour λ = 0.99 et m = 1 (limite de l’instabilité),
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le taux de croissance est considérablement réduit. La stabilité s’ensuit [Im(µ) = 0] dès

que λ excède λcr ≃ 1, valeur à partir de laquelle f ′(|ψ0|2) < 0. En effectuant cette

même analyse pour le problème cubique-quintique académique α = ǫ = 1 (λ ≤ 0.16),

l’instabilité modulationelle se produit pour un index azimuthal maximal Mmax ≃ 2|m|
et cesse lorsque que λ dépasse λcr ∼ 0.147 pour m = 1. Ces résultats sont en bon ac-

cord avec ceux déduits des méthodes numeriques de “tir” (shooting) ou de relaxation

[94, 95, 96, 97, 98, 99, 100].

4.2.4 Résultats numériques pour les vortex 2D

Dans cette partie, nous examinons numériquement les vortex précédents en résolvant

les équations complètes (2.73) et (2.74), afin de vérifier les résultats analytiques concer-

nant leur instabilité, le nombre de modulations et la distance de filamentation. La taille

du faisceau est fixée à 3 mm et la durée de l’impulsion à 250 fs. Pour chaque valeur de

m, λ = 1 et ǫ/α2 → 0. Les équations (4.7) et (4.8) fournissent les valeurs de Am,1 et

am,1. Les vortex, une fois exprimés en unités physiques, sont créés alors sous la forme

E(z = 0) = Am,1(r/w0)
|m|e−r

2/(2r̄2m,1)+imθ, (4.18)

perturbés par un bruit aléatoire d’amplitude 10%, où r̄m,1 ≃ (|m| + 1)w0 représente

leur rayon moyen. La puissance et l’intensité de chaque mode de vortex sont quantifiées

par la charge m, c’est-à-dire

Pm,1 ≃ 22|m|Pcr|m|!(|m| + 1)!/[α(2|m|)!], (4.19)

A2
m,1 = Pm,1/[πw

2
0|m|!(|m| + 1)|m|+1], (4.20)

dont les valeurs sont résumées dans le tableau 4.1. Nous avons alors effectué des si-

Tableau 4.1 : A2
m,1,r̄m,1 et Pm,1 pour m = 1,2,3 et 6.

m = 1 m = 2 m = 3 m = 6

A2
m,1 (GW/cm2) 20 3 0.17 1 × 10−6

r̄m,1 (mm) 6 9 12 21

Pm,1 (GW) 23 45.5 73 177

mulations numériques 2D avec les profils initiaux donnés par l’équation (4.18) pour
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différentes charges topologiques m. La figure 4.8 résume les figures de filamentation

obtenues. Pour chaque valeur de m, le vortex correspondant apparâıt remarquable-

ment robuste dans le sens où les modulations ne se développent pas avant une centaine

de mètres de propagation. Le rayon de l’anneau augmente avec m, en accord avec le

tableau 4.1, alors que la distance d’apparition des modulations zfil ∼ 4z0 × Im(µ)−1
max

décrôıt avec m, ce qui est en accord qualitatif avec la figure 4.7(a). Le nombre de

modulations apparâıt en excellent accord avec celui trouvé d’après nos évaluations

théoriques, puisqu’il évolue en ∼ 2|m|+ 1. Les rapports des distances de filamentation

en fonction de m, par exemple, zfil(m = 1)/zfil(m = 6) ≃ 1.5, apparaissent aussi raison-

nablement en accord avec les résultats numériques (∼ 1.3). Notons cependant que, bien

qu’elle reste de magnitude comparable avec celle des résultats numériques, la distance

de filamentation prévue par notre théorie zfil ∼ 70 m reste relativement petite. Les

différences proviennent des hypothèse simplificatrices faites à la base de notre modèle

(les fonctions test Gaussiennes approchent des faisceaux en rotation et les anneaux des

vortex sont modélisés par des ondes planes).

Pour mettre en avant la stabilité remarquable des vortex optiques, nous avons

simulé la dynamique non-linéaire d’un faisceau annulaire qui n’appartient pas à la

famille des conditions initiales (4.18):

E0 = Ain(r/w0)e
−r2/w2

0+iθ. (4.21)

Les figures 4.9(a) et 4.9(b) représentent les fluences de tels faisceaux contenant la même

puissance que les vortex optiques correspondants aux charges m = 1 (Pin ≃ 9Pcr) et

m = 6 (Pin ≃ 70Pcr), respectivement. Ces ondes se propagent sur plusieurs mètres, mais

deviennent rapidement instables. Elles développent ∼ 2 − 3 modulations et amplifient

deux filaments pour le cas Pin = 9 Pcr [Fig. 4.9(a)]. Avec une puissance plus grande

de 70 Pcr, environ 9 modulations apparaissent à une distance encore plus courte; les

faisceaux se cassent en ∼ 6− 7 filaments qui se répartissent aléatoirement dans le plan

de diffraction [Fig. 4.9(b)]. Le nombre de cellules est donc du même ordre que celui

constaté avec les vortex solitoniques, mais les modulations apparaissent à des distances

beaucoup plus courtes.

Pour tous les types d’impulsions simulées impliquant un rayon w0 = 3 mm et une

durée d’impulsion tp = 250 fs, le calcul était parallélisé sur 32 processeurs. Concernant

les temps de calcul, ainsi que les maillages utilisés pour la propagation des vortex op-
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Figure 4.8 : Fluence des vortex optiques 2D calculés à partir des Eqs. (2.73) et (2.74)

pour w0 = 3 mm, tp = 250 fs et les charges topologiques: (a) m = 1, (b) m = 2, (c)

m = 3, et (d) m = 6.

tiques et de l’anneau (4.21), toutes les indications sont reportées dans le tableau 4.2.

Lx × Ly représente la taille de la bôıte de simulation numérique utilisée en unités w2
0,

Nx ×Ny le nombre de points en x et en y, ∆x ×∆y la résolution en x et en y en µm2.

Dnum est la distance parcourue (en mètres) et Tnum le temps de calcul correspondant

(en heures).

Afin de compléter cette étude, nous avons effectué quelques simulations supplémentaires.

En particulier, nous avons vérifié qu’en modifiant artificiellement la valeur de α à tra-

vers sa dépendance en T (fixée à T = tp/10 et modifiée à T = tp), la dynamique de

filamentation d’un vortex restait inchangée. En outre, on pourrait s’interroger si la

stabilité d’un vortex optique n’est pas dûe simplement au fait que sa puissance initiale

est suffisamment faible (Pin = 9Pcr) pour rejeter la longueur de filamentation zf à de

grandes distances, ou si elle persisterait en l’absence de rotation du faisceau, c’est-à-dire

en supprimant la charge topologique dans le vortex initial. Pour clarifier ce point, nous

avons simulé la propagation d’un faisceau Gaussien contenant 9Pcr et un rayon initial
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Figure 4.9 : Fluences calculées à partir du faisceau annulaire (4.21) pour un rayon

de 3 mm, tp = 250 fs avec les puissances: (a) Pin = 9 Pcr et (b) Pin = 70 Pcr.

Tableau 4.2 : Paramètres numériques utilisés dans le code 2D résolvant les équations

(2.73) et (2.74) pour la propagation de vortex optiques avec m = 1, 2 , 3 et 6, ainsi que

la propagation de impulsions en forme d’anneau (4.21) pour deux puissances différentes,

notées Anneau9Pcr
et Anneau70Pcr

.

m = 1 m = 2 m = 3 m = 6 Anneau9Pcr
Anneau70Pcr

Lx × Ly (16w0)
2 (16w0)

2 (18w0)
2 (28w0)

2 (16w0)
2 (16w0)

2

Nx ×Ny (3072)2 (3072)2 (3072)2 (4096)2 (3072)2 (3072)2

∆x × ∆y (15µm)2 (15µm)2 (17µm)2 (20µm)2 (15µm)2 (15µm)2

Dnum 350 m 350 m 310 m 250 m 50 m 26 m

Tnum 50 h 50 h 30 h 50 h 24 h 24 h

égal à 8.5 mm, ayant la même puissance et une largeur spatiale comparable à celles

d’un vortex à charge simple m = 1. Nous avons alors observé que le faisceau Gaussien

se relaxait rapidement en un filament unique sur des distances comprises entre 50 et 80

m [Figure 4.10(a)]. Nous avons aussi simulé la propagation d’un anneau, sans rotation,

avec la même forme radiale que celle utilisée pour le vortex avec m = 1. Les simulations

ont montré que le centre de cet anneau focalisait ultimement sur des distances plus

courtes z ≤ 100 − 125 m [Figure 4.10(b)].

Finalement, seul un vortex optique est capable de se propager sur plusieurs cen-

taines de mètres sans modifier notablement sa forme spatiale, ce que nous attribuons à

sa dynamique de rotation qui “retarde” les effets propres à l’auto-focalisation, comme



68

Propagation atmosphérique d’impulsions optiques femtosecondes avec

gradients forts et vortex optiques

y 
[m

m
]

z = 0 m

−17 0 17

−17

0 

17

z = 40 m

−17 0 17

−17

0 

17

z =80 m 

−17 0 17

−17

0 

17

Y
 [m

m
]

z = 0 m

x [mm]
−12 0 12

−12

0 

12

z = 100 m

x [mm]
−12 0 12

−12

0 

12

z = 115 m

x [mm]
−12 0 12

−12

0 

12

(a)

(b)

Figure 4.10 : (a) Fluences d’un faisceau Gaussien possédant la même puissance que

celle du vortex pour m = 1, tp = 250 fs, Pin = 9Pcr et w0 = 8.5 mm (b) Fluences d’un

anneau optique de forme radiale analogue à celle du vortex optique pour m = 1 avec

tp = 250 fs, mais sans rotation.

l’instabilité modulationelle.

4.2.5 Résultats numériques pour les vortex femtosecondes 3D

La dernière partie de cette étude concerne l’extension des vortex 2D au modèle de

propagation en géométrie (3 + 1). La question soulevée ici est: Est-ce que les vortex

optiques sont toujours robustes en présence de dispersion temporelle? Pour répondre à

cette question, nous avons intégré l’équation complète de propagation (2.47) pour des

vortex qui présentent maintenant une distribution temporelle de type Gaussienne. Afin

de préparer ces structures, nous avons utilisé les mêmes impulsions initiales que celles

présentées dans l’équation (4.18), que nous avons multipliées par une Gaussienne en

temps, e−t
2/t2p , et perturbées par un bruit aléatoire d’amplitude 10%. Cette onde sert

de condition initiale pour l’équation (2.47). Contrairement au modèle 2D qui ignore

la dispersion temporelle, la distance de dispersion caractéristique ∼ t2p/k
′′ joue ici un

rôle crucial durant la propagation. Avec une faible durée d’impulsion, tp = 42.5 fs,

la distance de GVD caractéristique est relativement courte (∼ 90 m), et des simula-

tions 3D préliminaires ont montré que l’impulsion “s’effondrait” rapidement à cause de

l’élargissement temporel causé par la dispersion. Un élargissement temporel implique
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une baisse de puissance si bien que le faisceau s’éloigne rapidement des paramètres

requis pour un vortex optique (état propre de NLS). Il se comporte alors comme un

faisceau classique, diffractant au bout de quelques mètres. Pour des durées d’impulsion

suffisamment longues, tp = 250 fs, les distorsions temporelles deviennent assez faibles

pour permettre au faisceau de préserver sa puissance et de converger vers un mode de

type vortex préservant sa distribution radiale sur de longues distances.

La figure 4.11 montre la propagation d’un tel faisceau pour le nombre de charge

m = 1. Le faisceau converge de manière continue vers un état de vortex radial, qui se

propage sur plus de 100 m. Après quoi, il est affecté par trois modulations qui finalement

donnent lieu à trois filaments, comme prévu dans la figure 4.7(a). Les filaments tournent

mais ne fusionnent pas, car ils doivent préserver le moment angulaire orbital total du

faisceau initial. Il faut noter que la phase de filamentation se produit plus tôt que dans le

cas 2D, à cause de la GVD qui, même faible, induit un petit élargissement temporel qui

réduit la distance d’apparition des filaments [figure 4.11(c)]. Cette propriété s’applique

aux vortex contenant une faible puissance (Pin ≃ 9Pcr), mais est aussi observée pour

des faisceaux contenant plus de puissance. En effet la figure 4.12 montre les images de

fluence pour un vortex ayant une charge topologique m = 6 et Pin ≃ 70Pcr. Encore une

fois, le faisceau converge vers un état de vortex radial qui reste stable sur une centaine

de mètres, avant que treize modulations ne l’affectent, qui amplifient finalement ∼ 8

filaments. Dans la figure 4.12(b), les distorsions temporelles dans le plan (x,y = 0,t) sont

limitées, puisque l’extension temporelle de l’impulsion occupe toujours un intervalle

d’environ 2tp. Ceci permet au faisceau de converger vers le vortex radial dont le mode

est le plus proche, de manière quasi-conservative.

Cette robustesse semble s’appliquer uniquement aux vortex, puisque les faisceaux

Gaussiens classiques ou même les profils en anneau se cassent en filaments beaucoup

plus rapidement (cf. Ref. [23]). Afin de démontrer cette propriété, la figure 4.13 illustre

la filamentation d’une impulsion 3D Gaussienne perturbée par un bruit aléatoire de 10%

en amplitude, ayant une puissance et un rayon analogues à ceux du vortex de charge

topologique m = 1. On voit clairement qu’aucune modulation hors-axe n’apparâıt,

comme attendu pour les Gaussiennes à faible puissance [69, 83]. Au lieu de cela, le

faisceau s’auto-focalise en son centre sur une distance relativement courte (≤ 48 m),

où un filament unique résulte de la saturation de la réponse Kerr par l’ionisation des
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molécules de l’air. La figure 4.13(b) détaille la compression temporelle induite par

l’action défocalisante du plasma d’électrons.

Pour terminer cette étude, nous présentons les détails numériques qui ont été

nécessaires pour mener à bien ces calculs numériques (voir aussi Annexe B). Le ta-

bleau (4.3) présente les rayons des faisceaux w0, les tailles des bôıtes de simulation

(Lt × Lx × Ly), le nombre de points utilisés (Nt × Nx × Ny), et donc la résolution

(∆t×∆x×∆y), ainsi que les temps de calcul Tnum et la distance parcourue Dnum, pour

les simulations de propagation des vortex optiques de charge topologique m = 1 et

m = 6, ainsi que pour l’impulsion Gaussienne de paramètres analogues à ceux utilisés

pour le vortex m = 1 (notée Gaussienne9Pcr
). Pour la simulation des deux vortex op-

tiques, le maillage a été modifié en deux étapes au cours du calcul. En effet, avant que

l’impulsion ne commence à subir l’instabilité modulationnelle, une résolution inférieure

à 70 µm en x et en y n’est pas nécessaire. 5122 points suffisent, ce qui conduit à un

temps de calcul relativement court. Cependant, au voisinage de l’instabilité, l’intensité

maximale monte subitement aux alentours des distances zr = 120 mètres pour m = 1

et zr = 160 m pour m = 6. Dans ce cas, nous raffinons le maillage aux alentours de

ces distances en doublant le nombre de points en x et y, de manière à ce que les pics

optiques soient correctement résolus (résolution effective ∼ 35−50 µm). Le raffinement

de maillage à été fait suivant un principe d’interpolation linéaire du champ: le champ

au centre de la maille carrée du maillage initial est interpolé par la moyenne des champs

aux sommets de ce carré.
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Tableau 4.3 : Paramètres numériques utilisés dans le code 3D résolvant l’équation

(2.47) pour la propagation des vortex optiques avec différentes charges topologiques

m = 1 et 6, ainsi que pour l’impulsion Gaussienne simulée en Fig. 4.13 et notée

Gaussienne9Pcr

m = 1 m = 6 Gaussienne9Pcr

w0 3 mm 3 mm 8.5 mm

Lt × Lx × Ly 6tp × (12w0)
2 6tp × (28w0)

2 6tp × (5w0)
2

zR 120 m 160 m

Nt ×Nx ×Ny (z < zR) 512 × (512)2 896 × (768)2 896 × (896)2

Nt ×Nx ×Ny (z > zR) 512 × (1024)2 896 × (1536)2 896 × (896)2

∆t × ∆x × ∆y (z < zR) 3 fs × (70 µm)2 1.6 fs × (100 µm)2 1.6 fs × (47 µm)2

∆t × ∆x × ∆y (z > zR) 3 fs × (35 µm)2 1.6 fs × (50 µm)2 1.6 fs × (47 µm)2

Dnum 140 m 178 m 68 m

Tnum 200 h 155 h 100 h
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Figure 4.11 : (a) Fluences de vortex pour m = 1 avec w0 = 3 mm, tp = 250 fs cal-

culées à partir de l’équation (2.47 ) pour P1 = 9Pcr, (b) “surface plot” pour les distances

analogues, excepté la première détaillant le vortex à z = 79 m. (c) Profils temporels

correspondants. Notez les changements d’echelles et les distances de propagation.
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Figure 4.12 : (a) Fluences de vortex pour m = 6 (w0 = 3 mm et tp = 250 fs)

calculées à partir de l’équation (2.47) pour P6 = 69.6Pcr. (b) Distorsions temporelles

dans le plan (x,y = 0,t).
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Figure 4.13 : (a) Fluences et (b) profils temporels pour une impulsion Gaussienne

avec w0 = 8.5 mm; tp = 250 fs, et Pin ≃ 9Pcr.



Chapitre 5

Filamentation Multiple:

Simulations et Expériences

Nous nous intéressons dans cette dernière partie à la propagation des impulsions

dans des milieux divers, atmosphèriques ou denses. Dans une première partie, nous

examinons la propagation d’un faisceau terawatt mobile (laser Teramobile) en milieu

“humide”, c’est-à-dire traversant une chambre à brouillard. En effet, lorsqu’on effectue

un tir laser en extérieur, le faisceau peut être altéré par une traversée de nuages com-

posés de gouttelettes d’eau. Il est alors important de savoir prévoir les pertes éventuelles

en energie ainsi que la modification de la figure de filamentation lors du passage du fais-

ceau à travers ces obstacles. C’est l’objectif de cette étude qui comparera des résultats

numériques avec des données issues d’expériences menées par les équipes du Teramo-

bile.

Dans une seconde partie, nous nous intéressons à la filamentation d’impulsions

ultra-courtes et de forte puissance dans les liquides, en particulier l’éthanol. Nos simu-

lations seront confrontées à des expériences directes. On montrera numériquement, et

en s’appuyant sur des résultats issus d’expériences menées par les équipes du LASIM

(université Lyon 1), que la filamentation multiple peut être contrôlée sous la forme de

figures géométriques régulières (hexagonales) en dopant le milieu avec des concentra-

tions appropriées de diluant (ici la coumarine 153).
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5.1 Multifilamentation à travers le brouillard

Les domaines d’application ouverts par la propagation d’impulsions ultra-courtes

dans l’atmosphère, par exemple les applications Lidar [110], motivent une connais-

sance plus approfondie de la robustesse des filaments femtosecondes en atmosphère

perturbée et en particulier à travers le brouillard et la pluie. De récents résultats pro-

venant d’expériences effectuées en laboratoire [111] ainsi que de travaux théoriques

[11, 112], ont montré qu’un filament isolé pouvait survivre et se reformer après colli-

sion avec un obscurant de diamètre de 100 µm, c’est à dire de taille comparable avec la

sienne. Ils ont aussi montré que la filamentation d’un faisceau gigawatt pouvait assurer

sa propagation à travers un nuage permettant une transmission de 5% seulement. La

robustesse du filament est dûe à la refocalisation de certaines composantes du faisceau

qui restent intactes lors de la collision et dont la puissance demeure au-dessus de la

puissance critique. Ces composantes s’auto-focalisent à nouveau sur l’axe du faisceau

et “cicatrisent” le filament sur quelques cm. Pour des impulsions sujettes à la multifila-

mentation [16, 81], des faisceaux de forte puissance peuvent se propager librement sous

la forme de clusters de filaments (appelés “pilliers optiques”) provenant des fluctua-

tions initiales du faisceau. De tels clusters sont capables de couvrir plusieurs dizaines de

mètres, alors que les filaments les constituant apparaissent et disparaissent de manière

récurrente sur quelques mètres en échangeant de l’énergie avec le bain de photons

environnant, selon le scénario proposé dans la référence [15]. En présence de gouttes

d’eau, la survie de multiples filaments a été observée qualitativement. La propagation

à travers un brouillard de 5 m contenant 0.3 gouttes/cm3 réduit très peu l’efficacité du

faisceau de 5 TW utilisé pour le déclenchement et le guidage de décharges électriques à

haut-voltage [113]. Toutefois, malgré tous ces résultats, on ne dispose d’aucune donnée

expérimentale ou de simulations numériques concernant la filamentation multiple de

faisceaux terawatt se propageant à travers un brouillard et interagissant aléatoirement

avec des milliers de gouttes d’eau sur des distances relevantes pour le cas de la propa-

gation atmosphèrique.

5.1.1 Dispositif expérimental

Les expériences ont été réalisées à l’aide du système laser femtoseconde terawatt

mobile appelé “Teramobile” [114] permettant des tests à l’air libre sous n’importe quelle
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Figure 5.1 : laser et chambre à brouillard pour l’étude de la filamentation en milieu

humide.

condition climatique. Le Teramobile produit des impulsions centrées à 800 nm à 220

mJ en énergie, à des taux de répétition de 10 Hz. Le faisceau est émis en géométrie

collimatée avec un diamètre initial de 3 cm. La durée minimale de l’impulsion est de 80

fs; un “chirp” l’élargissant peut être initialement introduit afin de précompenser l’action

de la dispersion de la vitesse de groupe (GVD) dans l’air au cours de la propagation du

faisceau. Dans ce cas, les impulsions sont refocalisées temporellement après une certaine

distance [110, 115]. Le faisceau Teramobile se propage horizontalement (Lyon, 170 m

d’altitude). Après 40 mètres de propagation libre, il traverse une chambre à brouillard

de 10 m de long, constituée de goutelettes d’eau comme décrit dans la référence [28] (cf.

Fig. 5.1). Le chirp initial a été ajusté de manière à ce que la filamentation commence

juste avant que le faisceau ne pénètre dans la chambre, ce qui correspond à une durée

effective de l’impulsion de 600 fs. Puis, les filaments se propagent sur 10 mètres à travers

un brouillard quasi-homogène. La densité du nuage a été estimée par des mesures de

transmission élastique à partir d’un laser He:Ne de faible puissance. La distribution des

gouttelettes est centrée autour d’un rayon moyen de R ≃ 1µm (beaucoup plus petit

que la taille du filament) en utilisant un “optical sizer”.

La propagation en atmosphère humide est caractérisée par les profils du faisceau.

Ceux-ci sont obtenus en prenant des photos sur écran. Les images ont été prises sur

l’intégralité du spectre avec une forte sensibilité au continuum de la lumière blanche et
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Figure 5.2 : Profils expérimentaux du faisceau en sortie de chambre, dans le cas (a,c)

d’une propagation libre avec des puissances respectives de 123 Pcr (220 mJ, 600 fs) et

51 Pcr (∼ 90 mJ, 600 fs), et (b,d) d’une propagation à travers 10 mètres de brouillard

avec les mêmes puissances. Les dimensions des fenêtres sont d’environ 5 × 3.5 cm2.

à la région infrarouge, donnant une bonne restitution du profil du faisceau à la distance

considérée, comme démontré dans les références [16, 81].

5.1.2 Résultats et discussion

Afin de voir l’effet de l’interaction des gouttelettes avec le faisceau laser, les expérimentateurs

du LASIM ont enregistré le profil transverse des impulsions en sortie de la chambre

humide pour deux énergies laser différentes dans le cas d’une propagation libre sur 50

mètres, et dans celui d’un passage à travers le brouillard. La densité des gouttes est

choisie de telle manière qu’elle corresponde à une transmission en énergie de 50 % sur

10 mètres. La figure 5.2 montre les résultats obtenus.

Comme on le voit sur cette figure, l’énergie du faisceau transmise est modifiée,

ce qui influence fortement la distribution des filaments, et en particulier leur nombre.

La figure de filamentation obtenue pour des energies transmises proches, i.e, 90 mJ

à l’air libre [Fig. 5.2(c)] et 220 mJ avec une atténuation de 50 % (110 mJ d’energie

transmise) [Fig. 5.2(b)], sont en effet similaires. La plupart des filaments sont localisés

sur l’anneau du profil de diffraction, d’autres sont nucléés à l’intérieur de l’anneau.

Pour une énergie donnée, seul un petit nombre de sites filamentateux ont disparu le

long du chemin optique à travers le brouillard [voir Figs 5.2(a,c) versus 5.2(b,d)]. Le

nombre de filaments décrôıt selon la puissance laissée à la sortie de la chambre. Ceci
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Pin/Pcr 123 51

Propagation libre brouillard libre brouillard

Nombre de filaments 24 13 11 6

Tableau 5.1 : Nombre de filaments moyen en fonction de la puissance du faisceau

d’entrée après 50 mètres de propagation, avec ou sans les 10 mètres de brouillard.

montre que le brouillard agit globalement comme un atténuateur de puissance sur la

totalité du faisceau. Il promeut l’extinction élastique du “bain de photons” et de ses

filaments.

Afin de confirmer cette théorie, les expérimentateurs ont examiné la dépendance

de la puissance transmise avec le nombre de filaments. On sait qu’un faisceau dont la

puissance initiale excède la puissance critique d’auto-focalisation se casse en de mul-

tiples cellules qui s’auto-focalisent à leur tour, chacune contenant quelques puissances

critiques. Typiquement, la théorie des instabilités modulationnelles [cf chap. 2] prédit

qu’environ 3Pcr sont engagées dans chaque cellule [14], ce qui est valable tant qu’ un seul

filament “voit” le champ environnant comme une onde plane uniforme. Pour chacune

des conditions expérimentales de la figure 5.2, le nombre de filaments a été moyenné

sur quatre à sept profils enregistrés. Les résultats ont été résumés dans le tableau 5.1.

En supposant une faible absorption causée par la génération de plasma [15], la puis-

sance du faisceau transmise sur 50 mètres sans atténuation est pratiquement constante,

alors que celle traversant la chambre à brouillard sur la même distance de propagation

peut être estimée à Ptr ≃ Pin/2. Un fit linéaire montre sur la figure 5.3 un filament

pour 15 GW de puissance transmise avec Pcr ≃ 3 GW. Cette courbe indique clairement

qu’environ 5 puissances critiques sont engagées dans chaque filament, que le faisceau

passe à travers le brouillard ou non. Cette estimation est en bon accord avec les va-

leurs attendues. Cela situe la puissance par filament entre les évaluations appliquées

aux milieux Kerr purs (Pfil ∼ 3Pcr) [14] et des simulations 3D récentes de filaments

auto-guidés dans l’air (Pfil ∼ 7Pcr) [11].
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Figure 5.3 : Dépendance de la puissance transmise (Ptr) sur le nombre de filaments

pour une propagation libre ou à travers le brouillard [Pcr ≃ 3 GW].

5.1.3 Analyse numérique de figures de filamentation en milieu

humide

Afin de compléter cette étude sur la filamentation en atmosphère humide, nous pro-

posons un modèle numérique permettant de simuler la propagation d’un faisceau ultra-

court dans un brouillard constitué de gouttes micrométriques distribuées aléatoirement

dans le plan de diffraction. L’équation utilisée est l’équation de Schrödinger non-linéaire

décrivant l’évolution de l’enveloppe du champ laser E couplée au modèle décrivant

l’évolution de la densité d’électrons libres. Ces équations ont été établies dans le cha-

pitre 2. Les expériences impliquant des faisceaux très larges, des simulations directes

en géométrie (3+1) seraient trop coûteuses en terme de temps de calcul et de taille

mémoire pour stocker les fichiers pour une propagation sur quelques dizaines de mètres.

De plus, la simulation des collisions avec des gouttelettes micrométriques devient impos-

sible à gérer compte tenu de la résolution spatiale requise qui devrait être typiquement

≤ 1 µm pour une fenêtre numérique de 6×6 cm2 dans le plan (x,y). C’est pourquoi les

calculs numériques seront faits à partir du modèle 2D moyenné en temps [Eqs. (2.73)

et (2.74)] dérivées en section 2.7. Exprimée en unités physiques et pour un modèle

d’ionisation MPI, l’équation de l’enveloppe ψ du champ est gouvernée par l’équation

∂ψ

∂z
=

i

2k0
∇2

⊥ψ + iαk0n2|ψ|2ψ − ik0
n4√

3
|ψ|4ψ

−iγ|ψ|2Kψ − β(K)

2
√
K

|ψ|2K−2ψ − ǫ

2
ψ, (5.1)
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avec α = 1/
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T
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La fonction D dépend du temps de relaxation (τK = 70 fs) de la réponse retardée

Raman-Kerr, et vaut 44 fs (α = 0.51) pour une durée temporelle tp ≃ 510 fs (FWHM

= 600 fs). Les autres coefficients de l’ Eq. (5.1) font intervenir des paramètres appropriés

au cas de la propagation dans l’air, plus précisément, ρnt = 5.4× 1018 cm−3, la densité

critique plasma à 800 nm, ρc ≃ 1.8 × 1021 cm−3, l’absorption multiphotonique (MPA)

avec un coefficient β(K) ≃ 3.1 × 10−98 cm2K−3/WK−1, le taux d’ionisation avec un

coefficient MPI σK = 2.9×10−99 s−1 cm2K/WK et le nombre de photons K = 8. Afin de

compléter le modèle, un coefficient n4 = 2.5× 10−33 cm4/W2 de saturation quintique a

été introduit. Sa pertinence a été discutée dans le chapitre 3. Le terme d’amortissement

impliquant le coefficient ǫ (en m−1) modélise la perte linéaire de puissance lorsque le

faisceau passe dans la chambre humide.

Une fois le modèle établi, intéressons-nous au contexte physique des expériences.

Nous considérons les changements dans la figure de filamentation occasionnés par la

collision du faisceau avec des gouttes aléatoirement distribuées dans le plan (x,y). De

telles collisions peuvent être décrites par la théorie de Mie [116] pour la diffusion de la

lumière par des sphères. Puisque la diffusion est presque indépendante des propriétés

optiques du diffuseur, il est possible de modéliser les gouttelettes par des écrans opaques

de taille adaptée pour les simulations numériques. Cette propriété avait déjà été ex-

ploitée dans la référence [11] où les gouttelettes avaient été numériquement modélisées

par des masques circulaires de rayon R et d’opacité maximale (transmission nulle) en

leur centre. Cette modélisation fournit de bons résultats pour l’interaction d’un filament

avec une gouttelette. Ces simulations ont prouvé qu’un filament unique était capable

de s’auto-régénerer sur seulement 2 cm de propagation avec une perte d’énergie limitée

à environ 10%, ce qui est en accord avec les observations expérimentales [10]. Cette

propriété ne garantit pas toutefois que plusieurs filaments puissent survivre après de

nombreuses interactions avec des milliers d’obscurants micromètriques placés le long

du chemin optique.

Afin de vérifier cette propriété, nous avons intégré l’équation (5.1) pour un fais-

ceau de taille millimétrique (w0 = 2 mm), ayant un durée FWHM de 600 fs, contenant

∼ 100 puissances critiques et perturbé par un bruit aléatoire d’amplitude 20%. dans
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une première campagne de simulations, nous avons laissé propager le faisceau librement

sur 1 mètre avant qu’il n’atteigne une zone au cours de laquelle la dissipation linéaire

devient active avec un coefficient ǫ = 0.07 m−1, valeur assurant un taux d’atténuation

de 50 % sur 10 mètres de long. Dans une deuxième série de calculs, nous avons imposé

ǫ = 0, mais nous modélisons les collisions aléatoires du faisceau avec les obstacles mi-

crométriques utlisés dans la référence [11]. Dans ce dernier cas, la distribution aléatoire

de gouttes est réalisée numériquement selon une distribution de Poisson [28] suivant la

procédure exposée ci-après.

Un nombre aléatoire de gouttelettes est calculé à chaque pas en z. On s’assure de

leur distribution uniforme en x et y. Ainsi, pour chaque gouttelette, nous générons un

nombre aléatoire entre −0.5 et 0.5 que nous multiplions par Lx et Ly, qui désignent

les tailles des fenêtres de calcul. Puisque le nombre de gouttes à chaque pas en z est

petit comparé à leur nombre total, on utilise un statistique de Poisson pour modéliser

leur distribution. Nous fixons le nombre moyen de gouttes à chaque pas en z, ∆z,

par λ = ∆zLxLyN , où N est la densité de gouttes. La fonction densité de Poisson

P(l) = λl/l! × exp(−λ) donne alors la probabilité de trouver exactement l gouttes

entre z et z + ∆z. Le nombre l est calculé par la fonction de distribution de Poisson

FP(l) =
∑l

l′=0 P(l′) au moyen de la théorie standard des probabilités. En suivant cette

procédure, le nombre moyen de gouttes λ est relié au paramètre de dissipation ǫ, lorsque

l’on spécifie les pertes relatives moyennes induites par un seule goutte. En supposant

que les gouttes ne se superposent pas, les pertes causées par des obstacles à chaque pas

en z peuvent être évaluées par λπR2/LxLy (R désigne le rayon moyen d’une goutte).

Par ailleurs, la perte induite par le coefficient ǫ est ǫ∆z, puisque exp (−ǫ∆z) ≃ 1−ǫ∆z.
En identifiant ces deux contributions, on en déduit que la perte induite par le coefficient

ǫ vérifie ǫ = NπR2, ce qui corrobore les estimations expérimentales données pour ǫ, N

et R.

A cause des limitations de calcul (espace de stockage, temps de calcul), nous n’avons

pas pu utiliser des gouttes de 1 µm de diamètre, et nous avons donc adapté la densité

pour des gouttes plus larges de rayons différents (R ≥ 25 µm) au moyen de la normali-

sation N → N/R2, de manière à garder constante la perte moyenne. Les résultats sont

illustrés dans la figure 5.4.

La figure 5.4(a) montre la décroissance de la puissance optique dans la chambre
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Figure 5.4 : (a) Puissance du faisceau calculée numériquement et normalisée par celle

d’un faisceau se propageant librement (w0 = 2 mm) et de puissance initiale ∼ 110 Pcr à

travers un brouillard de 10 mètres de long avec un coefficient d’amortissement linéaire

(ǫ = 0.07 m−1, courbe pleine), ou subissant une distribution aléatoire de gouttes de 25

µm (courbe tirets-points) ou de 50 µm (courbe en tirets). La courbe en pointillés indique

la décroissance théorique exponentielle de la puissance. La distance z = 0 représente

l’entrée dans la chambre à brouillard. (b-e) Figures de filamentation après 4 mètres

de propagation dans la chambre contenant le brouillard: (b) propagation libre, (c) avec

un amortissement linéaire, ou avec une distribution aléatoire de gouttes de rayons (d)

25 µm et (e) 50 µm, respectivement. Les dimensions sont 7 × 7 mm2. Les niveaux

d’intensité sont deux fois plus élevés que l’intensité initiale.
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à brouillard, normalisée par la puissance du même faisceau se propageant librement.

Toutes les courbes sont très proches avec une différence relative de moins de 5 % autour

de la décroissance exponentielle e−ǫz (les courbes obtenues numériquement proviennent

de simulations prenant en compte les effets Kerr, MPI et MPA, et ne peuvent donc se

superposer exactement à la courbe exponentielle. Elles en sont cependant très proches).

Cette propriété persiste en utilisant différentes valeurs de la densité N , tant que le

coefficient de dissipation linéaire ǫ est adapté. Ici, la décroissance en puissance causée

par les collisons aléatoires avec des gouttelettes de 25 µm ou de 50 µm de rayon est

presque superposable avec celle induite par la dissipation linéaire sur les 4 premiers

mètres de propagation. Les figures 5.4(b)-5.4(e) détaillent les profils du faisceau. Après

4 mètres de propagation en milieu “humide”, la figure de filamentation reste similaire

en régime linéairement amorti et en présence de gouttelettes aléatoirement réparties

(∼ 8 cellules). Comparé avec le régime de propagation libre [Fig. 5.4(b)], le nombre

de filaments a déjà décru d’un facteur ∼ 3/2 [Figs. 5.4(c)-5.4(e)]. L’analogie dans la

perte de puissance et dans le nombre de filaments entre les gouttelettes de différentes

tailles provient du fait que même si les petites gouttes dissipent la moitié de l’energie

consommée par des grosses gouttes par collision [10], leur densité est quatre fois plus

grande et cause des dommages équivalents sur la figure de filamentation.

A plus grande distance (z → 10 m), le nombre de filaments décrôıt, mais ce nombre

est ensuite préservé entre dissipation linéaire et gouttelettes aléatoirement distribuées.

Cela confirme le bon accord entre la perte de puissance induite par des collisions sto-

chastiques et l’amortissement linéaire. Il est à noter toutefois que la perte de puissance

dûe aux collisions avec les gouttelettes peut atteindre 55 %. Le désaccord avec les

valeurs observées expérimentalement est expliqué par le fait que la bôıte de calcul

est finie, et une certaine partie du champ s’en échappe, conduisant ainsi à des pertes

supplémentaires (qui n’ont pas de réalité physique). Cette tendance est amplifiée par

l’opacité des gouttes qui favorise une diffraction à angle large vers les bords de la bôıte.

Malgré cette tendance, les pertes induites par la collision avec des gouttes sont donc

les mêmes à produit N × R2 constant. Elles suivent une décroissance de type expo-

nentielle comparable à la perte d’énergie produite par un amortissement linéaire. Ces

résultats prouvent bien l’équivalence entre les collisions d’un faisceau optique avec des

goutelettes aléatoirement distribuées et une atténuation exponentielle de la puissance.
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Compte tenu de cette analogie, nous nous sommes interessés aux conséquences

d’un amortissement linéaire sur des gros faisceaux dans un brouillard de 10 mètres de

long après 40 mètres de propagation libre, dans des conditions proches des expériences

précédentes. Nous avons donc élargi le faisceau à un diamètre de w0 = 1 cm appliqué

au fichier digitalisé représentant la fluence d’entrée utilisée dans l’expérience Teramo-

bile. Cette valeur est volontairement choisie plus petite que le diamètre du faisceau

expérimental à cause des limitations de l’équation (5.1). Ce modèle ne peut en effet

pas prendre en compte la compression temporelle induite par un “chirp” négatif. La

contrainte de devoir obtenir une tache de filamentation émergeante avant l’entrée dans

la chambre à brouillard justifie le choix d’une longueur de Rayleigh plus petite que la

distance de diffraction expérimentale, et impose ainsi w0 = 1 cm.

La figure 5.5 montre les figures de filamentation du faisceau en sortie de tube à

z = 50 m, après avoir traversé un nuage de 10 mètres de long, avec 50 % de transmis-

sion. Ces figures de filamentation sont en bon accord qualitatif avec leur contrepartie

expérimentale montrée dans la figure 5.2. En l’absence de brouillard, le profil transverse

du faisceau contient environ 25 filaments [Fig. 5.5(a)]. Ce nombre est pratiquement

divisé par deux lorsque le faisceau subit un amortissement linéaire [Fig. 5.5(b)]. Le

nombre résultant de filaments ∼ 12 − 15 est du même ordre que celui obtenu après

50 mètres de propagation libre lorsque le faisceau possède une puissance initiale di-

visée par un facteur d’environ 2 [Fig. 5.5(c)]. Le même faisceau contenant 51 Pcr subit

une réduction significative de filaments lorsqu’il se propage à travers la chambre à

brouillard avec un amortissement linéaire de 50 %. La figure en insert démontre enfin

que les pertes non-linéaires induites par MPA restent faibles sur 50 mètres, comparées

à un amortissement linéaire, ce qui est un argument pour approcher la puissance trans-

mise par Ptr ≃ Pin/2. Les filaments comptés correspondent aux spots brillants visibles

sur la figure 5.5. Leur nombre, résumé dans le tableau 5.2, est en très bon accord

quantitatif avec ceux fournis par le tableau 5.1. On peut attribuer les différences dans

le nombre exact et la localisation des filaments expérimentaux à la taille du faisceau

numérique qui est plus petite, et aux fluctuations de moindre importance (diffusion

locale, turbulence atmosphèrique...) que l’équation (5.1) ne prend pas en compte.

Ces résultats sont très instructifs puisqu’ils valident l’estimation expérimentale de

5Pcr par filament dans l’air. Dans le régime de propagation libre, ils soulignent aussi la
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Figure 5.5 : Profils du faisceau calculés numériquement à z = 50 m, dans le cas (a,c)

de la propagation libre aux puissances respectives de 123 Pcr et 51 Pcr et (b,d) de la

propagation à travers 10 mètres de brouillard avec les mêmes puissances. Les échelles

sont de 2.3 × 1.6 cm2. Les niveaux d’intensité correspondent au double de l’intensité

initiale. La figure en insert compare les pertes de puissance normalisées à la puissance

intiale Pin entre la propagation libre et le régime linéairement amorti pour Pin ≃ 123Pcr,

z = 0 correspondant à l’entrée dans la chambre de brouillard.

Pin/Pcr 123 62 51

Propagation libre brouillard libre brouillard libre

Nombre de filaments 25 12-15 13 12 6

Tableau 5.2 : Nombre de filaments en fonction de la puissance du faisceau fourni par

les simulations numériques. La donnée supplémentaire avec 62Pcr correspond au même

faisceau dans un régime de propagation libre (non montré dans la Fig. 5.5).
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forte corrélation existante entre le nombre de puissances critiques dans le faisceau initial

et le nombre de filaments formés au cours de la propagation. Enfin, ils confirment à

nouveau que l’effet d’un brouillard dense contenant des goutelettes de taille suffisament

petite est identique à celui d’une source de dissipation linéaire agissant sur le réservoir

d’énergie formé par l’enveloppe du faisceau et ses filaments.

5.2 Multifilamentation dans des cellules d’éthanol

dopées à la coumarine

Depuis peu, la propagation d’impulsions optiques femtosecondes dans les liquides

a donné lieu à de nombreuses études afin de comprendre les mécanismes complexes

qui assurent l’auto-guidage de la lumière sur des courtes distances dans les milieux

transparents [117, 118, 119]. Les milieux condensés, en effet, possèdent la propriété

d’amplifier le rôle des acteurs clés comme la dispersion et la génération de plasma dans

le maintien de l’impulsion ultra-courte en état focalisé. Dans la référence [117], une

étude détaillée d’un filament femtoseconde auto-guidé dans du méthanol a démontré la

possibilité de promouvoir de multiples phases de focalisation/défocalisation le long de

l’axe de la propagation, à cause de la compétition entre la réponse Kerr, la dispersion

du milieu, et l’ionisation à cinq photons du méthanol. En ajoutant une petite quantité

de coumarine, qui entrâınait ici de l’absorption à trois photons, les auteurs ont observé

une limitation de l’intensité maximale et un accrôıssement de la divergence spatiale du

faisceau. Les échanges d’énergie entre le coeur du filament et sa periphérie rendent pos-

sibles des évènements de re-focalisation. Dans la présente étude, nous nous intéressons

aux figures de filamentation multiple créées par les impulsions ultra-courtes comportant

une puissance initiale de plusieurs centaines de puissances critiques. Nous examinerons

en particulier les modifications observées dans les figures obtenues en champ proche

dans les cellules d’éthanol contenant ou non une faible concentration de molécules d’un

colorant, la coumarine 153, promouvant de l’absorption à deux photons à 800 nm. Dans

ce qui suit, nous analysons l’influence de la géométrie du faisceau initial en utilisant

une distribution optique fermée (le faisceau passe par un diaphragme) ou ouverte (le

faisceau n’est pas coupé), ainsi que l’action du colorant sur la figure de filamentation.
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5.2.1 Le modèle physique

Pour modéliser la propagation de l’impulsion, nous considérons l’équation 3D NLS

pour le champ électrique E(x,y,z,t) dans le référentiel de l’onde se déplaçant à la vitesse

de groupe vg, couplée au modèle d’ionisation en régime MPI:

∂E
∂z

=
i

2k
∇2

⊥E − i
k′′

2
∂2
t E + ik0n2|E|2E − (

σ

2
+ i

k0

2n0ρc
)ρE

−β
(K)

2
|E|2K−2E − σ

(n)
abs

2
ρabs|E|2n−2E , (5.3)

∂tρ = σKρnt|E|2K +
σ

Ui
ρ|E|2 − ρ

τr
. (5.4)

Dans le membre de droite de l’équation (5.3), le nombre d’onde central est défini

par k = n0k0 pour k0 = 2π/λ0 = ω0/c, λ0 = 810 nm et n0 = 1.36 est l’indice de

refraction linéaire pour l’éthanol pur. La GVD dans l’éthanol pur a un coefficicent

élevé k′′ ≃ 403 fs2/cm [120] et la réponse Kerr est caractérisée par l’indice non-linéaire

n2 = 2.6 × 10−16 cm2/W. En l’absence de mesures précises, lorsque le colorant est

melangé à l’éthanol, cet indice peut augmenter significativement par un facteur > 10

[121, 122]. C’est pourquoi nous considérons la valeur ndilue
2 = 2.6 × 10−15 cm2/W pour

des solutions diluées. La puissance critique toujours définie par Pcr = λ2
0/2πn0n2 vaut

donc Pcr ≃ 3 MW pour l’éthanol pur, et Pcr ≃ 0.3 MW lorsque le diluant est présent.

Les trois autres termes correspondent aux gain et perte par plasma, incluant l’absorp-

tion multiphotonique de coefficient β(K=6) = 8.53 × 10−65 cm9/W5, dûe à l’ionisation

des molécules d’éthanol principalement. Les transitions éléctroniques dans la bande de

conduction ont lieu avec le potentiel d’ionisation Ui = 8.4 eV, entrâınant une transition

à 6 photons à 800 nm avec une section efficace multiphotonique σK=6 = 5.63 × 10−69

s−1 cm12/W6, pour une densité d’espèces neutres ρnt = 1.03 × 1022 cm−3, une densité

critique de plasma ρc = 1.7 × 1021 cm−3 et une section efficace pour le Bremstrahlung

inverse σ ≃ 1.22 × 10−17 cm2 [43, 123, 124]. A cause de la faible concentration de

coumarine (10−4 fois plus faible que ρnt), l’extraction des électrons libres des molécules

du diluant n’est pas prise en compte, même si leur potentiel d’ionisation est proche de

celui de l’éthanol. La coumarine 153 contribue principalement à baisser l’intensité du

faisceau à travers un processus d’absorption à deux photons (TPA). Le dernier terme de

coefficient σ
(n)
abs × ρabs concerne l’excitation à deux photons [125] [dzI = −σ(n=2)

abs ρabsI
2].

La densité de coumarine ρabs varie entre 2.5×1018 et 7.8×1018 cm−3 dans les expériences
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(resp. 1.3 à 4 g/l). Nous utiliserons cette dernière valeur pour la densité. La section

efficace de l’absorption à deux photons est σ
(2)
abs = 6.76 × 10−31 cm4/W [126, 127].

L’équation (5.4) prend en compte la formation de plasma par transitions multiphoto-

niques ainsi que l’ionisation par avalanche (cascade) et la recombinaison électronique.

Concernant cette dernière, nous optons pour un temps de recombinaison τr = 450 ps

[128].

Lors des expériences, la taille du faisceau laser varie entre 1 et 1.5 mm, et la

puissance initiale atteint plusieurs centaines de puissances critiques. Le faisceau se

propage dans une cellule d’éthanol (diluée ou non) d’1 cm de long. Pour simuler ce

type d’expériences, nous considérons un champ laser initial avec un faisceau de taille

millimétrique, pour lequel la puissance et l’intensité initiales sont choisies proches des

valeurs expérimentales, c’est-à-dire I(z = 0) ≃ 3−4×1011 W/cm2, tout en conservant

les valeurs du diamètre w0 et de la puissance initiale Pin comparables avec celles em-

ployées dans les expériences. Les deux types de configuration (le faisceau passe ou ne

passe pas par un diaphragme) sont modélisées par les profils suivants, que l’on désignera

respectivement par “faisceau ouvert” ou “faisceau fermé”.

Pour simuler des faisceaux ouverts, on suppose des profils spatial et temporel Gaus-

siens perturbés par un bruit aléatoire de 15%:

E(x,y,t,z = 0) =

√
2Pin

πw2
0

× (1 + 0.15 × bruit) × e
−x2+y2

w2
0

− t2

t2p , (5.5)

avec tp = 102 fs, w0 = 1 mm, et Pin ≃ 6.3 GW, ce qui représente la moitié de la

puissance initiale expérimentale. Ces paramètres assurent un intensité d’entrée maxi-

male de I0 = 4 × 1011W/cm2. La simulation des faisceaux fermés se fait par un profil

Super-Gaussien en espace, complété par un profil Gaussien en temps:

E(x,y,t,z = 0) =

√
2

1
N Pin

Γ(1 + 1
N

)πw2
0

× (1 + 0.15 × bruit) × e
−(x2+y2

w2
0

)N− t2

t2p , (5.6)

où Γ(x) est la fonction d’Euler, w0 = 0.5 mm, tp = 102 fs, et Pin ≃ 2.8 GW, va-

leurs similaires à celles utilisées expérimentalement. L’exposant N = 10 fixe l’intensité

maximale proche de celle délivrée dans les expériences Imax
0 ≃ 4 × 1011 W/cm2.

5.2.2 Résultats numériques

La propagation des impulsions ci-dessus est simulée numériquement en resolvant

les équations (5.3) et (5.4) dans une géométrie (3+1). La taille de la bôıte numérique



88 Filamentation Multiple: Simulations et Expériences

spatiale est de 6w0 et le nombre de points pour la discrétisation en espace 1536 ×
1536, conduisant à une résolution spatiale de 2 µm. L’axe des temps est de 5tp pour

512 points, conduisant à une résolution spatiale de 1 fs. Les simulations ont nécessité

des dizaines d’heures de calcul réparties en parallèle sur 64 processeurs.

Nous nous sommes d’abord intéressés à l’influence de la géomètrie du faisceau sur

la figure de filamentation issue de la propagation à travers une cellule d’éthanol pur de

1 cm de long. Le terme ρabs est alors pris égal à zéro dans l’équation (5.3).
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Figure 5.6 : Fluence 3D calculées à z = 1 cm pour des champs laser se propageant

dans une cellule d’éthanol pur. La forme spatiale du faisceau initial est définie en (a),

(b) faisceau ouvert ou (c), (d) faisceau fermé . Les paramètres laser sont définis sous

les Eqs. (5.5) et (5.6), respectivement.

La figure 5.6 représente les profils de fluence dans le plan (x,y) calculés à la sortie de

la cellule, pour deux formes spatiales du faisceau initial distinctes: La première rangée

correspond au faisceau Gaussien ouvert [Eq. (5.5)], et la deuxième au faisceau Super-

Gaussien coupé spatialement (faisceau fermé) [Eq. (5.6)]. Les deux configurations [Fig.

5.6(a-d)] mettent en évidence des structures filamenteuses avec un diamètre de quelques
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Figure 5.7 : Profils d’intensité expérimentaux à la sortie de la cellule après 1 cm de

propagation dans de l’éthanol pur (a) pour un faisceau ouvert et (b) pour un faisceau

diaphragmé (∼ 4 × 1011W/cm2).

microns. Ces figures sont en bon accord qualitatif avec les mesures expérimentales

présentées dans la figure 5.7. En particulier, le faisceau ouvert [Fig. 5.7(a)] se casse

en un nombre de filaments plus restreint qu’en configuration fermée [Fig. 5.7(b)]. Le

faisceau Gaussien est plus résistant à l’instabilité de filamentation, dont les celulles

ne s’amplifient qu’au centre de l’impulsion (voir Ref. [14]). Le faisceau Super-Gaussien

produit tout d’abord une structure en anneaux, provenant de la diffraction de faisceaux

étendus. L’intensité de ces anneaux est alors amplifiée par l’effet Kerr, ce qui induit

un croissance de leur gradient (i.e, sur le bord de l’anneau). C’est cette zone qui se

casse préférentiellement en petites cellules par instabilité modulationelle azimuthale.

Ceci donne lieu à de petits filaments qui envahissent le centre du faisceau au cours

de la propagation. Cette observation est en accord avec la référence [14], où il a été

montré que la filamentation se produit principalement dans les zones de forts gradients

du champ.

Nous retrouvons ce type de comportements dans la figure 5.8 montrant la fluence du

champ laser filtré spatialement par une fente d’1 mm de largeur. Afin de modéliser l’ac-

tion de cette fente, nous utilisons un profil de Super-Gaussienne devenant asymétrique:

E(x,y,t,z = 0) =

√
2

1
2N

−2Pin√
π
2
Γ(1 + 1

2N
)w2

0

× (1 + 0.15 × bruit) × e
−( x2

w2
0

)N− y2

4w2
0

− t2

t2p , (5.7)

avec w0 = 0.5 mm, tp = 102 fs, N = 10 et Pin ≃ 4.7 GW. Dans cette situation,

les filaments sont concentrés le long de deux lignes x ≃ ±0.5 mm, comme observé

en Fig. 5.8. Dans la région de forts gradients, l’intensité du faisceau s’amplifie et les
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Figure 5.8 : Fluence 3D calculées à différentes distances (a), (b) z = 0.7 cm et (c),

(d) z = 1 cm pour des impulsions laser se propageant dans une cellule d’éthanol pur.

Le faisceau laser initial est filtré par une fente [Eq. (5.7)].

premiers filaments apparaissent sur les bords [Figs. 5.8(a-b)]. Puis, l’impulsion conti-

nue à s’auto-focaliser produisant de fortes modulations et des multiples filaments dans

les zones centrales [Figs. 5.8(c-d)]. Les bords de la fente possédant les plus forts gra-

dients en intensité sont les lieux de support des filaments initiaux, comme confirmé

expérimentalement (cf. figure 5.9).

5.2.3 Solution éthanol/diluant

A partir de maintenant, nous considérons le faisceau en configuration fermé [Eq.

(5.6)] et concentrons notre attention sur l’action de la coumarine 153 sur les proces-

sus non-linéaires. La figure 5.10 compare la propagation du faisceau fermé dans un

échantillon d’éthanol contenant ou non 4g/l de molécules de coumarine. Dans une cel-

lule d’éthanol pur, le champ s’auto-focalise en intensité jusqu’à 18 TW/cm2 [5.10(a)]

à la distance zc ≃ 7 mm. Le collapse du faisceau est alors stoppé par la génération
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Figure 5.9 : Champ proche expérimental à la sortie d’une cellule d’éthanol pur d’1

cm de long après passage du faisceau par une fente.

de plasma, celui-ci atteignant une densité électronique pic autour de 1019 cm−3 [Fig.

5.10(b)]. Le faisceau est ensuite auto-guidé sur 3 mm par l’équilibre dynamique entre

l’auto-focalisation Kerr et la défocalisation plasma. Ce processus est accompagné par

une faible perte en énergie (6%) causée par l’ionisation des molécules d’éthanol [Fig.

5.10(c)]. Lorsque la coumarine est introduite, des phénomènes similaires sont observés,

excepté que l’absorption à deux photons de la coumarine ne permet pas un auto-

guidage efficace du faisceau. Tout d’abord le foyer non-linéaire apparâıt prématurément

à zc ≃ 0.8 mm, principalement à cause de la plus forte valeur de n2. A partir de cette

distance, le pic d’intensité atteint une valeur plus faible (8 TW/cm2) et la densité

de plasma atteint pratiquement 1016 cm−3, avant de chuter à des niveaux limités à

1014 cm−3. Dans ce cas, l’auto-focalisation est en compétition avec deux processus

non-linéaires: la défocalisation plasma et l’absorption à deux photons de la couma-

rine. Aucun équilibre dynamique n’a lieu entre ces phénomènes, si bien que le faisceau

s’élargit jusqu’à dépasser les limites de la cellule, ce qui se traduit aussi par une perte

importante d’énergie dès le début de la propagation [Fig. 5.10(c)]. Dans le même ordre

d’idée, il est intéressant de remarquer que, contrairement à la référence [117] où l’ab-

sorption à trois photons du diluant était peu dissipative, la section efficace du TPA est

si importante (plus de 80% de l’énergie est absorbée sur 1 cm) que la réponse Kerr du

milieu est incapable d’engendrer de nouvelles phase de re-focalisation.

La figure 5.11 présente les fluences des profils 3D obtenus expérimentalement [Fig.

5.11(a)] et calculés numériquement [Fig. 5.11(b)] à la sortie de la cellule d’éthanol

dilué. En comparant ces résultats avec les figures 5.6(d) et 5.6(b), on remarque que le

diluant éteint de nombreux sites de filamentation. Les cellules optiques encore actives

sont séparées mutuellement par une distance de l’ordre de 50-100 µm et forment une
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Figure 5.10 : (a) Pic d’intensité, (b) densité d’électrons, et (c) rapport de l’énergie

du faisceau sur son énergie initiale en fonction de la distance de propagation pour un

faisceau en configuration fermée ev́oluant dans une cellule d’éthanol pur (tirets) et dans

de l’éthanol dilué à 4g/l de coumarine (courbe pleine).

figure de type “réseau”. Plus la concentration en diluant est élevée, plus le nombre de

filaments est abaissé. Ce comportement présente des analogies avec l’atténuation des

filaments traversant un tube de brouillard avec densités élevées de gouttes d’eau [28].

En accord avec la figure expérimentale 5.11(a), la figure 5.11(b) montre aussi que les

filaments sont distribués dans le plan (x,y) avec des distances de séparation variant

entre 50 et 100 µm; ils possèdent un diamètre plus large qu’à la sortie d’une cellule

d’éthanol pur. Ceci est directement lié à l’action de l’amortissement non-linéaire de la

coumarine, qui contribue à l’arrêt du collapse du faisceau à des niveaux d’intensité plus

faibles.



5.2 Multifilamentation dans des cellules d’éthanol dopées à la coumarine93
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Figure 5.11 : (a) Fluences 3D photographiées à z = 1 cm pour un faisceau

fermé se propageant dans une solution d’éthanol diluée avec de la coumarine 153

(concentration= 4 g/L). Seuls quelques filaments subsistent: le diamètre typique d’un

filament est plus large (≤ 20 µm). La distance moyenne entre deux filaments voisins

est d’environ 50-100 µm. (b) Fluence 3D calculée numériquement à la même distance

pour le faisceau se propageant dans la même solution d’éthanol et de coumarine.





Chapitre 6

Conclusion

Dans cette thèse, nous avons abordé différents aspects de la propagation non-

linéaire d’une impulsion laser ultra-courte dans les milieux transparents, gazeux et

liquides. Nous avons affiné les équations du modèle de propagation, proposé de nou-

veaux concepts, comme les vortex optiques femtosecondes, testés à partir de simula-

tions numériques sur des codes parallèles du Commissariat à l’Energie Atomique de

Bruyères-le-Châtel (CCRT et Tera). Par ailleurs, des comparaisons directes entre nos

résultats numériques et des observations expérimentales nous ont permis de valider les

modèles d’une part, et d’avoir une meilleure compréhension des phénomènes physiques

mis en jeu d’autre part.

En guise d’introduction, nous avons établi les équations de propagation sous hy-

pothèse d’enveloppe lentement variable. Nous avons rappelé quelques résultats fonda-

mentaux concernant l’équation NLS de base dans le domaine de l’optique non-linéaire.

En particulier, le phénomène élémentaire de collapse d’ondes et ses conséquences sur des

faisceaux ultra-puissants ont été redémontrés: au-delà de la puissance critique d’auto-

focalisation, le faisceau s’auto-focalise et son amplitude diverge à distance finie. Pour

arrêter ce comportement singulier, la dispersion de la vitesse de groupe (GVD) apparâıt

comme un candidat potentiel, qui entrâıne un “splitting temporel” de l’impulsion pour

des puissances proches du seuil d’auto-focalisation. Pour des puissances plus élevées,

la génération de plasma dans le sillage de l’onde par ionisation locale des molécules

du milieu entrâıne une défocalisation partielle du faisceau. Ces phénomènes sont ceux

qui affectent principalement la propagation et dictent la dynamique spatio-temporelle

d’une impulsion de forte puissance. Leur équilibre résulte dans la formation d’un guide
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d’ondes étroit en taille et robuste le long de l’axe de la propagation, communément

appelé “filament femtoseconde”.

Dans une première partie, nous nous sommes intéressés au terme de polarisation

non-linéaire induit par la réponse des électrons liés du milieu. La plupart des modèles

développés jusqu’à présent prenaient en compte, outre le terme de polarisation linéaire,

uniquement la contribution cubique provenant du développement du vecteur de pola-

risation en série entière de l’intensité laser. Nous avons proposé de prendre en compte

l’ordre supérieur de polarisation quintique, attaché au tenseur de susceptibilité χ(5).

Une étude analytique appuyée par des simulations numériques a montré l’importance

relative de ce terme dans le modèle décrivant la propagation d’une impulsion ultra-

courte dans l’air. Le terme quintique n’empêche pas la génération d’électrons libres. Il

augmente la robustesse du filament ainsi que son domaine d’auto-guidage, en abaissant

le seuil de saturation de l’intensité laser. La valeur précise du coefficient n4 lié à la sus-

ceptibilité χ(5) est difficilement mesurable experimentalement. Cependant les valeurs

retenues, n4 = 0.25 − 1 × 10−32 cm4/W2, permettent de retrouver numériquement les

intensités pics, les figures de filamentation et leur évolution générique observées lors

des expériences. Notons à ce propos que l’inclusion d’une non-linéarité quintique se jus-

tifie aussi par sa capacité à reproduire l’effet de saturation joué par l’onde harmonique

d’ordre trois sur la propagation d’une onde de pompe infra-rouge [33].

Dans une deuxième partie, nous nous sommes intéressés à la phase de filamenta-

tion multiple d’une impulsion ultra-courte contenant plusieurs puissances critiques. La

question étant de savoir comment parvenir à mâıtriser (ou rendre plus déterministe)

ce processus. Partant de configurations tout d’abord simples, nous avons examiné la

propagation de faisceaux quasi-1D contenant un fort gradient le long d’une direction

privilégiée. Des simulations numériques menées sur le code 2D (issu des équations 3D

moyennées en temps) ainsi que sur le code pleinement 3D ont montré que le faisceau

filamentait tout d’abord sur les lieux de fort gradients, avant que les filaments ne se

répartissent ensuite de manière aléatoire dans le plan transverse. Dans le même ordre

d’idée, la simulation de faisceaux Super-Gaussiens a mis en évidence des comporte-

ments analogues. Des estimations theoriques, fondées sur le modéle simplifié des ondes

planes, ont permis de prévoir le nombre de modulations apparaissant sur les gradients

du faisceau et d’approcher leur distance d’apparition. En utilisant des impulsions com-
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portant un fort gradient en intensité, on peut mâıtriser le lieu d’apparition des premières

modulations. L’estimation de leur distance d’apparition, qui est guidée principalement

par le rapport de puissance Pin/Pcr contenu dans l’impulsion laser initiale, se dégrade

cependant pour des formes de faisceaux s’éloignant de l’hypothèse d’onde plane. Elle

s’améliore néanmoins pour des faisceau étendus de forme Super-Gaussienne.

Nous avons ensuite proposé de nouveaux types d’impulsions: les vortex optiques

femtosecondes. Une première étude analytique fondée sur l’équation NLS pour les ondes

non pulsées a permis de “calibrer” cet objet, c’est à dire quantifier numériquement la

puissance, l’anneau et l’amplitude du vortex, en fonction de sa charge topologique m.

Ces paramètres étant définis, nous avons testé la stabilité de ces formes particulières à

partir de simulations numériques 2D. Les résultats ont montré des propriétés de robus-

tesse remarquables, ainsi qu’un nombre de modulations et donc de filaments créés en

très bon accord avec celui prévu par la théorie. Pour un faisceau évoluant en phase Kerr

pure, ce nombre varie comme 2|m|+1. La question était alors de savoir si ces résultats

persisteraient en géométrie 3D, c’est-à-dire pour des conditions physiques réelles pre-

nant en compte les variations temporelles de l’impulsion et donc la dispersion de la

vitesse de groupe (GVD). Pour une durée d’impulsion trop faible, nous avons constaté

que la dispersion temporelle devenait trop forte. L’impulsion ne peut ni converger ni

maintenir un état de vortex stable. Pour des durées d’impulsion suffisamment larges,

tp = 250 fs, la GVD devient négligeable, la distance de dispersion temporelle est re-

poussée à des kilomètres, et l’impulsion peut alors converger vers son état de vortex

radial. Pour des durées femtosecondes mais larges, des vortex optiques peuvent être

produits et se propager sur une centaine de mètres avant de se casser par instabilité

modulationnelle en 2|m|+1 filaments. Ce résultat est à comparer aux quelques mètres

de propagation atteints par une impulsion classique de type Gaussienne possédant la

même puissance initiale. Cette étude a donc mis en évidence la possiblité de propager

des impulsions ultra-courtes sur de grandes distances (la centaine de mètres), lorsque

celles-ci sont préparées sous forme de vortex optiques comportant une charge topolo-

gique m, la puissance et la taille du vortex étant alors quantifiés de manière unique

par rapport à ce paramètre de charge. Notons à ce propos que ces vortex optiques

ont été mis au point lors d’experiences récentes faites par Guo et al. [129] et plus

particulièrement en régime femtoseconde par Maryienko et al. [130].
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Dans une dernière partie, nous nous sommes intéressés à la multifilamentation

(la filamentation de faisceaux en plusieurs dizaines de cellules optiques) en milieu at-

mosphèrique humide et dans les milieux denses.

A partir d’expériences menées avec l’installation Teramobile, nous avons cherché

à caractériser la propagation d’un faisceau ultra-court à travers un brouillard. Nous

avons évalué les pertes en énergie induites par la collision du faisceau avec des gout-

telettes d’eau micrométriques, et leur conséquence sur la figure de filamentation. D’un

point de vue théorique, nous avons examiné les différences dans la transmission de ces

figures lorsque les équations du modèle prennent en compte un terme d’amortissement

linéaire ou décrivent la collision stochastique du faisceau avec des obstacles distribués

aléatoirement. Nos simulations ont montré que la collision du faisceau avec des goutte-

lettes opaques induisait des pertes de puissance comparables avec une atténuation de

type exponentielle causée par une dissipation linéaire. L’équivalence entre un amortisse-

ment linéaire et les pertes induites par des gouttelettes micrométriques nous ont permis

de reproduire numériquement les figures de filamentation obtenues expérimentalement

et de mettre en évidence un très bon accord entre les simulations numériques et les

expériences concernant le nombre de filaments obtenus. Le brouillard n’empêche pas

le processus de filamentation ; seul le nombre de filaments est réduit de manière quasi-

linéaire par la perte de puissance induite. Donc même pour une forte densité d’humi-

dité, les filaments femtosecondes conservent leur propriété remarquable de robustesse.

Cette propriété est essentielle pour l’utilisation de ces objets non-linéaires à des fins de

détection et d’identification Lidar des aérosols à grande distance dans l’air.

Enfin, nous avons utilisé le code 3D pour reproduire numériquement certaines fi-

gures de filamentation multiple créées par des impulsions laser de forte puissance dans

l’éthanol. Nos résultats numériques ont montré un bon accord avec les figures de fluence

obtenues en champ proche mesurées expérimentalement par les équipes du LASIM. En

étudiant l’influence de la géométrie du faisceau initial, nous avons montré que les fi-

laments apparaissaient généralement sur les lieux de forts gradients du champ, ce qui

est en parfait accord avec les résultats expérimentaux. Dans les liquides, les filaments

produits sont de petite taille (quelques microns) et sont beaucoup plus nombreux à des

puissances d’entrée équivalent à plusieurs centaines (voire des milliers) de puissances

critiques. Enfin, nous avons examiné la propagation de tels faisceaux dans des cellules
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d’éthanol contenant une forte concentration de coumarine 153. Cette molécule induit

de l’absorption à deux photons que nous avons introduite dans l’équation de propa-

gation à partir d’une section efficace reportée expérimentalement. Après avoir adapté

la valeur de l’indice Kerr pour un tel milieu, nous avons démontré que cette absorp-

tion n’empêchait pas le faisceau de s’auto-focaliser, mais qu’elle diminue notablement

l’action de l’effet Kerr en induisant des pertes d’énergie importantes. Le nombre de

filaments varie de manière inversement proportionnelle avec la concentration de la cou-

marine. En accord avec les expérimentations, le diluant peut être utilisé pour contrôler

et régulariser la filamentation multiple dans des mélanges liquides.
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Annexe A

Taux d’ionisation pour les atomes

et les molécules

Cette appendice détaille les différentes théories de l’ionisation photonique pour les

gaz et les milieux transparents denses.

A.1 L’ionisation dans les gaz

Afin de modéliser la génération d’électrons libres par un champ laser intense inter-

agissant avec un milieu gazeux, les théories de l’ionisation photonique ont été développées

tout d’abord pour les atomes d’hydrogène par Keldysh [43], puis par Perelomov, Popov

et Terent’ev (PPT) pour des atomes plus complexes [45], avant d’être affinées par Am-

mosov, Delone et Krainov (ADK) vingt ans plus tard [47]. Plus récemment, Tong et

al. ont proposé une théorie pour les espèces moléculaires en régime d’ionisation tunnel

[48].

A.1.1 La théorie de Keldysh

La théorie de Keldysh est limitée aux atomes hydrogénöıdes dans leur état éléctronique

fondamental et ne prend pas en compte l’interaction Coulombienne entre l’électron et

l’ion résiduel. Le taux d’ionisation W d’un atome irradié par un champ laser ~E cos(ωt)

est évalué par

W =
e2

~2
lim
t→∞

∫
d~p

(2π~)3

d

dt

∣∣∣∣∣

∫ t

0

dt′ cos(ωt′)
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×
〈

Ψ~p(~r,t
′)
∣∣~r · ~E

∣∣Ψg(~r,t
′)

〉∣∣∣∣∣

2

, (A.1)

où e = −qe, et l’état fondamental de l’atome caractérisé par l’énergie Eg = −Ui
(potentiel d’ionisation) est

Ψg(~r,t) =
1√
πa3

e−
r
a e−

i
~
Egt. (A.2)

Ici, a = aB/Z inclut le rayon de Bohr aB de l’hydrogène. Les états du continu

éléctronique sont décrits par les fonction de Volkov

Ψ~p(~r,t) = e
i
~
[(~p−e ~A(t))·~r− 1

2me

∫ t
0
dt′[~p−e ~A(t′)]2], (A.3)

où ~A(t) est le vecteur potentiel du champ laser. L’insertion de (A.2) et (A.3) dans

l’équation (A.1) et l’intégration sur les coordonnées spatiales fournit l’expression

W =
2

~2
lim
t→∞

Re

[ ∫
d~p

(2π~)3

×
∫ t

0

dt′ cos(ωt) cos(ωt′) L(~p,t′) L∗(~p,t)

]
, (A.4)

avec

L(~p,t) = V0

(
~p +

e

ω
~E sin(ωt)

)
×

e
i
~

[
Uit+

1
2me

∫ t
0
dt′[~p+ e

ω
~E sin(ωt′)]2

]

, (A.5)

V0(~p) = 8ie
√
πa3~ ~E · ~∇~p

[ 1

(1 + a2p2

~2 )2

]
.

La fonction L(~p,t) est périodique avec une période égale à T = 2π/ω. Elle peut

donc être décomposée en séries de Fourier. Après utilisation de cette expression sous

forme de séries dans l’équation (A.4), on obtient

W =
2π

~

∫
d~p

(2π~)3
|L(~p)|2

+∞∑

n=−∞
δ[Ui +

p2

2me

+
e2E2

4meω2
− n~ω], (A.6)

avec

L(~p) = −16ie

√
πa7

~π
U3
i

∫ 1

−1

du
~E.[~p + e

ω
~Eu]

[Ui +
1

2me
(~p+ e

ω
~Eu)2]3

×

e
i

~ω

∫ u
0

dv√
1−v2

[Ui+
1

2me
(~p+ e

ω
~Ev)2]

. (A.7)

En supposant que l’électron quitte l’atome avec une faible énergie cinétique ( p2

2me
≪

Ui), les pôles du dénominateur de L(~p) s’écrivent sous la forme

u±s = iγ
[
± 1 + i

p cos(θ)√
2meUi

± p2 sin2(θ)

2meUi

]
, (A.8)
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où θ est l’angle entre le vecteur impulsion ~p et le champ éléctrique ~E. γ = ω
√

2meUi/(eE)

est le paramètre de Keldysh. Au moyen de la méthode du col et du théorème des résidus,

l’équation (A.7) est ensuite intégrée pour donner

W = 4
√

2ω

√
Ui
~ω

[
γ√

1 + γ2

] 3
2

×

e
− 2Ūi

~ω
[sinh−1(γ)− γ

√
1+γ2

1+2γ2 ]
S(γ,

Ūi
~ω

), (A.9)

où Ūi ≡ Ui + e2E2/4meω
2 et la fonction S(γ,x) est définie par

S(γ,x) =

+∞∑

n=0

e
−2[sinh−1(γ)− γ√

1+γ2
][<x+1>−x+n]×

∫ √

2γ√
1+γ2

[<x+1>−x+n]

0

e
y2− 2γ√

1+γ2
[<x+1>−x+n]

dy.

(A.10)

Pour prendre la corrélation éléctron-ion en compte, Keldysh, enfin, multiplie le

taux d’ionisation par le facteur (Ui/~ω)γ/
√

1 + γ2. Exprimé en unités atomiques, m =

e = ~ = aB = 1 [131], le taux d’ionisation résultant prend l’expression finale

W = 2
√

2
[ 2E0

E
√

1 + γ2

] 1
2

Ui
γ2

1 + γ2
e
−2ν

[
sinh−1(γ)− γ

√
1+γ2

1+2γ2

]
×

+∞∑

κ≥ν0

e−α[κ−ν]Φ0

[√
β(κ− ν)

]
, (A.11)

où

E0 = [2Ui]
3/2, γ = ω

√
2Ui/E, ν = Ūi/~ω, β = 2γ/

√
1 + γ2, α = 2

[
sinh−1(γ) −

γ/
√

1 + γ2
]
, ν0 =

〈
ν + 1

〉
et Φm(x) = e−x

2 ∫ x

0
(x2 − y2)|m|ey

2

dy.

Cette théorie a été la première capable de décrire l’ionisation d’un atome dans les

deux régimes de faible (γ ≫ 1) et forte (γ ≪ 1) intensité. Le premier régime se réfère à

l’ionisation multiphotonique (MPI), à travers laquelle l’électron est libéré quand l’atome

absorbe K =< Ui/(~ω) + 1 > photons. Le second correspond à l’ionisation par effet

tunnel, pour lequel l’électron quitte l’ion en passant à travers la barrière de Coulomb.

En régime MPI, le taux d’ionisation est obtenu en prenant la limite γ → +∞ dans

l’équation (A.11) qui se réduit alors à

W = σ(K) × IK , (A.12)

où I est l’intensité laser et σ(K) est la section efficace d’ionisation photonique

σ(K) = 4
√

2ω
[Ui
ω

]2K+3/2

× e2K−Ui/w

E2K
0

Φ0

[
√

2K − 2Ui
ω

]
, (A.13)
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avec w ≡ (~ω) (u.a). Exprimé en s−1cm2K/WK , le paramètre de “section efficace”

ci-dessus doit être converti en σ(K) → σ(K)[a.u.]/(2.42 × 10−17 × [3.51 × 1016]K).

A.1.2 La théorie PPT

Plus tard, Perelomov, Popov et Terent’ev [45] ont développé un modèle plus élaboré.

Tout d’abord, ils ont inclus l’interaction Coulombienne entre l’ion et l’électron lorsque

ce dernier quitte le noyau de l’atome. Ensuite, ils ont considéré tous les états atomique

bornés comme un état initial. Le taux résultant est alors donné par

W =
4
√

2

π

∣∣Cn∗,l∗
∣∣2

[
2E0

E
√

1 + γ2

]2n∗− 3
2
−|m|

Ui
γ2

1 + γ2

f(l,m)

|m|! ×

e
−2ν

[
sinh−1(γ)− γ

√
1+γ2

1+2γ2

] +∞∑

κ≥ν0

e−α[κ−ν]Φm

[√
β(κ− ν)

]
, (A.14)

où n∗ = Z/
√

2Ui est le nombre quantique effectif, Z est la charge résiduelle de

l’ion, l∗ = n∗ − 1 et n, l, m sont respectivement les nombres quantiques principaux, le

moment orbital et le nombre quantique magnétique. Les facteurs |Cn∗,l∗| et f(l,m) sont

|Cn∗,l∗|2 =
22n∗

n∗Γ(n∗ + l∗ + 1)Γ(n∗ − l∗)
, (A.15)

f(l,m) =
(2l + 1)(l + |m|)!
2|m||m|! (l − |m|)! . (A.16)

Même si l’équation (A.14) est usuellement présentée comme la formule de “PPT”,

les coefficients |Cn∗,l∗| sont en fait extraits de la théorie dérivée par Ammosov, Delone

et Krainov [47] dans la limite tunnel. Les différences entre les coefficients PPT et ADK

proviennent essentiellement du fait que la théorie ADK utilise des fonctions d’onde

électroniques prenant en compte le potentiel de Coulomb (états de Volkov), qui sont

modifiées pour les relier aux états du continu aux grandes distances (r ≫ 1/
√

2Ui) .

A.1.3 La théorie ADK moléculaire

Le taux PPT [Eq. (A.14)] est valable pour décrire l’ionisation multiphotonique des

atomes. Il peut cependant conduire à des erreurs lorsqu’il est appliqué à des systèmes

moléculaires, à cause des coefficients |Cn∗,l∗|, originellement évalués à partir de fonc-

tions d’onde atomiques. Celles-ci ne peuvent pas reproduire les particularités inhérentes
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a l’état moléculaire comme par exemple la suppression de l’ionisation de la molécule

de O2 [132]. Afin de palier de telles limitations, nous pouvons remplacer les coefficients

|Cn∗,p∗|2 par leurs équivalents moléculaires calculés par Tong et al. [48] en limite tun-

nel et prolonger la formule PPT obtenue aux régimes de basses intensités (MPI) de

manière analytique. Ainsi, l’équation (A.14) peut décrire l’ionisation moléculaire aprés

la substitution
∣∣Cn∗,l∗

∣∣2f(l,m) →

[∑

l

Cl
(2Ui)(n∗/2)+(1/4)

√
(2l + 1)(l + |m|)!
2|m||m|!(l − |m|)!

]2

, (A.17)

où les coefficients Cl ont été établis pour différentes molécules. Pour la molécule

O2, nous utilisons C2 = 0.683 et C4 = 0.033, alors que C1=C3=0, et m = 1 [48].

A.2 L’ionisation dans les milieux denses

La génération de plasma dans les milieux denses est décrite par le taux d’ionisa-

tion pour les cristaux dérivé par Keldysh [43]. Son évaluation analytique est identique

à celle appliquée aux atomes, excepté le fait que les états initiaux sont maintenant

modélisés par des fonctions d’onde de Bloch. Suivant le même type de procédure, le

taux d’ionisation dans des cristaux ayant un seuil d’énergie Eg et irradié par un champ

électromagnétique d’amplitude E0cos(ωt) est donné par

W =
2ω

9π

(√
1 + γ2

γ

m∗ω

~

) 3

2 ×Q(γ,
∆̄

~ω
) × e

−π< ∆̄
~ω

+1>×
[

K

(
γ2

1+γ2

)
−E

(
γ2

1+γ2

)

E

(
1

1+γ2

)
]

(A.18)

avec γ = ω
√
m∗Eg/eE0, m

∗−1 = me
−1 +mh

−1,

Ēg =
2

π
Eg

√
1 + γ2

γ
E

( 1

1 + γ2

)
, (A.19)

Q(γ,x) =

√
π

2K
(

1
1+γ2

) ×
+∞∑

n=0

e

−πn
[

K

(
γ2

1+γ2

)
−E

(
γ2

1+γ2

)

E

(
1

1+γ2

)
]

×Φ0

[√
π2

4

2 < x+ 1 > −2x+ n

K
(

1
1+γ2

)
E

(
1

1+γ2

)
]
.

(A.20)
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Ici les fonctions K(x) ≡
∫ π/2

0
(1 − x sin2 θ)−1/2dθ et E(x) ≡

∫ π/2

0
(1 − x sin2 θ)1/2dθ

sont les intégrales elliptiques complètes de premièr et seconde espèce [133] et m∗ est la

masse réduite pour la paire électron/ion. Il est à noter que, alors que W est exprimé

par unité de temps pour les gaz [Eq. (A.11)], il est exprimé par unité de temps et par

unité de volume pour les mileux condensés [Eq. (A.18)]. Le taux d’ionisation se réduit

pour des faibles intensités à sa limite multiphotonique (γ → +∞) prenant la forme

W = σ(K) × IK (A.21)

où

σ(K) =
2ω

9π

(m∗ω

~

) 3
2 Φ

[√
2(K − Eg

~ω
)
]
e2K

[ e2

8m∗ω2Egǫ0cn0

]K
(A.22)

et n0 = n(ω = ω0) est l’indice de réfraction linéaire.



Annexe B

Aspects numériques

Dans cette annexe, nous exposons brièvement les détails relatifs aux codes développés

et utilisés pour nos simulations numériques.

À cause des contraintes de résolution “hyperfine” (quelques µm en espace, ≤ 1

fs en temps), ces simulations numériques relèvent d’une réelle difficulté technique et

nécessitent du calcul parallèle massif. Elles ont été réalisées sur les machines cluster

COMPAQ alpha (TERA) du Commissariat à l’Énergie Atomique en employant jus-

qu’à 128 processeurs pour des runs consommant plusieurs dizaines, voire des centaines

d’heures de calcul. Malgré ces moyens de calcul importants, il est impossible, à l’heure

actuelle, de simuler des faisceaux larges (centimétriques) en géométrie (3+1) sur des

centaines de mètres. Tous les codes sont écrits en Fortran90 et parallèlisés pour une

architecture à mémoire distribuée en utilisant la communication MPI (Message Passing

Interface) et ses librairies. Les transformées de Fourier rapides sont effectuées par des

routines de la FFTW library, version 3.

B.1 Schémas numériques pour la propagation d’im-

pulsions dans l’air

Nous avons utilisé un schéma de type “split-step” pour résoudre numériquement

les équations NLS que ce soit en symétrie radiale, 2D ou pleinement 3D. Basiquement,

l’idée du “splitting” est la suivante. Nous devons résoudre une équation différentielle

du type:
∂

∂z
ψ = L̂ψ, (B.1)
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où L̂ est un opérateur quelconque. Notre objectif est de développer un schéma qui

calculerait ψ en z + ∆z à partir de sa valeur en z, ce que nous pouvons écrire de

manière formelle comme:

ψ(z + ∆z) = e
∫

L̂dzψ(z), (B.2)

où
∫

signifie
∫ z+∆z

z
. Nous supposons que L̂ peut être décomposé en m opérateurs

L̂ = L̂1 + L̂2 + · · · + L̂m, (B.3)

et nous connaissons un schéma pour faire évoluer ψ de z à z+∆z pour chaque opérateur.

La solution “splittée” prend alors la forme suivante:

ψ(z + ∆z) = e
∫

L̂1dze
∫

L̂2dz . . . e
∫

L̂mdzψ(z). (B.4)

Un aspect crucial pour tous les codes est le contôle adaptatif de l’incrément en z, ∆z.

Nous divisons l’opérateur L̂ en une partie linéaire L̂lin, contenant les termes de diffrac-

tion et de dispersion, et une partie non-linéaire L̂nl contenant tous les autres termes.

On voit que L̂lin est indépendant de z. A l’opposé, l’opérateur non-linéaire L̂nl dépend

fortement de z, et va donc imposer une conditon sur l’incrément ∆z. Considérons par

exemple l’équation
∂

∂z
ψ = i

∂2

∂t2
ψ + i |ψ|2 ψ. (B.5)

Nous avons L̂lin = i∂2
t et L̂nl = i |ψ|2. Trois contraintes sont requises sur ∆z: Les deux

premiers schémas exp(
∫
L̂lindz) et exp(

∫
L̂nldz) doivent fonctionner et ∆z doit être

assez petit pour résoudre les termes non-linéaires. La phase linéaire peut être résolue

de manière exacte dans l’espace de Fourier exp(
∫
L̂lindz) = FFT−1 exp(−iω2∆z)FFT. Il

n’y a pas de limitation sur ∆z dûe à ce schéma. Pour la phase non-linéaire, nous devons

calculer
∫
|ψ|2dz ≈ |ψ|2∆z, sachant qu’une erreur relative sur cette approximation est de

l’ordre de ∼ |ψ|4∆z2. Afin de contrôler cette erreur, nous optons pour un encadrement

c2 < |ψ|2∆z < c1. La constante c1 garantit une erreur suffisamment faible, et c2 un

pas en z raisonnablement large. Le splitting nécessite aussi de contrôler la valeur de

‖Î− exp(
∫
L̂lindz)‖ ∼ ∆z/∆t2 et de ‖Î− exp(

∫
L̂nldz)‖ ∼ |ψ|2∆z, où ∆t est l’incrément

sur la coordonnée t. Ainsi, nous devons introduire une troisième constante c3 > ∆z/∆t2.

Parce que ∆t est constant pour un maillage homogène, c3 détermine une deuxième

limite supérieure pour ∆z indépendante de |ψ|2. Pour des applications pratiques, les

valeurs c1 = 0.01, c2 = c1/2.5 et c3 = 1 donnent des résultats satisfaisants, à condition

que la discrétisation en temps (t) soit suffisamment fine.
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B.1.1 Code 2D adimensionné et moyenné en temps

Le code intégrant l’équation (2+1) moyennée en temps [Eq. (2.73)] fait intervenir

les opérateurs

L̂lin = i

(
∂2

∂x2
+

∂2

∂y2

)
,

L̂nl = iα|ψ|2 − iǫ|ψ|4 − iγ|ψ|2K − ν|ψ|2K−2.

L̂lin est traité dans l’espace de Fourier et L̂nl en multipliant la solution résultante

par exp(
∫
L̂nldz). L’intégrale est calculée par approximation:

∫ z+∆z

z
L̂nldz ≈ L̂nl(z)∆z.

Puisque l’utilisation de la FFT nécessite des conditions aux limites périodiques, on

ne peut pas utiliser une bôıte transparente. Toutefois, quelques couches absorbantes

(∼ 16) donnent des résultats satisfaisants, à condition que l’intensité du champ sortant

de la bôıte numérique soit faible.

Pour paralléliser le schéma numérique, nous divisons le tableau nx×ny qui contient

le champ complexe discrétisé ψ(x,y) en “bandes” selon y. Si nous utilisons p processeurs

(nx et ny doivent être des multiples de p), le processeur numéro 0 stocke ψ(xi,yj),

i = 1, . . . ,nx, j = 1, . . . ,ny/p, le processeur numéro 1 stocke ψ(xi,yj), i = 1, . . . ,nx,

j = ny/p + 1, . . . ,2ny/p et ainsi de suite. La multiplication par exp(
∫
L̂nldz) peut être

faite indépendamment sur chaque processeur. La multiplication par exp[−i(k2
x+k2

y)∆z]

dans l’espace de Fourier est aussi locale. La difficulté réside dans la parallèlisation de la

FFT en deux dimensions, qui est composée de nx + ny vecteurs colonnes de dimension

1. Afin d’effectuer la FFT en une dimension, toutes les données importantes doivent

être réunies sur un processeur. Ainsi on effectue tout d’abord ny FFT par rapport à

x et ny/p transformées sur chaque processeur. Après cette opération, le tableau est

transposé afin de le découper en “bandes” suivant x et de faire les FFT par rapport

à y. Ainsi le processeur numéro 0 stocke ψ̂(kyj,kxi), j = 1, . . . ,ny, i = 1, . . . ,nx/p, le

processeur numéro 1 stocke ψ̂(kyj,kxi), j = 1, . . . ,ny, i = nx/p + 1, . . . ,2nx/p et ainsi

de suite.

B.1.2 Code radial

Le code radial résout l’équation (2.47), ce qui signifie que les coordonnées trans-

verses x et y sont remplacées par r =
√
x2 + y2. L’opérateur associé à l’équation (2.47)
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est séparé comme suit

L̂lin1 =
i

2k0r

∂

∂r

(
r
∂

∂r

)
, L̂lin2 = −ik

′′

2

∂2

∂t2
,

L̂nl =
ik0n2

n0

∫
R(t− t′) |E(t′)|2 dt′ − i

k0

2n2
0ρc

ρ− σ

2
ρ− β(K)

2
|E|2K−2,

où R(t) = e−t/τK Θ(t) désigne la fonction Kerr complète, incluant sa composante Ra-

man. On traite L̂lin1 par un schéma de Crank-Nicholson (voir Ref. [134]), L̂lin2 dans l’es-

pace de Fourier et L̂nl en multipliant la solution linéaire par exp(
∫
L̂nldz). L’intégrale est

approximée comme dans le code (2+1) moyenné en temps. Afin d’effectuer l’intégration

en temps pour la réponse Kerr retardée et pour la densité d’électrons, un simple schéma

de type Euler fonctionne [134], à condition que la résolution en temps soit suffisamment

fine. Les bords de la bôıte numérique sont absorbants en t, et transparents en r [135].

B.1.3 Code 3D

Ce code résout l’équation (2.47) où l’opérateur de diffraction est ∆⊥ = ∂2
x + ∂2

y .

Nous séparons l’opérateur L̂ selon

L̂lin =
i

2k0

(
∂2

∂x2
+

∂2

∂y2

)
− ik′′

2

∂2

∂t2
,

L̂nl =
ik0n2

n0

∫
R(t− t′) |E(t′)|2 dt′ − i

k0

2n2
0ρc

ρ− σ

2
ρ− β(K)

2
|E|2K−2,

où l’on traite L̂lin dans l’espace de Fourier et L̂nl par multiplication avec exp(
∫
L̂nldz).

L’intégrale est calculée comme dans le code radial. Les bords de la bôıte numérique

sont absorbants en x,y et t. Le schéma de parallélisation est le même que celui utilisé

dans le code (2+1) moyenné en temps. Nous devons simplement compléter un élément

du tableau à deux dimensions par un vecteur comportant nt elements. Les transformées

de Fourier 1D en t peuvent être effectuées avant la transposition du tableau complet.
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J.-P. Wolf, M. Rodriguez, L. Wöste, R. Bourayou, and R. Sauerbrey. Multiple

filamentation of terawatt laser pulses in air. Phys. Rev. Lett., 92:225002, 2004.

[17] J. J. Rasmussen and K. Rypdal. Blow-up in nonlinear Schrödinger equations-I.

A general review. Phys. Scr., 33:481, 1986.
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[20] A. Vinçotte and L. Bergé. χ5 susceptibility stabilizes the propagation of ultra-

short laser pulses in air. Phys. Rev. A, 70:061802, 2004.

[21] V. I. Kruglov and R. A. Vlasov. Spiral self-trapping propagation of optical beams

in media with cubic nonlinearity. Phys. Lett. A, 111:4101, 1985.

[22] V. I. Kruglov, Yu. A. Logvin, and V. M. Volkov. The theory of spiral laser-beams

in nonlinear media. J. Mod. Opt., 39:2277, 1992.
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[67] S. Champeaux and L. Bergé. Femtosecond pulse compression in pressure-gas

cells filled with argon. Phys. Rev. E, 68:066603, 2003.

[68] G. Fibich, W. Ren, and X.-P. Wang. Numerical simulations of self-focusing of

ultrashort laser pulses. Phys. Rev. E, 67:056603, 2003.

[69] G. Fibich, S. Eisenmann, B. Ilan, Y. Erlich, M. Fraenkel, Z. Henis, A.L. Gaeta,

and A. Zigler. Self-focusing distance of very high power laser pulses. Opt. Express,

13:5897, 2005.

[70] G. G. Luther, A. C. Newell, and J. V. Moloney. The effects of normal dispersion

on collapse events. Physica D, 74:59, 1994.

[71] M. Mlejnek, E. M. Wright, and J. V. Moloney. Dynamic spatial replenishment

of femtosecond pulses propagating in air. Opt. Lett., 23:382, 1998.

[72] V. P. Kandidov, O. G. Kosareva, and S. A. Shlenov. Influence of transient self-

defocusing on the propagation of high-power femtosecond laser pulses in gases

under ionization conditions. Quant. Electron., 24:905, 1994.

[73] R. R. Alfano and S. L. Shapiro. Emission in the region 4000 to 7000 A via

four-photon coupling in glass. Phys. Rev. Lett., 24:584, 1970.

[74] V. B. Gil’denburg, V. I. Pozdnyakova, and I. A. Shereshevskii. Frequency self-

upshifting of focused electromagnetic pulse producing gas ionisation. Phys. Lett.

A, 203:214, 1995.

[75] E. Yablonovitch. Self-phase modulation and short-pulse generation from laser-

breakdown plasmas. Phys. Rev. A, 10:1888, 1974.

[76] A. Brodeur and S. L. Chin. Ultrafast white-light continuum generation and self-

focusing in transparent condensed media. J. Opt. Soc. Am. B, 16:637, 1999.

[77] A. Brodeur and S. L. Chin. Band-gap dependence of the ultrafast white-light

continuum. Phys. Rev. Lett., 80:4406, 1998.

[78] S. L. Chin, S. Petit, F. Borne, and K. Miyazaki. The white light supercontinuum

is indeed an ultrafast white light laser. Jpn. J. Appl. Phys., 38:L126, 1999.

[79] H. Nishioka, W. Odajima, K. Ueda, and H. Takuma. Ultrabroadband flat conti-

nuum generation in multichannel propagation of terawatt ti:sapphire laser pulses.

Opt. Lett., 20:2505, 1995.



Bibliographie 119

[80] J. Kasparian, R. Sauerbrey, D. Mondelain, S. Niedermeier, J. Yu, J. P. Wolf,
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H. Wille, and L. Wöste. Infrared extension of the supercontinuum generated

by femtosecond terawatt laser pulses propagating in the atmosphere. Opt. Lett.,

25:1397, 2000.
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[83] L. Bergé, M.R. Schmidt, J. Juul Rasmussen, P.L. Christiansen, and K.Ø. Ras-

mussen. Amalgamation of interacting light beamlets in kerr-type media. J. Opt.

Soc. Am. B, 14:2550, 1997.

[84] Th. Brabec and F. Krausz. Intense few-cycle laser fields: Frontiers of nonlinear

optics. Rev. Mod. Phys., 72:545, 2000.

[85] L. Pan, K. T. Taylor, and C. W. Clark. Perturbation theory study of high-

harmonic generation. J. Opt. Soc. Am. B, 7:509, 1990.

[86] M. Nurhuda, A. Suda, and K. Midorikawa. Saturation of dynamic nonlinear

susceptibility of noble gas atom in intense laser filed. RIKEN Rev., 48:40, 2002.

[87] D. Anderson, M. Bonnedal, and M. Lisak. Self-trapped cylindrical laser beams.

Phys. Fluids, 22:1838, 1979.

[88] D. Anderson. Variational approach to nonlinear pulse propagation in optical

fibers. Phys. Rev. A, 27:3135, 1983.

[89] A. Bondeson, M. Lisak, and D. Anderson. Soliton perturbations: A variational

principle for the soliton parameters. Phys. Scr., 20:479, 1979.

[90] D. Anderson and M. Bonnedal. Variational approach to nonlinear self-focusing

of gaussian laser beams. Phys. Fluids, 22:105, 1979.

[91] M. Desaix, D. Anderson, and M. Lisak. Variational approach to collapse of optical

pulses. J. Opt. Soc. Am. B, 8:2082, 1991.



120 Bibliographie

[92] S. Tzortzakis, L. Bergé, A. Couairon, M. Franco, B. Prade, and A. Mysyrowicz.

Breakup and fusion of self-guided femtosecond light pulses in air. Phys. Rev.

Lett., 86:5470, 2001.

[93] M. Quiroga-Teixeiro and N. Michinel. Stable azimuthal stationnary state in

quintic nonlinear optical media. J. Opt. Soc. Am. B, 14:2004, 1997.

[94] V. I. Berezhiani, V. Sarka, and N. B. Aleksić. Dynamics of localized and non-

localized optical vortex solitons in cubic-quintic nonlinear media. Phys. Rev. E,

64:057601, 2001.

[95] H. Michinel, J. R. Salgueiro, and M. J. Paz-Alonso. Square vortex solitons with

a large angular momentum. Phys. Rev. E, 70:066605, 2004.

[96] D. Mihalache, D. Mazilu, B. A. Malomed, and F. Lederer. Stable vortex soli-

tons supported by competing quadratic and cubic nonlinearities. Phys. Rev. E,

69:0666114, 2004.

[97] W. J. Firth and D. V. Skryabin. Optical solitons carrying orbital angular mo-

mementum. Phys. Rev. Lett., 79:2450, 1997.

[98] D. Mihalache, D. Mazilu, L.-C. Crasovan, B. A. Malomed, F. Lederer, and L. Tor-

ner. Robust solitons clusters in media with competing cubic and quintic nonli-

nearities. Phys. Rev. E, 68:046612, 2003.

[99] I. Towers, A. V. Buryak, B. A. Malomed, L.-C. Crasovan, and D. Mihalache. Sta-

bility of spinning ring solitons of the cubic-quintic nonlinear schrödinger equation.

Phys. Lett. A, 288:292, 2001.

[100] A. S. Desyatnikov, Y. S. Kivshar, and L. Torner. Optical vortices and vortex

solitons. Prog. Opt., 47:291, 2005.

[101] V. Skarka, N. B. Aleksic, and V. I. Berezhiani. Evolution of singular optical

pulses towards vortex solitons and filamentation in air. Phys. Lett. A, 319:317,

2003.

[102] N. N. Rosanov, S. V. Federov, and N. Shatsev. Curvilinear motion of multi-

vortex laser-soliton complexes with strong and weak coupling. Phys. Rev. Lett.,

95:053903, 2005.

[103] D. Mihalache, D. Mazilu, L.-C. Crasovan, I. Towers, A. V. Buryak, B. A. Malo-

med, L. Torner, J. P Torres, and F. Lederer. Stable spinning optical solitons in

three dimensions. Phys. Rev. Lett., 88:073902–1, 2002.



Bibliographie 121

[104] D. Mihalache, D. Mazilu, L.-C. Crasovan, B. A. Malomed, F. Lederer, and L. Tor-

ner. Soliton clusters in three-dimensional media with competing cubic and quintic

nonlinearities. J. Opt. B, 6:S333, 2004.

[105] B. Luther-Davies, J. Christou, and V. Tikhonenko. Optical vortex solitons: ex-

periments versus theory. J. Opt. Soc. Am. B, 14:3045, 1997.

[106] V. Tikhonenko, J. Christou, and B. Luther-Davies. Three dimensional bright

spatial soliton collision and fusion in saturable nonlinear medium. Phys. Rev.

Lett., 76:2698, 1996.

[107] I. G. Maryienko, J. Strohaber, and C. J. G. J. Uiterwaal. Creation of optical

vortices in femtosecond pulses. Opt. Exp., 13:7599, 2005.
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of megavolt discharges by laser-induced filaments under rain conditions. Appl.

Phys. Lett., 85:5781, 2004.

[114] H. Wille, M. Rodriguez, J. Kasparian, D. Mondelain, J. Yu, A. Mysyrowicz,
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Nous présentons différents aspects de la propagation d’impulsions laser ultra-courtes dans

les milieux transparents. Tout d’abord, après avoir établi les équations de propagation à par-

tir des équations de Maxwell, nous rappelons les principaux phénomènes physiques auxquels

sont soumises les impulsions ultra-courtes et de forte puissance se propageant dans un milieu

transparent. Celles-ci subissent de l’auto-focalisation causée par la réponse Kerr du milieu.

Cette auto-focalisation est stoppée par la création d’un plasma produit par l’ionisation photo-

nique des molécules du milieu. La propagation de l’onde laser génère aussi un supercontinuum

par auto-modulation de phase. Enfin, on rappelle les principaux résultats concernant la fila-

mentation simple ou multiple de l’onde provenant des inhomogénéités du faisceau et qui a

lieu lorsque la puissance initiale du laser est supérieure au seuil d’auto-focalisation. Dans une

deuxième partie, nous nous intéressons à l’influence de non-linéarités optiques d’ordre élevé

sur la propagation de l’onde et sur la figure de filamentation créée. Dans une troisième partie,

afin de contrôler la filamentation multiple, nous analysons la propagation de faisceaux parti-

culiers: les impulsions optiques femtosecondes avec gradient fort et les vortex. Nous justifions

les propriétés de robustesse de ces derniers type d’objets optiques. Enfin, nous examinons la

filamentation multiple d’impulsions ultra-courtes à travers une chambre à brouillard, et dans

les cellules d’éthanol dopées à la coumarine, pour différentes configurations du faisceau.

Nonlinear propagation of ultrashort laser pulses in transparent media

We present different aspects of the propagation of ultrashort laser pulses in transparent

media. First, we derive the propagation equations starting from the Maxwell equations. We

remind of the main physical phenomena undergone by ultrashort and powerful laser pulses.

First self-focusing occurs, owing to the Kerr response of the medium. This self-focusing is

stopped by plasma generation from the laser-induced ionization of the ambient atoms. The

propagation of the wave generates a supercontinuum through self-phase modulation. We re-

call the main results concerning the simple and multiple filamentations of an intense wave,

induced by the beam inhomogeneities and which take place as soon as the beam power is

above critical. In a second part, we investigate the influence of high-order nonlinearities on

the propagation of the beam and especially on its filamentation pattern. To control the mul-

tifilamentation process, we investigate in a third part the propagation of beams with special

designs, namely; Gradient- and vortex-shaped beams. We justify the robustness of this latter

kind of optical objects. Eventually, we investigate multifilamentation patterns of femtosecond

pulses in a fog tube and in cells of ethanol doped with coumarine, for different beam confi-

gurations.
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