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Résumé

Les interactions entre un milieu diélectrique et des impulsions laser intenses sont étudiées,

d’abord d’un point de vue général, puis dans le contexte de la fabrication de nanostructures

de surface auto-organisées. Les bases de l’électromagnétisme, de l’optique et de la physique

des plasmas sont posées, avant de présenter la première contribution majeure de cette étude.

Un nouveau modèle décrivant la formation de plasma induit par laser dans un milieu di-

électrique, nommé delayed rate equations (DRE), est présenté. Ce modèle d’ionisation a les

avantages d’être facile à implémenter dans une simulation numérique, peu coûteux en res-

sources computationnelles.

L’émergence de nanostructures périodiques auto-organisées à la surface initialement rugueuse

et aléatoire de matériaux exposés à des impulsions laser est ensuite étudiée numériquement,

en tenant compte des effets électromagnétiques (équations de Maxwell). La seconde contri-

bution majeure est l’implémentation d’une boucle de rétroaction dans les simulations, entre

le champ électromagnétique et le plasma en formation. Ces simulations révèlent un nouveau

phénomène, l’auto-reconfiguration de nanostructures de plasma, se produisant durant l’inter-

action.

Finalement, on effectue des simulations multi-impulsionnelles qui permettent d’observer l’évo-

lution de la forme de la surface après chaque impulsion laser. On observe la croissance de

nanostructures de surface ayant une période et une orientation semblables à celles obtenues

dans la densité du plasma après sa reconfiguration. Ceci confirme l’hypothèse que les mo-

tifs observés dans le plasma peuvent effectivement être inscrits de façon permanente dans la

forme de la surface.
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Abstract

The interactions between intense laser pulses and a dielectric medium are studied, first in a

general perspective, then in the context of the fabrication of self-organized surface nanostruc-

tures. After going through the rudiments of electromagnetism, optics and plasma physics, the

first major contribution of this study is presented. A novel model for laser-induced plasma

formation in dielectrics, the delayed rate equations model (DRE) is described. This ionization

model has several advantages, among which are the ease of implementation in numerical

simulations and low computational cost, while preserving all the advantages of the state of

the art model that can be incorporated in tridimensional simulations.

The emergence of periodic self-organized nanostructures at the initially rough and random

surface of materials after being exposed to intense light is then numerically studied in a time-

domain electromagnetic framework. The second major contribution is the implementation

of a feedback loop in the simulations, between the electromagnetic field and the plasma in

formation. Simulations reveal a new phenomenon, the self-reconfiguration of plasma nanos-

tructures, which occurs at the laser pulse time scale.

Finally, multi-pulses simulations are performed, revealing the evolution of the shape of the ir-

radiated surface after each laser pulse. The growth of surface nanostructures with period and

orientation similar to what was observed in the plasma density, after its reconfiguration, is ob-

served. This confirms the hypothesis that the plasma patterns can effectively be permanently

inscribed in an irradiated surface.
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Introduction

Il se produit un phénomène plutôt surprenant lorsque l’on expose un matériau à des impul-

sions laser intenses près du seuil d’ablation. Sous ce seuil, le rayonnement laser est simple-

ment transmis ou reflété alors qu’au-delà du seuil, le matériau est sévèrement endommagé.

Toutefois, il existe un régime transitoire où des nanostructures complexes, périodiques et

auto-organisées se forment à la surface du matériau irradié. On réfère à ces structures par

des réseaux de surface ou par des laser-induced periodic surface structures (LIPSS). Depuis

leur découverte dans les années 60 [8], de nouvelles expériences sur divers matériaux ont ré-

vélé qu’il existe une grande variété de nanostructures distinctes ; de périodes et d’orientations

différentes selon les conditions de l’expérience [109]. La polarisation du laser, sa longueur

d’onde, son intensité, son angle d’incidence, sa durée d’impulsion et le nombre d’impulsions

sont tous des paramètres qui peuvent entraîner la formation de LIPSS qualitativement diffé-

rentes. La nature du matériau irradié est également susceptible de produire différentes formes

de structures.

Certaines structures ont pu être regroupées en familles aux caractéristiques communes et

leurs mécanismes de formation être du moins partiellement expliquées [88, 91, 9]. Ce qui

est fascinant, c’est que cette panoplie de familles de nanostructures ont toutes des origines

distinctes qui impliquent des concepts et mécanismes différents pour chacune d’entre elles.

La richesse de ce phénomène en fait un terrain de jeu idéal afin d’expérimenter, tester et

explorer un vaste panorama des sphères de la photonique, la physique des plasmas, la matière

condensée et la mécanique des fluides.

C’est avec cet état d’esprit que ces travaux ont été dirigés. Avec une quantité phénoménale

de résultats expérimentaux disponibles dans la littérature et une forte demande pour des

études théoriques afin d’aider à comprendre et classifier ces nanostructures, il y avait des

opportunités de toutes parts. Tout au long de cet ouvrage, qui se veut une vue d’ensemble des

concepts impliqués dans la formation des LIPSS, certaines de ces opportunités qui n’ont pu

être explorées seront bien mises en évidence afin d’encourager la poursuite de ces travaux.

Pour certaines d’entre elles, une partie du travail ou des pistes ont été développées. Puis,
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quelques contributions principales furent menées à terme et sont publiées ou en voie de l’être

[28, 33, 27, 31, 30].

Organisation de la thèse.

Chapitre 1 : Courants intra-bande. Le premier chapitre couvre les principaux concepts

théoriques élémentaires de l’optique et de la physique des plasmas impliqués lors d’une inter-

action entre matière et rayonnement. Se voulant autosuffisant, la plupart les développements

prennent pour origine un simple atome représenté par un système masse-ressort classique. Le

modèle à deux bandes est introduit, un outil simplifié permettant une description phénomé-

nologique du comportement des électrons dans un matériau irradié.

Chapitre 2 : Courants inter-bande. La formation de plasma induit par des impulsions la-

ser intenses est le centre d’intérêt de ce second chapitre. Les différents mécanismes connus de

l’ionisation de la matière sont décris par les principaux modèles utilisés dans la littérature tels

que le modèle de Keldysh et l’équation à taux simple. La première contribution originale ma-

jeure y est présentée, les équations à taux décalés (Delayed rate equations) [28]. Ce nouveau

modèle se révèle être beaucoup plus simple, élégant et pratique que son compétiteur direct.

Chapitre 3 : Implémentation numérique. Ce troisième chapitre décrit les outils numé-

riques qui sont nécessaires à la réalisation des calculs subséquents. La méthode des différences

finies occupera un rôle dominant. Les équations de Maxwell qui décrivent l’électrodynamique

sont discrétisées avec le schéma bien connu finite-difference time-domain (FDTD) qui permet

de simuler bon nombre de phénomènes électromagnétiques, du moment qu’ils ne sont pas

trop exotiques.

Chapitre 4 : Interférences électromagnétiques de surface. C’est finalement lors de ce

quatrième chapitre que la formation des LIPSS est abordée en bonne et due forme. On y

présente d’abord le modèle analytique de Sipe qui fut le premier pas majeur afin d’expliquer

comment peuvent se former les réseaux de surface. Bien que révolutionnaire, ce modèle a des

limites et ne peut expliquer toute la richesse du phénomène et la variété de nanostructures

périodiques de surface qu’il est possible de fabriquer en laboratoire. Utilisant les méthodes

numériques présentées au chapitre précédent, on montre ensuite comment s’affranchir de ses

contraintes. Une comparaison entre les résultats des méthodes analytiques et des simulations

numériques est effectuée, avant d’explorer des nouvelles pistes originales. Notamment, l’im-

portance de l’oxydation de la surface d’un matériau durant l’irradiation menant à la formation

de deux types de nanostructures superposées [33].
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Chapitre 5 : Auto-organisation intra-impulsion du plasma. Dès ce chapitre, le concept

d’auto-organisation est introduit, fondamental lors de la détermination des caractéristiques

des réseaux de surface formés lors d’une irradiation. Une première tentative plutôt timide

d’incorporation de cet élément aux calculs fut une extension au modèle analytique déjà éta-

bli, le modèle de Sipe-Drude qui a eu un certain succès, mais qui ne permet qu’une forme très

rudimentaire et limitée d’auto-organisation. Ce sera l’occasion de présenter la seconde contri-

bution originale majeure de cette thèse, la simulation d’une reconfiguration dynamique de na-

nostructures auto-organisées possible uniquement en s’affranchissant des limites de la théorie

de Sipe-Drude [27]. Une telle forme d’auto-organisation complète peut être implémentée en

combinant aux idées de la théorie de Sipe-Drude les concepts et modèles développés dans les

chapitres précédents.

Chapitre 6 : Auto-organisation inter-impulsion structurelle. Dans le sixième et dernier

chapitre de cet ouvrage, un autre mécanisme d’auto-organisation est abordé. Ne se limitant

plus à l’échelle temporelle propre à une impulsion laser unique, on attaque désormais les in-

teractions multi-impulsionnelles afin d’étudier l’auto-organisation inter-impulsion des réseaux

de surface au niveau structurel. On implémente deux nouveaux mécanismes aux simulations,

soient l’incubation et l’ablation, qui se produisent entre les impulsions laser. Ceci va ultime-

ment permettre de simuler l’évolution de la forme de la surface d’un matériau après chaque

nouvelle exposition à une impulsion laser.

PyPlasma 0.1: Installation

Une grande partie des résultats de cette thèse peuvent être reproduits à l’aide du module

Python, PyPlasma [29], que l’on a rendu disponible en ligne : https://github.com/

jldez/pyplasma.

Une série de scripts basés sur ce module a été développée dans le but de reproduire

certaines figures en version animée, ou bien pour expérimenter avec certains paramètres.

Ils sont situés sous le répertoire pyplasma/examples/capsules/ du module, accessibles

après l’installation. Chacun est associé à une figure de la thèse, accompagnée d’une

capsule explicative.

Installation : pip3 install pyplasma

Installation manuelle :

1. git clone https ://github.com/jldez/pyplasma.git

2. cd pyplasma
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3. python3 setup.py install

Afin de vérifier l’installation : python3 examples/one_dimension.py

Deux fenêtres devraient apparaître, une montrant le champ électrique d’une impulsion

laser et l’autre la densité de plasma dans le matériau irradié.
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Première partie

Bases théoriques : Interactions entre
matière et rayonnement
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Chapitre 1

Courants intra-bande

Demandez à un chimiste, un géologue et un physicien de décrire un atome et vous aurez trois

réponses différentes. Le chimiste vous parlera de configuration d’orbitales électroniques, de

dipôles ou d’électronégativité. Demandez à un géologue, il vous parlera de masses atomiques,

d’isotopes ou de radioactivité. Pour les physiciens, certains s’emporteront dans les confins de

la mécanique quantique, d’autres philosopheront sur la nature même des particules et de

l’énergie, puis une part d’entre eux vous dessinera quelque chose de semblable à la figure 1.1.

m

FIGURE 1.1 – Système masse-ressort. Un électron de masse m est lié à un noyau atomique par
une force de rappel représentée par un ressort.

Bien sûr, il ne devrait pas y avoir de désaccord entre ces différentes descriptions, car chacune

pourrait représenter un aspect différent de l’atome, dans le but de modéliser un comporte-

ment pertinent au champ d’étude en question. Par exemple, le système masse-ressort de la

figure 1.1 est une représentation amplement suffisante de l’atome afin de poser les bases de

l’optique et de la physique des plasmas tel qu’il est fait dans ce chapitre.

C’est là toute la puissance de la modélisation, on peut mettre de côté bien des aspects d’un

système parfois très complexe. Dans cet exemple, on néglige les interactions entre électrons,

ainsi que deux dimensions spatiales, car c’est bien souvent superflu pour ce que l’on veut

étudier. Le but est de bien cerner l’essentiel d’un système afin de répondre à un problème

donné, par exemple les mouvements harmoniques de l’électron qui permettent d’obtenir une

expression pour la permittivité d’un matériau si c’est tout ce que l’on cherche.
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Ainsi, l’objectif de ce chapitre est de poser les bases théoriques de l’optique et des interactions

entre matière et rayonnement qui seront nécessaires aux prochains chapitres, avec comme

point de départ un simple système masse-ressort.

Dans les deux sections suivantes, les concepts de matière et de rayonnement sont présentés

de façon à mettre l’accent sur leurs caractéristiques et comportements pertinents pour les

travaux des prochains chapitres. À la section 1.1, on aborde l’aspect matière avec le modèle

à deux bandes où on introduit le concept de bandes d’énergie qui sera très souvent utilisé

tout au long de cet ouvrage. Ensuite, les équations de Maxwell sont présentées à la section

1.2 afin de définir la notation des différentes quantités propres au rayonnement. Suivant les

descriptions de ces deux éléments, leurs interactions et la notion de courants sont abordées

dès la section 1.3.

1.1 Matière : Le modèle à deux bandes

1.1.1 De l’atome à la matière condensée

Classiquement, on peut représenter l’atome par des balles sphériques solides, les électrons

tournant autour d’un noyau à la manière de planètes orbitant le soleil. D’un autre point de

vue, dans le domaine de la mécanique quantique, un électron lié à un noyau atomique est

mieux représenté par un nuage de probabilité, une orbitale électronique. L’électron n’est pas

localisé en un point, mais sa densité de probabilité de présence à un endroit est concentrée

dans ces orbitales aux formes variées.

Autre conséquence de la mécanique quantique, l’électron lié à un noyau atomique est contraint

à des niveaux d’énergie discrets, contrairement à un électron libre pouvant prendre n’importe

quelle valeur d’énergie. Cela se manisfeste, par exemple, par des pics d’absorption lumineuse

très prononcés quand l’énergie des photons ~ω (où ~ est la constante de Planck réduite et ω

est la fréquence angulaire) est près de la différence entre l’énergie de l’électron lié E et un ni-

veau supérieur. À l’inverse, quand un électron perd de l’énergie, il passe d’un niveau d’énergie

élevé E + ~ω vers un niveau plus bas d’énergie E et il émet un photon d’énergie ~ω.

Lier deux atomes afin de former une molécule entraîne la formation d’orbitales moléculaires

communes aux deux atomes. À ce niveau, certains effets propres aux molécules apparaissent,

l’un d’entre eux étant la formation d’un dipôle si les atomes ne sont pas du même type, brisant

ainsi la symétrie des orbitales. L’arrangement macroscopique de tels dipôles fait émerger

plusieurs phénomènes électromagnétiques intéressants.

Un autre effet d’une grande importance est l’augmentation du nombre de niveaux d’énergie

discrets. Ajouter d’autres atomes au système fera encore augmenter la densité des niveaux
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Énergie Énergie Énergie

FIGURE 1.2 – De l’atome (gauche) aux molécules (milieu), puis aux matériaux macroscopiques
(droite), les niveaux d’énergie se densifient.

d’énergie jusqu’au point où notre système devient macroscopique et les niveaux d’énergie

sont si denses qu’ils se confondent [2]. La figure 1.2 illustre ce concept.

Là où les niveaux d’énergie sont très denses, on peut choisir de faire une simplification, soit

une bande d’énergie continue. Au sein de l’une de ses bandes, un électron peut prendre n’im-

porte quelle valeur d’énergie. Certaines fenêtres d’énergie n’accueilleront systématiquement

aucun niveau d’énergie, laissant ce que l’on appelle des bandes interdites qui séparent les

bandes d’énergie. Finalement, une bande d’énergie peut accueillir une population d’électrons

qui ne sont pas indépendants entre eux. C’est le cas, entre autres, car ce sont des fermions sou-

mis au principe d’exclusion de Pauli [66] qui restreint les énergies accessibles à un électron

donné au sein de sa bande d’énergie. À la section 1.1.2, on explique comment ces restric-

tions peuvent avoir un impact important sur les propriétés macroscopiques d’un matériau,

notamment la différentiation entre un diélectrique et un métal.

1.1.2 Énergie de Fermi

Les électrons sont des fermions, ce qui implique qu’ils sont soumis au principe d’exclusion de

Pauli qui empêche deux électrons d’occuper un même état quantique [66]. L’orbitale dans

laquelle se trouve un électron et son spin décrivent cet état. Et puisqu’un électron peut avoir

seulement deux valeurs différentes de spin, la population de chaque orbitale est limitée à

deux électrons, un de spin up et un de spin down.

Ainsi, un solide au niveau d’énergie minimal, à température T → 0, n’aura pas que des

électrons au niveau fondamental. Ces niveaux sont remplis par des couples d’électrons du

plus bas vers les niveaux plus élevés et le dernier niveau occupé est, par définition, le niveau

de l’énergie de Fermi EF. La position de l’énergie de Fermi par rapport aux bandes d’énergie

est d’une importance cruciale pour le comportement d’un solide, sa réponse optique tout

particulièrement.

Deux cas de positionnement de EF par rapport à la position des bandes d’énergie sont pré-

sentés à la figure 1.3. Dans le cas d’un matériau métallique, où l’énergie de Fermi est éloignée

d’une bande interdite, une des bandes permises est partiellement, mais pas totalement peu-
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Diélectrique Métal

Énergie de Fermi

Bande de conduction {

Bande de valence {
Bande interdite {

FIGURE 1.3 – (Gauche) Dans le cas d’un diélectrique à T → 0, toute la bande de valence est
occupée et la bande de conduction est vide. (Droite) Dans le cas d’un métal à T → 0, une
partie de la bande de conduction est occupée.

plée. Dans ce premier cas, les électrons de cette bande, que l’on nomme bande de conduction,

peuvent très facilement se déplacer d’un niveau à l’autre, car ces niveaux sont très rapprochés,

voire confondus.

L’autre cas, celui d’un isolant ou diélectrique, se produit quand l’énergie de Fermi est dans une

bande interdite. Ainsi, la bande d’énergie juste au-dessous de la bande interdite est entière-

ment remplie (bande de valence) et la bande de conduction, celle du dessus, est vide. Dans ce

cas-ci, les électrons peuvent que très difficilement changer de niveau d’énergie, car leur seul

mouvement possible est de traverser d’un coup la bande interdite.

Le cas intermédiaire est possible, si la largeur de la bande interdite est petite (typiquement,

Eg < 4 eV). Un tel matériau est appelé un semi-conducteur et la population de la bande de

conduction peut être assez aisément modifiée en excitant le système. Chauffer le matériau est

souvent suffisant, par exemple. L’application d’un champ électromagnétique externe est aussi

une solution.

Ces concepts résument les grandes lignes du modèle à deux bandes, nommé ainsi car seules

les deux bandes (bandes de valence et de conduction) les plus rapprochées de l’énergie de

Fermi sont prises en compte dans ce modèle. Il existe bel et bien des bandes d’énergie sous la

bande de valence, mais l’énergie requise afin de faire changer de niveau les électrons qui s’y

trouvent est généralement trop élevée. De même, il y a des bandes d’énergie au-dessus de la
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bande de conduction qui peuvent être ignorées.

Les deux quantités qui sont particulièrement importantes à retenir sont la largeur de la bande

interdite Eg et la population d’électrons dans la bande de conduction. Cette dernière est plutôt

décrite par une densité d’électrons, notée par ρ, en unités de particules par volume (m−3).

1.2 Rayonnement : Les équations de Maxwell

Toujours dans la perspective de discuter d’interactions entre matière et rayonnement et les

concepts élémentaires de l’aspect matière étant posés, on aborde maintenant l’aspect rayon-
nement. Il s’agît d’ondes électromagnétiques qui sont des solutions aux équations de Maxwell

∇ · ~D = ρ, (1.1a)

∇ · ~B = 0, (1.1b)

∇× ~E = −∂
~B

∂t
, (1.1c)

∇× ~H =
∂ ~D

∂t
+ ~J, (1.1d)

où les champs ~E et ~B sont les champs électrique et magnétique, respectivement. La densité de
charges est ρ et la densité de courants est ~J . Les champs auxiliaires ~D et ~H sont responsables

de la réponse d’un matériau à son exposition au champ électromagnétique. Leurs définitions

sont

~D = ε0 ~E + ~P , (1.2)

~H =
1

µ0

~B − ~M, (1.3)

avec la permittivité du vide ε0 et la perméabilité du vide µ0 = 1/ε0c
2. L’aimantation ~M est gé-

néralement posée nulle, sauf pour certains phénomènes spécifiques. Puisque les champs ~B et
~H ne diffèrent alors généralement que d’un facteur de proportionnalité constant, il est com-

mun de référer à l’un ou l’autre par le champ magnétique. Il reste finalement la polarisation
~P qui permet de décrire la réponse optique d’un matériau.

En examinant ces équations, on peut identifier quelles sont les quantités dont on a besoin

afin de décrire un phénomène électromagnétique donné. Par exemple, dans un vide absolu,

il n’y a pas de charges libres (ρ = 0), pas de courants ( ~J = 0). Il n’y a pas non plus de

charges pouvant entraîner la formation de dipôles (~P = 0) et l’environnement ne peut être

aimanté ( ~M = 0). Les champs ~D et ~H deviennent proportionnels aux champs ~E et ~B et ces

derniers sont les seuls inconnus restants. Il suffit alors de connaître des conditions frontières
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FIGURE 1.4 – Composante en z du champ électrique, pour une impulsion laser incidente
décrite par l’équation (1.4) à x = 0. Le champ électrique à x > 0 est obtenu en solutionnant
numériquement les équations de Maxwell avec la méthode FDTD qui ne sera abordée qu’au
chapitre 3. La durée de l’impulsion est τ = 10 fs et la longueur d’onde est λ = 2πc/ω = 800
nm.

et le système d’équations se résout aisément. Par exemple, une impulsion laser gaussienne

peut être représentée par une expression de la forme

~E(t) = ẑE0 exp
[
−2 ln(2)(t/τ)2

]
cos(ωt), (1.4)

où t est le temps, ẑ est un vecteur unitaire, E0 est l’amplitude, τ est la durée de l’impulsion

et ω est la fréquence angulaire. Solutionner les équations de Maxwell avec cette expression

comme condition frontière (x = 0) permet de connaître comment cette impulsion laser évolue

dans le temps et l’espace. La figure 1.4 montre les solutions pour la composante en z du

champ électrique (Ez = ~E · ẑ) à trois temps différents. Dans le vide, sans aucune interaction,

l’impulsion laser ne peut que se propager à la vitesse de la lumière, sans changer de forme

ou d’amplitude. Cette solution a été obtenue numériquement avec des méthodes qui seront

abordées au chapitre 3.

Dans une situation moins triviale, comme en la présence d’un matériau diélectrique n’ayant

pas de charges libres (ni d’aimantation), la polarisation ~P s’ajoute à la danse. Décrire et

quantifier la polarisation est l’objectif de la section 1.3.
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PyPlasma 1.1: Propagation d’une impulsion laser

script complet : pyplasma/examples/capsules/1.1_pulse_propagation.py

Les résultats de la figure 1.4 peuvent être reproduits avec le module PyPlasma. Ce pre-
mier exemple est décrit en détails, les suivants porteront sur leurs spécificités.
D’abord, on importe le module.

from pyplasma import *

Puis, on crée un domaine de simulation unidimensionnel de 20 µm de longueur. Le
nombre de dimensions correspond à la longueur de la liste du premier argument, soit 1
dans le cas présent. Les deux arguments suivants ne seront pas abordés avant le chapitre
3.

domain = Domain(size=[20*um], grid=[500], pml_width=400*nm)

On crée maintenant une source lumineuse d’amplitude unitaire. Le second argument est
la longueur d’onde λ = 800 nm. On indique ensuite une durée d’impulsion τ = 10 fs et
on décale l’impulsion de 20 fs afin d’avoir le début de l’impulsion.

laser = Laser(E0=1, wavelength=800*nm, pulse_duration=10*fs,t0=20*fs)

Le laser qui vient d’être défini doit être ajouté à la simulation.

domain.add_laser(laser)

On crée ensuite un observateur, qui va permettre de visualiser le champ électrique, plus
précisément, sa composante z. Si on n’indique pas la composante z, on observe plutôt
la norme du vecteur | ~E| qui est exclusivement positive. L’argument suivant indique les
valeurs minimales et maximales de ce que l’on veut observer. Ici, on a une amplitude de 1,
alors la composante z du champ va osciller entre les valeurs −1 et 1. On indique ensuite
la couleur. Puis, la fréquence d’affichage est fixée à 2, afin de sauter un rafraîchissement
sur 2 et accélérer l’animation. On indique ensuite que l’on souhaite afficher les résultats
en boucle et la taille de l’image.

w = Watcher(’Ez’, vlim=(−1.1,1.1), c=’r’, out_step=2, loop=True,
figsize=(9,3))

On attache l’observateur à la simulation.

domain.add_observer(w)

Finalement, on lance la simulation, d’une durée de 110 fs.

domain.run(110*fs)
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1.3 Courants liés

D’un côté, on a désormais de la matière formée d’atomes condensés en un matériau solide

dont les électrons peuvent occuper des bandes d’énergie (voir la section 1.1). De l’autre côté,

on a un rayonnement électromagnétique décrit par les équations de Maxwell (voir la section

1.2). Dans cette section, ces deux entités se rencontrent finalement et leurs interactions sont

abordées.

Une particule chargée tel un électron ou le noyau atomique, une fois plongée dans un champ

électromagnétique est accélérée par la force de Lorentz [71]. Le noyau atomique étant beau-

coup plus massif qu’un électron, l’effet sera moindre pour celui-ci dans un atome. C’est pour-

quoi les mouvements du noyau sont généralement négligés pour ne se concentrer que sur

les mouvements des électrons que l’on nomme des courants. Il serait plus exact de parler de

transitions énergétiques, plutôt que de mouvements ou de déplacements, mais cette analogie

très classique est plus intuitive.

Dans le cadre du modèle des bandes d’énergie, les courants électroniques sont séparés en

deux catégories. Il y a d’une part les courants intra-bande qui incluent les déplacements de

l’électron au sein de sa bande d’énergie. Il y a également des courants inter-bande qui décrivent

les transitions entre les bandes de valence et de conduction, qui sont le sujet du chapitre 2.

Les courants intra-bande sont de nouveau divisibles, en fonction de la bande au sein de la-

quelle les déplacements ont lieu. Les courants au sein de la bande de conduction sont des

courants libres, abordés à la section 1.4. Les courants de la bande de valence sont les cou-
rant liés. Contrairement aux électrons de la bande de conduction qui peuvent librement se

déplacer dans le matériau, les électrons de la bande de valence sont coincés dans le puits

de potentiel entourant un atome ou une molécule. La force de Coulomb pourra tirer sur les

électrons, mais une force de rappel les retiendra et leurs déplacements seront limités (d’où

l’analogie entre l’atome et le système masse-ressort mentionnée au début du chapitre). Ces

mouvements ont une importance majeure dans le domaine de l’optique.

1.3.1 Optique linéaire

Lorsqu’un électron est poussé hors du minimum local du potentiel atomique, la séparation de

sa charge négative de celle du noyau qui est positive entraîne la formation d’un dipôle [2].

C’est en calculant ce déplacement des électrons que l’on peut trouver la polarisation ~P , une

conséquence macroscopique à la formation des dipôles. On peut ainsi décrire, par exemple,

la réponse du matériau à un champ électromagnétique externe.

Le modèle de Lorentz [12] approxime le minimum local du potentiel par une parabole afin

de retomber sur le problème de l’oscillateur harmonique. Souhaitant trouver l’équation du
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mouvement des électrons liés, il faut déterminer les forces qu’ils subissent.

D’abord, l’électron est soumis à un champ unidimensionnel et monochromatique (on omet

alors la notation vectorielle) de la forme E(t) = E0 cos(ωt), où ω est la fréquence angulaire

du laser, t est le temps et E0 est l’amplitude. La force causée par le champ externe subie par

l’électron est alors −qE(t), avec sa charge −q et sa masse m. L’électron plongé dans un puits

de potentiel parabolique subit aussi une force de rappel égale àmω2
0x(t) où ω0 est la fréquence

naturelle de l’oscillateur. On peut également ajouter une dernière contribution représentant

un amortissement de force mγbẋ(t). On développe alors l’équation du mouvement

mẍ(t) =
∑

Forces, (1.5a)

ẍ(t) = −γbẋ(t)− ω2
0x(t)− qE(t)/m, (1.5b)

ẍ(t) + γbẋ(t) + ω2
0x(t) = −qE(t)/m. (1.5c)

En utilisant la relation 2 cos(ωt) = e−iωt + eiωt, on trouve la solution 1

x(t) = − q

2m

E0e
iωt

ω2
0 − ω2 + iωγb

+ c.c., (1.6)

où c.c. est le complexe conjugué. On trouve ensuite la polarisation macroscopique en som-

mant les contributions des N dipôles, chacune de −qx(t), tel que

P (t) = −Nqx(t), (1.7a)

=
Nq2

2m

E0e
iωt

ω2
0 − ω2 + iωγb

+ c.c., (1.7b)

= ε0
[
χ(ω)eiωt + χ(−ω)e−iωt

] E0

2
. (1.7c)

Dans cette dernière équation, on a introduit une nouvelle quantité, la susceptibilité dont la

définition est

χ(ω) =
Nq2

ε0m

1

(ω2
0 − ω2 + iωγb)

∈ C. (1.8)

Cette définition pour la susceptibilité correspond à celle du modèle de Lorentz. Les parties

réelles et imaginaires de la susceptibilité sont

Re{χ(ω)} =
Nq2

ε0m

(ω2
0 − ω2)

(ω2
0 − ω2)2 + ω2γ2

b

, (1.9a)

Im{χ(ω)} = −Nq
2

ε0m

ωγb
(ω2

0 − ω2)2 + ω2γ2
b

. (1.9b)

1. La solution diffère d’un facteur 1/2 par rapport à [12], car le choix (arbitraire) de E(t) diffère du même
facteur. Ce facteur disparaît rapidement, en introduisant la susceptibilité qui ne dépend pas de l’amplitude du
champ électrique.
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Dans cette thèse, les calculs effectués sont tous dans la limite ω � ω0, pour laquelle les deux

dernières équations sont respectivement approximées par

Re{χ(ω)} ∼ Nq2

ε0m

1

ω2
0

, (1.10a)

Im{χ(ω)} ∼ −Nq
2

ε0m

γbω

ω4
0

. (1.10b)

Dans cette limite, Im{χ(ω)} � Re{χ(ω)}. De plus, Re{χ(ω)} n’est plus une fonction de la

fréquence du laser. La susceptibilité est alors bien approximée par une constante réelle χ.

On peut finalement réécrire l’expression de la densité de flux électrique [voir les équations

(1.2) et (1.7c)], avec P (t) = ε0χE(t),

D(t) = ε0E(t) + ε0χE(t), (1.11a)

= ε0(1 + χ)E(t), (1.11b)

= ε0εrE(t), (1.11c)

où on a défini la permittivité relative εr = (1 + χ), reliée à l’indice de réfraction par la relation

n = ε
1/2
r .

Ainsi, l’interaction entre une source lumineuse et un matériau diélectrique induit des cou-

rants liés qui peuvent se traduire, dans les équations de Maxwell, simplement par l’ajout de

l’indice de réfraction n. La figure 1.5 montre comment est affectée l’impulsion laser décrite

par l’expression (1.4) en la présence d’un matériau ayant un indice de réfraction n = 1.5. De

plus, afin de demeurer dans la limite ω0 � ω, on utilise ω0 = 15.7 fs−1 � ω = 2.35 fs−1. La

partie imaginaire de χ(ω) est nulle, car on utilise également γb = 0. Ces valeurs pour ω0 et γb
sont les mêmes pour tous les calculs de cette thèse.

À l’interface entre le vide et le diélectrique, une fraction de l’impulsion laser est réfléchie et

le reste est transmis. La partie transmise voit sa longueur d’onde et sa vitesse de propagation

réduite d’un facteur n.

1.3.2 Optique non-linéaire

L’optique linéaire est valide quand les oscillations de l’électron sont faibles, i.e. près du mini-

mum local du potentiel atomique, là où l’approximation harmonique est valide. Si le champ

externe est trop intense, les oscillations sont plus grandes et quand l’approximation harmo-

nique n’est plus valide, on atteint le régime de l’optique non-linéaire.

15



−1

0

1 (a) t = 35 fs Ez/E0

−1

0

1 (b) t = 53 fs Ez/E0

2.5 5.0 7.5 10.0 12.5 15.0 17.5
x [µm]

−1

0

1 (c) t = 72 fs Ez/E0

FIGURE 1.5 – Transmission et réflection d’une impulsion laser du vide vers un diélectrique
ayant un indice de réfraction n = 1.5. La zone bleue indique la présence du milieu diélec-
trique. La durée de l’impulsion est τ = 10 fs et la longueur d’onde est λ = 800 nm.

PyPlasma 1.2: Milieu transparent

script complet : pyplasma/examples/capsules/1.2_transparent_medium.py

À partir d’ici, les scripts ne sont plus décrits en entier. Seuls les nouveaux éléments sont
présentés.

Afin d’ajouter un milieu transparent à la dernière simulation de la propagation d’une
impulsion laser et reproduire la figure 1.5, on commence par créer le matériau. On
choisit un indice de réfraction de n = 1.5, puis une fréquence de résonance arbitraire
[ω0 = 2πc/(120 nm)], mais éloignée de la fréquence du laser afin de minimiser son
importance.

material = Material(index=1.5, resonance=120e−9)
Le matériau est ajouté à la simulation à partir de 10 µm.

domain.add_material(material, boundaries={’xmin’:10*um})

Puis, on lance la simulation :

domain.run(120*fs)
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Théorie perturbative

On utilise la méthode des perturbations afin de trouver une solution pour la susceptibilité plus

générale que sous l’approximation harmonique [12]. Plusieurs options sont possibles pour

briser la forme parabolique du potentiel, l’approche la plus fréquente est d’ajouter un terme

cubique pour un potentiel asymétrique ou un terme d’ordre 4 pour un potentiel symétrique.

Si on décide d’ajouter un terme cubique au potentiel, cela implique un terme proportionnel

à x2 pour la force de rappel subie par l’électron (puisque la force est proportionnelle à la

dérivée du potentiel), donc l’équation de mouvement devient

ẍ(t) + γbẋ(t) + ω2
0x(t) + ax2(t) = −βqE(t)/m, (1.12)

avec le poids de la déformation du potentiel a. Le paramètre β est un paramètre qui peut

prendre n’importe quelle valeur entre 0 et 1 et qui sera posé égal à 1 à la fin du calcul. On

cherche une solution en série de puissances

x(t) = βx(1)(t) + β2x(2)(t) + β3x(3)(t) + · · · , (1.13)

que l’on insère dans (1.12). On obtient une équation dont les termes sont tous proportionnels

à une puissance de β. On peut alors écrire une équation pour chacune des puissances possibles

de β, soient

β1 : ẍ(1)(t) + γbẋ
(1)(t) + ω2

0x
(1)(t) = −qE(t)/m, (1.14a)

β2 : ẍ(2)(t) + γbẋ
(2)(t) + ω2

0x
(2)(t) + a

[
x(1)(t)

]2
= 0, (1.14b)

β3 : ẍ(3)(t) + γbẋ
(3)(t) + ω2

0x
(3)(t) + 2ax(1)(t)x(2)(t) = 0, (1.14c)

...

La première équation, pour x(1)(t) est identique au cas linéaire et sa solution retombe sur le

modèle de Lorentz. On insère ensuite cette solution dans la deuxième équation pour obtenir

x(2)(t) et ainsi de suite pour les termes non-linéaires d’ordres supérieurs. La solution peut

ensuite être traduite en termes de polarisations d’ordres supérieurs tel que

P (t) = P (1)(t) + P (2)(t) + P (3)(t) + . . . (1.15)

Deuxième ordre. Connaissant déjà la solution pour le premier ordre [voir l’équation (1.6)],

on peut l’utiliser pour trouver la solution de deuxième ordre

x(2)(t) =
−aq2

m2

E2
0

4

[
e2iωt

D+(2ω)[D+(ω)]2
+

1

D+(ω)D−(ω)
+ c.c.

]
, (1.16)
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où D±(ω) = ω2
0 − ω2 ± iωγb. Tel que fait pour le premier ordre, la polarisation de deuxième

ordre (qui est une propriété macroscopique) est obtenue en sommant les contributions de N

dipôles de charge −q, tel que

P (2)(t) = −Nqx(2)(t), (1.17a)

=
Naq3

m2

E2
0

4

[
e2iωt

D+(2ω)[D+(ω)]2
+

1

D+(ω)D−(ω)
+ c.c.

]
. (1.17b)

Dans la limite ω � ω0, la susceptibilité de deuxième ordre s’approxime également avec une

valeur constante et réelle, avec P (2)(t) se réduisant tel que

P (2)(t) ∼ Naq3

m2ω6
0

E2
0

[
cos(2ωt) + 1

2

]
, (1.18a)

≡ ε0χ(2)E(t)2, (1.18b)

où E(t)2 = E2
0 cos2(ωt) = E2

0 [cos(2ωt) + 1]/2 et χ(2) = Naq3/(ε0m
2ω6

0).

En inspectant (1.18a), on apprend que la polarisation au deuxième ordre est la somme de

deux contributions. Une première vient d’un terme n’oscillant pas et une seconde qui vient du

terme qui oscille à 2ω. La contribution à 2ω est responsable du phénomène de génération du
deuxième harmonique (SHG). Deux photons de fréquence ω sont absorbés et un seul est réémis

à 2ω. Pour la contribution qui n’oscille pas, elle est responsable du phénomène de rectification
optique [12]. On souhaite maintenant étudier comment se propage une impulsion laser dans

un milieu comportant une non-linéarité d’ordre 2. Ajoutant la valeur χ(2) = 10−10 m/V dans

un calcul similaire à celui effectué pour obtenir la figure 1.5, on obtient maintenant la figure

1.6 avec E0 = 8.413 · 109 V/m.

Ces deux phénomènes peuvent être observés à la figure 1.6(c). D’abord, la génération du

deuxième harmonique, car on voit bien des oscillations plus rapides apparaître, ainsi qu’un

pic à la fréquence spatiale 2/λ [voir figure 1.6(d)]. Les pics des fréquences supérieures à

2/λ sont dues aux doublements de fréquence subséquents. Puis, la rectification optique se

manifeste par un courant direct (DC), soit la tendance vers les valeurs négatives du champ

électrique, particulièrement apparente à la figure 1.6(c).

Troisième ordre. Pour le troisième ordre, on peut continuer le développement précédent

en insérant les solutions pour x(1)(t) et x(2)(t) dans (1.14c). Mais on passe directement au cas

d’une déformation symétrique du potentiel, car quelque chose d’intéressant se produit dans

ce cas.

Avec une déformation d’ordre 4 du potentiel, l’équation du mouvement de l’électron devient

ẍ(t) + γbẋ(t) + ω2
0x(t) + bx(t)3 = −βqE(t)/m, (1.19)
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FIGURE 1.6 – Transmission et réflection d’une impulsion laser (E0 = 3 · 109 V/m) du vide vers
un diélectrique ayant un indice de réfraction n = 2 et une susceptibilité d’ordre 2 χ(2) = 10−10

m/V. La zone bleue indique la présence du milieu diélectrique. La durée de l’impulsion est
τ = 10 fs et la longueur d’onde est λ = 800 nm. En (d) est montrée la norme de la transformée
de Fourier en unités arbitraires de la région x > 10 µm de la figure (c).
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PyPlasma 1.3: Susceptibilité d’ordre 2

script complet : pyplasma/examples/capsules/1.3_second_order_susceptibility.py

Pour reproduire la figure 1.6, une succeptibilité de deuxième ordre est ajoutée à un
matériau :

material = Material(index=2, chi2=1e−10, resonance=120e−9)
Notez que la nature non-linéaire de ce matériau implique que sa réponse optique dé-
pend de l’amplitude du champ électrique. Il faut alors utiliser une valeur plus réaliste
d’amplitude, tel que E0 = 3 · 109 V/m.

avec le poids de la déformation notée par b. On cherche toujours une solution de la forme

(1.13) et on obtient le système d’équations

β1 : ẍ(1)(t) + γbẋ
(1)(t) + ω2

0x
(1)(t) = −qE(t)/m, (1.20a)

β2 : ẍ(2)(t) + γbẋ
(2)(t) + ω2

0x
(2)(t) = 0, (1.20b)

β3 : ẍ(3)(t) + γbẋ
(3)(t) + ω2

0x
(3)(t) + b[x(1)(t)]3 = 0, (1.20c)

...

Encore une fois, la première équation correspond au cas linéaire et retombe sur le modèle de

Lorentz. La particularité du cas présent se trouve au deuxième ordre. On obtient l’équation

(1.20b) qui est amortie, mais pas forcée. La solution ne peut alors être que x(2)(t) = 0 et

c’est le cas pour tous les ordres pairs. Il ne peut y avoir d’effets non-linéaires d’ordre pair si le

potentiel atomique est symétrique par rapport à son centre.

On trouve la solution de troisième ordre de la même façon qu’avant, soit en insérant la solu-

tion de premier ordre dans l’équation (1.20c), ce qui mène à

x(3)(t) =
−bq3

m3

E3
0

8

[
e3iωt

D+(3ω)[D+(ω)]3
+

3eiωt

[D+(ω)]2D−(ω)
+ c.c.

]
. (1.21)

La polarisation de troisième ordre est alors

P (3)(t) = −Nqx(3)(t), (1.22a)

=
Nbq4

m3

E3
0

8

[
e3iωt

D+(3ω)[D+(ω)]3
+

3eiωt

[D+(ω)]2D−(ω)
+ c.c.

]
, (1.22b)

que l’on approxime, dans la limite ω � ω0, par

P (3)(t) ∼ Nbq4

m3ω8
0

E3
0

[
cos(3ωt) + 3 cos(ωt)

4

]
, (1.23a)

≡ ε0χ(3)E(t)3, (1.23b)
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où E(t)3 = E3
0 cos(ωt)3 = E3

0 [cos(3ωt) + 3 cos(ωt)]/4 et χ(3) = Nbq4/(ε0m
3ω8

0). Le premier

terme oscille à 3ω et est responsable de la génération du troisième harmonique (THG). Le se-

cond terme oscille à la même fréquence que le laser source, soit à ω. Ce terme est responsable

de l’effet Kerr.

Effet Kerr. L’expression de la polarisation, toujours dans la limite ω � ω0 et en ne considé-

rant que les contributions linéaire P (1)(t) et de l’effet Kerr [deuxième terme du côté droit de

(1.23a)] est

P (t) = ε0

(
χ(1) +

3

4
χ(3)E2

0

)
E(t). (1.24)

Utilisant la définition de l’indice de réfraction, avec χ =
(
χ(1) + 3

4χ
(3)E2

0

)
, on a

n =
√

1 + χ, (1.25a)

n =

√
1 + χ(1) +

3

4
χ(3)E2

0 , (1.25b)

≈
√

1 + χ(1) +
3χ(3)E2

0

8
√

1 + χ(1)
, (1.25c)

= n0 + n2I, (1.25d)

où on a gardé les deux premiers termes du développement en série de Taylor à la troisième

ligne, l’indice de réfraction linéaire est n0 =
√

1 + χ(1), l’indice non linéaire de Kerr est

n2 =
3χ(3)

4n2
0ε0c

, (1.26)

puis l’intensité est I = n0ε0cE
2
0/2.

On peut alors interpréter l’effet Kerr comme une modification locale de l’indice de réfraction

en fonction de l’intensité du laser. Puisque la contribution est positive, alors n augmente et

le milieu agit comme une lentille convergente. Si la source lumineuse converge, son intensité

locale augmente, puis l’effet Kerr s’intensifie à son tour et cette boucle de rétroaction entraîne

l’auto-focalisation de la source lumineuse et ultimement, des phénomènes extrêmes quand

l’intensité est maximale.

Ajoutant une susceptibilité d’ordre 3 dans le calcul de propagation d’une impulsion laser, on

obtient cette fois la figure 1.7.

On peut observer la génération du troisième harmonique ainsi que l’effet Kerr à la figure

1.7(c). Les oscillations très rapides sont dues à la THG. Quant à l’effet Kerr, on ne peut obser-

ver d’auto-focalisation, car il faut simuler au moins deux dimensions spatiales afin d’observer

ce phénomène. Toutefois, on peut voir très clairement une conséquence de l’effet Kerr qui
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FIGURE 1.7 – Transmission et réflection d’une impulsion laser (E0 = 5 · 109 V/m) du vide
vers un diélectrique ayant un indice de réfraction n = 1.33 et une susceptibilité d’ordre 3
χ(3) = 10−19 m2/V2. La zone bleue indique la présence du milieu diélectrique. La durée de
l’impulsion est τ = 10 fs et la longueur d’onde est λ = 800 nm. Autour de x ∼ 11 µm, on
observe de instabilité numérique qui peut être contrôlée ou évitée en ajustant les paramètres
de la simulations (discrétisation plus fine) ou en prenant en ajoutant de l’absorption pour les
fréquences les plus élevées.

augmente la valeur de l’indice de réfraction quand l’intensité du laser est plus grande. Obser-

vant attentivement la forme de l’impulsion transmise, il semble que l’onde ait prise une forme

plus carrée. Cela s’est produit, car aux pics d’intensité, l’indice de réfraction à l’interface est

maximale, ce qui résulte en une plus grande réflectivité. Les sommets de l’impulsion sont alors

coupés nets, alors que l’inverse se produit pour l’onde réfléchie qui semble plutôt triangulaire.

PyPlasma 1.4: Susceptibilité d’ordre 3

script complet : pyplasma/examples/capsules/1.4_third_order_susceptibility.py

Pour obtenir la figure 1.7, on ajoute une susceptibilité de troisième ordre :

material = Material(index=1.33, chi3=1e−19, resonance=120e−9)
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1.4 Courants libres

1.4.1 Métaux et plasmas

Après les courants liés causés par les électrons de la bande de valence, un autre type de

courant intra-bande est engendré par le mouvement des électrons de la bande de conduction.

Ces électrons peuvent se déplacer aisément, on parle alors de courants libres. Ces courants

sont responsables des propriétés électromagnétiques distinctes des métaux et des plasmas.

De la même façon que la présence de courants liés a introduit une polarisation ~P dans les

équations de Maxwell, les courants libres ajoutent une nouvelle quantité à déterminer, la

densité de courants libres ~Jf .

Reprenant la représentation atomique très pratique qu’est le système masse-ressort, que doit-

on y ajouter afin de décrire tous ces nouveaux comportements électromagnétiques? Il y a

toujours la force de Coulomb et un amortissement. Quant à la force de rappel... il n’y en a

plus. Finalement, il suffit d’enlever quelque chose au modèle, soit le ressort, afin de décrire les

courants libres. L’équation du mouvement est alors identique à l’équation (1.5c), mais sans le

terme de la force de rappel, soit

ẍ+ γẋ = −qE(t)/m. (1.27)

Le courant peut être défini assez intuitivement. Il est proportionnel à la charge des électrons

−q, à leur densité ρ et à leur vitesse ẋ. Le facteur d’amortissement γ pour les électrons libres

est généralement un paramètre différent de celui utilisé pour les électrons liés γb. On a alors

la définition Jf = −qρẋ. Introduisant cette définition dans l’équation du mouvement, on a

alors

dJf (t)

dt
= −γJf (t) +

q2ρ

m
E(t). (1.28)

Cette équation différentielle décrit l’évolution temporelle des courants libres dans le contexte

du modèle de Drude. Ce modèle est d’une grande importance, car il permet de décrire le

comportement des métaux et des plasmas (la bande de conduction est fortement peuplée

dans les deux cas) exposés à des champs électromagnétiques externes.

À la section 1.3.1, on a montré comment des courants liés pouvaient être interprétés comme

une modification de la permittivité, ou de façon équivalente, en modifiant l’indice de réfrac-

tion. Il est possible de faire la même chose avec le modèle de Drude et les courants libres.

D’abord on introduit un paramètre très pratique afin de rendre les prochaines équations plus

limpides, la fréquence de plasma

ωp =

√
q2ρ

ε0m
, (1.29)
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où ρ est la densité d’électrons dans la bande de conduction. On peut ensuite reprendre l’équa-

tion du mouvement de ces électrons (1.28) et la traduire dans l’espace de Fourier, tel que

dJf (t)

dt
= −γJf (t) + ε0ω

2
pE(t), (1.30a)

−iωJ̃f (ω) = −γJ̃f (ω) + ε0ω
2
pẼ(ω), (1.30b)

où la propriété de la transformée de Fourier TF{d/dt} = −iω a été utilisée. Par définition, les

courants et champs dans l’espace de Fourier sont TF{Jf (t)} = J̃f (ω) et TF{E(t)} = Ẽ(ω),

respectivement. On réarrange ensuite les termes, tel que

J̃f (ω) =
ε0ω

2
p

γ − iω Ẽ(ω), (1.31a)

=
ε0ω

2
p(γ + iω)

γ2 + ω2
Ẽ(ω). (1.31b)

On peut directement vérifier l’effet qu’a un tel courant en l’insérant dans les équations de

Maxwell, plus particulièrement, le côté droit de l’équation (1.1d) dans l’espace de Fourier

également. Ignorant les courants liés (D = E) et l’aspect vectoriel, l’expression devient sim-

plement −iωε0Ẽ(ω) + J̃f (ω). En y insérant l’expression (1.31b), on obtient

−iωε0Ẽ(ω) + J̃f (ω) = −iωε0Ẽ(ω) +
ε0ω

2
p(γ + iω)

γ2 + ω2
Ẽ(ω), (1.32a)

= −iωε0
[

1 +

(
iγ

ω
− 1

)
ω2
p

γ2 + ω2

]
Ẽ(ω), (1.32b)

≡ −iωε(ω)Ẽ(ω). (1.32c)

La dernière expression implique que l’on peut interpréter les effets des courants libres comme

une modification de la permittivité, telle que

ε(ω) = ε0

[
1 +

(
iγ

ω
− 1

)
ω2
p

γ2 + ω2

]
. (1.33)

Encore une fois, la permittivité dépend de la fréquence angulaire ω. Les parties réelle et

imaginaire sont

Re{ε(ω)} = ε0

(
1−

ω2
p

γ2 + ω2

)
, (1.34a)

Im{ε(ω)} = ε0
γ

ω

ω2
p

γ2 + ω2
. (1.34b)
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Avec la définition de l’indice de réfraction n = ε1/2, on peut retrouver les parties réelle et

imaginaire

Re{n(ω)} =

[ |ε(ω)|+ Re{ε(ω)}
2

]1/2

, (1.35a)

Im{n(ω)} =

[ |ε(ω)| − Re{ε(ω)}
2

]1/2

, (1.35b)

où |ε(ω)| =
√

Re{ε(ω)}2 + Im{n(ω)}2.

En inspectant l’équation (1.34a), on remarque que la partie réelle de la permittivité diminue

en augmentant la fréquence de plasma (ou la densité d’électron dans la bande de conduction).

À une fréquence de plasma précise, la partie réelle de la permittivité passe par zéro (à cette

même valeur, la partie imaginaire de l’indice de réfraction dépasse sa partie réelle). La densité

d’électrons, ou densité de plasma à laquelle cela se produit est la densité critique 2

ρc =

(
ε0m

q2

)
(γ2 + ω2). (1.36)

Si on prend en compte les courants liés, il faut ajouter un facteur correspondant à l’indice

de réfraction. À la valeur critique de la densité d’électrons, il se produit des changements

qualitatifs importants dans la manière dont le plasma interagit avec une impulsion lumineuse.

Le cas d’une propagation dans un plasma sous-critique est montré à la figure 1.8. Puis, le cas

d’une propagation dans un plasma sur-critique est montré à la figure 1.9.

PyPlasma 1.5: Plasma sous-critique

script complet : pyplasma/examples/capsules/1.5_sub_critical_plasma.py

La figure 1.8 s’obtient en ajoutant un matériau ayant une certaine densité de plasma
amorti. Afin d’utiliser le modèle de Drude, on fait :

material = Material(index=1.5,

drude_params={’damping’:1e15, ’rho’:3e26})

Dans le premier cas, celui d’un plasma sous-critique, l’impulsion lumineuse se propage dans le

plasma, mais est graduellement atténuée et son amplitude diminue en se propageant. L’éner-

gie de l’impulsion est alors absorbée par un mécanisme qui est décrit en détails à la section

2. Notez que la manière dont est définie la densité critique peut varier dans la littérature, malgré l’utilisation
du même modèle de Drude. Dans [34] par exemple, l’amortissement γ est bien pris en compte dans le modèle de
Drude, mais est laissé de côté dans la définition de la densité critique.
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FIGURE 1.8 – Transmission et réflection d’une impulsion laser du vide vers un milieu ayant
un indice de réfraction n = 1.5, une densité de plasma de ρ = 3 · 1026 m−3 et un taux
d’amortissement du plasma de γ = 1015 s−1. Le plasma est alors sous la densité critique
ρc = 2 · 1027 m−3. La zone bleue indique la présence du milieu diélectrique. La durée de
l’impulsion est τ = 10 fs et la longueur d’onde est λ = 800 nm.

PyPlasma 1.6: Plasma sur-critique

script complet : pyplasma/examples/capsules/1.6_above_critical_plasma.py

On obtient la figure 1.9 en augmentant la densité du plasma, tel que :

material = Material(index=1.5,

drude_params={’damping’:1e15, ’rho’:5e27})
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FIGURE 1.9 – Réflexion d’une impulsion laser sur un matériau ayant un indice de réfraction
n = 1.5, une densité de plasma de ρ = 5 · 1027 m−3 et un taux d’amortissement du plasma de
γ = 1015 s−1. La densité du plasma est alors supérieure à la densité critique ρc = 2 · 1027 m−3.
La zone bleue indique la présence du milieu diélectrique. La durée de l’impulsion est τ = 10
fs et la longueur d’onde est λ = 800 nm.

1.4.2. Dans le second cas, celui d’un plasma sur-critique, la partie de l’impulsion transmise

n’est qu’une onde évanescente, donc qui ne se propage pas et qui décroît exponentiellement

très rapidement. Ainsi, presque toute l’impulsion est réfléchie. C’est le comportement typique

d’un métal et c’est pourquoi ils sont tous très réfléchissants.

1.4.2 Échanges d’énergie entre rayonnement et plasma

Le comportement d’une onde électromagnétique qui interagit avec un plasma vient d’être

abordé avec les figures 1.8 et 1.9. Toutefois, une analyse plus poussée permettrait de clarifier

certains aspects du comportement des courants libres. Par exemple, il n’est pas évident à ce

stade de comprendre comment le plasma peut absorber de l’énergie, tel que l’on a observé à

la figure 1.8. Si le champ électromagnétique oscille et n’a pas de composante DC, il semble

qu’il devrait accélérer les électrons de la bande de conduction autant dans une direction que

dans l’autre, résultant en un gain nul d’énergie nette. On verra plus bas, entre autres choses,

que ce n’est pas tout à fait le cas en présence d’un plasma amorti.

Reprenant de l’équation (1.28), avec un champ externe de la forme E(t) = E0 cos(ωt), la
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solution à l’équilibre (γt� 1) est

Jf (t) =
q2E0

m(γ2 + ω2)
[ω sin(ωt) + γ cos(ωt)] . (1.37)

La puissance instantanée transférée du champ électromagnétique aux charges libres est don-

née par

P(t) = Jf (t) · E(t),

=
ρq2E2

0

m(γ2 + ω2)

[
ω sin(ωt) cos(ωt) + γ cos2(ωt)

]
. (1.38)

Chacun des deux termes est responsable d’un phénomène distinct, tous deux importants dans

les chapitres suivants. Il s’agit de l’énergie pondéromotrice et de l’effet Joule, décrits ci-dessous.

Énergie pondéromotrice

Le premier terme de l’équation (1.38) représente l’énergie qu’un porteur de charge gagne

durant la première moitié d’un cycle optique, avant de la reperdre durant la seconde moitié,

résultant en aucun gain ni perte net. Il s’agit de l’énergie pondéromotrice Ep. La valeur instan-

tanée de cette énergie se calcule en intégrant le terme correspondant de l’équation (1.38), tel

que

Ep(t) =

∫ t

0
q2E2

0

ω sin(ωt′) cos(ωt′)
m(γ2 + ω2)

dt′,

=
q2|E(t)|2

2m(γ2 + ω2)
. (1.39)

L’expression ci-dessus omet un facteur ρ afin de ne représenter que l’énergie associée à un

seul porteur de charge. En général, on utilise plutôt l’expression de l’énergie pondéromotrice

moyenne sur un cycle optique complet

Ep = 〈Ep(t)〉 =
q2E2

0

4m(γ2 + ω2)
, (1.40)

qui se réduit à l’expression habituelle Ep = q2E2
0/4mω

2 dans la limite γ → 0.

Effet Joule

Le dernier terme de l’équation (1.38) est associé à l’absorption par le porteur de charge de

la puissance du champ électromagnétique qui résulte en un gain net d’énergie après chaque

cycle optique. Le taux auquel un quanta de lumière est absorbé est obtenu en divisant le

dernier terme de l’équation (1.38) par l’énergie d’un photon ~ω, soit

γjh(t) =
γ

~ω
q2|E(t)|2
m(γ2 + ω2)

=
2γ

~ω
Ep(t). (1.41)
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FIGURE 1.10 – (a) Énergie pondéromotrice Ep, taux d’absorption γjh et déphasage ∆φ en
fonction du taux d’amortissement du plasma. L’énergie pondéromotrice est proportionnelle
à l’amplitude des oscillations du transfert de puissance P [voir (b)-(d)]. L’absorption γjh est
proportionnelle à la valeur moyenne de P [voir (b) et (d), où la puissance oscille autour de
zéro et (c), où elle oscille autour d’une valeur positive].

Encore une fois, cette équation omet un facteur ρ afin d’exprimer le taux d’absorption par

porteur de charge. Finalement, l’expression moyennée sur un cycle optique est

γjh = 〈γjh(t)〉 =
γ

~ω
q2E2

0

2m(γ2 + ω2)
=

2γ

~ω
Ep. (1.42)

À la figure 1.10, les comportements du champ électromagnétique et des courants libres du

modèle de Drude sont illustrés pour différents taux d’amortissement γ. Pour un plasma qui

n’est pas amorti [voir figure 1.10(b) avec γ/ω = 0], le champ E(t) et le courant Jf (t) sont

déphasés de ∆φ = −π/2. Ainsi, dès que le courant atteint un maximum, le champ inverse

sa direction et commence à décélérer les électrons, puis à les accélérer en direction opposée,

jusqu’à ce qu’ils atteignent leur énergie maximale à nouveau et ainsi de suite. Ce sont les

conditions optimales afin que l’énergie pondéromotrice soit maximale, mais aucune énergie

nette n’est absorbée au cours d’un cycle optique complet. On peut également s’en convaincre

avec l’équation (1.42) qui confirme que l’effet Joule est nul s’il n’y a pas d’amortissement

(γ = 0).

À l’autre extrême, quand l’amortissement est très grand [voir figure 1.10(d) avec γ/ω = 10],

le champ et le courant sont en phase. On pourrait penser que ce sont les conditions idéales
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FIGURE 1.11 – Transfert de puissance entre le champ et les porteurs de charge lors d’une
transmission d’une impulsion laser du vide vers un milieu ayant un indice de réfraction n =
1.3, une densité de plasma de ρ = 5 · 1027 m−3 et un taux d’amortissement du plasma de
γ = 2 · 1015 s−1. La durée de l’impulsion est τ = 10 fs et la longueur d’onde est λ = 800 nm.

afin de maximiser l’absorption de l’énergie du champ vers le plasma. Toutefois, avec trop

d’amortissement, les électrons n’arrivent simplement pas à accélérer ce qui revient à ne pas

avoir de courants libres du tout. Si les électrons ne bougent pas, l’énergie pondéromotrice est

nulle et l’effet Joule l’est également [voir l’équation (1.42)].

C’est dans le régime intermédiaire que l’effet Joule est maximal, à γ = ω exactement [voir

figure 1.10(c)]. Ainsi, il faut une certaine quantité d’amortissement afin que le courant soit

retardé par rapport au champ, réduisant leur déphasage et permettant un transfert d’énergie,

mais il ne faut pas trop d’amortissement afin de permettre aux électrons de se déplacer. Fina-

lement, la figure 1.11 montre le transfert de puissance P(t) quand se propage une impulsion

lumineuse dans un plasma sous-critique et un amortissement de γ/ω = 0.4. La puissance

transférée a bien une tendance vers les valeurs positives. L’intégrale sur un cycle optique est

alors non-nulle et le plasma absorbe bien de l’énergie.
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PyPlasma 1.7: Transfert de puissance

script complet : pyplasma/examples/capsules/1.7_power_transfer.py

Pour obtenir les résultats de la figure 1.11, on inclue aussi la visualisation de la compo-
sante z de la puissance transférée :

w2 = Watcher(’Powerz’, vlim=(−2e20,6e20), c=’k’, out_step=3,
loop=True, figsize=(9,3), keep_pml=False)

1.4.3 Masses effectives et masse réduite

Jusqu’ici, on a ignoré certains aspects qui concernent la masse des électrons m présente

dans une grande partie des équations. Évidemment, un électron a une masse bien définie

et constante de m0 ≈ 9.109 · 10−31 kg et toutes les équations précédentes peuvent être utili-

sées avec cette masse. Mais ces équations sont toutes le fruit d’approximations et il se trouve

que l’on peut compenser pour certaines d’entre elles simplement en ajustant la valeur de cette

masse, sans modifier les équations.

Dans le cadre du modèle de Drude et en l’absence d’amortissement, un électron libre se

comporte de façon similaire à un électron dans le vide. Pourtant, dans un milieu solide, ces

électrons sont dans la bande de conduction, ce qui n’est pas identique à un milieu vide. Le

potentiel électromagnétique fait subir des forces aux électrons qui dépendent, entre autres

choses, de la forme de la courbe de la distribution des niveaux d’énergie dans la bande de

conduction. Afin de prendre ceci en compte dans les équations de ce chapitre, on aurait pu

ajouter une force aux équations de mouvement [voir l’équation (1.5c) pour les électrons liés

et (1.28) pour les électrons libres] et faire tout le chemin avec une complexité accrue. Mais

une approche beaucoup plus simple et populaire est de remplacer la masse de l’électron par

une masse effective. La masse effective d’un électron de la bande de conduction est me et

est exprimée comme une fraction de la masse d’un électron libre m0. Par exemple, pour un

matériau donné, on peut avoir une masse effective de me = 0.5m0.

Un autre élément ignoré jusqu’à maintenant est la présence de trous dans la bande de valence.

Ceci concerne plutôt les matériaux semi-conducteurs ou diélectriques dont les électrons sont

tous dans la bande de valence en l’absence d’excitation et à température nulle. Bien-sûr, il

s’agît d’une situation idéalisée et il y a toujours des électrons qui traversent la bande interdite.

Pour ces électrons qui ne sont pas naturellement dans la bande de conduction, des trous sont

laissés à leur origine, soit la bande de valence. Plus de détails sur ces pseudo-particules sont

disponibles au début du prochain chapitre, mais pour l’instant, on retient que les trous se
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comportent similairement à des électrons libres de charge opposée. Et de la même façon

que l’on peut assigner une masse effective aux électrons reliée à la distribution des niveaux

d’énergie dans la bande de conduction, on peut assigner une masse effective distincte aux

trous reliée à la distribution des niveaux d’énergie de la bande de valence. On réfère à cette

seconde masse effective par mh.

Considérant un matériau semi-conducteur présentant une densité ρ d’électrons dans sa bande

de conduction et une densité égale de trous dans sa bande de valence. On plonge ce matériau

dans un champ électrique constant et on observe le comportement des porteurs de charge

(électrons et trous). D’une part, les électrons sont accélérés dans la direction inverse à l’orien-

tation du champ électrique, car ils ont une charge négative. Simultanément, les trous sont

accélérés dans la direction opposée à celle des électrons, car leur charge est positive. La ques-

tion est maintenant de savoir comment les équations du modèle de Drude sont affectées par

la présence de cette deuxième population de porteurs de charge. En ignorant les interactions

entre les électrons et les trous, on reprend de l’équation du mouvement des électrons (1.28)

à laquelle on ajoute le terme correspondant au mouvement des trous, on a

dJf (t)

dt
= −γJf (t)− (−q)2ρ

me
E(t)− (+q)2ρ

mh
E(t), (1.43a)

= −γJf (t)−
(

1

me
+

1

mh

)
q2ρE(t), (1.43b)

= −γJf (t)− q2ρ

mr
E(t), (1.43c)

où on a défini la masse réduite

mr =

(
1

me
+

1

mh

)−1

. (1.44)

En comparant l’équation (1.28) avec l’équation 1.43c, on constate que l’ajout de trous est

équivalent à une simple modification supplémentaire à la masse employée dans les équations

du modèle de Drude. La masse réduite mr est alors une autre masse effective qui permet de

prendre en compte la présence simultanée d’électrons dans la bande de conduction et de trous

dans la bande de valence. La masse réduite peut être calculée à partir des masses effectives

me et mh dues aux formes respectives des courbes de distributions des niveaux d’énergie des

bandes de conduction et de valence.

32



Chapitre 2

Courants inter-bande

Une partie des développements de ce chapitre sont basés sur la publication originale (en

révision) [28]. En particulier, les sections 2.3 à 2.6 portants sur la modélisation d’avalanches

d’ionisations.

2.1 Ionisation

Si les courants intra-bande décrits au chapitre 1 impliquent les transitions énergétiques des

électrons au sein de la bande de valence (courants liés) ou de la bande de conduction (cou-

rants libres), les courants inter-bandes abordés dans ce chapitre relatent des transitions d’une

bande à l’autre. On s’intéresse principalement aux transitions des électrons de la bande de

valence vers la bande de conduction, un processus mieux connu sous le nom d’ionisation.

Plus précisément, l’ionisation des milieux diélectriques (ou semi-conducteurs dans une cer-

taine limite) est abordée plutôt que les milieux métalliques, car ces derniers ont une popu-

lation intrinsèque importante d’électrons dans leur bande de conduction et sont bien moins

affectés par les courants inter-bande. À l’inverse, les milieux diélectriques n’ont qu’une infime

population d’électrons libres et sont sujets à des changements de comportement extrêmement

importants s’ils sont irradiés avec une intensité suffisante pour faire traverser la bande inter-

dite aux électrons. Cette population induite de porteurs de charge libres s’apparente à un

plasma et sera souvent qualifié ainsi dans ce chapitre.

Avant d’aller plus loin dans la description des transitions de la bande de valence vers la

bande de conduction, on peut régler le cas des transitions inverses. Lorsqu’un électron quitte

la bande de valence, il laisse dernière lui ce qu’on appelle un trou. L’état quantique dans

lequel l’électron se trouvait étant désormais disponible, un autre électron de la bande de

valence peut prendre cette place et lui-même laisser un trou derrière lui. Cette transition peut
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FIGURE 2.1 – Équivalence entre le déplacement d’un électron négatif ou d’un trou positif dans
la direction inverse.

également être interprétée comme si l’état libre, ou le trou, s’était déplacé en sens inverse

dans la bande de valence. Cette idée est illustrée à la figure 2.1. Ainsi, lorsqu’une ionisation

se produit, un porteur de charge négative (électron) est produit dans la bande de conduction,

mais il y a également un porteur de charge positive (trou) qui est produit dans la bande

de valence, que l’on peut qualifier de quasi-particule. Sans être une particule réelle, un trou

se comporte comme une charge positive et peut générer des courants libres dans la bande

de valence en sens inverse de ceux des électrons de la bande de conduction. Une ionisation

est alors associée à la création d’une paire électron-trou. Finalement, lorsqu’un électron de

la bande de conduction rencontre un trou de la bande de valence, il peut recombiner (un

phénomène analogue à l’annihilation d’une paire électron-positron). Cette recombinaison est

la transition inverse de l’ionisation. On peut maintenant revenir à l’ionisation.

Les deux premiers mécanismes abordés sont l’ionisation multiphotonique (MPI, pour multi-
photon ionisation) et l’ionisation par effet tunnel (TI, pour tunnel ionisation) [26], qui sont,

selon la théorie de Keldysh [52], deux comportements limites d’un unique phénomène plus

général, soit l’ionisation par rayonnement (FI, pour field ionisation), que l’on décrit à la sec-

tion 2.2. La théorie de Keldysh est présentée à la section 2.2.1. Une première contribution

originale mineure est abordée à la section 2.2.2, soit une correction aux équations de Keldysh

permettant de prendre en compte l’amortissement du plasma.

Un autre mécanisme, l’ionisation par impact (II, pour impact ionisation), est présenté à la

section 2.3. Il y est montré comment l’ionisation par rayonnement combinée à l’ionisation

par impact peut entraîner une avalanche d’ionisations, soit une croissance exponentielle de

la densité de plasma pouvant ultimement causer des dommages structurels permanents à la

zone irradiée.

Trois modèles permettant de décrire les taux de formation du plasma sont présentés, le mo-

dèle à taux simple (SRE) à la section 2.3.1, puis le modèle à taux multiples (MRE) à la

section 2.3.2 et finalement, le modèle à taux décalés (DRE) à section 2.3.3. Ce dernier est la

la première contribution originale majeure [28] de cette thèse et tente de résoudre certains

problèmes inhérents aux deux modèles précédents. En particulier, on tentera d’entrer dans

une joute bien controversée en abordant une question concernant le phénomène d’avalanche
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d’ionisations. En effet, depuis la prolifération des laser femtoseconde, de forts désaccords sont

présents dans la littérature sur la possibilité de déclencher une telle avalanche sur une échelle

temporelle sous-picoseconde. On y ajoutera notre grain de sel à la section 2.6.

2.2 Ionisation par rayonnement

Tel que discuté plus haut, les électrons de la bande de valence peuvent s’y prendre de diverses

façons afin de traverser la bande interdite et atteindre la bande de conduction. La première est

l’ionisation multiphotonique. Tel que son nom l’indique, il s’agit d’absorber plusieurs photons

quasi-simultanément. Ils doivent être absorbés très rapidement, car après avoir absorbé un

premier photon, l’électron se retrouvera dans la bande interdite si ~ω < Eg et le ré-émettre

quasi-instantanément. Le mot clé ici est quasi. Bien qu’il ne puisse pas rester dans la bande

interdite, en théorie, il ne peut pas ré-émettre un photon absorbé instantanément. Si un

autre photon est absorbé avant que l’électron n’ait eu le temps de retourner dans la bande

de valence, il peut faire un deuxième pas vers la bande de conduction et ainsi de suite. Pour

que le processus puisse se produire avec une probabilité signifiquative, il doit y avoir une très

grande densité de photons, autrement dit, une forte intensité lumineuse. Naturellement, plus

le nombre de photons requis k = dEg/~ωe (où dxe est l’entier supérieur à x) est grand, plus

l’intensité doit être grande. Ainsi, le taux d’ionisation multiphotonique est

νmpi ∝ Ik, (2.1)

avec l’intensité I.

Un autre mécanisme entre dans la catégorie d’ionisation par rayonnement, soit l’ionisation

par effet tunnel. Une façon intuitive d’aborder ce phénomène est de représenter la bande

de valence comme un puits de potentiel dans lequel sont confinés les électrons de valence.

Lorsqu’un atome ou une molécule est exposée à un champ électro-magnétique externe, ce

puits de potentiel est déformé tel que représenté à la figure 2.2. À forte intensité (I & 1014

W/cm2), la déformation peut être si importante, que la largeur de la barrière entre l’intérieur

et l’extérieur du puits de potentiel peut s’amincir au point qu’un électron peut la traverser

par effet tunnel. Avec une intensité encore plus grande, cette largeur peut même devenir

nulle et l’électron peut s’échapper classiquement avec un mécanisme d’ionisation distinct, par

suppression de barrière [25]. L’ionisation par suppression de barrière ne sera pas abordée,

car les intensités requises (I & 1015−16 W/cm2) pour ce mécanisme sont bien plus élevées

que dans les régimes étudiés ici.
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Effet tunnel

Déformation du potentiel

Suppression de barrière

FIGURE 2.2 – Déformation du puits de potentiel atomique en présence d’un champ électro-
magnétique externe. À gauche, la barrière de potentiel entre l’état électronique supérieur et
le continuum est graduellement amincie, facilitant la possibilité qu’un électron de valence
s’échappe par effet tunnel. À droite, le champ est suffisamment intense pour que la barrière
de potentiel ait complètement disparu et un électron du niveau supérieur peut s’échapper
classiquement.

2.2.1 Équations de Keldysh

Pour l’instant, le problème est réduit au cas de l’ionisation d’un atome unique et la nature pé-

riodique des puits de potentiel et des bandes d’énergie est ignorée. L’adaptation des équations

aux diélectriques est abordée à la fin de cette section.

Le modèle de Keldysh [52] a permis d’unifier les mécanismes d’ionisation multiphotonique

et d’ionisation par effet tunnel sous une seule équation. Pour rappel, l’ionisation multipho-

tonique se produit lorsqu’un électron lié à un noyau atomique absorbe simultanément plus

d’un photon d’énergie ~ω afin de se libérer du puits de potentiel de cet atome. L’ionisation

par effet tunnel est possible quand le champ externe déforme suffisamment ce potentiel pour

permettre à l’électron de traverser la barrière amincie.

La largeur de la barrière de potentiel auquel est soumis un électron lié à un noyau atomique

est de l’ordre de l ∼ Ei/qE, avec l’énergie d’ionisation Ei, la charge élémentaire q et le champ

électrique E. Afin d’aborder les ordres de grandeur en question, on peut estimer la vitesse

d’un électron traversant cette barrière en inversant l’équation de l’énergie cinétique, soit v ∼√
2Ei/m. On peut alors définir une fréquence d’ionisation par effet tunnel avec

ωt = v/l = qE/
√

2mEi. (2.2)

La signification physique de cette fréquence est obscure. Un électron ne peut classiquement

pas se retrouver dans la barrière de potentiel et on ne peut définir aussi simplement un temps

réel que pourrait durer ce passage, ni son inverse, une fréquence. Un demi-siècle plus tard, ce

temps est toujours sujet à débat dans la littérature [57].

Selon Keldysh, on peut tout de même s’attendre à ce que l’ionisation par effet tunnel devienne

beaucoup plus difficile si la fréquence du champ externe ω est plus grande que ωt, ne lais-
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sant pas le «temps» à l’électron de s’échapper avant que la déformation du potentiel change

d’orientation. Il définit alors le paramètre

Γ = ω/ωt =
ω
√

2mEi
qE

, (2.3)

aujourd’hui appelé en son nom, le paramètre de Keldysh.

Il s’avère que, malgré sa signification physique initiale obscure, ce paramètre est toujours

utilisé aujourd’hui pour déterminer facilement, en fonction du champ, si un atome ou maté-

riau est ionisé principalement par mécanisme tunnel ou multiphotonique. Quand Γ < 1, la

fréquence du champ est plus faible que ωt et on est dans la limite régie par le mécanisme

d’ionisation par effet tunnel. À l’inverse, si Γ > 1, alors la fréquence du champ externe est

plus grande que ωt et le mécanisme d’ionisation dominant est l’ionisation multiphotonique.

Une autre façon de représenter ce paramètre est de le réécrire en fonction de l’énergie pon-

déromotrice Ep d’un électron libre dans un champ oscillant de forme E(t) = E0 cos(ωt) [voir

l’équation (1.40)],

Γ =
√
Ei/2Ep. (2.4)

Le paramètre de Keldysh est alors une fonction du rapport entre l’énergie d’ionisation et l’éner-

gie pondéromotrice de l’électron libéré dans un champ oscillant. Cette définition a l’avantage

de permettre une interprétation du paramètre plus facilement acceptable, quoique moins in-

tuitive. Quand le champ est très intense, un électron qui passe d’un état lié à un état libre

demande plus d’énergie, car son énergie pondéromotrice finale sera plus grande. L’ionisation

multiphotonique devient alors plus difficile, car un plus grand nombre de photons est requis.

L’ionisation par effet tunnel domine alors en champ intense.

Les solutions analytiques du modèle de Keldysh sont présentées dans cette section, pour les

deux cas suivants : (i) ionisation d’un atome isolé (2.10a) et (ii) ionisation dans un diélec-

trique (2.13a).

Taux d’ionisation pour un atome unique

En mécanique quantique, la probabilité P de transition d’un état initial ψ1 vers un état final

ψ2 se calcule en projetant l’état final sur l’état initial [23], autrement dit,

Pψ1→ψ2 =
∣∣∣ 〈ψ2|ψ1〉

∣∣∣2. (2.5)

Dans le cas de l’ionisation, on cherche la probabilité de transition d’un électron lié à un atome

dans son état fondamental, dont la fonction d’onde est

ψ0(~r, t) = ψ0(~r) exp

{
i

~

(
Eit−

qE0σ0

ω
sin ωt

)}
, (2.6)
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vers un état libre. Le paramètre σ0 décrit le décalage du niveau d’énergie fondamental dû à la

présence d’un champ électrique, soit l’effet Stark [92] qui agît sur l’énergie d’ionisation selon

Ei(E) = Ei − qE0σ0 − q2E2
0α0/2, (2.7)

avec α0, le décalage de second ordre.

La forme de l’état libre vers lequel on transitionne est la particularité de l’article de Keldysh,

car il a utilisé la fonction d’onde d’un électron libre oscillant dans un champ électrique alterna-

tif. Les travaux précédents n’ont pas pris en compte l’énergie pondéromotrice supplémentaire

que doit gagner l’électron libéré. La forme de la fonction d’onde est alors décrite par

ψp(~r, t) = exp

 i

~

(~p+
q ~E

ω
sin ωt

)
~r −

∫ t

0

1

2me

(
~p+

q ~E

ω
sin ωτ

)2

dτ

 , (2.8)

avec la quantité de mouvement ~p.

La méthode de calcul pour le taux de transitions νfi commence par la projection de l’état final

ψp sur l’état initial ψ0 en présence d’un champ électrique, avec une équation de la forme

νfi ∝ | 〈ψp|q ~E~r|ψ0〉 |2. (2.9)

Utilisant la théorie des perturbations et ne conservant que l’ordre inférieur obtenu, le taux

d’ionisation est

νfi = fC

√
2Ei
~ω

ω

(
Γ√

1 + Γ2

)3/2

S

(
Γ,
Ẽi
~ω

)
exp

{
−2Ẽi
~ω

[
sinh−1Γ− Γ

√
1 + Γ2

1 + 2Γ2

]}
,

(2.10a)

S(Γ, x) =
∞∑
n=0

exp

{
−2 (dxe − x+ n)

(
sinh−1Γ− Γ√

1 + Γ2

)}

× Φ

{[
2Γ√

1 + Γ2
(dxe − x+ n)

]1/2
}
, (2.10b)

en s−1, où la fonction Φ(z) =
∫ z

0 e
y2−z2dy est l’intégrale de Dawson, Ẽi = Ei + Ep et la fonction

dxe retourne le premier entier supérieur à x. Un facteur de correction fC = EiΓ/[~ω(1+Γ2)1/2]

est également ajouté à (2.10a) afin de prendre en compte l’interaction de Coulomb dans l’état

final de l’électron.

Taux d’ionisation pour un diélectrique

Dans un diélectrique, on calcule plutôt le transfert d’un électron de la bande de valence vers

la bande de conduction, soit la création d’une paire électron-trou. La fonction d’onde de
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l’électron est décrite par l’équation de Bloch [52]

ψc,v~p (~r, t) = uc,v~p(t)(~r)× exp

{
i

~

[
~p(t)~r −

∫ t

0
Ec,v(~p(τ))dτ

]}
, (2.11a)

~p(t) = ~p+
q ~E

ω
sin(ωt), (2.11b)

où les indices c et v indiquent les bandes de conduction et de valence, respectivement. Les

fonctions uc,v~p(t)(~r) sont périodiques et ont la même symétrie de translation que la structure

cristalline. Puis, Ec,v(~p(t)) est l’énergie de l’électron.

Le résultat est un taux de transition entre la bande de valence et la bande de conduction en

s−1m−3 d’une forme analogue au cas d’un atome isolé,

νfi =
4ω

9π

(
mrω

~√x1

)3/2( π

2K(x2)

)1/2 ∞∑
n=0

e−(k̃+n)α Φ (x3) , (2.12)

où

x1 =
Γ2

1 + Γ2
; x2 =

1

1 + Γ2
; x3 =

√
β (2ι+ n) (2.13a)

α = π
K(x1)−F(x1)

F(x2)
; β =

π2

2K(x2)F(x2)
; ι = k̃ − Ẽg

~ω
(2.13b)

Γ =
ω
√
mrEg
qE

; Ẽg =
2

π

F(x2)√
x1
Eg; k̃ =

⌈ Ẽg
~ω

⌉
. (2.13c)

On note que le paramètre de Keldysh Γ diffère d’un facteur 1/
√

2 par rapport au cas d’un

atome isolé. De plus, la masse réduite d’une paire électron-trou mr est utilisée. Les fonctions

K et F sont les intégrales elliptiques complètes de premier et deuxième type. 1 Finalement, Φ

est l’intégrale de Dawson.

À la figure 2.3 sont présentés les taux d’ionisation obtenus en fonction de l’intensité lumi-

neuse pour différentes largeurs de bande interdites. À basse intensité (Γ� 1) l’ionisation par

rayonnement est dans le régime multiphotonique et on trouve νfi ∝ Ik où k = dEg/~ωe est le

nombre de photons requis afin de traverser la bande interdite. Dans un graphique aux axes

logarithmiques, on obtient effectivement une droite de pente k. En s’approchant de I ∼ 1013

W/cm2, on a Γ ∼ 1 et on observe des sauts discrets dans les taux d’ionisation. Ces sauts cor-

respondent aux sauts de la fonction k̃ = dẼg/~ωe [voir l’équation (2.13c)]. Dans ce régime,

l’effet Stark commence à se faire ressentir et la largeur de la bande interdite corrigée par

cette déformation de la structure de bandes Ẽg augmente. Chaque saut discret correspond à

l’augmentation du nombre de photons requis pour l’ionisation.

1. Les arguments des fonctions K(x) et F(x) dans l’article de Keldysh diffèrent d’une puissance 1/2, mais la
définition de ces fonctions est différente et désuète. Les équations présentées ici sont ainsi équivalentes à celles
de Keldysh.
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FIGURE 2.3 – Taux d’ionisation par rayonnement νfi selon la formule de Keldysh pour un
milieu diélectrique [voir l’équation (2.12)]. L’indice de réfraction est n = 1.5, la densité
atomique/moléculaire est ρmol = 2 · 1028 m−3 et la longueur d’onde du laser est λ = 800 nm
(ω = 2πc/λ = 2.36 fs−1).

Depuis la publication des travaux de Keldysh sur l’ionisation par rayonnement, plusieurs amé-

liorations au modèle ont été proposées. Intégrer toutes ces modifications n’est pas réaliste, ni

l’un des objectifs de cet ouvrage, mais l’une d’entre-elles semble particulièrement pertinente.

Les durées d’impulsions auxquelles ont s’intéresse sont particulièrement courtes. C’est pour-

quoi les effets de la physique sous-cycle, étudiés dans [111, 113, 58, 114] serait une avenue

pertinente pour la suite de la présente étude.

2.2.2 Armortissement de l’effet Stark

Concernant la correction pour la largeur de la bande interdite qui vient d’être présentée dans

la section précédente, il est temps d’ouvrir une parenthèse.

Il devrait être noté que l’équation (2.12) a été développée en utilisant la définition de l’énergie

pondéromotrice Ep = q2E2/4mω2. Tel que mentionné à la fin de la section 1.4.2, il s’agit du

cas spécial où les électrons ne subissent pas d’amortissement (γ = 0). Afin de prendre en

compte l’amortissement, on peut utiliser une version modifiée de la bande interdite efficace

[voir Ẽg à l’équation (2.13c)], soit

Ẽg
′
(γ) = Eg(x3 − 1)

ω2

γ2 + ω2
+ Eg, (2.14)
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FIGURE 2.4 – Taux d’ionisation par rayonnement νfi pour un milieu diélectrique en prenant
en compte la correction pour le taux d’amortissement du plasma de l’équation (2.14). Les
paramètres sont les mêmes que ceux utilisés afin d’obtenir les résultats de la figure 2.3. La
largeur de la bande interdite est Eg = 9 eV.

obtenue par interpolation linéaire [voir l’équation (2.13a) pour la définition de x3]. Plus pré-

cisément, cette expression est obtenue en multipliant la correction à la bande interdite par le

rapport entre l’énergie pondéromotrice amortie [équation (1.40)] et l’énergie pondéromotrice

non-amortie (γ = 0). Les taux d’ionisation par rayonnement en fonction de l’amortissement

νfi(γ) calculés en utilisant (2.14) plutôt que Ẽg sont montrés à la figure 2.4.

À faible intensité, dans le régime d’ionisation multiphotonique, le décalage de l’énergie d’io-

nisation est petit (x3 ∼ 1) et l’effet de l’amortissement est alors minimal. À très forte intensité,

dans le régime d’ionisation par effet tunnel, les taux d’ionisation ne sont toujours que très peu

affectés par la présence d’amortissement, car dans cette limite, l’élargissement de la bande in-

terdite n’est pas important dans les équations de Keldysh. C’est dans le régime intermédiaire,

quand le paramètre de Keldysh est près de l’unité (Γ ∼ 1) que l’amortissement devient impor-

tant. Les taux d’ionisation peuvent être accrus jusqu’à un ordre de grandeur quand l’amortis-

sement est grand. De plus, les sauts discrets observés dans la courbe de νfi qui se produisent à

chaque fois que le nombre de quantas ~ω requis pour une ionisation augmente de 1 tendent

à disparaître. Ces effets sont dus à la réduction de l’énergie pondéromotrice en la présence

d’amortissement, ce qui minimise l’élargissement de la bande interdite. L’ionisation est alors

facilitée et cela évite l’augmentation du nombre de photons à absorber ainsi que les sauts

discrets conséquents.
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Une étude plus approfondie et rigoureuse de l’importance de l’amortissement dans le modèle

de Keldysh que celle présentée ci-dessus serait une avenue intéressante pour des travaux

futurs.

On peut maintenant refermer la parenthèse.

2.3 Ionisation par impact

Un autre moyen employé par les électrons de valence afin de traverser la bande interdite est

l’ionisation par impact. Ce mécanisme requiert qu’il y ait d’abord une population d’électrons

dans la bande de conduction. Ces derniers pouvant absorber de l’énergie lumineuse beau-

coup plus facilement que les électrons de valence, ils peuvent atteindre une énergie cinétique

importante et entrer en collision avec des atomes ou molécules neutres et leur arracher un

électron.

Dans le cas d’un diélectrique dont la population d’électrons dans la bande de conduction est

initialement nulle ou négligeable, le processus de formation de plasma se produit alors en

deux temps. Dans la première phase, l’ionisation par rayonnement va apporter les premiers

électrons dans le bas de la bande de conduction. Ces derniers vont absorber de l’énergie via
l’effet Joule (voir la section 1.4.2). Puis, la deuxième phase va s’initier une fois que l’éner-

gie cinétique des électrons sera suffisante pour faire traverser la bande interdite à un autre

électron. Dans cette phase, le taux d’ionisation par impact est proportionnel à la densité de

plasma, ce qui entraîne une augmentation exponentielle de cette dernière. Cette croissance

exponentielle est souvent qualifiée d’avalanche d’ionisations.

De nombreuses approches ont été proposées afin de simuler la formation de plasma induit

par laser dans un milieu diélectrique [47, 15, 1, 34, 39, 83, 107, 14, 48, 20, 22, 21, 50,

44, 76, 67, 75, 45, 51, 93], pour en citer quelques-unes. Plus bas, on se concentre d’abord

sur les modèles à taux simple [93] et à taux multiples [75], mieux adaptés aux simulations

auxquelles on veut les intégrer.

2.3.1 Modèle à taux simple

Le modèle à taux simple (SRE, pour single rate equation) est une des descriptions les plus faciles

à aborder afin de décrire la formation de plasma dans un diélectrique tout en prenant en

compte les mécanismes d’ionisation par rayonnement et par impact [93]. Le taux de formation

de plasma est donné par

dρ

dt
= νfiρn︸︷︷︸

FI

+αρIρn︸ ︷︷ ︸
II

− γrρ︸︷︷︸
RE

, (2.15)
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où ρ représente la densité de porteurs de charge. Les deux premiers termes du côté droit

sont associés à l’ionisation par rayonnement (FI) et à l’ionisation par impact (II), respective-

ment. Ils sont pondérés pas la densité d’atomes ou de molécules neutres ρn = (ρmol − ρ) (si

on ne prend en compte qu’un seul niveau d’ionisation). Ici, ρmol est la densité moléculaire

(ou d’atomes), α est le coefficient de taux d’impact et I = cε0n0E
2/2 est l’intensité du la-

ser moyennée sur un cycle optique, avec l’indice de réfraction linéaire n0. Le dernier terme

représente la recombinaison (RE) des paires électrons-trous à un taux γr.

À la figure 2.5, la transmission d’une impulsion laser gaussienne dans un diélectrique et la

formation de plasma est simulée en utilisant le modèle SRE afin d’obtenir les taux d’ionisation.

Au début de l’interaction, la formation de plasma est principalement due à l’ionisation par

rayonnement [voir les figures 2.5(a) et (b), où ρfi > ρii]. Puis, quand la densité de plasma

est suffisamment grande afin d’entraîner une avalanche d’ionisations par impact, ce dernier

mécanisme devient la principale source de plasma [voir la figure 2.5(c), où ρii > ρfi]. La

formation de plasma dans un diélectrique est alors un processus en deux étapes.

PyPlasma 2.1: Modèle à taux simple (SRE)

script complet : pyplasma/examples/capsules/2.1_single_rate_equation.py

Pour reproduire la figure 2.5, on ajoute un matériau auquel on spécifie les paramètres
reliés à l’ionisation, tel que :

material = Material(index=1.3, drude_params={’damping’:1e15},

ionization_params={’rate_equation’:’sre’,’bandgap’:9*eV,
’density’:2e28,’alpha_sre’:0.0004})

Cette fois, on a pas spécifié de densité de plasma initiale dans les paramètres du modèle
de Drude. Le plasma provient alors uniquement de l’ionisation.

Le modèle SRE a d’abord été développé à partir d’observations empiriques. La relation linéaire

entre le taux d’ionisations par impact et l’intensité du laser peut être justifiée par la linéarité

entre le taux d’absorption des porteurs de charge et l’intensité laser [voir l’équation (1.42),

où γjh ∝ E2]. De même, le taux auquel les électrons et les trous absorbent de l’énergie via

l’effet Joule, ainsi que le taux auquel ils reperdent cette énergie via l’ionisation par impact

sont tous deux proportionnels à l’intensité. Toutefois, la relation linéaire entre l’ionisation par

impact et la densité ρ [voir l’équation (2.15)] impliquent que tous les porteurs de charge

peuvent contribuer à l’ionisation par impact, peu importe leur énergie. En réalité, un porteur

de charge doit accumuler une certaine énergie minimale Ec avant de pouvoir causer une colli-

sion avec un électron de valence qui lui fera traverser la bande interdite et atteindre la bande
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FIGURE 2.5 – Évolution de la densité du plasma ρ à la surface d’un matériau diélectrique
irradié par une impulsion laser gaussienne (seule l’enveloppe est prise en compte). La densité
du plasma est obtenue avec le modèle SRE [voir l’équation (2.15)]. En (b), on voit que le
plasma provient d’abord principalement de l’ionisation par rayonnement (ρfi > ρii). Puis, en
(c), il est montré que l’ionisation par impact a surpassé l’ionisation par rayonnement (ρii >
ρfi). Les paramètres sont n = 1.3, γ = 1015 s−1, Eg = 9 eV, ρmol = 2 · 1028 m−3, α = 4 cm2/J,
λ = 800 nm, τ = 10 fs, F = 2 J/cm2.

de conduction. Il y a alors une sur-estimation du taux d’ionisation par impact, particulière-

ment à faible intensité. Afin de respecter la conservation d’énergie, ainsi que la conservation

de la quantité de mouvement (dans l’approximation d’un modèle à bandes paraboliques),

cette énergie critique requise afin de permettre une ionisation par impact est donnée par [51]

Ec =

(
1 +

mr

mh

)
(Eg + Ep), (2.16)

où mr est la masse réduite d’une paire électron-trou, mh est la masse effective d’un trou dans

la bande de valence, Eg est la largeur de la bande interdite et Ep est l’énergie pondéromotrice

[voir l’équation (1.40)].

La différence principale entre SRE et les approches plus sophistiquées repose dans la relation

entre le taux d’ionisation par impact et la densité de plasma ρ. Cette relation devrait prendre
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en compte le gain d’énergie graduel des porteurs de charge et respecter la nécessité qu’ils

atteignent l’énergie critique Ec avant de contribuer au taux d’ionisation par impact. Les deux

prochains modèles présentés, MRE (section 2.3.2) et DRE (section 2.3.3), vont tenter de

régler ce problème, chacun à leur manière.

2.3.2 Modèle à taux multiples

Afin d’affiner la compréhension du processus de formation de plasma dans un diélectrique,

Kaiser et al. [51] ont développé un modèle prenant en compte une large variété d’interac-

tions entre le rayonnement, les porteurs de charge et les phonons. Ce modèle décrit d’abord

comment l’ionisation par rayonnement accumule des électrons dans un même niveau d’éner-

gie au bas de la bande de conduction, créant ainsi un pic dans la distribution d’énergie à

E = E0. Lorsque ces électrons commencent à absorber des photons, un nouveau pic apparaît

à E = E0 + ~ω, puis un autre à E = E0 + 2~ω, et ainsi de suite. Graduellement, ces pics

vont commencer à s’élargir et s’aplanir à cause des collisions et de la thermalisation, jusqu’à

ce que la distribution d’énergie revienne à une distribution qui est à l’équilibre (distribution

de Fermi-Dirac). En connaissant la distribution d’énergie tout au long de l’interaction avec la

source lumineuse, le nombre de porteurs de charge qui ont une énergie cinétique égale ou su-

périeure à l’énergie critique Ec [voir l’équation (2.16)] et qui peuvent contribuer à l’ionisation

par impact est connu. Le taux d’ionisation par impact peut alors être ajusté en fonction de

cette population réduite (porteurs de charge ayant E > Ec), plutôt que d’utiliser la population

entière, comme il est fait dans le modèle à taux simple.

Le désavantage de l’approche de Kaiser et al.’s [51] est le nombre important d’équations

différentielles à résoudre (quelques centaines dans le cas de la silice SiO2). 2 Afin de trouver

un compromis entre la simplicité (SRE) et la rigueur (Kaiser et al. [51]), Rethfeld et al. [75]

ont développé le modèle à taux multiples (MRE) en laissant de côté la thermalisation de la

distribution d’énergie. En conséquence, les pics initialement observés dans cette distribution

du modèle de Kaiser sont préservés. Ceci permet de discrétiser la distribution en k = dEc/~ωe
niveaux d’énergie (plus un pour le niveau 0), chacun séparé par des incréments ∆E = ~ω.

Une équation d’évolution de la population est alors résolue pour chaque niveau d’énergie afin

de suivre la distribution totale. Pour les électrons de la bande de conduction, ces équations

2. Malgré sa complexité qui rend le modèle cinétique de Kaiser et al.pratiquement impossible à utiliser pour
des simulations tridimensionnelles, les travaux ont été poursuivis pour des simulations sans dimensions spatiales.
Les résultats que l’on peut obtenir avec cette approche sont très détaillés et peuvent guider et inspirer les déve-
loppements de modèles plus simples et légers [15, 1, 14, 85, 13].
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sont

dρ0

dt
= νfiρn − γejhρ0 + 2γenρk + γhnρ

h
k − γrρ0, (2.17a)

...
dρj
dt

= γejh(ρj−1 − ρj)− γrρj ; 1 ≤ j < k, (2.17b)
...

dρk
dt

= γejhρk−1 − γenρk − γrρk, (2.17c)

ρ =
k∑
j=0

ρj . (2.17d)

La population du niveau minimal ρ0 (au bas de la bande de conduction) est d’abord alimenté

par l’ionisation par rayonnement via le premier terme du côté droit de l’équation (2.17a). Le

terme suivant représente les électrons retirés de ce niveau d’énergie à mesure qu’ils absorbent

des photons à un taux γejh. À chaque fois qu’un électron est retiré d’un niveau (j − 1) après

avoir absorbé un photon, il est simultanément ajouté au niveau j, tel que décrit par l’équa-

tion (2.17b). Après k absorptions subséquentes, les électrons atteignent le niveau k avec une

énergie d’au moins Ec. À ce niveau, l’absorption est artificiellement arrêtée afin de limiter

le nombre d’équations. À partir du moment qu’un électron atteint ce dernier niveau, il peut

collisionner avec des atomes ou molécules neutres et causer une ionisation par impact à un

taux γen. Lorsque cela se produit, l’électron perd ensuite son énergie cinétique et retombe au

niveau le plus bas, tout en apportant un second électron de la bande de valence à la bande

de conduction [voir le troisième terme de l’équation (2.17a)]. La recombinaison à un taux γr
est également prise en compte pour chaque niveau d’énergie.

Le modèle à taux multiples original de Rethfeld et al. [75] a été modifié ici afin de prendre

en compte les ionisations par impact qui peuvent également être causées par les trous de la

bande de valence. De même que les électrons de la bande de conductions, ceux-ci peuvent

aussi être accélérés et transférer de l’énergie dans des collisions avec des atomes ou molécules

neutres. Afin de simplifier l’approche, les électrons et les trous utilisent les même règles de

conservation d’énergie et de quantité de mouvement. Leur unique différence est alors leurs

masses effectives respectives. De cette façon, on peut aisément retomber sur le modèle origi-

nal avec le cas spécial où les deux masses sont identiquesme = mh. Le terme γhnρ
h
k a été ajouté

à l’équation (2.17a) avec le taux de collisions entre les trous et les atomes/molécules neutres

γhn. La population de trous dans le niveau d’énergie k est ρhk . Cette dernière est calculée avec

un second ensemble de k + 1 équations qui décrivent la distribution d’énergie des trous de la

bande de valence. Ce second ensemble d’équations est similaire aux équations (2.17), mais

avec ρhj , γhn et γhjh au lieu de ρj , γen et γejh, respectivement. Dans le cas spécial me = mh, les

deux ensembles de k + 1 équations sont équivalents et un seul peut être résolu avec γhn = γen,
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γhjh = γejh et ρhj = ρj .

En sommant les équations (2.17), on obtient le taux de formation de plasma global

dρ

dt
= νfiρn +

∑
s=e,h

γsnρ
s
k − γrρ, (2.18)

où s = {e, h} indique une quantité propre aux électrons ou aux trous, respectivement. Le taux

de collisions entre les atomes ou molécules neutres et les porteurs de charge est indiqué par

γsn [voir l’équation (2.26)]. Les équations (2.18) (MRE) et (2.15) (SRE) sont alors identiques,

à l’exception du second terme, associé à l’ionisation par impact. Pour le modèle MRE, les taux

d’ionisation par impact est proportionnel aux populations des niveaux supérieurs ρek et ρhk . En

comparaison, le taux d’ionisation par impact du modèle SRE est proportionnel à la population

totale des porteurs de charge. Les résultats d’une simulation de la formation de plasma à la

surface d’un diélectrique irradiée d’une impulsion laser sont montrés à la figure 2.6.

PyPlasma 2.2: Modèle à taux multiples (MRE)

script complet : pyplasma/examples/capsules/2.2_multiple_rate_equations.py

Les résultats de la figure 2.6 sont obtenus en utilisant cette fois le modèle MRE :

material = Material(index=1.3, drude_params={’damping’:2e15},

ionization_params={’rate_equation’:’mre’,’bandgap’:9*eV,
’density’:2e28,’cross_section’:1e−19})

Puisque les niveaux d’énergie supérieurs ne sont peuplés qu’après k absorptions subséquentes,

l’ionisation par impact est effectivement décalée par rapport à l’ionisation par rayonnement.

Ce décalage temporel est approximativement

tMRE =
[
(

k
√

2− 1)γejh

]−1
→ 1

γejh

k

ln 2
pour k � 1, (2.19)

si on ne prend en compte que les ionisations par impact dues aux électrons de la bande de

conduction [76]. Afin de prendre en compte les trous, on peut définir un second décalage

temporel en substituant γejh dans l’équation (2.19) par γhjh.

Rethfeld [75] a conclu que pour une irradiation par une impulsion laser ayant une durée

plus courte que tMRE, l’ionisation par impact est négligeable par rapport à l’ionisation par

rayonnement, car les porteurs de charge n’ont pas suffisamment de temps pour absorber

l’énergie requise Ec avant la fin de l’irradiation. Toutefois, l’absorption due à l’effet Joule
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FIGURE 2.6 – (Gauche) Évolution de la densité du plasma ρ à la surface d’un matériau di-
électrique irradié par une impulsion laser. La densité du plasma est obtenue avec le modèle
MRE [voir l’équation (2.17)]. (Droite) Populations des niveaux d’énergie dans la bande de
conduction. En rouge est indiqué le niveau supérieur qui est le seul à contribuer à l’ionisation
par impact. Les paramètres sont n = 1.3, γ = 2 · 1015 s−1, Eg = 9 eV, ρmol = 2 · 1028 m−3,
λ = 800 nm, τ = 10 fs, F = 3 J/cm2. Le taux de collisions γsn est calculé avec l’équation
(2.26) et la section efficace σmol = 10−19 m2. Dans cet exemple, le temps caractéristique est
tMRE ∼ 5.2 fs, à la surface.

est proportionnelle à l’intensité laser [voir la section 1.4.2, équation (1.40) avec γjh ∝ E2],

ce qui suggère qu’une intensité suffisante pourrait quand même déclencher une avalanche

d’ionisation. Finalement, une condition basée sur la fluence du laser F [voir l’équation (2.29)]

serait plus générale. Une bonne référence est la condition F > ItMRE, proposée dans [76].

2.3.3 Modèle à taux décalés

Le modèle à taux décalés (DRE, pour delayed-rate equations) est une approche différente aux

problèmes du modèle à taux simple (SRE). Comparé au modèle à taux multiples (MRE), DRE

requiert un nombre réduit et fixe d’équations différentielles. Une comparaison de solutions

numériques pour DRE, SRE et MRE avec des données expérimentales suit aux sections 2.4 et

2.5.
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FIGURE 2.7 – Fraction ξs de porteurs de charge ayant une énergie cinétique supérieure à Ec,
en fonction du paramètre sans dimension rs [voir l’équation (2.20b)]. Les deux termes de
l’équations (2.20b) sont montrés à titre indicatif.

Tel que discuté à la section 2.3.2, des pics de population apparaissent dans la distribution

d’énergie des électrons calculée avec l’approche cinétique de Kaiser et al. [51]. Ces pics ont

motivé le développement du modèle à taux multiples qui s’appuie sur la discrétisation des ni-

veaux d’énergie des porteurs de charge (~ω, 2~ω, . . .). Toutefois, avec cette approche (MRE)

vient le choix de négliger la thermalisation due aux collisions entre les électrons et consé-

quemment, l’élargissement et la disparition graduelle des pics, vers une distribution d’énergie

à l’équilibre. Une stratégie différente (voire opposée) que celle proposée avec MRE, l’approche

de DRE est de faire l’approximation que la thermalisation de la distribution d’énergie est

(quasi-) instantanée (voir la section 2.4 pour une comparaison directe des deux approches).

En utilisant la distribution de Maxwell-Boltzmann (MB) afin de représenter les énergies des

électrons à l’équilibre thermique, on peut calculer analytiquement la proportion de porteurs

de charge qui ont l’énergie minimale requise afin de contribuer à l’ionisation par impact [voir

l’équation (2.16)]. La fraction d’électrons ξe ou de trous ξh qui a une énergie E > Ec est

ξs =

∫∞
Ec E

1/2 exp[−3E/2Eskin]dE∫∞
0 E1/2 exp[−3E/2Eskin]dE (2.20a)

= erfc(rs) +
2rs√
π

exp(−r2
s), (2.20b)

où s indique le type de porteur de charge (s = e pour les électrons et s = h pour les trous)

et rs =
√

3Ec/2Eskin, avec Eskin étant l’énergie cinétique. La proportion ξs et ses deux termes

individuels sont montrés à la figure 2.7 en fonction du paramètre sans dimension rs. Les

deux termes sont presque égaux quand rs = 0.5, là où le second terme devient rapidement

dominant à partir de rs > 1.
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Introduisant la fraction ξs, l’équation d’évolution pour la densité de plasma devient alors

dρ

dt
= νfiρn +

∑
s=e,h

γsnξ
sρ− γrρ, (2.21)

qui est similaire à l’équation (2.18), mais avec ρsk remplacé par ξsρ. La différence principale

entre MRE et DRE devient alors plus claire. MRE suit l’évolution des énergies des porteurs

de charge à mesure qu’ils absorbent des photons et la proportion qui contribue à l’ionisation

par impact est la population du niveau supérieur à Ec divisé par la population totale (ρsk/ρ)

sur une distribution d’énergie en déséquilibre thermique. Pour sa part, DRE force l’équilibre

thermique et la distribution d’énergie est alors connue et la fraction ξs peut être directement

calculée analytiquement. Finalement, les autres termes de l’équation (2.21) associés à l’io-

nisation par rayonnement (νfiρn) et à la recombinaison des paires électron-trou (γrρ) sont

identiques pour les trois modèles (DRE, MRE et SRE) [voir les équations (2.21), (2.18) et

(2.15), respectivement].

Ainsi, la simplicité du modèle à taux décalés vient de la possibilité d’utiliser la distribution

de Maxwell-Boltzmann. Il manque toutefois de connaître l’énergie cinétique moyenne des

porteurs de charge Eskin afin de résoudre l’équation (2.20b). On utilise alors l’équation diffé-

rentielle

dEskin

dt
= γsjh~ω − γsnξsEc − Eskin

νfi
ρn
ρ

+
∑
s=e,h

γsnξ
s

 . (2.22)

Le premier terme du côté droit est associé à l’absorption de photons dont le taux peut être

calculé avec les équations de l’effet Joule présenté à la section 1.4.2 [voir l’équation (1.42)].

Le second terme représente la perte d’énergie cinétique lors d’une ionisation par impact. Les

termes finaux (entre crochets) assurent la conservation d’énergie pour chaque ionisation (par

rayonnement ou par impact) et redistribuent l’énergie cinétique aux nouveaux porteurs de

charge. Les résultats d’une simulation de la formation de plasma, utilisant le modèle DRE, à

la surface d’un diélectrique irradiée d’une impulsion laser sont montrés à la figure 2.8.

Un bout de chemin peut être fait du côté analytique afin de mieux comprendre certains com-

portements du modèle DRE. On peut commencer en se penchant sur le cas d’une interaction

entre une impulsion laser et un diélectrique. On ignore également la contribution des trous

pour l’instant (ρh = 0), ainsi que la recombinaison (γr = 0). Initialement, soit à t = 0, on peut

supposer qu’il n’y a aucun porteur de charge et que la fraction ξe est nulle. Puis, quand l’io-

nisation par rayonnement commence à apporter des électrons dans la bande de conduction,

ceux-ci vont graduellement absorber de l’énergie du champ électromagnétique, augmentant

ainsi l’énergie cinétique moyenne et la valeur de ξe. À un certain moment, on peut s’attendre
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FIGURE 2.8 – (Gauche) Évolution de la densité du plasma ρ à la surface d’un matériau di-
électrique irradié par une impulsion laser. La densité du plasma est obtenue avec le modèle
DRE [voir l’équation (2.21)]. (Droite) Distribution de l’énergie des électrons dans la bande de
conduction. La ligne pointillée verticale indique l’énergie critique Ec. En rouge est indiquée
l’aire sous la courbe pour E > Ec, proportionnelle à ξ, donc à la fraction des électrons qui
contribue à l’ionisation par impact. Les paramètres sont n = 1.3, γ = 2 · 1015 s−1, Eg = 9
eV, ρmol = 2 · 1028 m−3, λ = 800 nm, τ = 10 fs, F = 2 J/cm2. Le taux de collisions γsn est
calculé avec l’équation (2.26) et la section efficace σmol = 10−19 m2. Dans cet exemple, le
temps caractéristique est tDRE ∼ 2.7 fs, à la surface.

PyPlasma 2.3: Modèle à taux décalés (DRE)

script complet : pyplasma/examples/capsules/2.3_delayed_rate_equations.py

Afin d’utiliser DRE et reproduire la figure 2.8, on fait :

material = Material(index=1.3, drude_params={’damping’:2e15},

ionization_params={’rate_equation’:’dre’,’bandgap’:9*eV,
’density’:2e28,’cross_section’:1e−19})
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à ce que les gains d’énergie s’équilibrent avec les pertes dues à l’ionisation par impact de plus

en plus importantes, c’est-à-dire, γejh~ω ' γenξ
eEc. Négligeant l’épuisement de la population

des électrons de la bande de valence (ρn ' ρmol), la population d’électrons de la bande de

conduction évolue alors approximativement comme

dρe

dt
' νfiρmol +

(
γejh~ω
Ec

)
ρe, (2.23)

dont la solution (avec ρ(0) = 0) est

ρe(t) = νfiρmol
Ec

γejh~ω

[
exp

(
γejh~ω
Ec

t

)
− 1

]
. (2.24)

Cette solution montre qu’une augmentation exponentielle de la densité de plasma prend

place, ce qu’on qualifie d’avalanche d’ionisation. L’argument de cette fonction exponentielle

permet d’identifier le temps caractéristique de l’avalanche

tDRE =
1

γejh

Ec
~ω

. (2.25)

D’une manière similaire au temps caractéristique présenté pour le modèle MRE [voir l’équa-

tion (2.19)], c’est le délai requis pour que l’avalanche d’ionisations se déclenche. Le nom du

modèle à taux décalés provient de ce décalage temporel, tant il est central à son comporte-

ment général [voir plus bas, la figure 2.9]. Ce décalage provient de la dépendance temporelle

de l’ionisation par impact introduite dynamiquement via les équations (2.22) et (2.20b), une

approche différente de ce qui est proposé dans [104] où un délai constant est simplement

imposé. Dans la section suivante, il sera démontré que l’équation (2.25) prédit un décalage

temporel pour l’avalanche comparable à ce que prédit le modèle à taux multiples [voir l’équa-

tion (2.19), avec k ∼ Ec/~ω], ce qui suggère que la dynamique de thermalisation du plasma

(tel que décrit par Kaiser et al. [51]) n’a qu’une importance limitée dans le processus global

d’avalanche d’ionisations.

2.4 Analyse numérique des modèles de formation de plasma

Jusqu’ici, trois modèles de formation de plasma (SRE, MRE et DRE) ont été présentés, où

chacun décrit l’évolution temporelle de la densité de porteurs de charge durant une interac-

tion entre un diélectrique et un champ électromagnétique. La différence entre ces modèles

provient de leurs façons de traiter l’ionisation par impact et particulièrement, le délai associé

au gain d’énergie graduel dans la bande de conduction.

On étudie maintenant le comportement de chaque modèle en calculant numériquement la

densité de plasma généré provenant de l’ionisation par impact ρii par rapport à la densité

52



totale générée quand un champ électrique harmonique E(t) = E0 cos(ωt) est appliqué. Pour

chaque modèle, l’intensité laser I est choisie de façon à obtenir ρii/ρ ' 0.5 après t = 100 fs .

Cette intensité précise, pour chaque modèle, correspond au point pour lequel l’ionisation par

impact devient le mécanisme d’ionisation dominant (ρii/ρ > 0.5). Il est pratique de définir

un seuil de fluence pour le déclenchement d’une avalanche d’ionisation Fav = I · 100 fs [voir

l’équation (2.29) pour la définition de la fluence].

Afin de décrire l’ionisation par rayonnement, on utilise le modèle de Keldysh [52] qui prend en

compte l’ionisation multiphotonique et l’ionisation par effet tunnel avec un formalisme unifié

(voir la section 2.2.1). Pour l’instant, la recombinaison des paires électron-trou est toujours

laissée de côté (γr = 0). Elle est prise en compte à la section 2.5.

Un ingrédient manque toujours avant de solutionner les équations de taux de formation de

plasma, soit une description explicite du taux d’impact entre les porteurs de charge et les

atomes/molécules neutres γsn (s = e pour les collisions électron-molécule et s = h pour les

collisions trou-molécules). Ce taux d’impact peut être traité de plusieurs façons, simples ou

complexes. Une simple valeur constante serait acceptable pour aller de l’avant, mais on choisit

une description légèrement plus élaborée qui dépend des propriétés dynamiques du plasma

provenant de [5], soit

γsn = σmolρn

√
2Eskin

ms
, (2.26)

où σmol est la section efficace des molécules neutres. Il est à noter que les résultats obtenus pour

DRE ne changent pas significativement si on utilise cette formulation ou une valeur constante

pour γsn. Cette observation est supportée par les travaux rapportés par Rethfeld et al. [75], où

il est montré que la valeur de γsn (ou celle obtenue par une description sous-jacente) n’a que

peu d’influence, tant que γsn � γsjh.

Les résultats obtenus numériquement par la méthode des différences finies (voir la section

3.1) pour un matériau aux propriétés arbitraires (mais intentionnellement semblables à celles

de la silice SiO2) sont présentés à la figure 2.9. Tel qu’attendu, on voit à la figure 2.9(a) que les

densités de plasma généré de l’ionisation par impact prédites par MRE et DRE sont retardées

par rapport aux prédictons du modèle SRE. Autant pour MRE que pour DRE, les délais suivent

approximativement leurs valeurs estimées respectives des équations (2.19) et (2.25), soient

tMRE = 83.2 fs et tDRE = 76.5 fs. Tel qu’illustré à la figure 2.9(b), les contributions de

l’ionisation par impact pour MRE et DRE sont radicalement réduites pour des valeurs de

fluence inférieures au seuil (F < Fav). Au-delà du seuil, les trois modèles montrent une

tendance similaire.

On rappelle que le modèle à taux multiples a été développé dans la limite où il n’y a pas de
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FIGURE 2.9 – Contribution relative de l’ionisation par impact ρii par rapport à la densité de
plasma totale ρ obtenue avec les modèles SRE, MRE ou DRE. En (a), on montre que l’ioni-
sation par impact prédite avec le modèle SRE commence dès le début de l’irradiation avec
le champ harmonique, tandis qu’un décalage temporel est observé si on utilise le modèle
MRE ou DRE. Ce décalage correspond au temps requis pour que les porteurs de charge at-
teignent l’énergie critique Ec. Les fluences respectives à chaque modèle requises pour atteindre
ρii/ρ > 0.5 durant l’interaction de 100 fs sont F SRE

av = 0.420 J/cm2, FMRE
av = 0.459 J/cm2 et

FDRE
av = 0.356 J/cm2, définissant les seuils d’avalanche. En (b), on montre que la contribu-

tion de l’ionisation par impact pour MRE et DRE est grandement diminuée pour F < Fav,
par rapport à SRE. Ceci montre que l’avalanche est fortement inhibée si les électrons n’ont
pas le temps d’atteindre l’énergie critique Ec. Les paramètres sont λ = 800 nm, Eg = 9 eV,
me = mh = m0, ρmol = 2 × 1028 m−3, σmol = 10−19 m2, n0 = 1.5, γr = 0, γ = 1 fs−1 et
α = 4 cm2/J.

thermalisation de la distribution d’énergie dans la bande de conduction, ou de façon équiva-

lente, dans la limite d’un temps de thermalisation infini. En comparaison, le modèle à taux

décalés a été développé dans la limite d’un temps de thermalisation infinitésimal. La figure 2.9

montre ainsi que pour une vaste plage de fluences, la dynamique de formation de plasma est

très semblable dans les deux limites, un argument convaincant que le temps de thermalisation

n’a que peu d’importance sur le phénomène global.

On attaque maintenant un nouveau scénario afin de tester le modèle à taux décalés dans des

conditions plus réalistes, avec une impulsion laser gaussienne interagissant avec un matériau

semblable à la silice SiO2. L’enveloppe de l’impulsion laser dans le vide est décrite par

Evac(t) = E0 exp

[
−2 ln(2)

(
t

τ

)2
]
, (2.27)

où τ est la durée de l’impulsion (largeur à mi-hauteur). L’intensité et la fluence, toujours dans
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le vide sont alors

Ivac(t) = cε0|Evac(t)|2 = cε0E
2
0 exp

[
−4 ln(2)

(
t

τ

)2
]
, (2.28)

et

F =

∫ ∞
−∞

Ivac(t)dt =
cε0E

2
0τ

2

√
π

ln(2)
, (2.29)

respectivement. Dans le milieu diélectrique, l’amplitude du champ électrique est diminuée

d’un facteur n0 et la partie réfléchie est retirée, devenant alors

E2
bulk(t) = E2

vac(t)
1−R
n0

, (2.30)

où la réflectivité R est

R =

∣∣∣∣n− 1

n+ 1

∣∣∣∣2 (2.31)

et

n2 = n2
0 −

ω2
p

ω2 + iωγ
. (2.32)

Cette dernière relation est obtenue à partir du modèle de Drude (voir la section 1.4) avec

la fréquence de plasma ω2
p = q2ρ/ε0mr calculée dynamiquement à mesure que la densité de

plasma ρ augmente.

En intégrant numériquement les équations du modèle à taux décalés avec la source de rayon-

nement Ebulk(t), pour les durées d’impulsions τ = 10 fs et τ = 300 fs, on obtient les résultats

présentés à la figure 2.10. Au début de l’interaction, le plasma généré provient principalement

de l’ionisation par rayonnement [voir les figures 2.10(a) et 2.10(d)] tel qu’attendu. À mesure

que le plasma absorbe de l’énergie et qu’une proportion grandissante de porteurs de charge

atteint l’énergie crique Ec, le mécanisme de formation de plasma principal devient l’ionisation

par impact.

Aux figures 2.10(b) et 2.10(e), l’énergie cinétique moyenne des électrons Eekin est comparée à

l’énergie de Fermi

EF = ~2(3π2ρ)2/3/2me. (2.33)

Pour les deux simulations, la condition Eekin > EF est respectée en tout temps, ce qui suggère

que l’utilisation d’une distribution de Fermi-Dirac dans le calcul du ratio ξs, plutôt que la

distribution de Maxwell-Boltzmann ne soit pas nécessaire.
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FIGURE 2.10 – Deux exemples de solutions pour le modèle DRE. La colonne de gauche [(a) à
(c)] montre les résultats pour une durée d’impulsion ultra brève τ = 10 fs et F = 1.6 J/cm2.
La colonne de droite [(d) à (f)] montre les résultats pour une impulsion plus longue, avec τ =
300 fs et F = 4.8 J/cm2. Dans les deux cas, la fluence est ajustée afin d’atteindre ρ/ρmol = 0.1,
correspondant à 10 % des atomes/molécules ionisés. Les paramètres du modèles sont λ = 800
nm, Eg = 9 eV, me = mh = m0, ρmol = 2 · 1028 m−3, σmol = 10−19 m2, n0 = 1.5, γr = 0 et
γ = 1 fs−1.
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Une estimation pour la limite supérieure de l’énergie cinétique moyenne des porteurs de

charge Eskin peut être obtenue dans le régime où γsjh~ω ' γsnξ
sEc [voir le paragraphe qui

précède l’équation (2.23)]. Dans ce régime, les gains d’énergie provenant de l’absorption

de photons sont équilibrés par les pertes dues aux collisions avec les électrons de la bande

de valence. On a alors dEskin/dt ∼ 0 et l’énergie cinétique moyenne est à son maximum.

En général, quand l’intensité n’est pas extrêmement élevée, on a Eskin � Ec et seule une

infime fraction des porteurs de charge atteignent l’énergie critique. Dans ce régime, rs � 1 et

ξs ' 2rs√
π

exp(−r2
s) ce qui permet, en utilisant l’équation (2.26), d’obtenir la limite supérieure

explicite

Eskin < −
3

2
Ec
[
ln

(
γsjh~ω

2Ecσmolρmol

√
msπ

3Ec

)]−1

. (2.34)

Cette approximation est en excellent accord avec les solutions numériques montrés aux fi-

gures 2.10(b) et 2.10(e) (voir les lignes horizontales). La relation (2.34) prédit que l’énergie

cinétique moyenne ne devrait pas dépasser la valeur du côté droit de l’inégalité. Par exemple,

à la figure 2.10(b), la limite supérieure prédite est 7.214 eV et le maximum obtenu durant

l’intégration numérique est 7.035 eV (une sur-estimation de 2.54%). Pour la seconde simu-

lation, avec une durée d’impulsion plus longue [voir la figure 2.10(e)], la limite supérieure

prédite est 3.957 eV et la valeur maximale de la simulation est 3.742 eV (une sur-estimation

de 5.75%).

Les taux d’absorption γejh et les taux de collisions électron-molécule neutre γen sont montrés

aux figures 2.10(c) et 2.10(f). À titre purement indicatif, une estimation des taux de collisions

électron-électron γee est également montrée, en utilisant la formule tirée de [21],

γee =
4πε0
q2

√
6

me

(
2Eekin

3

)3/2

. (2.35)

On observe une augmentation rapide du taux de collisions électron-électron γee dès le début

de l’interaction avec l’impulsion laser, à mesure que le plasma est généré via l’ionisation par

rayonnement. Lorsque l’avalanche d’ionisation par impact prend le dessus, sa valeur dimi-

nue légèrement vers approximativement 1 à 10 collisions par femtoseconde, ce qui supporte

l’hypothèse d’une relaxation thermique rapide sur laquelle repose le modèle à taux décalés.

2.5 Calibration du modèle à taux décalés aux expériences

Le modèle à taux décalés présenté à la section 2.3.3 dépend d’un nombre fixe de paramètres.

Certains peuvent être directement reliés à des propriétés physiques d’un matériau irradié qui

pourront être mesurées expérimentalement ou par des calculs ab initio (par exemple, l’indice

de réfraction n0, la section efficace σmol, ...). Ci-dessous, il est montré comment les paramètres
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restants peuvent être obtenus en calibrant le modèle aux mesures expérimentales du seuil de
dommage laser.

Le seuil de dommage laser est une référence expérimentale souvent utilisée pour calibrer les

modèles de formation de plasma dans les diélectriques. Ce seuil est souvent défini comme la

fluence laser minimale Fth requise pour causer des modifications structurelles permanentes au

matériau irradié. Parfois, le seuil d’ablation laser est plutôt utilisé, défini comme la fluence

laser minimale requise pour causer une ablation de la surface, i.e. une expulsion d’ions qui

laisse un cratère là où l’impulsion laser a interagi. Dans ce chapitre, seule l’échelle temporelle

sous-picoseconde de l’interaction et de la formation de plasma est étudiée et les dommages

ou l’ablation du matériau ne sont pas abordés, on utilise donc une condition différente, à

savoir la fluence laser minimale requise pour que la densité de plasma atteigne une valeur

critique ρ & ρc. Généralement, le choix de cette densité critique a peu d’influence sur les

seuils Fth, à cause de la nature exponentielle d’une avalanche d’ionisation. Si la fluence est

suffisamment élevée afin de déclencher une avalanche, une augmentation infime de la fluence

supplémentaire entraîne une augmentation disproportionnée de la densité finale de plasma

formé et le choix de la valeur exacte de ρc n’a plus vraiment d’importance. Ceci étant dit,

il faut quand même choisir une valeur et le choix le plus fréquent est la densité de plasma

pour laquelle le matériau initialement transparent devient opaque. Ceci se produit lorsque la

partie réelle de l’indice de réfraction devient égale à sa partie imaginaire [ou encore, de façon

équivalente, lorsque Re[ε(ω)] = 0, voir (1.33)] . Selon le modèle de Drude, avec l’équation

(2.32), on trouve la densité critique 3

ρc =

(
ε0mr

q2

)
n2

0

(
ω2 + γ2

)
. (2.36)

Afin de calibrer le modèle DRE présenté à la section 2.3.3, ses solutions sont comparées

aux données expérimentales provenant de [60]. Les intégrations numériques du modèle sont

effectuées en balayant les paramètres de la durée d’impulsion τ et de la fluence du laser

F pour des impulsions incidentes décrites par l’équation (2.30). Pour chaque valeur de τ ,

la fluence F minimale qui entraîne la formation d’une densité de plasma minimale ρc [voir

l’équation (2.36)] est identifiée comme le seuil de fluence Fth. Les résultats pour différents

matériaux sont montrés à la figure 2.11. Les paramètres des simulations sont donnés au

tableau 2.1.

En pratique, les courbes obtenues à la figure 2.11 ne dépendent que de deux paramètres

efficaces libres, γ et me. Afin d’optimiser la recherche de la meilleure combinaison, on uti-

lise l’observation que la relation entre Fth et τ ressemble à une loi de puissance de la forme

3. La densité critique diffère d’un facteur n2
0 par rapport à (1.36), car cette dernière a été obtenue sans la

contribution des courants liés.
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FIGURE 2.11 – Comparaison entre les prédictions du modèle DRE (courbes) et des résultats
expérimentaux (points/formes) pour les seuils de fluences Fth en fonction de la durée d’im-
pulsion τ pour différents matériaux diélectriques. Les données expérimentales proviennent
de [60]. Les paramètres des calculs DRE sont indiqués dans le tableau 2.1.

SiO2 Al2O3 HfO2 Ta2O5 TiO2

n0 1.45 1.76 2.09 2.1 2.52
Eg [eV] 9.0 6.5 5.1 3.8 3.3

ρmol [1028/m3] 2.20 2.35 2.77 1.12 3.19
σmol [10−19m2] 0.661 1.33 1.24 2.50 1.08
γr [ps−1] 4.0 0.0 0.0 0.0 0.0

γ [fs−1] 2.0 1.0 0.5 0.4 0.5
me 1.0 0.8 0.4 0.5 0.3
mh 1.0 1.0 1.0 1.0 1.0

TABLE 2.1 – Les paramètres des matériaux diélectriques associés aux courbes de la figure 2.11
obtenues avec le modèle DRE. Les valeurs typiques pour les indices de réfraction n0, bandes
interdites Eg, taux de recombinaison γr et densités moléculaires ρmol sont tirées de [60, 65].
Pour chaque molécule du tableau, la section efficace σmol a été estimée en additionnant les
sections efficaces individuelles de ses atomes, celles-ci obtenues en prenant l’aire d’un cercle
dont le rayon est égal au rayon de covalence de l’atome. Les taux d’amortissement du plasma
γ et les masses efficaces me (normalisées par rapport à la masse intrinsèque m0) sont obtenus
en ajustant les courbes aux données expérimentales des seuils de fluence (voir les figures 2.11
et 2.12).
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Fth ∝ τκ. Une autre observation est que le taux d’amortissement γ affecte principalement l’ex-

posant κ de cette relation et que la masse effective me affecte principalement la hauteur de la

courbe. On peut alors commencer par trouver une valeur de γ qui permet de s’approcher rai-

sonnablement du bon exposant κ. Seulement ensuite, la masse effective me est ajustée jusqu’à

ce que la hauteur de la courbe simulée corresponde aux données expérimentales. Les deux

paramètres ne sont pas entièrement indépendants [voir l’équation (2.36)], ce qui implique

parfois la nécessité d’itérer la procédure quelques fois. Cependant, les courbes prédites par

DRE à la figure 2.11 réussissent à reproduire la tendance globale des mesures expérimentales

sur plusieurs ordres de grandeur de durées d’impulsion τ et de fluence F .

2.6 Avalanche d’ionisations sous-picoseconde

Il existe un débat controversé dans la littérature à propos de la possibilité de déclencher

une avalanche d’ionisations avec des impulsions laser brèves (τ < 1 ps). Plusieurs études

expérimentales et théoriques portant sur la formation de plasma dans des diélectriques ont

mené à des conclusions contradictoires [5].

Par exemple, une expérience pompe-sonde sur silice [53] a montré qu’une fraction significa-

tive de l’ionisation peut se produire après le passage de la pompe, ce qui ne peut être expliqué

uniquement par de l’ionisation par rayonnement et suggère une avalanche d’ionisations par

impact décalée par rapport à la pompe. Des conclusions inverses ont été obtenues dans une

autre expérience sur du sapphire [38]. Du côté théorique, des calculs basés sur une formula-

tion de Fokker-Planck [93] ont prédit une forte domination de l’ionisation par impact, tandis

que les simulations de [86] prédisent que les énergies cinétiques des porteurs de charges

sont trop basses pour que l’ionisation par impact ne soit significative. Certains ont également

étudié la possibilité d’une avalanche d’ionisations collisionnelles assistées [73]. Finalement,

plusieurs prédictions de la fluence minimale requise pour déclencher une avalanche ont été

faites, mais elles varient de plus d’un ordre de grandeur [76, 70].

Si la présence d’une avalanche forme un consensus pour les impulsions picosecondes et plus

longues (et dans une certaine mesure, à partir de τ > 100 fs [77]), on peut tenter de vérifier

si une transition claire peut être observée dans les courbes du seuil de dommage Fth en

fonction de la durée d’impulsion τ . Pour la plupart des matériaux diélectriques, les données

expérimentales pour la relation Fth(τ) se font rares, à l’exception de la silice SiO2, ce qui en

fait un sujet de référence de choix.

Une relation en loi de puissance est généralement observée pour la fluence de seuil en fonc-

tion de la durée d’impulsion. On s’attend alors à avoir une relation de la forme Fth(τ) ∝ τκ.

Avant d’aller vérifier les résultats expérimentaux disponibles, on peut tenter d’estimer les
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valeurs possibles de κ. Si on accepte l’hypothèse que l’ionisation par rayonnement est le mé-

canisme dominant, on estime alors que le taux de formation de plasma est

dρ

dt
∝ Ik, (2.37)

où k est le nombre de photons requis pour une ionisation multiphotonique (pour les intensités

en question, on est plus proche du régime multiphotonique que du régime tunnel, avec Γ ∼ 2

quand F ∼ Fth à τ ∼ 100 fs.). Sachant que la fluence est F ∝ Iτ , on trouve que la densité de

plasma évolue comme

ρ(t) ∝
(
F

τ

)k
t. (2.38)

Près du seuil de dommage Fth, on peut estimer que ρ(τ) ∼ ρc, donc que

ρc ∝
(
Fth

τ

)k
τ, (2.39)

ce qui mène à

Fth ∝ τ
k−1
k . (2.40)

Pour la silice irradiée par une source à λ = 800 nm, on a k = 6 et Fth ∝ τ5/6.

On fait une estimation semblable pour l’exposant κ, mais, cette fois, en faisant l’hypothèse que

l’ionisation par impact est le mécanisme dominant. Partant de l’équation (2.24) on obtient

ρc ∝
(
Fth

τ

)k−1

exp

(
Fth

Fav

)
. (2.41)

Pour arriver à cette estimation, on a enlevé le -1 de l’exponentielle, car il devrait être né-

gligeable en situation d’avalanche, puis on pose à nouveau que ρ(τ) ∼ ρc correspond à

F ∼ Fth. On utilise ensuite la définition de l’exposant pour la relation en loi de puissance

κ = d[ln(Fth)]/d[ln(τ)] afin de trouver

κ =
Fav(k − 1)

Fth + k − 1
, (2.42)

Cette estimation est implicite, car elle dépend toujours de Fth. À partir de données expéri-

mentales, pour τ = 100 fs, on a déjà déterminé que Fav = 0.356 J/cm2 (voir la figure 2.9) et

les valeurs typiques de Fth sont proches de 3 J/cm2, ce qui donne un exposant de κ ∼ 0.22.

Ainsi, on a fait une estimation de l’exposant en faisant l’hypothèse que l’ionisation par rayon-

nement était le mécanisme dominant et on a trouvé κ ∼ 0.83. Puis, on a estimé, en faisant

l’hypothèse inverse que l’ionisation par impact était plus importante, une valeur de κ ∼ 0.22.

Si ces estimations sont moindrement représentatives de la réalité, on a alors trois possibilités.
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FIGURE 2.12 – Comparaison entre les seuils de fluence Fth prédits numériquement et mesurés
expérimentalement, en fonction de la durée d’impulsion τ pour la silice (SiO2). Les données
expérimentales proviennent de sept expériences indépendantes [53, 20, 60, 46, 99, 54, 101].

1. L’exposant est grand (κ ∼ 0.83) pour toutes valeurs de τ < 1 ps. Il n’y a alors pas

d’avalanche d’ionisation pour les impulsions brèves.

2. L’exposant change graduellement d’une valeur plus grande (κ ∼ 0.83) à une valeur

plus petite (κ ∼ 0.22) en réduisant la durée d’impulsion, indiquant un changement de

régime et une valeur de τ limite pour la possibilité d’avalanche.

3. L’exposant est petit (κ ∼ 0.22) sur toute la plage de durées d’impulsion pour lesquelles

les données expérimentales sont disponibles (τ > 5 fs) et une avalanche d’ionisations

est bien possible pour des impulsions aussi brèves.

En regroupant les résultats expérimentaux de Fth(τ) de sept études indépendantes sur de la

silice, aucune transition claire n’est observable (voir la figure 2.12). La tendance générale est

une relation en loi de puissance Fth ∝ τκ, avec κ ' 0.3 pour τ < 10 ps. Cette tendance peut

être reproduite en utilisant le modèle à taux décalés avec les paramètres du tableau 2.1 pour

la silice (SiO2). Il semble alors que la troisième hypothèse est la plus probable, soit qu’une

avalanche d’ionisation est le principal mécanisme de formation de plasma pour des impulsions

de durées aussi brèves que τ ∼ 5 fs. Pour appuyer cette conclusion, on peut calculer la fluence

de seuil en retirant l’ionisation par impact des simulations. Faisant cela, l’accord en la théorie

et les expériences est perdu, avec un exposant de κ ∼ 0.73 (voir la courbe orange de la figure

2.12).
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Deuxième partie

Méthodes numériques :
Électromagnétisme de surface
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Chapitre 3

Discrétisation et intégration
numérique

À partir du prochain chapitre sont abordés des problèmes tri-dimensionnels d’une complexité

grandissante. Si les premières simulations, plus simples, peuvent être partiellement solu-

tionnées analytiquement, il faudra rapidement se rabattre sur des solutions purement nu-

mériques. Les outils permettant d’y arriver sont présentés dans ce chapitre.

3.1 Méthode des différences finies

Une méthode très populaire qui permet de résoudre numériquement pratiquement n’importe

quel système d’équations différentielles est la méthode des différences finies. Cet outil est simple

à implémenter et très versatile, mais est probablement ce qui se rapproche le plus d’une mé-

thode dite de force brute. Ainsi, cette simplicité d’utilisation vient avec un grand coût compu-

tationnel, par rapport à d’autres méthodes. Toutefois, pour des simulations complexes, c’est

souvent le choix le plus raisonnable, voire le seul possible.

Les équations qui doivent être résolues numériquement dans les prochains chapitres sont

des équations différentielles (ordinaires ou partielles). Par exemple, une telle équation peut

contenir la dérivée de f(t) par rapport à t, évaluée à t0, à savoir

df(t)

dt

∣∣∣
t0

= lim
t→t0

f(t)− f(t0)

t− t0
. (3.1)

Lorsque l’on cherche une solution analytique, on trouve la valeur vers laquelle converge la

dérivée quand δt = t − t0 → 0. Avec la méthode des différences finies, la dérivée n’est pas
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évaluée à une valeur infinitésimale de δt, mais bien à une valeur finie, tel que

df(t)

dt

∣∣∣
t0

=
f(t)− f(t0)

t− t0
+O(δ2

t ), (3.2a)

df(t)

dt

∣∣∣
t0
≈ f(t)− f(t0)

t− t0
, (3.2b)

Le terme O(δ2
t ) indique que l’erreur locale de l’approximation est proportionnelle à δ2

t . Donc,

plus ce pas est petit, meilleure est la précision. Il existe une grande variété de recettes de

discrétisation, plus complexes, mais plus précises que cette dernière. Pour cet exemple, on

s’en tient au cas le plus simple, mais le lecteur peut compléter cette lecture avec [55], pour

les autres approches.

Afin de représenter f(t) pour une plage de valeurs de t, il faut discrétiser t, soit séparer cette

variable continue en un ensemble fini de valeurs discontinues (voir la figure 3.1). Puis, on

solutionne pour toutes les valeurs discrètes de t. Avec cette méthode itérative, l’erreur locale

mentionnée plus haut, proportionnelle à δ2
t , va se propager. L’erreur globale sur la solution

de f(t) est plutôt proportionnelle à δt.

t
tnt-1 tnt tnt+1... ...

FIGURE 3.1 – Discrétisation de la variable continue t en un ensemble de valeurs discontinues.

Un exemple s’impose afin de démontrer l’efficacité de la méthode. L’équation différentielle

df(t)

dt
= e−t

2
(3.3)

est un bon candidat, car on peut comparer les solutions numériques qui seront obtenues avec

une solution analytique qui est connue, soit

f(t) =

√
π

2
erf(t) + c, (3.4)

où erf(t) est la fonction d’erreur et c est une constante d’intégration. Avec la condition initiale

f(0) = 0, on impose c = 0.

Maintenant, pour la solution numérique, on discrétise t en Nt valeurs discrètes séparées de

δt. La version discrète de l’équation (3.3) est alors

fnt+1 − fnt

δt
= e−(ntδt)2 , (3.5)
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FIGURE 3.2 – Intégration numérique de l’équation différentielle (3.3) avec la méthode des
différences finies. L’intégration numérique est effectuée avec l’équation (3.6), que l’on com-
pare à la solution analytique [voir l’équation (3.4)], pour différents nombres d’itérations Nt.
La précision augmente avec le nombre d’itérations. À Nt = 20, le nombre d’itérations est
beaucoup trop petit et l’erreur entre les solutions numérique et analytique est très grande.
À l’inverse, avec Nt = 300, la solution numérique converge vers la solution analytique. Le
graphique du bas montre l’erreur relative de la méthode numérique en fonction du nombre
d’itérations Nt.

où nt est l’indice correspondant à la ntième valeur discrète. La solution s’obtient simplement

en isolant fnt+1, soit

fnt+1 = fnt + δte
−(ntδt)2 . (3.6)

De la même façon qu’il faut une condition initiale à une solution analytique afin qu’elle soit

unique, il faut en imposer une à la solution numérique. On choisit f0 = 0, ce qui permet

de démarrer l’intégration numérique. Avec nt = 0 et f0 = 0 que l’on insère du côté droit de

l’équation, on obtient f1. Puis, avec nt = 1 et la solution pour f1, on trouve f2 et ainsi de suite.

Les solutions numériques obtenues pour différents niveaux de discrétisation sont comparées

à la solution analytique à la figure 3.2. Tel que discuté plus haut, une discrétisation trop

agressive peut causer des erreurs importantes (voir les cas Nt = 20 et Nt = 50 de la figure

3.2). En augmentant le nombre de valeurs discrètes, ainsi réduisant la taille de δt, la précision

augmente et la solution numérique converge graduellement vers la solution analytique.

Bien-sûr, réduire δt et le nombre d’itérations est une façon simple de diminuer l’erreur, mais

pas la plus efficace dans la plupart des cas. Le schéma d’intégration (3.6) est obtenu avec la
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méthode d’Euler (qui est également la méthode de Runge-Kutta d’ordre inférieur [81]), qui est

en réalité très simpliste. Il est souvent préférable de se tourner vers des schémas d’intégration

d’ordres supérieurs qui réduisent l’ordre de l’erreur locale.

3.2 Discrétisation des équations de Maxwell

Les équations de Maxwell décrites au chapitre 1 [voir les équations (1.1a) à (1.1d)] sont

des équations différentielles partielles qui peuvent être résolues numériquement avec la mé-

thode des différences finies. Dans le cas des équations de Maxwell, on réfère souvent à cette

méthode par finite-difference time-domain ou FDTD [96].

La version continue des deux dernières équations de Maxwell peut être écrite comme

∇× ~E = −µ0
∂ ~H

∂t
, (3.7a)

∇× ~H = ε0
∂ ~E

∂t
+ ~J, (3.7b)

en ignorant l’aimantation ( ~M = 0) et en regroupant les courants liés ~Jb et libres ~Jf avec
~J = ~Jb + ~Jf .

En utilisant une stratégie de discrétisation particulière, basée sur l’algorithme de Yee [108],

les divergences ∇ · ~E et ∇ · ~H peuvent être forcées à rester nulles et les deux premières

équations de Maxwell peuvent être ainsi ignorées. La discrétisation est alors un peu plus

complexe, car il faut décaler les champs ~E et ~H d’un demi pas temporel. Ainsi, pour calculer

le champ électrique à un ntième pas temporel, soit ~Ent on utilise le champ magnétique au

demi pas précédant, soit ~Hnt−1/2. Puis, on utilise le champ électrique obtenu au pas nt afin

de calculer le champ magnétique au pas nt + 1/2 et ainsi de suite.

Des décalages spatiaux de demi indices sont aussi utilisés, pour chaque dimension (x̂, ŷ et ẑ

en trois dimensions). De plus, chacune des trois composantes des champs vectoriels ~E et ~H

est décalée d’un demi indice par rapport aux autres, tel qu’illlustré à la figure 3.3.

Avec ce schéma de discrétisation, l’équation (3.7b) est décomposée en trois équations

ε0
∂Ex
∂t

=
∂Hz

∂y
− ∂Hy

∂z
− Jx, (3.8a)

ε0
∂Ey
∂t

=
∂Hx

∂z
− ∂Hz

∂x
− Jy, (3.8b)

ε0
∂Ez
∂t

=
∂Hy

∂x
− ∂Hx

∂y
− Jz, (3.8c)
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FIGURE 3.3 – Cellule de Yee tridimensionnelle. Chaque flèche représente l’endroit où est défini
chaque composante du champ électrique ~E (en bleu) ou magnétique ~H (en vert). L’orienta-
tion de chaque flèche indique s’il s’agît de la composante x, y ou z.

qui deviennent

ε0
Ex|n+1

i,j+1/2,k+1/2 − Ex|ni,j+1/2,k+1/2

δt
= (3.9a)

Hz|n+1/2
i,j+1,k+1/2 −Hz|n+1/2

i,j,k+1/2

δy
−
Hy|n+1/2

i,j+1/2,k+1 −Hy|n+1/2
i,j+1/2,k

δz
− Jx|ni,j+1/2,k+1/2 ,

ε0
Ey|n+1

i+1/2,j,k+1/2 − Ex|ni+1/2,j,k+1/2

δt
= (3.9b)

Hx|n+1/2
i+1/2,j,k+1 −Hx|n+1/2

i+1/2,j,k

δz
−
Hz|n+1/2

i+1,j,k+1/2 −Hz|n+1/2
i,j,k+1/2

δx
− Jy|ni+1/2,j,k+1/2 ,

ε0
Ez|n+1

i+1/2,j+1/2,k − Ez|ni+1/2,j+1/2,k

δt
= (3.9c)

Hy|n+1/2
i+1,j+1/2,k −Hy|n+1/2

i,j+1/2,k

δx
−
Hx|n+1/2

i+1/2,j+1,k −Hx|n+1/2
i+1/2,j,k

δy
− Jz|ni+1/2,j+1/2,k .

68



Les trois composantes du champ électrique sont alors obtenues avec

Ex|nt+1
i,j+1/2,k+1/2 = Ex|nt

i,j+1/2,k+1/2 +
δt
ε0δy

(
Hz|nt+1/2

i,j+1,k+1/2 −Hz|nt+1/2
i,j,k+1/2

)
+

δt
ε0δz

(
Hy|nt+1/2

i,j+1/2,k+1 −Hy|nt+1/2
i,j+1/2,k

)
− Jx|nt

i,j+1/2,k+1/2 , (3.10a)

Ey|nt+1
i+1/2,j,k+1/2 = Ex|nt

i+1/2,j,k+1/2 +
δt
ε0δz

(
Hx|nt+1/2

i+1/2,j,k+1 −Hx|nt+1/2
i+1/2,j,k

)
+

δt
ε0δx

(
Hz|nt+1/2

i+1,j,k+1/2 −Hz|nt+1/2
i,j,k+1/2

)
− Jx|nt

i+1/2,j,k+1/2 , (3.10b)

Ez|nt+1
i+1/2,j+1/2,k = Ex|nt

i+1/2,j+1/2,k +
δt
ε0δx

(
Hy|nt+1/2

i+1,j+1/2,k −Hy|nt+1/2
i,j+1/2,k

)
+

δt
ε0δy

(
Hx|nt+1/2

i+1/2,j+1,k −Hx|nt+1/2
i+1/2,j,k

)
− Jx|nt

i+1/2,j+1/2,k . (3.10c)

Les composantes du champ magnétique sont obtenues avec

Hx|nt+1/2
i+1/2,j,k = Hx|nt−1/2

i+1/2,j,k −
δt
µ0δy

(
Ez|nt

i+1/2,j+1/2,k − Ez|
nt

i+1/2,j−1/2,k

)
+

δt
µ0δz

(
Ey|nt

i+1/2,j,k+1/2 − Ey|
nt

i+1/2,j,k−1/2

)
, (3.11a)

Hy|nt+1/2
i,j+1/2,k = Hy|nt−1/2

i,j+1/2,k −
δt
µ0δz

(
Ex|nt

i,j+1/2,k+1/2 − Ex|
nt

i,j+1/2,k−1/2

)
+

δt
µ0δx

(
Ez|nt

i+1/2,j+1/2,k − Ez|
nt

i−1/2,j+1/2,k

)
, (3.11b)

Hz|nt+1/2
i,j,k+1/2 = Hz|nt−1/2

i,j,k+1/2 −
δt
µ0δx

(
Ey|nt

i+1/2,j,k+1/2 − Ey|
nt

i−1/2,j,k+1/2

)
+

δt
µ0δy

(
Ex|nt

i,j+1/2,k+1/2 − Ex|
nt

i,j−1/2,k+1/2

)
. (3.11c)

3.2.1 Stabilité numérique

Une précision sur la stabilité numérique de la méthode FDTD est à mentionner. La lumière se

propage à la vitesse de la lumière c. En une dimension, si le pas temporel δt est plus grand

que δx/c, cela veut dire qu’une onde électromagnétique va parcourir plus d’une cellule par

pas temporel. Cette situation cause des instabilités numériques importantes et va presque

certainement mener à une explosion des résultats vers des valeurs infinies. Le pas temporel

est alors contraint sous une valeur maximale qui dépend de la taille des pas spatiaux. En trois

dimensions, la condition de stabilité est [96]

δt <
1

c

[
1

δ2
x

+
1

δ2
y

+
1

δ2
z

]−1/2

. (3.12)
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3.2.2 Discrétisation du modèle de Lorentz

Une technique novatrice permettant de calculer explicitement la réponse du matériau aux

champs qui inclut les non-linéarités a été développée dans [103] et est basée sur l’approche

théorique de [102].

Les équations (3.7a) et (3.7b) discrétisées sont

Hnt+
1
2 = Hnt− 1

2 − δt
µ0

(∇× Ent) , (3.13a)

Ent+1 = Ent +
δt
ε0

(
∇×Hnt+

1
2 − Jnt+

1
2

b

)
, (3.13b)

où ~Jb = ∂ ~P/∂t est la densité de courants due aux électrons liés. On a ignoré l’aimantation
~M , les courants libres ~Jf , puis omis les dimensions spatiales. La réponse du matériau est

déterminée avec

J
nt+

1
2

b =
1− Γb
1 + Γb

Jnt− 1
2 +

ω0δt
1 + Γb

(Pnt − Pnt) , (3.14a)

Pnt+1 = Pnt + δtJ
nt+

1
2

b , (3.14b)

où Pnt = ε0[χ(1)Ent + χ(2)(Ent)2 + χ(3)(Ent)3 + . . . ] et Γb = γbδt/2. L’amortissement des

électrons liés γb et la fréquence de résonance ω0 permettent de décrire la relation de dispersion

(la relation entre l’indice de réfraction et la fréquence du champ électrique). Si l’on souhaite

ignorer les effets de la dispersion, il suffit de poser γb = 0 et de choisir une valeur de ω0

éloignée de ω. C’est ce qui est fait dans les chapitres suivants.

L’avantage de la formulation des équations (3.14) est que l’on peut calculer les différentes

quantités avec uniquement des valeurs déjà calculées provenant des itérations précédentes.

Quand ce n’est pas le cas, la formulation est implicite et on doit ajouter une autre méthode

itérative au sein de cette méthode, elle-même itérative, multipliant ainsi le temps de calcul.

3.2.3 Discrétisation du modèle de Drude

L’équation différentielle décrivant les courants libres, selon le modèle de Drude, a été pré-

sentée à la section 1.4 [voir l’équation (1.30a)]. Sa discrétisation peut être très simple, avec

Jnt+1
f − Jnt

f

δt
= −γJnt

f + ε0ω
2
pE

nt , (3.15a)

Jnt+1
f = Jnt

f (1− γδt) + δtε0ω
2
pE

nt . (3.15b)

Ce schéma d’intégration est bien pratique, car il est explicite et ne dépend que de quantités

déjà connues (Jnt
f et Ent). Toutefois, on peut trouver un schéma un peu plus précis et stable

qui est également explicite.
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Avec le schéma de l’équation (3.15b), le terme d’amortissement est évalué au temps corres-

pondant au début du pas temporel (indice nt) et conserve cette valeur jusqu’au pas suivant

(indice nt + 1). Avec une meilleure stratégie, on peut évaluer ce terme d’amortissement au

milieu du pas temporel (indice nt + 1/2, en interpolant le terme à partir de ses valeurs aux

indices nt et nt + 1), avec le schéma

Jnt+1
f − Jnt

f

δt
= −γ

Jnt+1
f + Jnt

f

2
+ ε0ω

2
pE

nt , (3.16a)

Jnt+1
f = Jnt

f

(
1− Γf
1 + Γf

)
+
δtε0ω

2
pE

nt

1 + Γf
, (3.16b)

avec Γf = γδt/2.

On peut remarquer que le champ électrique n’est évalué qu’au début du pas temporel et n’a

pas bénéficié du même traitement. Bien que c’est possible, on ne peut pas obtenir un schéma

d’intégration explicite ainsi et un schéma implicite serait considérablement plus lent à intégrer

dans ce cas-ci.

3.3 Simulation d’une interaction entre une impulsion laser et un

diélectrique

À partir des ingrédients présentés à la section précédente, on peut tenter de simuler l’inter-

action entre une impulsion laser et un diélectrique, tel qu’il a été fait pour la figure 1.5. Le

but de cette expérience est de constater qu’il manque encore quelques ajustements avant de

reproduire les résultats obtenus à ce moment-là.

On commence par définir un domaine de simulation unidimensionnel de 20 µm de longueur,

avec un milieu diélectrique ayant un indice de réfraction de n = 1.5 situé à x > 10 µm.

On discrétise l’espace en 500 cellules, ce qui résulte en un pas de δx = 40 nm. Une bonne

règle d’or afin de choisir la finesse de discrétisation est d’avoir au moins 10 cellules par lon-

gueur d’onde, considérant la plus petite longueur d’onde présente dans la simulation. Avec

une source laser à 800 nm et un indice de réfraction de 1.5, la plus petite longueur d’onde

attendue d’un peu plus de 500 nm et on a alors au moins 13 pas par longueur d’onde.

La figure 3.4 montre ce que l’on obtient si on ne fait que naïvement injecter une impulsion

laser gaussienne (d’amplitude E0 = 1) de la forme

Ent
L = exp

[
−2 ln(2)

(
ntδt
τ

)2
]

cos(ωntδt), (3.17)

en forçant

Ent
iL

= E
nt+1/2
L , (3.18)
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FIGURE 3.4 – Une impulsion laser interagissant avec un diélectrique (indiqué en bleu). L’ab-
sence de conditions frontières réalistes causent des réflexions non physiques aux extrémités
du domaine de simulation (x = 0 et x = 20 µm). La durée de l’impulsion est τ = 10 fs et la
longueur d’onde est λ = 800 nm.

avec une durée d’impulsion τ et une fréquence angulaire ω = 2πc/λ (où λ est la longueur

d’onde). L’indice iL indique l’indice de la cellule à la position de la source laser.

Analysant la figure 3.4, on observe que les quelques premières dizaines de femtosecondes

se comportent normalement. L’impulsion laser est injectée à x = 0 et se propage dans la

direction +x [voir la figure 3.4(a)]. Une grande partie de l’impulsion est transmise dans le
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PyPlasma 3.1: Réflections non physiques

script complet : pyplasma/examples/capsules/3.1_non_physical_reflections.py

Afin de reproduire la figure 3.4, il faut cette fois créer un domaine de simulation qui a
une dimension spatiale, tel que :

domain = Domain(grid=[500], size=[20*um])

Le domaine fait alors 20 µm de long et est discrétisé en 500 points discrets.
Puis, on crée un laser que l’on ajoute au domaine ainsi :

laser = Laser(wavelength=800*nm, pulse_duration=10*fs, t0=20*fs,
E0=1, phase=True)

domain.add_laser(laser, source_mode=’hard’)

milieu diélectrique et le reste est réfléchi [voir la figure 3.4(b)]. C’est à partir de t ∼ 90

fs que les choses se gâtent, quand les parties réfléchie et transmise atteignent les limites

du domaine de simulation. Puisque ces frontières ne sont pas de réelles entités physiques,

on souhaiterait qu’une impulsion laser ne fasse que continuer sa propagation, puis sorte du

domaine de simulation. Toutefois, la frontière de cette simulation agît comme une barrière

infranchissable, similaire à ce que serait un milieu métallique parfaitement conducteur. En

conséquence, l’impulsion est entièrement réfléchie et reste emprisonnée dans le domaine de

simulation. C’est ce que l’on observe dans les figures 3.4(d) à 3.4(f) où les parties réfléchie et

transmise sont renvoyées vers la surface du diélectrique, sont à nouveau divisées en parties

réfléchies et transmises et ainsi de suite.

Il est alors nécessaire d’ajuster le comportement des champs électromagnétiques aux fron-

tières du domaine de simulation.

3.3.1 Conditions frontières

Les extrémités du domaine de simulation n’existent pas dans le contexte des phénomènes

que l’on souhaite étudier. On veut alors reproduire le comportement des ondes électromagné-

tiques si aucune frontière n’était présente. Une solution serait d’utiliser un domaine suffisam-

ment grand afin que l’impulsion laser n’ait pas le temps d’atteindre une frontière pour toute

la durée de la simulation. Évidemment, ceci requiert plus de ressources computationnelles,

peut rapidement devenir déraisonnable et de bien meilleures solutions ont été développées.

Les conditions frontières les plus communes pour la méthode FDTD sont des couches absor-

bantes parfaitement adaptées (perfectly matched layers ou PMLs). Le principe est d’introduire
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une région aux extrémités du domaine où le milieu est à la fois non réfléchissant et très absor-

bant. Ainsi, une onde électromagnétique incidente à cette région est entièrement transmise,

ce qui prévient le problème des réflexions non physiques. Puis, l’onde doit être entièrement

absorbée avant d’atteindre la fin de cette région artificielle au risque de subir une réflexion à

cet endroit et de retourner vers le domaine de simulation. Si toute l’énergie est bien absorbée

dans les PMLs, cela donne bien l’illusion que l’onde a simplement continué son chemin et est

partie vers l’infini sans se réfléchir sur une frontière inexistante.

Normalement, un milieu optique ne peut être à la fois absorbant et non réfléchissant, c’est

pourquoi les PMLs n’ont pas d’analogue réel. Il faut alors artificiellement manipuler les champs

électriques et magnétiques afin d’obtenir ce comportement. Une description théorique est dis-

ponible dans [49]. Pour une simulation uni-dimensionnelle, il s’agît de manipuler les dérivées

spatiales des équations de Maxwell, tel que

∂

∂x
→ 1

1 + iσ(x)
ω

∂

∂x
, (3.19)

où σ = 0 hors des PMLs et est une fonction arbitraire de x respectant σ > 0 dans les PMLs. En

choisissant stratégiquement la fonction σ(x), on peut graduellement transformer une onde

oscillante en une onde évanescente. Un choix commun est une fonction pour laquelle σ = 0

à l’interface entre le domaine de simulation et les PMLs, puis croît proportionnellement à x3

jusqu’à la fin des PMLs. Si on ajoute une telle région aux deux extrémités du domaine de la

simulation précédente, on obtient les résultats de la figure 3.5 (la source laser est injectée à

l’interface entre les PMLs et le domaine de simulation, plutôt qu’à x = 0).

PyPlasma 3.2: Conditions frontières

script complet : pyplasma/examples/capsules/3.2_boundary_conditions.py

Les conditions frontières utilisées pour la figure 3.5 sont ajoutées avec le dernier para-
mètre de :

domain = Domain(grid=[500], size=[20*um], pml_width=3200*nm)

À la figure 3.5, on voit toujours l’impulsion laser (a) être transmise dans le milieu diélectrique

(b), puis atteindre les PMLs à la limite supérieure de x. À la figure 3.5(c), on voit deux impul-

sions. Celle de droite est la partie de l’impulsion transmise dans le diélectrique, puis dans les

PMLs où elle est absorbée. Les PMLs à la limite supérieure de x fonctionnent alors correcte-

ment. Toutefois, on a encore un problème, car la partie de l’impulsion qui a été réfléchie à la

surface du diélectrique [voir l’onde à x < 10 µm pour la figure 3.5(b)] a ensuite été réfléchie
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FIGURE 3.5 – Une impulsion laser interagissant avec un diélectrique (indiqué en bleu clair).
Des PMLs sont présentes aux deux extrémités du domaine (indiquées en bleu foncé). Les
réflexions indésirables à l’extrémité de droite (x = 16.8 µm) sont bien éliminées, mais sont
toujours présentes à l’extrémité de gauche (x = 3.2 µm), à cause de la méthode d’implémen-
tation de la source laser [voir l’équation (3.18)]. La durée de l’impulsion est τ = 10 fs et la
longueur d’onde est λ = 800 nm.

à nouveau avant d’entrer dans les PMLs de la limite inférieure de x. C’est pourquoi il reste

toujours des oscillations à la fin de la simulation [voir la figure 3.5(d)].

Le problème ici n’est pas les PMLs, mais bien la façon dont on injecte la source lumineuse

dans la simulation. Ce problème est abordé à la section 3.3.2.

3.3.2 Source laser transparente

En forçant le champ électromagnétique de la façon décrite par l’équation (3.18) afin d’injecter

l’impulsion laser dans la simulation, on a également introduit un mur infranchissable pour les

ondes électromagnétiques incidentes à la position de cette source. Les réflexions indésirables

observées à la figure 3.5 sont donc dues à une réflexion contre la source électromagnétique

elle-même. C’est alors une autre forme de réflexions non physiques qu’il faut éliminer, car on

suppose que l’impulsion laser que l’on souhaite simuler provienne en réalité de x = −∞ et

que rien de spécial n’est présent là où l’impulsion est artificiellement injectée.
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Une façon de rendre la source transparente est d’utiliser une méthode additive, soit en ajou-

tant le champ électrique de la source au champ déjà présent. Suivant l’implémentation de

[84], une source additive est injectée avec l’équation

Ent+1
iL

= Ent
iL

+ 2
cδt
δx
E
nt+1/2
L . (3.20)

Avant d’implémenter cette nouvelle source, on peut y faire un dernier ajustement. Autant

pour la source forcée [équation (3.18)] que la source additive [équation (3.20)], la source est

injectée à une cellule bien précise, à l’indice iL, puis est libre de se propager dans n’importe

quelle direction. Ceci explique d’ailleurs le facteur 2 que l’on a ajouté devant le deuxième

terme de l’équation (3.20), car la moitié de l’énergie est envoyée dans la mauvaise direction,

ce qui doit être compensé. On peut voir à la figure 3.5(a) que l’impulsion laser se dirige vers

le diélectrique (+x̂), mais également vers les PMLs de gauche (−x̂). Ça n’est pas vraiment

un problème dans ce cas précis, car les PMLs absorbent cette impulsion sortante. On peut

quand même, optionnellement, effectuer une correction qui forcera l’impulsion injectée à se

propager que dans la direction désirée.

Une telle source, (total field / scattered field ou TFSF) est implémentée avec [84]

Ent+1
iL

= Ent
iL

+
cδt
δx
E
nt+1/2
L , (3.21a)

H
nt+3/2
iL−1/2 = H

nt+1/2
iL−1/2 −

δt
µ0δx

Ent
L . (3.21b)

La deuxième équation permet ainsi de supprimer la contribution de la source de champ

électrique au champ magnétique à l’indice iL − 1/2. Ceci bloque la propagation de la source

pour i < iL, car le champ magnétique n’est plus affecté par cette source. Utilisant cette

méthode afin d’injecter l’impulsion laser, on obtient la figure 3.6.

Cette fois, les réflexions non physiques ont toutes été éliminées [voir la figure 3.6(d) où les

parties réfléchies et transmises de l’impulsion sont toutes les deux sorties du domaine de

simulation]. On constate également que la méthode TFSF a bien empêché la propagation de

la source dans la direction −x̂ [voir la figure 3.6(a) où l’impulsion se propage uniquement

vers le diélectrique et plus vers les PMLs].
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FIGURE 3.6 – Une impulsion laser interagissant avec un diélectrique (indiqué en bleu clair).
Des PMLs sont présentes aux deux extrémités du domaine (indiquées en bleu foncé). Les
réflections indésirables à l’endroit où est injectée la source laser (x = 3.2 µm) ne sont plus
présentes grâce à l’implémentation du source transparente [voir l’équation (3.20)]. Si on
retire les régions des PMLs (en bleu foncé) de la visualisation des résultats, on obtient le
comportement désiré, soit l’illusion qu’une impulsion laser arrive de x = −∞, interagît avec
la surface du diélectrique, puis la partie réfléchie retourne vers x = −∞ tandis que la partie
transmise continue vers x = +∞. Les parties réfléchie et transmise ne sont pas affectées par
la présence de frontières au domaine de simulation. La durée de l’impulsion est τ = 10 fs et
la longueur d’onde est λ = 800 nm.

PyPlasma 3.3: Source transparente

script complet : pyplasma/examples/capsules/3.3_transparent_source.py

La figure 3.6 est reproduite en ajoutant le laser au domaine de simulation avec :

domain.add_laser(laser, source_mode=’tfsf’)
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Chapitre 4

Interférences électromagnétiques de
surface

Certains propos et résultats de ce chapitre s’appuient en partie sur la littérature et sur des

publications originales antérieures à ce projet de doctorat [30, 31]. La section 4.5 comprend

des résultats exclusifs à cette thèse, puis la section 4.6 présente les résultats des simulations

numériques originales publiées dans [33].

4.1 Motivation

Au cours des premiers chapitres, un éventail appréciable d’outils ont été présentés afin d’étu-

dier les interactions entre un champ électromagnétique et un milieu solide. Certains prove-

nant de la littérature, bien connus, acceptés et fréquemment utilisés dans la communauté

scientifique et d’autres développés dans le cadre des travaux présentés dans cet ouvrage.

À partir de ce chapitre, ces outils seront mis en pratique afin de simuler et étudier une fa-

mille de phénomènes qui résultent dans la formation de nanostructures bien particulières

aux caractéristiques variées. On parlera de structures périodiques de surface induites par la-

ser, librement traduit de laser-induced periodic surface structures (LIPSS). On les appellera à

l’occasion des réseaux de surface également.

Ces nanostructures ont un bon nombre d’applications industrielles, car elles permettent de

modifier les propriétés optiques ou mécaniques de pratiquement n’importe quelle surface

solide [9]. Par exemple, en formant des réseaux de surface d’une façon bien précise, on peut

rendre une surface complètement imperméable (super-hydrophobe) [43, 4]. De nombreuses

applications potentielles sont également activement étudiées. Par exemple, les nanostructures

pouvant être formées à la surface et sous la surface de matériaux transparents promettent

78



une intégration très efficace de canaux photoniques ou fluidiques bi- ou tridimensionnels

[97, 36, 98, 72, 62, 61].

La compréhension des mécanismes de formation des LIPSS permet de mieux contrôler leurs

propriétés et d’optimiser les processus de fabrication à grande échelle. Bien que les modèles

théoriques et numériques ont fait beaucoup de progrès depuis une vingtaine d’années, il reste

encore beaucoup de zones grises. Dans ce chapitre, on aborde ce qui a été appris des ré-

seaux de surface à partir de modèles centrés sur les interactions électromagnétiques entre

une source laser et une surface solide. On termine avec deux contributions originales s’ap-

puyant sur des variations de ces modèles purement électromagnétiques.

4.2 Introduction aux réseaux de surface

Les réseaux de surface, dont la première démonstration expérimentale provient de [8], sont

des nanostructures périodiques qui apparaissent à la surface d’un matériau après qu’il eut été

irradié par une source laser dans des conditions spécifiques. La nature du matériau n’a que

peu d’importance quant à la possibilité de voir de telles structures se former [100], mais peut

grandement affecter leurs caractéristiques morphologiques [109]. Les deux caractéristiques

principales qui sont utilisées afin de décrire les LIPSS sont leur périodicité Λ et leur orien-

tation. Par exemple, les réseaux de surface qui apparaissent à la surface d’un matériau très

absorbant, tel un métal, après avoir été irradié par un laser, sont la plupart du temps orientés

perpendiculairement par rapport aux structures obtenues pour un matériau transparent et

ont une périodicité plus grande.

En plus de la nature du matériau ciblé, les caractéristiques du laser employé sont elles aussi

déterminantes pour la morphologie des LIPSS. La longueur d’onde λ, l’intensité I, l’angle

d’incidence θ, la durée d’impulsion τ et la polarisation sont tous des facteurs importants. La

formation des réseaux de surface peut également se faire graduellement en exposant une

surface à un train d’impulsions, menant à des morphologies différentes. Bref, on a affaire à

un phénomène très riche.

La première grande percée dans l’étude théorique de la formation des réseaux de surface

provient de Sipe et al. [88]. Ces travaux fondateurs ont apporté une description théorique,

appuyée de solutions analytiques, du comportement d’une onde électromagnétique incidente

interagissant avec une surface rugueuse qui s’accorde sur plusieurs aspects des résultats ex-

périmentaux [110, 87].

On verra dans les prochaines sections, que la rugosité de surface joue un rôle central dans

l’initiation du processus de formation des LIPSS. Les patrons d’interférence provenant des

différents types d’ondes pouvant être diffusées par des défauts de surface prédits par cette
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onde incidente

ondes diffusees

interferences

FIGURE 4.1 – L’onde incidente est diffusée par les irrégularités d’une surface rugueuse. Les
interférences entre l’onde incidente et les ondes diffusées causent un patron d’interférence
pouvant expliquer comment est initié le processus de formation des réseaux de surface, selon
la théorie de Sipe.

théorie sont présentés à la section 4.3. Une approche numérique est ensuite décrite à la section

4.4 où on pourra comparer les deux méthodes (numérique et analytique) dans les limites de

validité des solutions analytiques. On pourra ensuite explorer numériquement des régions de

paramètres au-delà de ces limites aux sections 4.5 et 4.6.

4.3 Patrons d’interférence du modèle de Sipe

Au début des années 80, certaines théories commençaient à apparaître dans la littérature

afin de décrire la formation des réseaux de surface, mais ne pouvaient expliquer toutes les

caractéristiques connues du phénomène. Aucune ne pouvait expliquer à la fois l’orientation, la

période et la dépendance de cette période avec l’angle d’incidence du laser. Il a fallu attendre

le modèle de Sipe [88] qui a solutionné les équations de Maxwell analytiquement pour une

onde plane interagissant avec une surface rugueuse dans l’espace des fréquences pour avoir

une explication théorique convaincante.

Connaissant la dépendance entre les LIPSS, la longueur d’onde et le sens de polarisation du

laser incident, il était naturel d’aborder le problème d’un point de vue électromagnétique.

L’hypothèse initiale est qu’une onde plane incidente à une surface doit subir une brisure de

symétrie afin de permettre des variations dans le profil d’énergie lumineuse le long de la sur-

face et ainsi, causer une distribution d’énergie inhomogène. Ce sont ces variations d’énergie

qui seraient inscrites à la surface du matériau irradié. Une représentation du phénomène est

illustrée à la figure 4.1.

Les solutions analytiques complètes obtenues par Sipe et al. sont présentées à l’annexe A.

En résumé, il est démontré que l’intensité lumineuse I sous une surface solide rugueuse est
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FIGURE 4.2 – Fonction d’efficacité η pour différents indices de réfraction complexes. La polari-
sation du laser est le long de l’axe z et l’incidence est normale (axe x). (a) L’indice de réfrac-
tion est purement réel et le comportement de type-d domine. (b) Il y a un peu d’absorption
et le comportement de type-r domine. (c) Le matériau est très absorbant et le comportement
de type-s domine. (d) Dans certaines conditions, un matériau fortement irradié peut avoir
les parties réelle et imaginaire de son indice de réfraction sous l’unité et le comportement de
type-m domine.

proportionnelle à la fonction d’efficacité η(~k; ~ki), tel que

I(~k) ∝ η(~k;~ki)|b(~k)|, (4.1)

où |b(~k)| est l’amplitude de la transformée de Fourier de la forme de la rugosité de surface.

Si la position de la surface est parfaitement aléatoire, sans fréquence préférentielle, il s’agît

d’une constante que l’on peut ignorer, puisqu’on a affaire à une relation de proportionnalité.

Les solutions sont exprimées en fonction du vecteur d’onde ~k. Le vecteur d’onde du laser

incident est ~ki. À incidence normale, les solutions se simplifient et peuvent s’exprimer exclu-

sivement en fonction du vecteur d’onde normalisé

~κ =
~k

|~ki|
= ~k

λ

2π
. (4.2)

On se concentrera dès maintenant uniquement aux solutions à incidence normale à la surface

irradiée. Certaines de ces solutions sont présentées à la figure 4.2, pour différents indices de

réfraction. On y observe des types de comportements très différents.

Une exploration plus exhaustive révèle que les solutions analytiques de la fonction d’efficacité

η est généralement une combinaison des trois types de comportements suivants :

— type-d : [Voir la figure 4.2(a)] Le comportement de type-d (provenant de dissident, à

cause de la « dissidence » qu’a ce comportement d’être différent du comportement de

type-s, mieux connu à l’époque) est principalement observé à la surface de matériaux

transparents, donc peu absorbants. Leur orientation est parallèle (‖) à la polarisation du

laser et leur périodicité est Λ‖ ∼ λ/n. Ce comportement a été associé à un phénomène

d’interférence en champ lointain dans [112].
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— type-r : [Voir la figure 4.2(b)] Le comportement de type-r (provenant de roughness, à

cause de leur relation de proximité avec la rugosité de surface) peut également être

observé sur presque tous les matériaux. Leur orientation est perpendiculaire (⊥) à la

polarisation du laser et leur périodicité est Λ⊥ � λ. Ce comportement a été associé à

un phénomène d’interférence en champ proche dans [112].

— type-s : [Voir la figure 4.2(c)] Le comportement de type-s (provenant de sinusoidal, à

cause de la relation sinusoïdale entre leur périodicité et l’angle d’incidence du laser)

peut être observé sur presque tous les matériaux, mais principalement les plus absor-

bants, comme les métaux ou les semi-conducteurs. Leur orientation est perpendiculaire

(⊥) à la polarisation du laser et leur périodicité est Λ⊥ ∼ λ. Ce comportement a été as-

socié à l’interférence entre l’onde plane incidente et des ondelettes piégées à la surface

(surface plasmon polaritons ou SPP) [11].

On peut également mentionner un quatrième comportement qui a été décrit dans une contri-

bution originale [30] :

— type-m : [Voir la figure 4.2(d)] Le comportement de type-m (provenant de mixed, à

cause de leurs propriétés ressemblant à un mélange entre celles des comportements de

type-d et de type-s). Leur orientation est parallèle (‖) à la polarisation du laser et leur

périodicité est Λ‖ ∼ λ.

En résumé, la théorie de Sipe prédit que l’intensité d’une source lumineuse incidente à une

surface rugueuse peut interférer avec les ondes diffusées par les inhomogénéités de surface.

Les patrons d’interférence sont proportionnels, dans l’espace de Fourier, à la fonction d’effica-

cité. En fonction des propriétés optiques du matériau, un certain nombre de comportements

qualitativement distincts peuvent être classifiés dans différentes familles. Ces patrons d’inter-

férence causent une déposition périodique de l’énergie lumineuse sous la surface du matériau,

ce qui peut initier la formation de réseaux de surface ayant une orientation et une périodicité

similaires à celles du patron d’interférence.

Toutefois, les solutions analytiques du modèle de Sipe sont soumises à un certain nombre de

contraintes. L’amplitude de la rugosité de surface doit être très petite par rapport à la longueur

d’onde du laser, ce qui empêche d’étudier la formation des LIPSS lors d’une exposition à

plusieurs impulsions laser. Dans un tel cas, la forme de la surface est graduellement modifiée

d’une impulsion à la suivante et cette condition est rapidement brisée. Ensuite, le domaine de

validité des solutions est restreint aux basses fréquences, pour éviter d’obtenir des divergences

dans le traitement théorique. Finalement, les solutions ne peuvent être obtenues ailleurs que

directement sous la surface rugueuse et non en profondeur dans le matériau.
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FIGURE 4.3 – Géométrie du domaine d’intégration pour l’équivalent numérique du modèle
de Sipe. Les bandes noires représentent les PMLs (conditions frontières absorbantes). En gris
clair est représenté de l’espace vide. En orange, le matériau sur lequel il y a des inhomogénéi-
tés de surface.

4.4 Affranchissement des contraintes de Sipe par intégration

numérique

Les contraintes auxquelles sont soumises les solutions analytiques du modèle de Sipe peuvent

être surmontées grâce à une méthode numérique telle que la méthode FDTD introduite au

chapitre 3. Ceci a été fait pour la première fois par Skolski et al. [90]. Un bon point de départ

afin de vérifier la validité de l’approche numérique est d’effectuer l’intégration numérique sous

les même contraintes des solutions analytiques, permettant ainsi une comparaison directe

entre les deux méthodes.

La recette de la méthode numérique va comme suit. On définit un domaine de simulation

tridimensionnel tel qu’illustré à la figure 4.3. Ce domaine comprend un milieu optique séparé

en trois régions. Le volume du matériau solide, du vide et la surface rugueuse du matériau qui

sépare les deux premières régions. Pour l’instant, la rugosité de surface est modélisée simple-

ment par un ensemble d’inhomogénéités de surface individuelles distribuées aléatoirement

sur la surface du matériau. En pratique, une fraction f donnée des cellules computationnelles

vides qui sont en contact avec la surface du matériau sont remplies par ce même matériau.

Si la hauteur de ces inhomogénéités est notée par ra et la surface plane est à la position 0, la

position de la surface rugueuse suit ainsi une fonction binaire, avec une probabilité f d’être

à la valeur ra et avec une probabilité 1 − f d’être à la valeur 0. Dans cette section, on utilise

ra = 40 nm et f = 0.1. D’autres fonctions plus complexes sont explorées à la section 4.5,

soient du bruit blanc, du bruit de Perlin et une fonction fractale.
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FIGURE 4.4 – Fonction d’efficacité η pour un matériau dont l’indice de réfraction est n =
1.5 + 0i, présentant un comportement de type-d. À gauche, la solution a été obtenue numéri-
quement. Le bruit dans la solution numérique a été amoindri en effectuant le même calcul 50
fois et en moyennant les solutions. À droite, la solution a été obtenue analytiquement avec le
modèle de Sipe. Le cercle interne indique |~κ| = 1 et le cercle externe représente |~κ| = Re(n).

À la frontière entre les PMLs et le vide (voir la figure 4.3), une source lumineuse de la forme

décrite par l’équation (3.17) est introduite avec la méthode présentée à la section 3.3.2. L’im-

pulsion gaussienne résultante (durée d’impulsion τ = 10 fs et amplitude arbitraire), lors de

l’intégration numérique, se propage alors en direction de la surface rugueuse et est transmise

dans le matériau. La mesure effectuée est l’intensité moyenne sur toute la durée de l’interac-

tion, directement à la surface, sous les inhomogénéités, tel que

Imoy =

∑Nt
nt=0

∣∣ ~Ent
x=0

∣∣2
Nt

, (4.3)

où Imoy est l’intensité moyenne en unité arbitraire. L’intégration temporelle est effectuée sur

un nombre total de Nt itérations [déterminé à partir de la condition de stabilité numérique

(3.12)].

On se rappelle que l’objectif est de comparer les résultats de cette intégration numérique

avec les prédictions analytiques de la théorie de Sipe et que ces prédictions sont en fait la

fonction d’efficacité η. Puisqu’il s’agît d’une relation de proportionnalité, on peut simplement

écrire ηnum ∝ Imoy et comparer la fonction d’efficacité obtenue numériquement ηnum avec la

fonction d’efficacité analytique η. La dernière étape, avant de pouvoir faire cette comparaison,

est de faire la transformée de Fourier de la solution numérique, car les prédictions de la

théorie de Sipe sont uniquement disponibles dans l’espace des fréquences. Deux premières

comparaisons sont présentées aux figures 4.4 et 4.5.
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PyPlasma 4.1: Fonction d’efficacité

script complet : pyplasma/examples/capsules/4.1_interference_patterns.py

Les solutions numériques des figures 4.5 et 4.4 sont plus coûteuses en ressources compu-
tationnelles que les calculs des chapitres précédants, car ils nécessitent trois dimensions
spatiales. Il est alors suggéré d’utiliser un GPU plutôt que le CPU (utilisé par défaut), ce
qui est possible si la librairie PyTorch est installée. Si c’est le cas, le calcul sur GPU est
optionellement activé avec :

from pyplasma import *
set_backend(’torch.cuda’)

La vitesse de calcul dépend bien-sûr de la puissance de calcul disponible. La mémoire
embarquée sur le GPU doit également être suffisante. Le présent exemple nécessite 1 GB
de mémoire libre par exemple, mais accélère le calcul d’un facteur d’environ 15.
Un domaine en trois dimensions est créé ainsi :

dom = Domain(grid=[50,120,120], size=[600*nm,12*um,12*um],
pml_width=200*nm)

Le laser est ajouté de la même façon. En trois dimensions, la source lumineuse est au-
tomatiquement changée en onde plane uniforme. Puis, le matériau est également ajouté
de la même façon, mais on utilise le modèle de Drude afin d’avoir un indice de réfraction
complexe, tel que :

mat = Material(index=index, resonance=120e−9,
drude_params={’rho’:plasma_density ,’damping’:1e15})

Afin d’ajouter une rugosité de surface, on ajoute cette commande juste après avoir ajouté
le matériau au domaine :

dom.add_material(mat, boundaries={’xmin’:300*nm})
surface_roughness(mat, boundary=’xmin’, amplitude=20*nm,

noise=’binary’)

Afin de calculer l’intensté moyenne sous la surface une fois la simulation terminée, on
peut utiliser un autre type d’observateur qui permet de conserver des données en mé-
moire :

dom.add_observer(Returner(’E’, x=300*nm))
results = dom.run(15*fs, stability_factor=0.9)
I = results[’E’]**2
I_moy = np.sum(I, axis=0)/dom.Nt

85



−2 0 2
κz

−2

−1

0

1

2

κy

~E

Numerique

−2 0 2
κz

−2

−1

0

1

2

Analytique

FIGURE 4.5 – Fonction d’efficacité η pour un matériau dont l’indice de réfraction est n =
0.62 + 2i, présentant des comportements de type-s et type-r. À gauche, la solution a été ob-
tenue numériquement. Le bruit dans la solution numérique a été amoindri en effectuant le
même calcul 50 fois et en moyennant les solutions. À droite, la solution a été obtenue ana-
lytiquement avec le modèle de Sipe. Le cercle externe indique |~κ| = 1 et le cercle interne
représente |~κ| = Re(n).

À la figure 4.4, un comportement de type-d est observé, tel qu’attendu, car le matériau est

optiquement transparent (n = 1.5 + 0i). Les solutions numérique et analytique présentent

plusieurs similarités évidentes. La section le long de l’axe κy est montrée à la figure 4.6 où on

peut apprécier l’accord entre les deux méthodes pour le comportement de type-d.

Il y a aussi quelques différences notables. D’abord, le bruit présent dans la solution numérique

provient de la discrétisation de la nature aléatoire de l’implémentation de la rugosité de sur-

face et de la finitude du domaine de simulation. Afin d’amoindrir le niveau de bruit, on peut

répéter le calcul un certain nombre de fois et moyenner les résultats. Une autre différence

importante souvent observée est particulièrement mis en évidence aux figures 4.5 et 4.7, soit

l’évolution de la fonction d’efficacité vers les fréquences élevées le long de l’axe κz. Cette dif-

férence est principalement due au comportement de type-r qui peut varier considérablement

entre les deux méthodes. D’une part, il s’agît d’un comportement qui est généralement mal dé-

crit par le modèle analytique, car son domaine de validité est restreint aux basses fréquences.

De plus, le comportement de type-r prédit par la méthode numérique est très sensible aux ca-

ractéristiques de la rugosité de surface. À ce stade, il est difficile de déterminer laquelle de ces

deux solutions est la plus représentative de la réalité. C’est en explorant des résultats qui vont

au-delà des contraintes du modèle analytique que l’on pourra avoir une meilleure compré-

hension de l’importance relative du comportement de type-r. Par exemple, on verra plus bas

que ce comportement est considérablement inhibé si on mesure le champ plus profondément

sous la surface (voir la figure 4.8).

86



0.0 0.5 1.0 1.5 2.0 2.5 3.0 3.5 4.0
κy

κy = Re(n)

Fonction d’efficacité η(κz = 0)
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FIGURE 4.6 – Sections κz = 0 des solutions numérique et analytique de la fonction d’efficacité
présentées à la figure 4.4. L’amplitude absolue des deux courbes est arbitraire.
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FIGURE 4.7 – Sections κy = 0 des solutions numérique et analytique de la fonction d’efficacité
présentées à la figure 4.5. L’amplitude absolue des deux courbes est arbitraire.
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FIGURE 4.8 – Fonction d’efficacité η à différentes profondeurs x, pour un matériau dont l’in-
dice de réfraction est n = 0.62 + 2i, présentant des comportements de type-s et type-r. Les
simulations ont été répétées 50 fois et les résultats moyennés afin de réduire le bruit. Près de
la surface, les comportements de type-s et de type-r se confondent. Plus le champ électroma-
gnétique est mesuré en profondeur, plus le comportement de type-r devient faible par rapport
au type-s.

Ayant développé une méthode qui permet de prédire la fonction d’efficacité sans les contraintes

du modèle analytique, on peut désormais étendre l’exploration. Sans aucune modification né-

cessaire au modèle numérique, on peut commencer en mesurant la fonction d’efficacité pour

des profondeurs x > 0. On obtient ainsi les résultats présentés à la figure 4.8.

4.5 Effets de la morphologie de la rugosité de surface

Il est clair à ce stade que la rugosité de surface est un élément central du phénomène de

formation des LIPSS. Pourtant, il n’y a eu que très peu d’études sur la manière de l’incorporer

dans les calculs. À la section 4.4, la rugosité de surface a été modélisée par une fonction

binaire, tel que proposé dans [90]. Dans cette section, d’autres approches sont implémentées

et testées.

4.5.1 Fonctions aléatoires : du bruit binaire au bruit fractal

L’approche de la fonction binaire a déjà été présentée. La position de la surface a une pro-

babilité f d’être à x = ra et une probabilité (1 − f) d’être à x = 0. Un exemple de surface

rugueuse résultante de cette méthode, avec f = 0.1, est présenté à la figure 4.9(a).

Une deuxième approche est une fonction aléatoire continue. Contrairement à la fonction

binaire qui peut qu’avoir une valeur de 0 ou ra, celle-ci peut prendre n’importe quelle valeur

entre 0 et ra. On y réfère par du bruit blanc [voir la figure 4.9(b)], car il n’y a pas de fréquence

préférentielle dans une telle fonction.

Les deux prochaines approches testées impliquent du bruit de Perlin [69]. Ce type de bruit
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FIGURE 4.9 – Position de la surface résultante de différentes implémentations de la rugosité
de surface.

est très répandu dans le domaine des arts computationnels afin de générer automatiquement

certains types de textures ou de formes à l’apparence réaliste, tels que des montagnes ou des

nuages. L’idée derrière le bruit de Perlin est très simple, plutôt que d’assigner une valeur aléa-

toire à chaque point d’une grille, comme pour du bruit blanc, on assigne plutôt un gradient

aléatoire en tout point. Les formes résultantes sont alors considérablement plus douces, tel

que l’on peut constater avec l’exemple de la figure 4.9(c). Le bruit de Perlin utilise également

une forme de régularisation qui empêche la valeur absolue de la texture générée de s’égarer

vers des valeurs trop grandes. Un paramètre supplémentaire doit alors être introduit, soit une

grandeur caractéristique. Les gradients sont alors légèrement ajustés afin de s’assurer que la

valeur de la position retourne près de 0 à une fréquence spatiale comparable à l’inverse de la

grandeur caractéristique. À titre indicatif, cette grandeur caractéristique pour l’exemple de la

figure 4.9(c) est 10 fois plus petite que la largeur totale de la grille générée.

Finalement, le bruit fractal est le dernier cas testé dans cette section. Ce type de bruit est
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obtenu en superposant plusieurs bruits de Perlin de grandeurs caractéristiques et d’amplitude

graduellement plus petites. Typiquement, on commence par générer un bruit de Perlin stan-

dard avec la grandeur caractéristique et l’amplitude désirées. Puis, on en génère un second

avec une grandeur caractéristique réduite de moitié et d’une amplitude réduite d’un facteur

nommé persistance. On additionne les deux résultats, puis on répète un nombre de fois que

l’on nomme le nombre d’octaves. Par exemple, la figure 4.9(d) a été obtenue avec une gran-

deur caractéristique 10 fois plus petite que la taille totale de la grille, une persistance de 0.5

et 5 octaves.

4.5.2 Simulations avec différentes implémentations de la rugosité

En utilisant chacune des quatres méthodes d’implémentation de la rugosité de surface décrites

plus haut, on obtient les fonctions d’efficacité calculées numériquement montrées aux figures

4.10(a)-(d). Les propriétés optiques et tous les autres paramètres sont les mêmes que ceux

qui ont été utilisés pour obtenir la figure 4.4. On observe alors un comportement de type-d,

tel qu’attendu. La seule différence perceptible entre les 4 cas est la légère diminution des

hautes fréquences accompagnant l’utilisation d’un bruit blanc par rapport au bruit binaire,

et des bruits de Perlin et fractal, par rapport au bruit blanc. Ceci semble relié aux variations

moins abruptes dans les positions des surfaces rugueuses, qui contribuent probablement en

grande partie aux hautes fréquences observées.

Il faut rappeler que les intensités calculées dans l’espace de Fourier ne sont pas nécessaire-

ment proportionnelles à la fonction d’efficacité de la théorie de Sipe. L’équation (4.1), une

fois inversée, indique plutôt que η(~κ) ∝ I(~κ)/|b(~κ)|, où b(~κ) est la transformée de Fourier de

la position de la surface rugueuse. Aux figures 4.10(e)-(h), les fonctions b(~κ) pour les 4 types

de rugosités sont montrées. Puis, en divisant les intensités par leurs fonctions b(~κ) respec-

tives, on obtient les fonctions d’efficacités η(~κ) des figures 4.10(i)-(l). Due à la taille finie des

domaines de simulation, les fréquences les plus basses sont mal représentées et cela cause

un subtil maximum local dans les fonctions d’efficacité pour les bruits de Perlin et fractal

[voir les figures 4.10(k) et (l)]. Sauf cette exception, les fonctions d’efficacité de toutes les

implémentations de rugosité de surface testées sont pratiquement identiques.

4.6 Effets de l’oxydation de la surface

Dans cette section, on présente les résultats d’un projet collaboratif qui ont été publiés dans

[33]. Ce projet se divise en deux parties. D’abord, un volet expérimental qui ne sera que briè-

vement résumé ici. Puis, un volet numérique qui s’inscrit bien dans le cadre du présent cha-

pitre. Typiquement, la formation des LIPSS est trop rapide pour être directement observée en

laboratoire et seules les structures résultantes sont accessibles pour les appareils de mesure.
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FIGURE 4.10 – [(a) à (d)] Transformée de Fourier de l’intensité lumineuse I(~κ) [voir l’équa-
tion (4.3)] sous une surface rugueuse obtenue numériquement, avec les quatre méthodes
d’implémentation de la rugosité de surface illustrées à la figure 4.9. [(e) à (h)] Transformée
de Fourier de la position de la surface rugueuse b(~κ) pour les quatre méthodes. [(i) à (l)] Fonc-
tions d’efficacité η(~κ) = I(~κ)/|b(~κ)|. L’indice de réfraction est n = 1.5 et chaque simulation a
été répétée 50 fois afin de moyenner et réduire le bruit dans les résultats présentés.
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FIGURE 4.11 – Domaine de simulation FDTD. Le CrN non-oxydé est au bas du domaine et
est directement attaché à des PMLs, de façon à imiter une profondeur infinie du matériau.
Au-dessus, une couche du matériau oxydé est ajoutée, d’une épaisseur égale à TOxy. À la
surface de la partie oxydée, des structures périodiques d’amplitudeAHSFLs et de période Λ⊥ =
100nm (perpendiculaire à la polarisation du laser) sont ajoutées. Une rugosité est ajoutée au-
dessus des structures périodiques en ajoutant un bruit blanc d’une amplitude ra = 40 nm.
Finalement, le reste du domaine est du vide, au-dessus duquel d’autres PMLs sont ajoutées.

C’est pourquoi il est pertinent de se tourner vers les méthodes numériques. Les simulations

numériques de ce dernier volet ont pour but de reproduire l’interaction électromagnétique qui

a entraîné la formation des réseaux de surface observés dans le premier volet expérimental.

Dans une expérience de formation de réseaux de surface sur un substrat de nitrure de chrome

(CrN), un phénomène nouveau a été observé. Une superposition de deux couches de struc-

tures périodiques, orientées perpendiculairement l’une par rapport à l’autre s’est formée. La

première s’apparentant à un comportement de type-d (Λ‖ ∼ λ/n) et la seconde, à un compor-

tement de type-r (Λ⊥ � λ). Une cohabitation de ces deux comportements n’est pas nouveau

et même plutôt fréquent. La particularité est que ces deux structures ne se sont pas formées à

la même profondeur dans le matériau.

L’intense irradiation laser a entraîné l’oxydation d’une certaine épaisseur de la surface du

CrN, impliquant qu’il a alors deux interfaces à considérer. La première interface est celle entre

l’environnement et la couche oxydée, puis la seconde est celle entre la couche oxydée et le

CrN non-oxydé. Les structures de type-r sont observées à la première interface et les structures

de type-d, en dessous, à la seconde interface. Les détails des conditions expérimentales et les

méthodes employées afin d’observer et mesurer les propriétés des structures formées sont

disponibles dans [33].

Ne pouvant pas directement observer le processus de formation des structures pendant l’expé-

rience, c’est ici que les méthodes numériques entrent en jeu (voir le chapitre 3). On commence
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FIGURE 4.12 – Intensité lumineuse moyenne [voir l’équation (4.3)] à l’interface entre le CrN
et la couche de matériau oxydée (voir l’illustration du domaine de simulation à la figure 4.11).
De (a) à (f), l’amplitude AHSFLs des structures périodiques à la surface de la couche oxydée
est augmentée graduellement de 0 à 100 nm.

par créer un domaine de simulation, tel qu’illustré à la figure 4.11. Dû à des limitations expéri-

mentales, l’épaisseur de la couche oxydée, sa composition chimique exacte et l’amplitude des

structures de type-r sont inconnues. Pour la composition chimique, tout ce qui importe pour

ces simulations FDTD est l’indice de réfraction, que l’on peut estimer à noxyde = 2+0i. L’indice

de réfraction du CrN est n = 2.439 + 1.623i. L’épaisseur de la couche oxydée et l’amplitude

des structures de type-r sont des paramètres libres, TOxy et AHSFLs respectivement. 1

L’impulsion laser a une enveloppe temporelle gaussienne, d’une durée de τ = 25 fs et se

propage de +z à −z (notez que l’orientation des axes est différente par rapport aux sections

précédentes). Les paramètres de discrétisation sont δx = δy = 5 nm, δz = 2 nm et δt = 5.516

attosecondes. Les dimensions du domaine sont de 3.2 µm en x, 3.2 µm en y et d’une épaisseur

variable en z, en fonction des paramètres TOxy et AHSFLs. Une durée totale de 100 fs est

simulée.

À la figure 4.12, l’intensité moyenne du champ [voir l’équation (4.3)] à l’interface entre la

couche oxydée et le CrN est montrée, pour différentes valeurs de AHSFLs et TOxy = 100 nm.

À la figure 4.12(a), avec AHSFLs = 0 (pas de structures de type-r à la surface de la couche

oxydée), l’intensité lumineuse moyenne à l’interface entre la couche oxydée et le CrN ne

présente par de motif organisé. Pourtant, c’est là où des structures de type-d sont observées

expérimentalement. Aux figures 4.12(b) à (f), les structures de type-r à la surface de la couche

oxydée sont présentes et on peut entrevoir le motif propre aux structures de type-d apparaître,

soit Λ‖ ∼ λ/n. Ainsi, la présence des structures de type-r sur la couche oxydée semble jouer un

rôle essentiel dans le processus de formation des structures inférieures. Toutefois, l’explication

de cette nécessité reste une question ouverte à ce jour.

Afin d’étudier l’importance de l’épaisseur de la couche oxydée, la figure 4.13 montre l’inten-

sité moyenne à la même interface pour différentes valeurs de TOxy et AHSFLs = 50 nm. Les

1. HSFL signifie high spatial frequency LIPSS, un autre nom souvent utilisé afin de décrire les structures de
hautes fréquences, telles les structures de type-r.
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FIGURE 4.13 – Intensité lumineuse moyenne [voir l’équation (4.3)] à l’interface entre le CrN
et la couche de matériau oxydée (voir l’illustration du domaine de simulation à la figure 4.11).
De (a) à (f), l’épaisseur de la couche oxydée TOxy est graduellement augmentée de 0 à 500
nm.

résultats suggèrent qu’il y a une épaisseur optimale entre 100 et 200 nm.

4.7 Conclusions

À l’exception des derniers travaux de Skolski et al. [89, 91] et de l’extension de ceux-ci [31]

présentée au chapitre 6, la majeure partie des travaux effectués à l’aide de modèles purement

électromagnétiques ont été présentés. Le modèle théorique de Sipe a marqué le premier grand

pas dans la bonne direction en identifiant l’importance de la rugosité de surface. Les patrons

d’interférence propres aux matériaux transparents ou métalliques obtenus avec ces calculs

ont pu expliquer l’origine des comportements de type-s et de type-d.

Les limites du modèle analytique atteintes, les méthodes numériques ont aujourd’hui pris le

relai. On a d’abord présenté comment on pouvait reproduire les patrons d’interférence de la

méthode analytique avec des simulations basées sur la méthode FDTD présentée au chapitre

3. Finalement, on a pu utiliser cette méthode pour simuler et étudier deux aspects originaux.

En premier lieu, on a testé différentes morphologies de rugosité de surface, avec quatre im-

plémentations différentes basées sur des fonctions génératrices différentes de bruit aléatoire.

Les fonctions d’efficacités obtenues étaient indépendantes du choix de fonction génératrice.

La deuxième étude, publiée dans [33], a permis de simuler les patrons d’interférence obtenus

en la présence d’oxydation à la surface du substrat irradié.

À ce stade, on commence à entrevoir les limites de ces simulations. Chaque patron d’inter-

férence obtenu numériquement est également présent dans les prédictions des calculs analy-

tiques. Certains patrons vont avoir une importance relative différente d’un modèle à l’autre

et les simulations numériques permettent d’étudier des cas plus complexes et avec moins de

restrictions, mais les résultats sont, jusqu’à maintenant, toujours des combinaisons des mêmes

types de comportements (type-s, type-d, type-r ou type-m). Pourtant, certaines nanostructures

périodiques observées en laboratoires n’entrent dans aucune de ces catégories.
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L’une d’entre elles, parfois surnommée grooves dans la littérature, présente une périodicité

supérieure à la longueur d’onde Λ > λ [42, 10]. Un autre patron toujours absent des pré-

dictions, très souvent observé en laboratoire sur des matériaux diélectriques est Λ⊥ ∼ λ/2n

[97, 36, 98, 72]. Les structures présentant ce motif sont particulièrement avantageuses pour

de nombreuses applications, car elles sont très fines et régulières. Ces deux exemples de

structures périodiques nécessitent l’introduction d’un nouvel ingrédient dans les simulations.

Il s’agît de la rétroaction entre les structures périodiques en formation et la source laser. Cette

notion peut être implémentée de diverses façons, développées dans les prochains chapitres.
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Troisième partie

Auto-organisation
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Chapitre 5

Auto-organisation intra-impulsion du
plasma

Ce chapitre est en grande partie une traduction de la publication originale [27], portant sur

la formation et l’auto-reconfiguration de motifs apparaissant dans le profil de la densité du

plasma induit par une impulsion laser.

5.1 Motivation

À partir de ce chapitre, on aborde la notion d’auto-organisation, centrale au processus de

formation des réseaux de surface [37, 98, 105]. Le terme auto-organisation comporte deux

parties : auto et organisation. On reviendra sur le premier aspect à la section 5.3. Quant à

l’aspect « organisation », cela réfère à la régularité des LIPSS. Ces structures sont dites organi-

sées, car elles ont une période et une orientation assez bien définies et ne sont pas constituées

de structures aléatoires et difformes comme peut l’être une simple surface rugueuse avant un

traitement au laser. L’organisation des réseaux de surface a été abordée au chapitre 4 et il y a

été démontré que l’interaction entre une onde plane et une surface rugueuse de morphologie

aléatoire peut résulter en une déposition organisée de l’énergie lumineuse. Les phénomènes

d’interférence ainsi observés peuvent expliquer, au moins en partie, comment des structures

organisées peuvent émerger d’une situation initiale sans aucune organisation apparente.

Mais le portrait est loin d’être complet. Par exemple, comment expliquer qu’un comportement

de type-s, associé à des matériaux absorbants comme des métaux, puisse être observés à la

surface de divers diélectriques [106, 3]? De plus, les prédictions des méthodes analytique et

numérique, telles que celles obtenues au chapitre 4, ont principalement été présentées dans le

domaine fréquentiel. Dans le domaine spatial, l’organisation des nanostructures périodiques

n’est pas toujours évidente à discerner. Par exemple, on voit avec la figure 5.1(b) que le com-

97



−2

−1

0

1

2

κy

~E

(a)

−5.0

−2.5

0.0

2.5

5.0

y

(b)

−2 0 2
κz

−2

−1

0

1

2

κy

(c)

−5 0 5
z

−5.0

−2.5

0.0

2.5

5.0

y

(d)

Numérique

Expérimental

FIGURE 5.1 – Comparaison entre les résultats d’une intégration numérique de la moyenne de
l’intensité lumineuse à une profondeur de z = 150 nm sous une surface rugueuse et une ob-
servation expérimentale au microscope électronique de LIPSS formés à la surface d’un échan-
tillon de silice (SiO2) [64]. Les prédictions du modèle numérique, obtenues avec n = 1.5 et
λ = 800 nm, présentent des structures ayant la bonne orientation parallèle à la polarisation
du laser (le long de l’axe z) et approximativement la périodicité attendue de Λ‖ ∼ λ/n (com-
portement de type-d). Une différence notable entre les résultats numériques et expérimentaux
est la régularité des structures plus importante dans le second cas.

portement de type-d est bien visible dans le domaine spatial, mais il n’est pas aussi régulier

que ce qui est observé en laboratoire [voir la figure 5.1(d)]. Ce constat est encore plus évident

avec les structures de type-s [voir la figure 5.2(b), où les structures de type-s obtenues par

intégration numérique sont pratiquement indiscernables et la figure 5.2(d), où les structures

obtenues expérimentalement sont très régulières].

Ainsi, les prédictions des méthodes présentées au chapitre 4, basées sur les patrons d’inter-

férence des ondes électromagnétiques interagissant avec une surface rugueuse sont incom-

plètes. La régularité de certains types réseaux de surface ne peut pas être reproduite dans

les simulations. Pire encore, la période et l’orientation des structures prédites peuvent être
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FIGURE 5.2 – Comparaison entre les résultats d’une intégration numérique de la moyenne
de l’intensité lumineuse à une profondeur de z = 50 nm sous une surface rugueuse et
une observation expérimentale au microscope électronique de LIPSS formés à la surface
d’un échantillon de silicium (Si) [64]. Les prédictions du modèle numérique, obtenues avec
n = 1.23 + 3.36i et λ = 800 nm présentent des structures très irrégulières et difficiles à dis-
cerner [voir la figure (b)]. Dans l’espace de Fourier [voir la figure (a)], on peut voir qu’un
comportement de type-s est bien présent, avec une orientation et une périodicité relative-
ment en accord avec les résultats expérimentaux [voir la figure (c)]. Toutefois, ces derniers
sont considérablement plus réguliers [voir la figure (d)].
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complètement différentes entre les prédictions et les résultats obtenus (les structures de type-

s observées expérimentalement sur des diélectriques ne peuvent pas être expliquées par ces

modèles). Ce dernier problème peut être partiellement réglé par une simple modification au

modèle, présentée à la section 5.2. Quant à la régularité des structures périodiques, ce sera

abordé au chapitre 6.

Finalement, un motif de réseaux de surface fréquemment observé sur des matériaux diélec-

triques après leur irradiation est complètement absent des prédictions des modèles présentés

jusqu’ici, soit Λ⊥ ∼ λ/2n [97, 6, 78, 36, 98, 72]. Ces structures sont obtenues dans les simu-

lations de la section 5.3.1 et leur mécanisme de formation est expliqué à la section 5.3.2.

5.2 Rétroaction statique : théorie de Sipe-Drude

Les caractéristiques des LIPSS produites en laboratoire ne sont pas toujours les mêmes que

celles prédites par la théorie de Sipe présentée à la section 4.3, ni celles de son équivalent

numérique présenté à la section 4.4. L’exemple mentionné plus haut étant l’apparition de

structures ayant une période Λ⊥ ∼ λ, que l’on associe à un comportement de type-s, à la

surface de matériaux diélectriques irradiés par une source laser de longueur d’onde λ. Selon

la théorie de Sipe, un matériau transparent devrait présenter un comportement de type-d et

les nanostructures produites devraient plutôt avoir une période de Λ‖ ∼ λ/n.

La notion manquante à la théorie de Sipe est celle de la rétroaction entre le matériau irradié

et la source lumineuse. Puisque l’intensité lumineuse nécessaire à la formation de réseaux

de surface est grande (près du seuil d’ablation laser), on peut s’attendre à ce qu’une partie

importance du matériau soit ionisée pendant l’irradiation (voir le chapitre 2). De plus, les pro-

priétés optiques d’un matériau changent lorsqu’il est ionisé. D’où le concept de rétroaction :

le laser modifie les propriétés optiques du matériau en l’ionisant, puis le plasma ainsi formé a

un impact sur le champ laser, complétant une boucle de rétroaction.

Si on revient à l’exemple du comportement de type-s, associé aux matériaux absorbants par

la théorie de Sipe, mais également observés expérimentalement sur des matériaux transpa-

rents, il est facile d’imaginer que cette boucle de rétroaction puisse expliquer ce désaccord.

Le matériau est initialement transparent, puis l’impulsion laser atteint sa surface et le plasma

est formé. C’est ce dernier qui rend le matériau absorbant et entraîne un comportement de

type-s.

De cette idée a émergé le modèle de Sipe-Drude [10]. En combinant les modèles de Sipe

(section 4.3) et de Drude (section 1.4), on peut prédire comment la période et l’orientation

des réseaux de surface devraient évoluer en fonction de la densité de plasma dans le maté-

riau irradié. À la figure 5.3 est montrée une transition du comportement de type-d vers un
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FIGURE 5.3 – Fonctions d’efficacité η(~κ) prédites par le modèle de Sipe-Drude pour la silice
(SiO2) à différents stades d’ionisation. Sans la présence de plasma, comme à la figure (a)
avec ρ = 0, un comportement de type-d est prédit, en accord avec le modèle de Sipe pour un
matériau diélectrique transparent. À mesure que la densité du plasma augmente [figures (b)
à (d)], on observe une transition vers un comportement de type-s, car le matériau devient de
plus en plus absorbant et opaque, selon le modèle de Drude.

comportement de type-s pour un diélectrique à différents niveaux d’ionisation. Les fonctions

d’efficacité ont été obtenues en solutionnant les équations du modèle de Sipe, pour un indice

de réfraction dépendant de la densité de plasma. Cet indice de réfraction est calculé avec le

modèle de Drude [voir les équations (1.35a) et (1.35b)].

Ainsi, la formation de plasma durant l’irradiation laser du matériau peut modifier ses proprié-

tés optiques de façon importante. Suffisamment pour qu’il passe d’un matériau transparent à

un matériau opaque, expliquant ainsi la transition d’un comportement de type-d à un com-

portement de type-s (voir la figure 5.3). Malgré ce succès, la boucle de rétroaction du modèle

de Sipe-Drude est limitée, car elle est en réalité incomplète.

Une boucle de rétroaction complète nécessite que le champ électromagnétique influence la

formation de plasma et que le plasma influence en retour le comportement du champ laser.

Bien que cela semble être le cas avec le modèle de Sipe-Drude, la densité de plasma est en fait

un paramètre indépendant du modèle. On a calculé l’impact du plasma sur le comportement

du champ laser, mais pas l’inverse.

Pour compléter la boucle de rétroaction, il faut ajouter au modèle les outils présentés au

chapitre 2 permettant de calculer le taux de formation de plasma dans un solide irradié.

Avec cet ajout, le champ laser et le plasma évoluraient l’un en fonction de l’autre de façon

dynamique et cohérente. C’est pourquoi, à la section 5.3, on réfère à cette boucle complète

par une boucle de rétroaction dynamique. À l’inverse, on réfère à la boucle incomplète du

modèle de Sipe-Drude par une boucle de rétroaction statique.
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5.3 Rétroaction dynamique d’un plasma en formation

Au début de ce chapitre, on a mentionné la notion d’auto-organisation, dans le contexte de la

formation de réseaux de surface. On a vu au chapitre 4 comment des structures périodiques

organisées peuvent émerger de l’interaction entre une onde plane et une surface rugueuse à

la morphologie aléatoire. De cette organisation initiale peut ensuite être déclenché un méca-

nisme d’auto-organisation. Pour que cela soit possible, une forme d’auto-interaction doit être

présente. Par exemple, si le champ électromagnétique pouvait interagir avec lui-même durant

l’irradiation de la surface du matériau solide. Une façon de permettre cette auto-interaction

est d’introduire une boucle de rétroaction.

Un premier pas vers l’implémentation d’une forme de rétroaction a été fait avec le modèle de

Sipe-Drude [10], présenté à la section 5.2. La boucle de rétroaction de ce modèle prend place

entre le champ électromagnétique et le plasma généré par ce dernier. En retour, le plasma

entraîne des courants qui affectent le champ électromagnétique. Puisque cette boucle est

présente pendant l’interaction avec l’impulsion laser, il s’agit d’une boucle de rétroaction intra-

impulsion (en opposition aux boucles de rétroaction inter-impulsions, étudiées au chapitre 6).

Tel que discuté plus haut, la boucle de rétroaction du modèle de Sipe-Drude est statique et non

dynamique, car la densité de plasma est définie ab initio, puis le champ électromagnétique

n’a plus aucun impact sur le plasma.

Dans cette section, un nouveau modèle est développé afin d’inclure une boucle de rétroaction

intra-impulsion dynamique. Avec une telle boucle, la densité de plasma n’est plus un para-

mètre indépendant et évolue en fonction des mécanismes d’ionisation présentés au chapitre

2. Une conséquence importante est que la densité de plasma n’est plus une constante et varie

en fonction du temps et de l’espace.

Tous les ingrédients de ce modèle ont déjà été introduits au cours des chapitres précédents.

De la méthode numérique présentée à la section 4.4, on a accès aux champs électromagné-

tiques en fonction du temps et de l’espace sous la surface rugueuse d’un solide irradié. Les

taux d’ionisation sont ensuite calculés avec un des modèles de la section 2.3, le modèle à taux

simple (SRE), le modèle à taux multiples (MRE) ou le modèle à taux décalés (DRE). Pour

l’instant, le modèle SRE est utilisé. 1 Finalement, la boucle de rétroaction intra-impulsion dy-

namique est complétée avec l’implémentation des courants intra-bandes du plasma, calculés

avec le modèle de Drude (voir la section 1.4.2 pour le modèle théorique, puis la section 3.2.3

pour les détails de l’implémentation numérique).

1. Une bonne partie des résultats de ce chapitre ont été publiés dans [27] avant que le modèle à taux décalés
(DRE) [28] présenté au chapitre 2 ne soit développé. C’est pourquoi plusieurs résultats montrés plus bas sont
obtenus avec le modèle à taux simple (SRE). Toutefois, le modèle DRE a été implémenté afin d’effectuer des
simulations similaires et une comparaison entre les deux cas est proposée à la section 5.4.

102



Finalement, on utilise un domaine de simulation tel qu’illustré à la figure 5.4. Afin d’étudier

quels types de structures peuvent apparaître dans les conditions de ce nouveau modèle mu-

nit d’une boucle de rétroaction dynamique intra-impulsion, on commence par propager une

impulsion laser, de la même façon que pour les simulations du chapitre 4. Ensuite, on mesure

la densité du plasma en fonction du temps et de l’espace. Les résultats sont présentés à la

section 5.3.1.
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4.8 µm

4
.8
µ
m

1.0 µ
m

(a) (b)

~k
~E

FIGURE 5.4 – Représentation schématique des simulations effectuées pour les sections 5.3.1,
5.3.2, 5.3.3, 5.3.4 et 5.4. En (a), une impulsion laser (durée d’impulsion τ = 10 fs et longueur
d’onde λ = 800 nm) polarisée linéairement le long de l’axe x se propage vers l’axe +z. Elle
frappe, à incidence normale, la surface rugueuse d’un échantillon de silice (SiO2) schématisé
en (b). La forme de la rugosité de surface est basée sur un bruit blanc [voir la figure 4.9(b)],
dont l’amplitude est ra = 40 nm.

5.3.1 Auto-reconfiguration des structures de plasma

Le résultat le plus surprenant obtenu avec le modèle décrit plus haut est l’observation d’une

reconfiguration des structures organisées de plasma durant l’irradiation (voir la figure 5.5).

Les structures de plasma sont initialement orientées parallèlement (‖) par rapport à la po-

larisation du laser, avec une périodicité Λ‖ ∼ λ/n (comportement de type-d, associé aux

matériaux transparents). Durant le processus d’ionisation, les structures de plasma changent

d’orientation et de périodicité. Après cette transition très rapide (1-2 cycles optiques), les

structures sont perpendiculaires (⊥) à la polarisation du laser et leur périodicité est désormais

de Λ⊥ ∼ λ/2n. Cette transition est observée si la fluence de l’impulsion laser est suffisamment

grande pour que le plasma atteigne sa densité critique ρc [voir l’équation (2.36)]. Comme il a

été fait à la section 2.5, la fluence minimale pour laquelle la densité de plasma peut atteindre

sa densité critique est nommée la fluence seuil Fth.

Ces deux patrons (Λ‖ ∼ λ/n et Λ⊥ ∼ λ/2n) sont tous les deux fréquemment observés en

laboratoire à la surface de matériaux qui ont été irradiés par des impulsions laser près ou
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FIGURE 5.5 – [(a) à (d)] : Évolution temporelle des variations spatiales dans la densité du
plasma ρ(x, y, z) (minimum en bleu et maximum en rouge) à la profondeur z = 140 nm sous
la surface rugueuse irradiée par une impulsion laser de durée τ = 10 fs et de fluence F = 3
J/cm2 (voir l’illustration du domaine de simulation à la figure 5.4). De (a) à (d), le temps
de la simulation avance et on observe une transition des caractéristiques des structures de
Λ‖ ∼ λ/n à Λ⊥ ∼ λ/2n. Les figures superposées montrent les transformées de Fourier pour
la figure correspondante. En (e), l’évolution de la valeur moyenne de l’amplitude du champ
électrique E (normalisée par rapport à E0) et de la valeur moyenne de la densité du plasma ρ
(normalisée par rapport à la densité moléculaire ρmol) est présentée en fonction du temps. En
bleu est coloré l’intervalle entre les valeurs maximales et minimales de la densité de plasma,
amplifié 10 fois. Les points noirs indiquent les moments correspondant aux figures (a) à (d).

au-dessus du seuil d’ablation laser [9, 97, 36, 98, 72, 94, 7]. Toutefois, ils n’ont jamais pu être

décrits par un unique modèle, analytique ou numérique. Le premier est associé au comporte-

ment de type-d dans la théorie de Sipe, tandis que le second, Λ⊥ ∼ λ/2n, n’est pas présent

dans cette théorie. Il existe également le modèle nanoplasmonique [80, 24, 18, 17] qui peut

expliquer comment ce type de structure peut se former, mais est limité à ce patron unique.

Le fait que l’on puisse observer ces deux types de structures dans une même simulation (voir

la figure 5.5) est alors tout à fait remarquable. Une analyse plus complète de ces résultats et

une description des mécanismes sous-jacents sont présentées à la section 5.3.2.

5.3.2 Le rôle des réflexions sur le plasma inhomogène

Au début de l’interaction simulée (voir la figure 5.5) entre l’impulsion laser et la surface du

matériau, la densité du plasma est trop basse pour que les propriétés optiques du matériau

ne soient significativement modifiées. Dans ce régime, la théorie de Sipe [88] est applicable

et décrit correctement l’organisation des premières structures périodiques dans le plasma en
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formation. Le comportement prédit par la théorie pour le matériau qui est toujours transpa-

rent est celui de type-d, soit Λ‖ ∼ λ/n [voir la figure 5.5(a)]. La rétroaction intra-impulsion

commence à devenir importante, à mesure que la densité du plasma augmente. On observe

alors ces premières structures disparaître graduellement [voir les figures 5.5(b)-(d)], pour ul-

timement laisser place aux nouvelles structures avec Λ⊥ ∼ λ/2n. Cette transition particulière

d’un type de structures à un autre est une conséquence directe de l’inclusion d’une boucle de

rétroaction intra-impulsion dynamique dans le modèle (voir la section 5.3).

Dans la littérature, on explique la formation de ce type de structures (Λ⊥ ∼ λ/2n) à l’aide

du modèle nanoplasmonique. Celui-ci s’appuie sur la présence d’irrégularités nanométriques

dans le volume du matériau, plutôt que les irrégularités de surface du modèle de Sipe. Au-

tour de ces irrégularités, des maxima locaux dans la densité de plasma (nanoplasmas ou

points chauds) se forment lors de l’irradiation. L’impulsion laser subit ensuite des réflexions

longitudinales sur ces points chauds, causant l’apparition d’ondes stationnaires le long de

l’axe de propagation. Finalement, les nanostructures de plasma croissent le long de ces ondes

stationnaires. Bien que ce modèle puisse effectivement décrire le mécanisme de formation de

ces structures, il ne semble pas pouvoir expliquer les résultats de la figure 5.5, car le volume

du diélectrique est parfaitement uniforme et ne présente pas ces irrégularités du modèle na-

noplasmonique. Des points chauds similaires à ceux décrits plus haut pourraient se former

directement sous la surface rugueuse, mais alors les ondes stationnaires se formeraient au-

dessus de la surface, hors du matériau.

On peut vérifier que les structures de la figure 5.5 ne se sont pas formées suivant le mécanisme

décrit par le modèle nanoplasmonique. Pour tester l’importance des réflexions longitudinales

dans les résultats de simulations obtenus à la section 5.3.1, on a exclu la composante z des

coutants libres ~Jf sur toute la durée d’une nouvelle simulation. Outre cette modification, la

simulation est identique à celle de la figure 5.5. Sans cette composante z, il ne peut y avoir

de réflexions longitudinales de l’impulsion laser sur le plasma. La configuration finale des

structures de plasma obtenue avec cette nouvelle simulation est présentée à la figure 5.6(a).

Il s’agit des mêmes caractéristiques que le cas précédant [voir la figure 5.5(d)], avec Λ⊥ ∼
λ/2n. On peut alors conclure que les réflexions longitudinales, que l’on croyait précédemment

nécessaires à la formation de ce type de structures [80], ne sont pas responsables de l’auto-

reconfiguration observée.

Les réflexions transversales, le long des axes x et y, peuvent également être retirées de la

simulation en moyennant les courants libres ~Jf (x, y, z) sur tous les plans (x, y). Spécifique-

ment, à chaque itération temporelle de la simulation et pour chaque valeur discrète de z,

on calcule la moyenne de la composante x de ~Jf et on remplace toutes les valeurs de cette

composante par la moyenne obtenue. Faisant de même pour la composante y, cela a pour
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FIGURE 5.6 – Structures périodiques dans les variations de densité du plasma ρ(x, y, z) (mi-
nimum en bleu et maximum en rouge) quand sont inhibées les réflexions (a) longitudinales
ou (b) transversales. L’auto-reconfiguration observée à la figure 5.5 se produit toujours sans
réflexions longitudinales, mais ne se produit plus quand les réflexions transversales sont reti-
rées.

effet d’enlever toute variation le long des directions transversales dans la réponse du plasma

sur le champ. Autrement dit, les réflexions transversales sont inhibées. La configuration finale

des structures de plasma obtenue avec cette méthode est présentée à la figure 5.6(b) : on

remarque que l’auto-reconfiguration ne s’est pas produite. Ainsi, les réflexions transversales

jouent un rôle prépondérant dans le processus de réorganisation, au contraire des réflexions

longitudinales.

On sait désormais que les réflexions transversales sur les maximums locaux du plasma inho-

mogène jouent un rôle crucial dans le processus d’auto-reconfiguration. On cherche mainte-

nant à comprendre comment ces réflexions peuvent amener le plasma à se réorganiser ainsi.

Puisque le phénomène est assez complexe, la figure 5.7 a été préparée afin d’illustrer les

étapes du processus d’auto-reconfiguration.

1. Les premières structures de plasma se forment parallèlement à la polarisation du laser,

avec Λ‖ ∼ λ/n, en accord avec la théorie de Sipe qui prédit ce comportement de type-d.

À la figure 5.7(a) est montrée une coupe transversale de ces structures, dans le plan

(y, z). Dans ce plan, la lumière se propage du haut (z = 0) vers le bas (+z) et les

maxima locaux du plasma inhomogène sont très bien visibles en rouge. Ces derniers

étant plus opaques que les minimums en bleu, on peut imaginer qu’ils agissent dans

une certaine mesure comme des guides d’onde, comme ce fut suggéré quelques fois

[74, 16].

2. Un couplage prend place entre ces guides d’onde et la lumière transmise dans le maté-

riau. Puisque la polarisation du laser incident est orientée le long de l’axe x, le champ

électrique est transversal au plan (y, z) de la figure 5.7(a) et les modes de résonance de
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FIGURE 5.7 – Vue transversale des variations relatives de la densité de plasma (minimum en
bleu et maximum en rouge) pour la même simulation que pour la figure 5.5 où on observe
le phénomène d’auto-reconfiguration. En (a), une coupe le long de l’axe y dans la densité de
plasma vers le début de la simulation montre les premières structures parallèles à la polarisa-
tion (Λ‖ ∼ λ/n). En (b), la même coupe à la fin de la simulation montre que les structures de
plasma dans cette orientation sont disparues, résultant en une distribution uniforme qui est
un équilibre stable en présence d’une boucle de rétroaction négative (suppression). En (c),
une coupe dans la direction orthogonale, le long de l’axe x, au début de la simulation montre
qu’il n’y a initialement aucune structures apparentes à z > 50 nm. En (d), la même coupe a
la fin de la simulation montre les structures auto-organisées (Λ⊥ ∼ λ/2n) qui sont apparues,
à cause de la présence d’une boucle de rétroaction positive (renforcement).
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ce couplage qui devraient apparaître sont des modes TE (Transverse Electric). Un guide

d’onde formé de deux maxima locaux consécutifs dans la densité de plasma est schéma-

tisé à la figure 5.8(a), ainsi que le mode fondamental TE1. Puisque le mode TE1 est le

mode fondamental, on ignore les autres qui devraient être moins importants.

3. Le mode TE1 a une intensité maximale au centre du guide d’onde, là où la densité du

plasma est minimale. À l’inverse, l’intensité est minimale là où la densité du plasma

est maximale. Cette inversion est responsable de la disparition graduelle des premières

structures [voir la figure 5.7(b)]. Puisque l’ionisation est plus importante là où le champ

est plus intense, la formation de plasma devient plus importante là où la densité du

plasma est plus faible. Un équilibre stable s’installe alors autour d’une distribution ho-

mogène du plasma, car dès qu’un minimum apparaît, le champ y devient plus intense et

y cause plus d’ionisation. En résumé, dans le plan (y, z), la rétroaction entre le champ

et le plasma est négative ce qui inhibe les structures parallèles à la polarisation du laser

incident.

4. Dans le plan orthogonal (x, z), le phénomène inverse prend place. Sauf pour des struc-

tures de type-r directement sous la surface (z < 50 nm), la distribution du plasma est

initialement plutôt homogène [voir la figure 5.7(c)]. Tandis qu’un équilibre stable s’ins-

talle autour d’une distribution homogène dans l’autre plan (y, z) [voir la figure 5.7(b)],

l’équilibre initial dans ce plan (x, z) devient graduellement instable. Cet équilibre est

instable, car dans ce plan, c’est le champ magnétique qui est transversal et le mode

de résonance fondamental est le mode TM1 (Transverse Magnetic), illustré à la figure

5.8(b). Cette fois, les maxima du champ et de la densité de plasma correspondent spa-

tialement et la rétroaction est positive.

5. Puisque la distribution homogène initiale est en équilibre instable, il est inévitable

qu’une fluctuation aléatoire déclenche éventuellement la formation de maxima locaux

qui sont ensuite amplifiés jusqu’à ce que des structures telles que celles de la figure

5.7(d) apparaissent.

En résumé, les premières structures (Λ‖ ∼ λ/n) se forment tel que décrit par la théorie stan-

dard de Sipe, lorsque la densité de plasma est trop faible pour causer une rétroaction significa-

tive. Quand le plasma commence à approcher sa densité critique, des réflexions transversales

entraînent la formation de modes de résonance transversaux. Une boucle de rétroaction néga-

tive entre les premières structures parallèles à la polarisation et le mode TE1 inhibe et efface

ces premières structures. Simultanément, des structures perpendiculaires à la polarisation

sont amplifiées par une boucle de rétroaction positive avec le mode TM1 [voir, à nouveau, la

figure 5.5(a)-(d) pour la transition].

Cette combinaison particulière de rétroaction négative ou positive et d’équilibre stable ou
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FIGURE 5.8 – Mode de résonance fondamental pour un guide d’ondes bidimensionnel pour
(a) un champ électrique transversal, ou (b) un champ magnétique transversal. La direction
de propagation est du haut vers le bas et les parois des guides d’ondes sont constituées de
plasma dense. En (a), le mode TE1 présente une intensité lumineuse maximale au centre du
guide et en (b), le mode TM1 présente une intensité lumineuse maximale près des guides.

instable explique le changement d’orientation des structures. À la prochaine section, le chan-

gement de périodicité est expliqué et on discute des caractéristiques des diverses structures

observées en fonction des paramètres du modèle.

5.3.3 Caractéristiques des structures de plasma

On étudie maintenant comment se forment et s’organisent les différentes structures de plasma

en fonction de la fluence du laser incident et de la profondeur dans le matériau irradié. Pour

mesurer précisément la périodicité des structures périodiques (Λ⊥ ou Λ‖), le rapport signal

sur bruit dans les transformées de Fourier (TF) de la densité de plasma est améliorée en

répétant chaque simulation 100 fois (avec une nouvelle rugosité de surface aléatoire) et en

moyennant les TFs. On trouve ensuite les valeurs maximales le long des axes κx et κy pour

calculer les périodes dominantes Λ⊥ = λ/(κx|max) et Λ‖ = λ/(κy|max). Les résultats sont

présentés à la figure 5.9, pour différentes fluences entre 1 et 6 J/cm2.

Il est clair que la nature des structures de plasma finales changent qualitativement de façon

importante autour d’une fluence seuil Fth ∼ 2 J/cm2. Sous ce seuil, la rétroaction est faible et

le modèle de Sipe s’applique. Dans ce régime, on observe deux types de structures distinctes.

Pour z < 50 nm, on trouve des structures avec Λ⊥ � λ (I), aussi présentes dans la théorie

de Sipe (comportement de type-r) [88] et dans des simulations FDTD sans rétoaction intra-

impulsion [90]. La présence de ces structures (I) est attribuée au patron d’interférence en

champ proche entre le champ incident et le champ diffusé par la rugosité de surface [112].

Plus profondément sous la surface de matériau, pour z > 50 nm, les structures ont plutôt

une périodicité de Λ‖ ∼ λ/n (III), aussi présentes dans la théorie de Sipe (comportement de

type-d) et dans les simulations sans rétroaction [voir la figure 5.1(b)]. Les caractéristiques

des ces structures (III) sont bien décrites par le patron d’interférence en champ lointain entre
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FIGURE 5.9 – Les périodes Λ des structures de plasma en fonction de la profondeur sous
la surface après l’irradiation par une impulsion laser de la fluence indiquée par la couleur
correspondante. En bleu sont les cas pour lesquels F ≤ Fth ∼ 2 J/cm2 et la rétroaction
intra-impulsion ne joue pas un rôle important. Les deux types de structures qualitativement
distincts, indiqués par I et III, correspondent respectivement aux comportement de type-r et
type-d de la théorie de Sipe. En rouge sont les cas pour lesquels F > Fth ∼ 2 J/cm2 et la
rétroaction intra-impulsion est importante. C’est ici que la théorie de Sipe (et même Sipe-
Drude) échoue. Les deux nouveaux types de structures auto-organisées sont indiqués par II
et IV. Voir la figure 5.10 pour visualiser les quatre types de structures de plasma dans l’espace
de Fourier.

le champ incident et les ondes diffusées par la rugosité de surface en milieu transparent. Un

exemple représentatif de chacune des quatre familles de structures observées est montré dans

l’espace de Fourier à la figure 5.10.

Au-dessus du seuil F > Fth, les deux types de structures (I et III) changent de périodicité

pour Λ⊥ ∼ λ/2n (II et IV). Tel que démontré à la section 5.3.2, l’auto-reconfiguration des

structures de plasma est dominée par des réflexions transversales. L’explication naturelle pour

cette période spécifique est alors la formation d’ondes stationnaires le long de l’axe x [16]. La

lumière redirigée dans les directions −x et +x interfère pour former ces ondes stationnaires

qui ont des maxima d’intensité séparés d’une demie longueur d’onde λ/2n. Puis, le mécanisme

de rétroaction positive décrit à la section 5.3.2 amplifie des structures de plasma ayant cette

périodicité.
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FIGURE 5.10 – Les quatre types de structures observées dans la distribution de la densité de
plasma, identifiés à la figure 5.9, visualisées dans l’espace de Fourier. Les cas I et III sont
représentatifs des structures obtenues sous le seuil F ≤ Fth ∼ 2 J/cm2. Les cas II et IV sont
représentatifs des structures obtenues quand F > Fth ∼ 2 J/cm2, après l’auto-reconfiguration
du plasma. Les résultats sont une moyenne de 100 simulations pour réduire le niveau de
bruit.

5.3.4 Robustesse

Dans cette section, on discute de la robustesse du mécanisme d’auto-reconfiguration décrit à

la section 5.3.2. Pour vérifier que les résultats obtenus ne sont pas une conséquence d’un choix

précis de paramètres, plusieurs simulations ont été effectuées dans un espace de paramètres

plus vaste. Avec des longueurs d’onde λ entre 400 et 1200 nm, des durées d’impulsion τ entre

5 et 250 fs, des taux d’amortissement du plasma γ entre 1014 et 1016 s−1 et des masses réduites

mr entre 0.5me et 1.0me, on trouve que l’auto-reconfiguration se produit systématiquement

quand F > Fth. Les changements de paramètres peuvent affecter la valeur de la fluence seuil

Fth, mais la présence de la reconfiguration au-delà du seuil n’est pas affectée.

Tel que discuté au chapitre 2, il y a des désaccords dans la littérature sur la nature du méca-

nisme dominant dans un diélectrique irradié par une source laser intense sur une échelle tem-

porelle plus courte qu’une picoseconde. Certains pensent que le plasma provient principale-

ment de l’ionisation par impact et d’autres sont adeptes de l’ionisation par rayonnement. Dans

les simulations des dernières sections, où on a observé le processus d’auto-reconfiguration,
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FIGURE 5.11 – [(a) et (b)] : Évolution temporelle des variations spatiales dans la densité du
plasma ρ(x, y, z) (minimum en bleu et maximum en rouge) à la profondeur z = 140 nm sous
la surface rugueuse irradiée par une impulsion laser de durée τ = 10 fs et de fluence F = 7
J/cm2 (voir l’illustration du domaine de simulation à la figure 5.4). La simulation est en tout
point identique à celle de la figure 5.5, sauf que l’ionisation par rayonnement est l’unique
mécanisme de formation de plasma et que la fluence laser est plus grande pour compenser et
atteindre une densité finale semblable. On observe que, de (a) à (b), l’auto-reconfiguration
des structures s’est bien produite, malgré que la formation de plasma soit dominée par un
mécanisme d’ionisation différent. Les figures superposées montrent les transformées de Fou-
rier pour la figure correspondante. En (c) est présentée l’évolution en fonction du temps de la
valeur moyenne de l’amplitude du champ électrique E (normalisée par rapport à E0) et de la
valeur moyenne de la densité du plasma ρ (normalisée par rapport à la densité moléculaire
ρmol). En bleu est coloré l’intervalle entre les valeurs maximales et minimales de la densité
de plasma, amplifié 10 fois. Les points noirs indiquent les moments correspondant aux figures
(a) et (b).
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l’ionisation par impact est le mécanisme de formation du plasma dominant. Mais on peut

aisément vérifier que ce processus est toujours possible dans le cas inverse en retirant l’ionisa-

tion par impact d’une nouvelle simulation avec α = 0 dans l’équation (2.15). Les résultats de

la figure 5.11 confirment que le processus d’auto-reconfiguration se produit toujours, malgré

un mécanisme de formation du plasma très différent.

5.4 Conséquences du décalage de l’avalanche d’ionisations sur

la reconfiguration

Le modèle d’ionisation utilisé dans ce chapitre est le modèle à taux simple (SRE) présenté

à la section 2.3.1. La différence principale entre ce modèle et les modèles à taux multiples

(MRE) ou à taux décalés (DRE) est la présense d’un décalage temporel entre l’irradiation

laser et l’ionisation collisionnelle. Ce décalage est inexistant dans le modèle SRE, ce qui est

une simplification de la réalité, car les porteurs de charge responsables des ionisations par

impact doivent avoir une énergie minimale qui requiert un certain temps à accumuler.

En utilisant le modèle SRE, ce décalage temporel n’a alors pas été pris en compte dans les

simulations du processus d’auto-reconfiguration. Pourtant, un décalage est potentiellement

problématique, car cela pourrait réduire l’importance de la rétroaction intra-impulsion entre

le champ électromagnétique et le plasma. Par exemple, si le décalage est plus grand que la

durée d’impulsion du laser, la boucle de rétroaction serait alors inexistante, car aucun plasma

ne serait présent sur toute la durée de l’irradiation et, inversement, tout le plasma serait formé

après le passage de l’impulsion et laser. Il ne peut alors pas y avoir d’interactions dynamiques

entre la source lumineuse et le plasma. 2

Cette observation a alors motivé l’utilisation du modèle MRE (voir la section 2.3.2) dans les

simulations. Les premiers résultats utilisant ce modèle prenant en compte ce décalage étaient

encourageants, car l’auto-reconfiguration se produisait toujours, malgré une boucle de rétro-

action affaiblie. Toutefois, le modèle MRE présente certaines difficultés qui ont à leur tour

motivé le développement d’un modèle original, mieux adapté aux simulations tridimension-

nelles : le modèle DRE (voir la section 2.3.3).

Finalement, en utilisant le modèle DRE, plutôt que le modèle SRE, l’auto-reconfiguration

semble très peu affectée par la présence d’un délai entre l’impulsion laser et l’avalanche d’io-

nisation, comme le démontrent les résultats d’une simulation typique (figure 5.12).

2. Cet exemple est un peu simpliste, car on néglige l’ionisation par rayonnement qui est toujours présent et
ne présente pas de décalage temporel. Donc la rétroaction ne peut être complètement inexistante, peu importe le
délai de l’ionisation collisionnelle.
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FIGURE 5.12 – Auto-reconfiguration des structures de plasma avec l’utilisation du modèle d’io-
nisation à taux décalés (DRE). À gauche, au début de la simulation, 10 fs avant que l’intensité
lumineuse ne soit maximale, les structures ont un comportement de type-d. Puis, malgré la
présence d’un délai dans le processus de l’avalanche d’ionisations, les structures se réorientent
de la même façon qu’avant l’implémentation du délai (voir les figures 5.5 et 5.11). Les pa-
ramètres sont λ = 800 nm, τ = 10 fs, F = 4 J/cm2, n = 1.45, Eg = 9 eV, γ = 2 fs−1,
ρmol = 2 · 1028 m−3 et σmol = 10−19 m2.

114



PyPlasma 5.1: Auto-reconfiguration avec DRE

script complet : pyplasma/examples/capsules/5.1_self_reconfiguration_dre.py

Les résultats de la figure 5.12 montrant l’auto-reconfiguration des motifs de plasma et
utilisant le modèle d’ionisation DRE est particulièrement intéressante à reproduire en
version animée. Comme référence, on inclue cette fois le script complet :

from pyplasma import *
set_backend(’torch.cuda’) # Optionnel , pour utiliser le GPU

dom = Domain(grid=[50,128,128], size=[1*um,3*um,3*um],
pml_width=200*nm)

laser = Laser(wavelength=800*nm, pulse_duration=10*fs, fluence=4e4,
t0=20*fs, phase=True)

dom.add_laser(laser, position=’default’, source_mode=’tfsf’)

material = Material(index=1.45, resonance=120e−9, chi3=2e−22,
drude_params={’damping’:2e15},

ionization_params={’rate_equation’:’dre’,’bandgap’:9*eV,
’density’:2e28,’cross_section’:1e−19})

dom.add_material(material, boundaries={’xmin’:300*nm})
surface_roughness(material , boundary=’xmin’, amplitude=20*nm,

noise=’fractal’, feature_size=100*nm)

dom.add_observer(Watcher(’rho’, x=400*nm, vlim=(0,2e28), out_step=10,
loop=False, fourier=True, colormap=’hot’))

dom.add_observer(Watcher(’rho’, x=400*nm, out_step=10, loop=True))
results = dom.run(30*fs, stability_factor=0.9)
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Chapitre 6

Auto-organisation inter-impulsion
structurelle

À l’exception de la section 6.3, ce chapitre ne contient que des résultats et développements

originaux. Ils n’ont toutefois pas été le sujet d’une publication et sont, à ce jour, exclusifs à

cette thèse.

6.1 Motivation

Au chapitre 5, on a étudié l’interaction entre une impulsion laser et le plasma qu’elle génère

dans un milieu dense et transparent. Les interactions entre les variations locales de la densité

du plasma et l’intensité lumineuse permettent effectivement de déclencher une rétroaction

pouvant inhiber des structures et en amplifier d’autres. On a démontré que les structures

périodiques dans le profil de la densité de plasma dépendent fortement de la présence de

cette boucle de rétroaction dynamique intra-impulsion.

La relation entre les variations locales dans le profil de la densité de plasma présentes immé-

diatement après l’irradiation laser et les modifications structurelles permanentes du matériau

ciblé demeure toutefois spéculative. On n’a pas encore abordé comment les structures de

plasma étudiées jusqu’ici se traduisent en structures inscrites à la surface de la cible irradiée.

Certes, il y a déjà un bon accord entre ces structures de plasma simulées et les formes obser-

vées expérimentalement. Mais il manque encore cet élément très important pour compléter

le tableau et simuler toute la boucle, de l’impulsion laser à la modification de la forme de la

surface.

De plus, la formation de réseaux de surface en pratique est généralement le fruit de l’exposi-

tion de la surface d’une cible à une multitude d’impulsions laser. Jusqu’ici, seule une impulsion

116



laser est impliquée dans les simulations. Dans ce chapitre, on étudie ce qui se produit après

l’irradiation de la première impulsion laser, puis comment différeront les interactions avec les

impulsions suivantes. On verra comment peuvent croître des nanostructures périodiques sous

l’influence d’une boucle de rétroaction inter-impulsion.

6.2 Incubation

Après une irradiation intense et la formation d’un plasma dense, le matériau solide doit dis-

siper cette énergie absorbée. Cette énergie finira ultimement en énergie thermique, mais des

liaisons chimiques entre les molécules de la structure cristalline du matériau seront brisées au

passage. Ces liens brisés ont une grande importance, car ils changent les propriétés optiques

et mécaniques du matériau. Par exemple, ces imperfections structurelles peuvent brouiller le

diagramme de bandes d’énergie et faire apparaître des niveaux intermédiaires stables dans la

bande interdite. Le résultat est une diminution effective de la largeur de la bande interdite, car

le passage entre la bande de valence et la bande de conduction est facilité par des transitions

tirant avantage de ces niveaux intermédiaires. De plus, des électrons peuvent rester piégés

dans ces niveaux d’énergie jusqu’à l’impulsion suivante et être très facilement ré-ionisés vers

la bande de conduction beaucoup plus tôt [32, 59].

Si la dissipation de l’énergie, puis les ruptures de liens chimiques se produisent sur une échelle

de temps plus longue que les impulsions laser, on peut supposer que ces effets n’ont pas d’im-

pact sur l’interaction avec la première impulsion. Il est généralement accepté que c’est le

cas pour les impulsions femtosecondes [5]. Le temps caractéristique des ruptures de liens chi-

miques est de l’ordre des nanosecondes, mais généralement plus court que le temps qui sépare

deux impulsions laser (micro- ou millisecondes, typiquement). Ainsi, lors de l’interaction avec

la seconde impulsion, la présence de niveaux intermédiaires supplémentaires dans la bande

interdite peut entraîner une absorption de l’énergie plus importante encore et la formation

d’un plasma plus dense qu’à l’impulsion précédente.

Graduellement, d’une impulsion à la suivante, on peut observer un accroissement de l’opacité

d’un matériau qui accumule des bris structurels. Ce processus, l’incubation, peut entraîner

une diminution de la fluence seuil de dommage du matériau. Autrement dit, la fluence seuil

Fth est une fonction du nombre d’impulsions N . Un recensement de quelques résultats expé-

rimentaux tiré de la littérature montrant cet effet est présenté à la figure 6.1.

Aux sections 6.3.1 et 6.3.2, on présente deux modèles d’incubation provenant de la littéra-

ture. À la section 6.4.1, on élabore un nouveau modèle adapté pour les simulations de ce

chapitre, initialement simplifié pour ne tenir compte que des imperfections intrinsèques de

la structure cristalline. Ce modèle est ensuite complété à la section 6.4.3 avec la création de
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FIGURE 6.1 – Diminution relative du seuil de fluence laser en fonction du nombre d’impulsions
laser N due aux effets de l’incubation. Les données expérimentales sont tirées de [19, 59, 63,
56, 79].

pièges extrinsèques.

6.3 Diminution du seuil de dommage

6.3.1 Modèle empirique

Les effets de l’incubation que subit un matériau lorsqu’il est irradié par une série d’impulsions

laser peuvent être mesurés indirectement avec la diminution du seuil de fluence minimale

requise pour endommager sa surface (voir la figure 6.1). Un modèle empirique [79] fréquem-

ment utilisé pour reproduire cette diminution est basé sur l’équation

Fth(N) = Fth(∞) + [Fth(1)− Fth(∞)] e−ς(N−1), (6.1)

où ς est un paramètre libre que l’on ajuste en fonction des résultats expérimentaux. Cette

équation a été développée en se basant sur l’observation par Rosenfled et al. [79] d’un plateau

pour les plus grandes valeurs de N . La diminution du seuil est plus importante entre les

premières impulsions, puis les effets d’incubations ralentissent. Finalement, sous une fluence

précise, peu importe le nombre d’impulsions laser auquel on expose la surface du matériau,

aucun dommage n’y apparaîtra. On réfère à ce second seuil par Fth(∞).

Ce premier modèle simpliste montre toutefois une très faible capacité à reproduire les résul-

tats expérimentaux pour les valeurs intermédiaires de N (voir la figure 6.2).
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SiO2 - Böhme et. al.

FIGURE 6.2 – Comparaison entre les seuils de fluence expérimentaux et les modèles empirique
et générique. Les données expérimentales sont tirées de [19]. Le paramètre libre optimisé du
modèle empirique est ς = 0.039. Pour le modèle générique, les paramètres sont ∆α/α0 = 1.40,
β = 0.0027 et γ = 0.577.

Les travaux sur le modèle empirique ont été poursuivis par Mero et al. [59] qui ont tenté

d’y attribuer une justification physique, s’appuyant sur la présence de pièges dans la bande

interdite. L’équation ainsi développée, légèrement différente de l’équation (6.1) est

Fth(N) = Fth(∞) + [Fth(1)− Fth(∞)]

[
1− γS

γr

ρmax(1)

ρS,max

]N−1

, (6.2)

où γr est le taux de recombinaison, γS est le taux de recombinaison pour les électrons piégés

dans le piège S, ρmax(1) est la population de la bande de conduction maximale générée au

passage de la première impulsion laser et ρS,max est la population maximale dans ce piège S.

Puisque le modèle est ajusté aux données expérimentales en utilisant le rapport γS
γr

ρmax(1)
ρS,max

comme paramètre libre, les prédictions sont alors exactement identiques que l’on utilise cette

formulation ou la précédente. Le problème des pauvres performances du modèle n’est alors

pas réglé, car on retombe sur un modèle identique.

Finalement, pour le lecteur intéressé, Emmert et. al. [32] a complété ces travaux en y ajou-

tant, entre autres, des pièges extrinsèques, créés entre les impulsions laser. Cette nouvelle

version permet de grandement améliorer l’accord entre les prédictions et les observations en

laboratoire, au coût d’une complexité considérablement accrue.

6.3.2 Modèle générique

Le modèle générique proposé par Sun et. al. [95] s’appuie sur les deux prémisses suivantes :
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1. Le coefficient d’absorption α augmente en fonction du nombre d’impulsion N et de la

fluence F comme

dα

dN
= β(αmax − α)F. (6.3)

Le coefficient d’absorption peut augmenter jusqu’à une valeur de saturation αmax. Le

paramètre β est libre.

2. La densité d’énergie absorbée nécessaire à l’ablation G = αFth diminue comme

dG

dN
= −γ(G−Gmin)F. (6.4)

Cette densité d’énergie diminue jusqu’à un minimum Gmin. Le paramètre γ est libre.

En utilisant les conditions initiales α(0) = α0 et G(0) = G0, on peut résoudre aisément ces

équations. Puis, avec Fth(N) ∼ G(N − 1)/α(N − 1), on définit Fth(1) = G0/α0 et Fth(∞) =

Gmax/αmax pour obtenir

Fth(N) =
Fth(1)−

[
Fth(1)− Fth(∞)

(
1 + αmax−α0

α0

)] [
1− e−γ(N−1)

]
1 + αmax−α0

α0

[
1− e−β(N−1)

] . (6.5)

Les paramètres libres qui doivent être ajustés en fonction des données expérimentales sont

au nombre de trois, soient ∆α/α0 = (αmax−α0)/α0, β et γ. Tel que démontré avec l’exemple

de la figure 6.2, le modèle générique permet d’obtenir un bien meilleur accord avec les expé-

riences, par rapport au modèle empirique.

6.4 Implémentation des pièges aux simulations

Dans la dernière section, on a discuté des conséquences du phénomène d’incubation qui

affecte un matériau que l’on irradie à répétition avec des impulsions laser intenses. La di-

minution du seuil d’ablation n’a été jusqu’ici abordée que de façon globale, c’est-à-dire que

l’échantillon irradié est toujours homogène et les dimensions spatiales ne sont pas prises en

compte. Dans cette section, on souhaite étudier l’incubation localement et voir comment cela

peut affecter les simulations des chapitres précédents où les taux d’absorption ne sont pas

uniformes.

En particulier, on cherche à voir comment la formation et l’auto-organisation des structures de

plasma peuvent être différentes en présence de niveaux intermédiaires dans la bande inter-

dite (pièges), responsables de l’incubation. Par exemple, une densité inhomogène de plasma

120



formé lors d’une première impulsion laser entraîne une distribution inhomogène de pièges et

d’électrons piégés. Lors du passage de l’impulsion laser suivante, ces variations locales pour-

raient être amplifiées, car les taux d’absorption et d’ionisation dépendent de la présence de

ces électrons piégés.

On est alors en droit de se poser une question par rapport aux résultats du chapitre 5. Est-ce

que le phénomène d’auto-reconfiguration est toujours possible lors d’une interaction multi-

impulsionnelle ? Un scénario impliquant de l’incubation qui pourrait empêcher ce processus

est le suivant. Si on irradie la surface d’un diélectrique avec N impulsions d’une fluence

F < Fth(1), alors le plasma ne devrait pas se reconfigurer lors de la première irradiation,

car le plasma n’est pas assez dense. Les structures de plasma devraient alors suivre un com-

portement de type-r ou de type-d (voir les cas I et III de la figure 5.9 quand F < Fth). En

présence de pièges (intrinsèques ou extrinsèques), l’échantillon devrait conserver une forme

de mémoire de ces motifs et il est possible qu’aux impulsions suivantes, ils soient particulière-

ment amplifiés. Si bien, que lorsque la surface aura été exposée à suffisamment d’impulsions

laser pour atteindre le seuil critique, la reconfiguration des structures soit impossible.

Pour faire cette vérification, on doit alors implémenter ces pièges. Ce sera fait aux sections

6.4.1 et 6.4.3 pour les pièges intrinsèques et extrinsèques, respectivement.

6.4.1 Pièges intrinsèques

On commence par poser la notation pour les énergies et taux de transition qui sont reliés aux

pièges. La figure 6.3 illustre comment ces nouvelles quantités s’inscrivent dans le modèle à

deux bandes.

Pour l’instant, on se limite à un seul niveau d’énergie Et pour les pièges. Ceux-ci ont une den-

sité Dt, correspondant à la population maximale d’électrons piégés. La population d’électrons

piégés est ρt. Les transitions entre la bande de conduction et la bande de valence fonctionnent

de la même façon que pour les chapitres précédents. Le taux d’ionisation est une fonction de

la largeur de la bande interdite Eg et de la densité d’électrons dans la bande de valence ρVB,

ou encore

νg = f(Eg, ρVB). (6.6)

Le taux d’ionisation dépend d’autres quantités, mais seules celles-ci ont besoin d’être expli-

citement écrites pour montrer comment la présence de pièges modifie cette fonction. Avec

un seul niveau d’énergie pour les pièges, une méthode très simple est de garder la même

fonction f pour les électrons de la bande de conduction et les électrons piégés, mais avec une

population et une énergie appropriée, tel que

ν = νg + νt = f(Eg, ρVB − ρt) + f(Et, ρt), (6.7)
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Bande de conduction

Bande de valence

pièges

FIGURE 6.3 – Transitions entre les bandes de valence et de conduction en présence de pièges
dans la bande interdite. Le taux d’ionisation entre les deux bandes est νg (énergie de transition
Eg). Les électrons de la bande de valence peuvent ensuite être piégés à un taux γt, puis ré-
ionisés à un taux νt (énergie de transition Et). Le taux de relaxation de la bande de conduction
vers la bande de valence est γr. Les électrons piégés peuvent relaxer vers la bande de valence
à un taux γ′t. Finalement, les électrons de la bande de valence peuvent être excités vers un
piège à un taux ν ′t (énergie de transition Eg − Et).

où ν est le taux total de transitions vers la bande de conduction. Une façon d’interpréter

facilement cette dernière équation est qu’une partie des électrons (ceux piégés) est ionisée

plus facilement, car Et < Eg.

À la figure 6.3, on a également des transitions de la bande de valence aux pièges qui sont

possibles. Pour conserver une certaine cohérence, on utilise simplement

ν ′t = f(Eg − Et, ρVB). (6.8)

La fonction f encapsule le modèle d’ionisation, ce qui peut inclure l’ionisation par rayonne-

ment avec le modèle de Keldysh par exemple (voir la section 2.2.1). Cela peut également

inclure l’ionisation par impact, par exemple avec l’un des trois modèles à taux présentés à la

sections 2.3. Pour ce chapitre, on utilise le modèle SRE (voir la section 2.3.1).

Les résultats d’un premier calcul impliquant des pièges sont présentés à la figure 6.4. Dif-

férentes densités de pièges Dt sont testées et on observe les populations d’électrons dans

la bande de conduction et dans les pièges intrinsèques. Dans le premier cas, avec Dt = 0,

les électrons transitionnent directement dans la bande de conduction, puis relaxent graduel-

lement vers la bande de valence. Dans le deuxième cas, avec une faible densité de pièges,
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té
×1025 Dt =0.0e+00

ρ
ρt
ρ+ ρt

0.0 0.5 1.0 1.5 2.0
t [ps]

0.0

0.2

0.4

0.6

0.8

1.0

1.2
×1025 Dt =3.0e+24

ρ
ρt
ρ+ ρt

0.0 0.5 1.0 1.5 2.0
t [ps]

0.0

0.2

0.4

0.6

0.8

1.0

1.2
×1025 Dt =2.0e+25

ρ
ρt
ρ+ ρt

FIGURE 6.4 – Densités d’électrons dans la bande de conduction et dans les pièges intrinsèques
lors d’une interaction avec une impulsion laser gaussienne pour différentes densités de pièges
intrinsèques Dt. Le modèle d’ionisation est SRE (avec le coefficient α = 4 cm2/J) et les
paramètres sont λ = 800 nm, τ = 100 fs, F = 2.3 J/cm2, Eg = 9 eV, Et = 3 eV, γt = 5 ps−1,
γr = γ′t = 1 ps−1.

ceux-ci sont rapidement saturés. La relaxation se produit plus rapidement pour les électrons

de la bande de conduction, car ils peuvent quitter cette dernière de deux façons, soit en re-

laxant directement vers la bande de valence à un taux γr ou en tombant dans un piège à

un taux γt. Les électrons piégés semblent relaxer plus lentement, malgré que γ′t = γr, mais

c’est en réalité parce que de nouveaux électrons de la bande de valence sont continuellement

piégés. Finalement, on remarque que la quantité totale d’électrons qui quittent la bande de

valence (ρ + ρt) est plus grande quand la densité de pièges Dt augmente. Ceci est possible,

car les transitions hors de la bande de valence sont facilitées avec Et < Eg.

On étudie également comment ces populations évoluent en fonction de la position Et des

pièges dans la bande interdite à la figure 6.5. Une différence notable est que le taux de

remplissage des pièges au début de l’interaction est plus important quand Et est grande, car la

transition directe entre la bande de valence et les pièges est facilitée par une faible différence

d’énergie Eg − Et (voir la figure de droite).

6.4.2 Simulations multi-impulsionnelles

L’objectif est de simuler les interactions entre un matériau et une série d’impulsions laser.

Typiquement, un laser opère à un taux de répétition qui ne dépasse que rarement les MHz.

Le temps séparant deux impulsions est alors de l’ordre des microsecondes au minimum. Le

pas temporel discret des simulations est de l’ordre des atto- ou femtosecondes, au maximum.

On pourrait simplement simuler la première interaction, puis attendre un certain temps que
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FIGURE 6.5 – Densités d’électrons dans la bande de conduction et dans les pièges intrinsèques
lors d’une interaction avec une impulsion laser gaussienne pour différentes énergies Et. Le
modèle d’ionisation est SRE (avec le coefficient α = 4 cm2/J) et les paramètres sont λ = 800
nm, τ = 100 fs, F = 2.3 J/cm2, Eg = 9 eV, Dt = 1025 m−3, γt = 5 ps−1, γr = γ′t = 1 ps−1.

PyPlasma 6.1: Pièges intrinsèques

script complet : pyplasma/examples/capsules/6.1_intrinsic_traps.py

Les résultats des figures 6.4 et 6.5 sont obtenus en ajoutant des pièges au matériau.
Après avoir créé le matériau et l’avoir ajouté au domaine, on fait :

Trap(material , energy=3*eV, density=1e25, trapping_rate=5e12,
recombination_rate=1e12)

la simulation se stabilise après quelques picosecondes, puis envoyer une nouvelle impulsion.

Mais ça demeure beaucoup trop long, car on va devoir effectuer ces calculs un grand nombre

de fois dans les prochaines sections et la rapidité de calculs est un enjeu.

Une façon d’accélérer le processus est d’arrêter la simulation dès que l’ionisation est prati-

quement terminée et que les électrons commencent le stade final de relaxation. Cette partie

est beaucoup plus prévisible que durant l’interaction avec l’impulsion laser et ne nécessite

pas la très coûteuse méthode FDTD. Connaissant les populations des électrons dans la bande

de conduction et dans les pièges à un temps donné et sachant que ceux-ci ne peuvent plus

que relaxer vers un niveau plus bas, on peut résoudre ce problème en le remplaçant par un

problème équivalent, mais plus simple.

Soit un ensemble de Nbox boîtes (représentant les pièges) et un ensemble de nb balles (re-

présentant les électrons). Une boîte peut être vide ou contenir une balle. Une à la fois, on
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FIGURE 6.6 – Nombre de boîtes remplies après nb lancers de balles, calculé numériquement
ou analytiquement (solution exacte ou approximée). Le nombre de boîtes, vide ou pleine, est
Nbox = 50.

lance, de façon aléatoire, chaque balle vers une boîte quelconque, sans savoir si cette der-

nière est déjà remplie. Si elle est vide, la balle reste dans la boîte, sinon, la balle tombe à

côté. Finalement, après avoir lancé toutes les balles, on compte le nombre de boîtes remplies,

Mbox.

Le calcul numérique pour ce problème est élémentaire et les solutions pour Nbox = 50 sont

illustrées par des points à la figures 6.6. Toutefois, une solution analytique et continue serait

bien plus pratique pour transposer ceci au problème original des pièges à électrons.

Avec un nombre discret de balles, on peut facilement se convaincre que

Mbox = Nbox

[
1−

(
Nbox − 1

Nbox

)nb
]
. (6.9)

La courbe verte de la figure 6.6 montre que cette solution reproduit bien les solutions nu-

mériques. Avoir le nombre de balles nb en exposant dans cette solution peut toutefois poser

problème en générant des nombres trop grands pour un ordinateur. On peut alors utiliser

lim
Nbox→∞

(
Nbox − 1

Nbox

)nb

= lim
Nbox→∞

(
1− 1

Nbox

)nb

, (6.10a)

≈ e−nb/Nbox , (6.10b)

afin d’approximer la solution analytique par

Mbox = Nbox

(
1− e−nb/Nbox

)
. (6.11)
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Cette approximation est testée et validée à la figure 6.6. Le nombre de balles nb est toujours

dans un exposant, mais cette fois, il est divisé par le nombre de boîtes qui devrait rester d’un

ordre de grandeur similaire.

Si on transpose cette solution au problème d’origine, soit une population d’électrons dans la

bande de conduction qui tombent dans des pièges ou relaxent vers la bande de valence, on

obtient

∆ρt = (Dt − ρt)
[
1− exp

(
− γt
γt + γr

ρ

Dt − ρt

)]
. (6.12)

Ainsi, la densité de pièges initialement vides (Dt − ρt) correspond au nombre de boîtes. La

quantité correspondant au nombre de balles nb est la densité d’électrons dans la bande de

conduction ρ, multipliée par le rapport γt/(γt+γr) pour prendre en compte la proportion des

électrons qui vont directement relaxer vers la bande de valence. La quantité ∆ρt, analogue

aux boîtes pleines Mbox, correspond à la densité de nouveaux pièges pleins, que l’on ajoute à

la valeur initiale de pièges pleins ρt.

Finalement, si on souhaite prendre en compte la relaxation des électrons piégés vers la bande

de valence entre les impulsions, on doit multiplier la nouvelle densité de pièges occupés

(ρt + ∆ρt) par e−γ
′
t∆t, où ∆t est le temps entre deux impulsions laser.

En résumé, voici la procédure employée pour les simulations multi-impulsionnelles :

1. Simulation de l’interaction et de la formation de plasma avec la N ième impulsion laser.

2. Dès que la formation de plasma est terminée, on mesure les valeurs pour la densité du

plasma ρ et la densité de pièges occupés ρt.

3. Avec l’équation (6.12), on calcule la densité d’électrons qui tombent dans un piège.

4. La densité du plasma est réinitialisée à zéro.

5. La densité d’électrons piégés est mise à jour avec la valeur ρt → (ρt + ∆ρt)e
−γ′t∆t.

6. On répète les étapes pour la (N + 1)ième impulsion.

À la figure 6.7, on observe comment la densité du plasma, qui se forme à chaque nouvelle

impulsion peut augmenter graduellement en présence de pièges intrinsèques. Toutefois, ce

maximum se stabilise quand les pièges deviennent saturés. Dans l’exemple de la figure 6.7,

quand la densité d’électrons piégés sature vers la valeur ρt ∼ 1026 m−3 = Dt, la densité

maximale du plasma arrête d’augmenter et stabilise vers ρ ∼ 1.7 · 1026 m−3. On peut alors

identifier trois régimes.

— F > Fth(1) : La densité critique est atteinte dès la première impulsion laser.
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FIGURE 6.7 – Accumulation d’électrons piégés au cours d’une interaction avec N = 8 impul-
sions laser. Les lignes verticales indiquent les séparations entre les simulations, où chacune
correspond à une impulsion laser. Le temps entre les simulations a été réduit à zéro pour
construire l’axe temporel. Le modèle d’ionisation est SRE (avec le coefficient α = 4 cm2/J) et
les paramètres sont λ = 800 nm, τ = 100 fs, F = 2 J/cm2, Eg = 9 eV, Et = 3 eV, Dt = 1026

m−3, γt = 5 ps−1, γ′t = 0 ps−1, γr = 1 ps−1.

— Fth(1) > F > Fth(∞) : Avec l’assistance des effets de l’incubation, la densité critique

est atteinte après 1 < N <∞ impulsions laser.

— F < Fth(∞) : La densité de plasma maximale se stabilise sous le seuil critique et ne le

dépassera pas.

Ce dernier régime explique l’observation d’un plateau dans les résultats expérimentaux de

Fth(N), car sous une certaine fluence, le nombre d’impulsions N n’importe plus.

PyPlasma 6.2: Accumulation d’électrons piégés

script complet : pyplasma/examples/capsules/6.2_trapped_electron_accumulation.py

Pour reproduire la figure 6.7, on fait une série de simulations dans une boucle, chacune
pour une nouvelle impulsion laser. Les pièges sont ajoutés de la même façon qu’avant :

trap = Trap(material , energy=3*eV, density=1e26, trapping_rate=5e12)

La différence est que cette fois, on utilise l’équation (6.12) pour calculer la densité d’élec-
trons piégés, que l’on ré-injecte dans la simulation suivante avec :

trap.trapped = trapped_electron_density

On tente maintenant de reproduire cette courbe de fluence seuil Fth(N) avec les simulations.

Pour chaque valeur de N , on commence par choisir une valeur arbitraire de fluence F et on

simule une interaction de N impulsions. À la fin, on compare la valeur maximale de ρ avec
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FIGURE 6.8 – Simulation de la diminution de la fluence seuil en fonction du nombre d’impul-
sions laser due à la présence de pièges intrinsèques. Les paramètres sont λ = 800 nm, τ = 100
fs, Eg = 9 eV, Et = 3 eV, Dt = 1027 m−3, γt = 5 ps−1, γ′t = 0 ps−1, γr = 1 ps−1.

la densité critique ρc [voir l’équation (2.36)]. Si on a dépassé cette valeur critique, on tente à

nouveau avec une fluence plus petite, ou inversement une fluence plus grande si on n’a pas

dépassé le seuil. On converge ensuite graduellement vers une valeur de plus en plus précise

pour Fth pour laquelle la densité du plasma maximale est la plus proche possible de la densité

critique. En une douzaine de tentatives, on peut réduire l’erreur maximale à environ 1%. La

figure 6.8 est obtenue avec cette méthode.

Le seuil de fluence Fth diminue bien quand on augmente le nombre d’impulsions laser N ,

jusqu’à un certain point où on atteint un plateau. Toutefois, le plateau est atteint très rapide-

ment, après 6 impulsions laser dans ce cas précis. C’est beaucoup plus rapide que ce que les

expériences suggèrent (voir la figure 6.1 où les plateaux sont atteints versN = 102−103). Due

à la nature exponentielle du modèle actuel, on a peu de contrôle sur le nombre d’impulsions

qui précèdent ce plateau. C’est pourquoi on introduit les pièges extrinsèques à la prochaine

section, qui vont permettre un contrôle supplémentaire.

6.4.3 Création de pièges extrinsèques

À la dernière section, on a introduit des pièges intrinsèques, présents dans la bande interdite

avant la première irradiation laser. Ceux-ci peuvent accumuler une population d’électrons

piégés d’une impulsion à l’autre, jusqu’à saturation. La densité de pièges Dt est le paramètre

principal qui détermine la hauteur du plateau dans la relation entre le seuil de fluence Fth et

le nombre d’impulsions N . Afin d’obtenir un plateau à une hauteur relative similaire à ce qui

est observé en laboratoire, il faut choisir une valeur élevée pour Dt. Puisque l’accumulation

d’électrons dans ces pièges est exponentielle, on atteint rapidement la saturation et on a peu
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de contrôle sur ce comportement.

Afin d’avoir un certain contrôle à la fois sur la vitesse de saturation et sur la hauteur du

plateau, on introduit la notion de pièges extrinsèques. Ces derniers sont causés par une dé-

gradation graduelle de la structure du matériau après chaque irradiation. Puisqu’on distingue

maintenant deux types de pièges, on définit leurs densités séparément, Di
t et De

t pour les den-

sités intrinsèques et extrinsèques, respectivement. Pour une simulation donnée, la densité de

pièges totale estDt = Di
t+D

e
t . La seule étape supplémentaire à ajouter aux simulations multi-

impulsionnelles est la création de nouveaux pièges extrinsèques, en augmentant la valeur de

De
t entre chaque impulsion laser, tandis que Di

t demeure fixe.

Aux 6 étapes décrites à la section 6.4.2, on en ajoute une, entre les étapes 3 et 4. Après avoir

déterminé la densité d’électrons de la bande de conduction qui tombent dans les pièges déjà

présents ∆ρt, on utilise

∆De
t = (Dt,max −Dt)

[
1− exp

(
−βt(ρ−∆ρt)

Dt,max −Dt

)]
. (6.13)

que l’on additionne ensuite à la valeur actuelle de De
t . Cette relation est obtenue avec la

même méthode que pour l’équation (6.12), à partir du problème analogue des balles et des

boîtes. Sauf que cette fois, le nombre de balles est proportionnel à (ρ −∆ρt), donc à la den-

sité d’électrons de la bande de conduction qui n’est pas tombée dans un piège entre les deux

impulsions. On ajoute aussi un nouveau paramètre, la probabilité de création de pièges βt,

qui permet d’ajuster la vitesse à laquelle les pièges extrinsèques sont créés. L’autre nouveau

paramètre est la densité de piège maximale Dt,max qui limite leur création. Ce dernier para-

mètre est difficilement justifiable physiquement et on tentera de s’en débarrasser à la section

suivante.

À la figure 6.9 sont présentés les résultats de la simulation d’une interaction avec N = 35

impulsions laser. Durant les quelques premières impulsions (N . 5), la création de pièges

extrinsèques est pratiquement nulle, car il y a suffisamment de pièges intrinsèques pour ac-

cueillir tous les électrons qui peuvent tomber dans un piège. Avec ρ ∼ ∆ρt, on a alors ∆De
t ∼ 0

[voir l’équation (6.13)]. Ce n’est que lorsque les pièges intrinsèques commencent à saturer

que de nouveaux pièges commencent à être créés. Finalement, la densité de pièges elle-même

sature à son tour et la densité de plasma généré à chaque impulsion se stabilise. En bref, on

a un comportement semblable à celui sans pièges extrinsèques, mais on a maintenant la pos-

sibilité d’étaler le processus sur un plus grand nombre d’impulsions en ajustant le paramètre

βt.

À la figure 6.10, on simule la diminution du seuil de fluence en fonction du nombre d’impul-

sions, de la même façon qu’à la section précédente, mais en présence de pièges extrinsèques.
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FIGURE 6.9 – Augmentation graduelle de la densité du plasma et d’électron piégés en fonction
de la création de pièges extrinsèques durant une interaction avec N = 35 impulsions laser.
Les paramètres sont λ = 800 nm, τ = 100 fs, F = 1.5 J/cm2, Eg = 9 eV, Et = 3 eV, Di

t = 1025

m−3, γt = 5 ps−1, γ′t = 0 ps−1, γr = 1 ps−1, βt = 0.1, Dt,max = 1026 m−3.

PyPlasma 6.3: Pièges extrinsèques

script complet : pyplasma/examples/capsules/6.3_extrinsic_traps.py

La figure 6.9 est reproduite de façon similaire à la figure 6.7, sauf qu’entre chaque im-
pulsion laser, on utilise l’équation (6.13) pour calculer la nouvelle densité de pièges
extrinsèques pour l’impulsion suivante.

L’incubation du matériau peut maintenant se produire beaucoup plus lentement, en dimi-

nuant la valeur de βt.

On vérifie ensuite comment ces ajouts au modèle modifient la formation et l’auto-organisation

du plasma en trois dimensions. En permettant à la densité de pièges occupés ρt et à la densité

de pièges extrinsèques De
t d’être des fonctions de l’espace et en utilisant la méthode FDTD

présentée au chapitre 3, on obtient la figure 6.11. La densité de plasma est mesurée immé-

diatement après le passage de chacune des N = 9 impulsions laser, à 100 nm sous la surface

rugueuse. La fonction génératrice de la rugosité de surface est celle permettant de produire

du bruit fractal, avec une amplitude de ra = 20 nm, 5 octaves et une persistance de 0.5 (voir

la section 4.5).

Durant les trois premières impulsions, le plasma s’organise dans un motif parallèle à la po-

larisation [Λ‖ ∼ λ/n], un comportement de type-d (voir la section 4.3). Durant les trois

impulsions laser suivantes (4 à 6, inclusivement), le plasma commence à s’auto-organiser

vers un motif perpendiculaire à la polarisation [Λ⊥ ∼ λ/2n]. Ce comportement est similaire

à celui observé à la section 5.3.1, lors d’une simulation avec une seule impulsion laser, suffi-

samment intense pour atteindre une densité de plasma critique par elle-même. Finalement,
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FIGURE 6.10 – Simulation de la diminution de la fluence seuil en fonction du nombre d’im-
pulsions laser due à la présence de pièges intrinsèques et la création de pièges extrinsèques.
Les paramètres sont λ = 800 nm, τ = 100 fs, Eg = 9 eV, Et = 3 eV, Di

t = 1024 m−3, γt = 5
ps−1, γ′t = 0 ps−1, γr = 1 ps−1, βt = 0.02, Dt,max = 5 · 1026 m−3.

durant les trois dernières impulsions (7 à 9, inclusivement), le motif devient graduellement

un peu mieux défini, même si la densité du plasma moyenne s’est stabilisée.

6.5 Ablation laser et croissance de réseaux de surface

On clôt cet ouvrage avec un ultime ajout au modèle, l’ablation de la surface (expulsion ou

vaporisation d’une portion de la surface). Ceci va permettre de simuler l’évolution de la forme

de la surface d’une impulsion à l’autre et leur auto-organisation. Cette fois, on parle bien

de l’auto-organisation des nanostructures dans la forme de la surface elle-même en plus de

l’auto-organisation des structures de plasma déjà présentes dans les simulations.

6.5.1 Rétroaction par ablation de la surface

On se rappelle que, de façon générale, l’auto-organisation du plasma est rendue possible

en introduisant une boucle de rétroaction entre le plasma et une autre entité (e.g. champ

laser, électrons piégés), permettant au plasma d’auto-interagir. Cela a été fait de deux façons

jusqu’à maintenant. D’abord, en implémentant à la fois des courants libres (voir le chapitre 1)

et des mécanismes d’ionisation (voir le chapitre 2), une boucle de rétroaction intra-impulsion

entre le plasma et le champ électromagnétique est alors rendue possible (voir le chapitre 5).

Puis, l’implémentation de pièges à électrons dans la bande interdite permet au matériau de

conserver une mémoire de la densité de plasma qui est conservée d’une impulsion à l’autre et

influence comment le plasma est formé durant les irradiations subséquentes. Ce phénomène
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FIGURE 6.11 – Auto-reconfiguration des structures dans la densité du plasma lors d’une in-
teraction multi-impulsionnelle, sous l’influence de l’incubation du matériau. Les paramètres
sont λ = 800 nm, τ = 10 fs, Eg = 9 eV, Et = 3 eV, Di

t = 1024 m−3, γt = 5 ps−1, γ′t = 0 ps−1,
γr = 1 ps−1, βt = 0.02, Dt,max = 5 · 1026 m−3.
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FIGURE 6.12 – Résumé des différentes boucles de rétroaction. Une boucle intra-impulsion
prend place entre le laser et le plasma avec les mécanismes d’ionisation. Une boucle inter-
impulsion est présente entre le matériau et le plasma quand l’incubation est prise en compte.
Finalement, une autre boucle inter-impulsion entre le matériau et le laser est possible avec
l’ablation de la surface du matériau.

d’incubation introduit une nouvelle boucle de rétroaction inter-impulsion, cette fois entre le

plasma et la structure du matériau.

En résumé, on a présentement une boucle de rétroaction entre le champ électromagnétique

et le plasma, puis une boucle entre le plasma et la structure du matériau. Il ne manque plus

qu’une boucle entre le champ électromagnétique et la structure du matériau pour compléter...

la boucle. Avec un mécanisme d’ablation, l’impulsion laser peut indirectement entraîner une

modification de la forme de la surface. À son tour, cette nouvelle surface peut influencer com-

ment l’impulsion laser suivante va interagir avec cette surface, complétant cette ultime boucle

de rétroaction inter-impulsion. La figure 6.12 illustre cet ensemble d’interactions complexes.

Ce n’est pas la première fois que l’ablation est implémentée dans des simulations semblables.

L’origine de cette idée provient de Skolski et al. [91, 89] qui ont introduit une forme rudimen-

taire d’ablation qu’ils ont qualifiée de non-physique. En absence de mécanismes d’ionisation

ou d’incubation, la formation de plasma n’était pas prise en compte pour déterminer comment

l’ablation se produisait. Seule l’intensité moyenne leur était accessible, entraînant plusieurs

difficultés. En particulier, ils ont dû utiliser un critère d’ablation artificiel pour forcer la pro-

fondeur d’ablation désirée. Cette profondeur d’ablation devait alors être un paramètre indé-

pendant de leur modèle, plutôt qu’une conséquence des choix des autres paramètres, comme

la fluence du laser par exemple. C’est pourquoi ils ont qualifié leur modèle de non-physique.

Avec le modèle que l’on a maintenant en main, on a l’avantage de pouvoir utiliser un critère

d’ablation beaucoup plus près de la réalité, basé sur la densité du plasma. La procédure em-

ployée va comme suit. Entre chaque impulsion laser, pour chacune des positions discrètes de

la surface (x, y), on trouve la position de l’intersection ρ(z) = ρ∗, où ρ∗ est la densité seuil
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d’ablation. Puis, la position de la surface est repositionnée à cette intersection. 1 Certes, on ne

simule pas l’ablation elle-même (comme dans [35, 68]), par exemple en appliquant un champ

de force sur les ions qui les arracherait de la surface. Cela serait probablement superflu pour

l’objectif de cette étude.

Au passage, on note que l’on peut se débarrasser d’un paramètre libre introduit à la dernière

section, soit la densité de pièges maximale Dt,max. Puisque les régions du matériau irradié où

la densité du plasma excède un certain seuil sont retirées de la simulation, la densité de piège

est ainsi indirectement limitée. On fixe alors ce dernier à la même valeur que la densité du

matériau, bien que ce n’est en réalité pas nécessaire.

6.5.2 Taux d’ablation

Avant de se lancer dans les simulations tridimensionnelles, on essaie cette méthode en une

seule dimension, le long de l’axe de propagation. À la figure 6.13, on présente trois simu-

lations différentes, chacune avec N = 10 impulsions et une valeur différente de fluence F .

Dans la colonne de gauche, la fluence est sous le seuil d’ablation à N = 1, car la densité du

plasma maximale (voir la ligne bleue, à la surface du matériau, soit z = 500 µm) est sous la

densité seuil d’ablation ρ∗ = 1.5 · 1027 m−3 (voir la ligne horizontale pointillée). L’incubation

fait ensuite sa part et à N = 3, le seuil est atteint et la position de la surface est repositionnée

à la valeur de z correspondant à l’intersection ρ = ρ∗. Durant les impulsions suivantes, la pro-

fondeur d’ablation continue d’augmenter, car l’incubation continue d’amplifier l’absorption du

matériau.

Mais cette profondeur d’ablation vient à se stabiliser, car la portion de la surface où la densité

de pièges est maximale est continuellement retirée, ce qui expose une partie plus profonde du

matériau où l’incubation a été moins importante jusque-là. Un processus similaire est observé

pour les fluences plus élevées (voir les deux autres colonnes de la figure 6.13), sauf que la

profondeur d’ablation se stabilise à une valeur plus élevée. Cette stabilisation de la profondeur

d’ablation est bien ce qui est observé expérimentalement [41].

6.5.3 Évolution de la morphologie de la surface

On présente enfin des résultats de simulations tridimensionnelles. Cette fois, ce n’est pas

l’intensité lumineuse moyenne qui est observée, comme au chapitre 4. C’était alors le seul

indicateur disponible pour prédire l’allure des réseaux de surface pouvant émerger de l’inter-

action simulée. Ce n’est pas non plus la distribution de la densité du plasma que l’on présente,

1. Afin d’éviter un effet d’escalier dû à la discrétisation de l’espace, cette position est interpolée et on permet
aux cellules computationnelles d’être partiellement remplies de matériau. Les courants sont alors localement
pondérés en fonction de cette fraction de remplissage.
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FIGURE 6.13 – Trois simulations unidimensionnelles (une par colonne) de l’ablation d’une
surface irradiée par N = 10 impulsions laser, avec trois différentes fluences F . Après chaque
impulsion, la surface est déplacée à la position correspondante à ρ = ρ∗. Les paramètres sont
λ = 800 nm, τ = 10 fs, Eg = 9 eV, Et = 3 eV, Di

t = 1025 m−3, γt = 5 ps−1, γ′t = 0 ps−1, γr = 1
ps−1, βt = 0.1, ρ∗ = 1.5 · 1027 m−3.
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PyPlasma 6.4: Ablation laser

script complet : pyplasma/examples/capsules/6.4_ablation.py

Les résultats de la figure 6.13 sont obtenus en ajoutant une nouvelle étape entre les
impulsions laser, soit l’ablation de la surface. À la fin d’une simulation, on mesure la
profondeur sous la surface pour laquelle ρ > ρ∗, puis on modifie en conséquence la
position de la surface pour la prochaine impulsion.

comme au chapitre 5. C’est un indicateur plus concret que l’intensité lumineuse, mais toujours

une mesure indirecte de ce que l’on veut réellement observer. On a maintenant accès à une

prédiction directe de la forme de la surface, après chaque impulsion laser. C’est donc cela qui

est présenté dans les prochaines figures.

À la figure 6.14 sont montrées des structures obtenues avec ce modèle. La surface est initiali-

sée avec une fonction génératrice de bruit fractal de ra = 30 nm d’amplitude. Dès la troisième

impulsion, on commence à discerner des structures perpendiculaires à la polarisation. Durant

les impulsions suivantes, les structures deviennent de plus en plus régulières. La période est

d’environ Λ⊥ ∼ 250 nm ce qui est très près de λ/2n ∼ 276 nm. On a alors des structures

très similaires à ce que prédisaient les résultats du chapitre 5, après l’auto-reconfiguration

intra-impulsion du plasma.

Les résultats de la figure 6.14 sont un énorme succès. D’abord, parce que l’on peut voir l’effet

de chacune des trois boucles de rétroaction dans une même simulation. L’augmentation gra-

duelle de la quantité de matière retirée à chaque impulsion est due à l’incubation du matériau.

Puis les premières structures qui apparaissent sont celles prédites par le modèle de rétroaction

intra-impulsion du chapitre 5, qui résultent de l’auto-reconfiguration de plasma vers le motif

observé Λ⊥ ∼ λ/2n. C’est finalement grâce à la troisième boucle de rétroaction, causée par

l’ablation de la surface, que l’on peut voir ces structures émerger puis devenir graduellement

beaucoup plus régulières que les structures de plasma initiales.

À ce stade, il est difficile de mesurer le potentiel de ce modèle, car seule une étude partielle

a pu être faite. Afin de poursuivre ces travaux, une exploration plus conséquente des para-

mètres du modèle, ainsi qu’une analyse systématique des structures obtenues devraient être

faites. Il s’agit d’un travail d’envergure qui dépasse le cadre de cette étude. Avant de conclure,

on présente malgré tout une autre forme de réseaux de surface que l’on peut obtenir. La figure

6.15 a été obtenue avec une fluence plus faible et un seuil d’ablation plus bas. La densité du

plasma durant l’irradiation est alors moins importante. Les réseaux de surface sont beaucoup

moins réguliers et semblent avoir une période approximative de Λ⊥ ∼ λ/n. Ce motif n’est
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FIGURE 6.14 – Position en nm de la surface d’un matériau irradié par N = 12 impulsions laser.
Les paramètres sont λ = 800 nm, τ = 10 fs, F = 2 J/cm2, Eg = 9 eV, Et = 3 eV, Di

t = 1025

m−3, γt = 5 ps−1, γ′t = 0 ps−1, γr = 1 ps−1, βt = 0.1, ρ∗ = 1.5 · 1027 m−3.
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encore jamais apparu dans les simulations, malgré leur similitude avec des structures obser-

vées expérimentalement sur la silice [82]. Ceci n’est qu’un avant-goût du potentiel de ces

simulations.

PyPlasma 6.5: Croissance de nanostructures

script complet : pyplasma/examples/capsules/6.5_nanostructure_growth.py

Le script qui reproduit les figures 6.14 et 6.15 est considérablement plus complexe que
les autres, mais disponible pour les lecteurs les plus aventureux.
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FIGURE 6.15 – Position en nm de la surface d’un matériau irradié par N = 12 impulsions laser.
Les paramètres sont λ = 800 nm, τ = 10 fs, F = 1.5 J/cm2, Eg = 9 eV, Et = 3 eV, Di

t = 1025

m−3, γt = 5 ps−1, γ′t = 0 ps−1, γr = 1 ps−1, βt = 0.1, ρ∗ = 1.0 · 1027 m−3.
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Conclusion

Les simulations numériques du processus de formation des réseaux de surface ont pris beau-

coup de maturité depuis les premiers pas entrepris par Skolski et al. [90]. À cette époque, la

théorie analytique de Sipe-Drude [88, 10] était le meilleur outil à la disposition de la com-

munauté des LIPSS afin d’expliquer les motifs des nanostructures observées à la surface des

matériaux après les avoir exposés à des impulsions laser intenses. Malgré l’immense succès

de cette théorie permettant de prédire correctement et expliquer de nombreuses formes de

réseaux de surface [109, 11, 40], elle est loin de pouvoir couvrir entièrement la panoplie de

cas d’espèces qui demeurent hors des limites d’applicabilité du modèle [98, 42, 33].

Depuis qu’il a été démontré que la méthode numérique FDTD peut reproduire les résultats de

la théorie analytique de Sipe-Drude [90], mais sans les limitations de cette dernière, les choses

ont rapidement évolué. Entre autres, une description plus complète du processus de formation

des strutures de type-r fût possible avec la première implémentation de la rétroaction inter-

impulsion [91]. C’est à partir de ce point que l’on a poursuivi ces travaux, d’abord en décrivant

pour la première fois les structures de type-m [30], puis avec une extension à cette permière

forme de rétroaction inter-impulsion [31].

Rapidement, il est devenu évident qu’il manquait un ingrédient central et essentiel au modèle

si on souhaitait avancer sur une base plus solide. Jusque-là, le plasma formé durant l’interac-

tion simulée était réduit à une simple paire de paramètres, dont leurs valeurs ne dépendaient

ni du temps ou de l’espace. De plus, ces paramètres (densité et amortissement) étaient des

paramètres libres, d’aucune façon reliés aux conditions de la simulation. On devrait plutôt

s’attendre à ce que la densité de plasma durant la simulation soit une conséquence d’un autre

paramètre indépendant tel que l’intensité ou la fluence du laser incident. Toutefois, un tel

changement de paradigme ne serait justifié que si on avait une raison de croire que cela

pourrait accroître le pouvoir prédictif du modèle de façon significative, quant aux nanostruc-

tures obtenues et non seulement la valeur de la densité de plasma. Cette dernière n’est qu’un

intermédiaire et non le résultat final que l’on cherche à modéliser.

C’était pourtant le cas et on a démontré que d’implémenter des mécanismes d’ionisation qui
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contrôlent le taux de formation du plasma en fonction de l’intensité lumineuse locale peut en-

traîner une cascade d’événements complexes qui résultent ultimement en une ré-organisation

totale des nanostructures périodiques. Il s’agit de la contribution principale des travaux pré-

sentés dans cette thèse, présentée au chapitre 5 et publiée dans [27]. Ce que l’on a baptisé la

rétroaction intra-impulsion dynamique est venu s’amarrer parfaitement au modèle de l’état

de l’art tirant profit de la rétroaction inter-impulsion.

Suivant la publication de ces résultats, de nombreuses questions furent soulevées, pavant la

voie pour les prochaines contributions. Si on était alors tenté de passer directement à la com-

binaison des rétroactions intra- et inter-impulsion, un pas en arrière s’est d’abord imposé afin

de valider le choix du modèle d’ionisation. Le modèle single rate equation (SRE) [93] utilisé

jusque-là ne faisait pas l’unanimité, de par sa simplicité. Les doutes soulevés n’impliquaient

que l’importance relative entre les deux mécanismes d’ionisation pris en compte. On a alors

montré que les résultats restaient qualitativement inchangés que ce soit l’un ou l’autre qui

domine durant la simulation. C’est plutôt un autre aspect de SRE qui a motivé l’implémen-

tation d’un nouveau modèle d’ionisation, soit l’absence de délai entre l’irradiation laser et la

formation du plasma. Ce délai, en principe requis afin de déclencher une avalanche d’ionisa-

tions, avait le potentiel de diminuer l’importance de la rétroaction intra-impulsion. On devait

alors vérifier que le processus d’auto-reconfiguration des nanostructures de plasma décrites

précédemment était toujours possible en présence de ce délai.

Le seul modèle alors disponible dans la littérature qui pouvait de façon réaliste être implé-

menté dans les simulations tri-dimensionnelles et qui présentait un tel décalage temporel

entre l’irradiation et l’ionisation était le modèle multiple rate equations (MRE) [75]. Mais

celui-ci reste très mal adapté à ce genre de calculs, car il est complexe et lourd numéri-

quement. Ce constat a mené au développement d’une alternative, le modèle delayed rate
equations (DRE) [28], présenté au chapitre 2. Ce nouveau modèle d’ionisation s’est révélé

un outil incroyablement pratique, prédisant des taux pratiquement identiques à MRE, malgré

sa simplicité comparable à SRE. Finalement, on a pu montrer que même dans les conditions

où le délai d’ionisation est le plus important, relativement à la durée de l’interaction, l’auto-

reconfiguration des nanostructures de plasma due à la rétroaction intra-impulsion n’était que

peu ou pas affectée, validant les résultats obtenus avec SRE.

Armé de ce nouvel outil qu’est DRE, on s’est également penché sur l’épineuse question de

l’importance relative entre les deux mécanismes d’ionisation en jeu. Un débat autour de la

possibilité de déclencher une avalanche d’ionisations, nourrie par le mécanisme d’ionisation

par impact est omniprésent dans la littérature, dès que la formation de plasma induite par

des impulsions laser brèves sont impliquées [5]. On a montré que seules les simulations qui

permettent une importante avalanche d’ionisations par impact, dominant l’autre mécanisme
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d’ionisation (par rayonnement) peuvent reproduire la relation en loi de puissance entre la

fluence laser au seuil de dommage du matériau irradié et la durée de l’impulsion laser. Cela

n’est peut-être pas suffisant afin de régler définitivement ce débat, mais permet au mini-

mum d’écarter certaines conclusions opposées obtenues en utilisant MRE [77]. Ces dernières

conclusions étaient une conséquence directe d’un choix de paramètre arbitraire, soit le taux

d’absorption du plasma utilisé dans [75].

Le point culminant de cette thèse est la combinaison des travaux sur la rétroaction intra-

impulsion et inter-impulsion faite au chapitre 6. Sans cette convergence des deux modèles de

rétroaction, il était toujours incertain si les structures de plasma auto-organisées précédem-

ment prédites pouvaient être celles inscrites finalement dans la forme de la surface après son

exposition à une source lumineuse intense. Jusque-là, on devait s’appuyer sur l’hypothèse que

les nanostructures périodiques qui émergent après ces interactions étaient intimement reliées

aux structures de plasma apparaissant durant l’irradiation.

Un possible obstacle à la validation de cette hypothèse était le phénomène d’incubation que

subit un échantillon quand il est irradié par de multiples impulsions laser. Quand la fluence la-

ser est trop faible pour modifier la structure du matériau et permettre la formation de réseaux

de surface avec une seule impulsion, il est toujours possible que cela se produise en exposant

la même région de la surface à répétition. Ceci indique que le matériau conserve une forme

de mémoire des expositions précédentes. On s’est alors demandé si cette mémoire pouvait

éventuellement devenir trop importante pour permettre une ré-organisation du plasma du-

rant une interaction avec un train d’impulsions. On a alors implémenté des pièges à électrons

aux simulations, qui sont généralement associés au phénomène d’incubation [59, 32]. On a

montré que la reconfiguration du plasma était possible lors de la simulation d’une interaction

avec de multiples impulsions laser.

On a ensuite ajouté un mécanisme d’ablation laser qui prend place entre chaque impulsion

laser et permet à la forme de la surface d’évoluer. La croissance de nanostructures périodiques

à la surface initialement désorganisée d’un matériau solide peut alors être simulée. De ces

simulations qui incluent pour la première fois de la rétroaction intra- et inter-impulsion, on a

enfin pu voir la forme de la surface graduellement prendre la forme des structures de plasma

auto-organisées.

Ce modèle est plutôt complexe et présente un fort potentiel que l’on a à peine effleuré. Mais

il est temps de passer le flambeau. Afin d’assurer la pérennité de ces travaux, le modèle

numérique est entièrement disponible en ligne [29].
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Annexe A

Théorie de Sipe

Les équations du modèle analytique de Sipe (voir la section 4.3, ainsi que [88]) sont pré-

sentées dans cette annexe. Ce modèle permet de calculer les fonctions d’efficacité η dont les

pics dans l’espace de Fourier indiquent une fréquence préférentielle dans la distribution de

l’énergie lumineuse sous une surface rugueuse irradiée.

Pour obtenir ces solutions, le plan d’incidence est divisé en trois régions, représentées à la

figure A.1. La première, x < −`, est le vide au-dessus du matériau d’où provient une onde

plane incidente. La seconde, −` < x < 0, est la région de l’interface rugueuse qui contient

une certaine quantité de matériau distribuée aléatoirement et cause le bris de symétrie de

l’onde plane incidente. La dernière, x > 0, contient le volume du matériau.

x

FIGURE A.1 – En A, une onde plane incidente se propage vers la direction +x et frappe une
interface rugueuse en B. Des ondes sont diffusées et la symétrie de l’onde plane est brisée. Le
volume du matériau est en C.
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Soit la relation de proportionnalité pour l’intensité lumineuse moyenne à x = 0

I(~k) ∝ η(~k; ~ki)|b(~k)|, (A.1)

où la fonction η(~k; ~ki) est une fonction de réponse qui décrit l’efficacité de la surface rugueuse

à absorber l’onde incidente de vecteur d’onde ~ki de façon inhomogène avec un vecteur d’onde
~k. On cherche à obtenir des pics de fréquences préférentielles dans cette fonction afin de

pouvoir les associer à des types de LIPSS spécifiques. La fonction b(~k) est l’amplitude de la

transformée de Fourier de la position de la surface dans la région rugueuse (B) à un vecteur

d’onde ~k et devrait donc être pratiquement constante puisque la rugosité de surface doit être

aléatoire et sans vecteur d’onde préférentiel.

La solution analytique de la fonction d’efficacité η(~k;~ki) est donnée par

η(~k; ~ki) = 2π|v(~k+) + v∗(~k−)|, (A.2)

où les composantes de ~k± sont définies dans (A.5) et v∗ est le complexe conjugué de v, une

fonction décrite dans le cas d’une onde incidente de polarisation s par

v(~k±) =
[
hss(k±)(k̂± · ẑ)2 + hkk(k±)(k̂± · ŷ)2

]
gt|ts(~ki)|2. (A.3)

Dans le cas de polarisation p, cette fonction devient

v(~k±) =
[
hss(k±)(k̂± · ŷ)2 + hkk(k±)(k̂± · ẑ)2

]
gt|ty(~ki)|2

+ hkx(k±)(k̂± · ẑ)gxεt∗y(~ki)tx(~ki) + hxk(k±)(k̂± · ẑ)gtty(~ki)t∗x(~ki)

+ hxx(k±)gxε|tx(~ki)|2. (A.4)

Les produits scalaires sont

(k̂± · ẑ) =
sin θ ± κz

κ±
; (k̂± · ŷ) =

κy
κ±

(A.5)

κ± =
√
κ2
y + (sin θ ± κz)2, (A.6)

où toutes les fréquences k ont été réduites d’un facteur 2π/λ. Le paramètre sans dimension

de fréquence sera désormais κ = kλ/2π. Il reste à définir les fonctions h, t et g.

144



Les fonctions h sont

hss(κ±) =
2i√

1− κ2
± +

√
ε− κ2

±
, (A.7)

hkk(κ±) =
2i
√

(ε− κ2
±)(1− κ2

±)

ε
√

1− κ2
± +

√
ε− κ2

±
, (A.8)

hkx(κ±) =
2iκ±

√
ε− κ2

±

ε
√

1− κ2
± +

√
ε− κ2

±
, (A.9)

hxk(κ±) =
2iκ±

√
1− κ2

±

ε
√

1− κ2
± +

√
ε− κ2

±
, (A.10)

hxx(κ±) =
2iκ2
±

ε
√

1− κ2
± +

√
ε− κ2

±
. (A.11)

Les fonctions t sont

ts(~ki) =
2| cos θ|

| cos θ|+
√
ε− (sin θ)2

, (A.12)

ty(~ki) =
2
√
ε− (sin θ)2

ε| cos θ|+
√
ε− (sin θ)2

, (A.13)

tx(~ki) =
2 sin θ

ε| cos θ|+
√
ε− (sin θ)2

. (A.14)

En utilisant

R =
ε− 1

ε+ 1
, (A.15)

F (s) =
√
s2 + 1− s, (A.16)

G(s) =

√
s2 + 4 + s

2
−
√
s2 + 1, (A.17)

on peut déterminer les fonctions g

gt =
2(ε− 1)

4π{2 + (1− f)(ε− 1)[F (s)−RG(s)]} , (A.18)

gx =
ε− 1

4π{ε− (1− f)(ε− 1)[F (s) +RG(s)]} . (A.19)

Il reste maintenant quatre paramètres, soient l’angle d’incidence θ, la permittivité du matériau

ε, le facteur de remplissage f (ou filling factor dans la publication d’origine) et le facteur de
forme s (ou shape factor). Les deux derniers sont reliés à la forme de la rugosité de surface.

Le facteur de remplissage est la fraction de la région de la rugosité de surface qui contient du

matériel. Le facteur de forme est le demi-rapport moyen hauteur-sur-largeur des maxima de

cette surface. Le couple (f, s) est généralement fixé à (0.1, 0.4), car les solutions dépendent

peu de ces deux paramètres et ce couple semble réaliste selon l’étude de Young et. al. [109].

À incidence normale (θ = 0), les équations se simplifient beaucoup, en partie parce qu’il n’y a

plus de distinction entre les deux différentes polarisations incidentes. On peut alors condenser

les solutions et utiliser
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v(~k±) =
2i√

1− κ2
± +

√
ε− κ2

±

(
κz
κ±

)2

+
2i
√

(ε− κ2
±)(1− κ2

±)

ε
√

1− κ2
± +

√
ε− κ2

±

(
κy
κ±

)2

gt

∣∣∣∣ 2

1 +
√
ε

∣∣∣∣2 ,
(A.20)

ainsi que (A.18), ce qui suffit à déterminer la fonction d’efficacité η(~k;~ki) avec (A.2). Ayant

fixé trois des quatre paramètres, (f, s) = (0.1, 0.4) et θ = 0, il ne reste que les propriétés

optiques du matériau, définies par ε.

Il est important de mentionner que ces solutions analytiques sont obtenues sous deux approxi-

mations importantes. D’abord, l’épaisseur de la région rugueuse doit être petite par rapport à

la longueur d’onde du faisceau incident,

`� λ

2π
. (A.21)

Ensuite, le domaine de validité des solutions est restreint aux faibles amplitudes du vecteur

d’onde,

|~k|
|~ki|
� 1. (A.22)

Des exemples de solutions sont présentés à la section 4.3.
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