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Avant-propos

Ce document présente mes activités d’enseignement et de recherche, depuis ma
thèse (soutenue en juin 2003) jusqu’à aujourd’hui. Je suis actuellement Maître de
Conférences au Laboratoire de Chimie Physique – Matière et Rayonnement de l’Uni-
versité Pierre et Marie Curie (LCPMR, UMR 7614 du CNRS). J’effectue la majeure par-
tie de mon enseignement à l’UFR de Chimie de l’UPMC, et ma recherche dans l’équipe
Évolution temporelle de systèmes quantiques en champs intenses dirigée par Richard
Taïeb (Directeur de Recherche au CNRS) au LCPMR, avec Alain Dubois (Professeur
UPMC) et Alfred Maquet (Professeur émérite UPMC).

Mon activité de recherche est axée sur l’étude théorique des dynamiques électro-
niques et nucléaires prenant place dans les atomes et molécules, à l’échelle de l’atto-
seconde (le milliardième de milliardième de seconde). Deux grandes thématiques sont
développées dans le groupe : l’étude des processus électroniques se produisant lors de
collisions atomiques et moléculaires, coordonnée par Alain Dubois et sur laquelle à
porté mon travail de thèse, et l’étude des dynamiques des processus élémentaires dans
les atomes et molécules en interaction avec du rayonnement, coordonnée par Richard
Taïeb et constituant le thème principal de mes travaux récents.

Une Habilitation à Diriger les Recherches consiste à mettre en perspective l’en-
semble des activités menées sur plusieurs années – de l’obtention du diplôme de doc-
teur jusqu’à la date de rédaction. Cela prend habituellement la forme d’une revue dé-
taillée des différents thèmes de recherche et des principaux résultats, suivie d’une sé-
lection d’articles représentatifs. J’ai fait le choix atypique de faire suivre le passage en
revue de mes activités d’enseignement et de recherche et la présentation de mes projets
dans un premier chapitre, par l’exposé d’un sujet particulier sur lequel ont porté mes
recherches : l’étude des dynamiques de photoémission.

Ce choix est motivé par plusieurs raisons. Il s’agit d’un sujet auquel j’ai consacré
mes travaux les plus récents. Il porte par ailleurs sur un des processus fondamentaux
les plus étudiés de la physique atomique et moléculaire. Enfin, le travail effectué lors
de cette étude couvre une grande partie des aspects variés de l’activité de théoricien :
développements analytiques, méthodologies et programmation, simulations et travail
d’interprétation, le tout en étroite collaboration avec des collègues expérimentateurs.
Les chapitres 2 à 4 et les annexes A à C sont consacrés à cette étude.

Le chapitre 1.4 présente mes projets de recherche à plus ou moins long terme.
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Chapitre 1

Présentation générale des activités
d’enseignement et de recherche

Ce chapitre de présentation générale est organisé comme suit : un bref survol du
déroulement de ma carrière est donné en section 1.1, la section 1.2 est consacrée à mes
activités pédagogiques, et je passe en revue mes principaux travaux de recherche en
section 1.3, en faisant ressortir au moins un résultat marquant par thème abordé. Mes
projets de recherche sont exposés en section 1.4.

1.1 Déroulement de carrière

J’ai effectué mon doctorat de 1999 à 2003 au LCPMR, sous la direction d’Alain
Dubois. Dans le cadre d’une collaboration établie avec le groupe de Jan Petter Hansen
à l’Université de Bergen, je me suis rendu à plusieurs reprises en Norvège au cours de
ma thèse (6 mois au total), bénéficiant d’un financement européen Marie Curie. J’ai
effectué un monitorat de l’UPMC (Chimie Générale, 1e année), ainsi que des vacations
à l’université Denis Diderot (Mathématiques pour biologistes, 1e année). J’ai obtenu
un poste d’ATER durant l’année universitaire 2002-2003 pour enseigner à l’Ecole Na-
tionale Supérieure de Chimie Paris (depuis devenue Chimie Paris Tech).

De 2003 à 2005, j’ai effectué un stage postdoctoral dans le groupe de Ferenc Krausz
à l’Institut de Photonique de l’Université Technologique de Vienne, en Autriche, sous
la direction de Armin Scrinzi. Ce séjour de deux ans a été financé par les programmes
de recherche autrichiens F016 “ADLIS – Advanced Light Sources” et F011 “AURORA

– High Performance Computing”.
Je suis Maître de Conférences en Chimie au LCPMR depuis mon retour d’Autriche,

en septembre 2005.
Mes activités de recherche ont bénéficié des financements ANR ATTO-SCIENCES

(2004 – 2008) et ATTO-WAVE (2009 – 2013) en collaboration avec des équipes d’ex-
périmentateurs du CEA Saclay, du CELIA à Bordeaux et de l’ISMO (Université Pa-
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ris Sud), du programme EGIDE VOLUBILIS (France–Maroc), d’un projet SIRSES du
7e PRCD (Dynamics of weakly bound quantum systems), et d’un financement du pro-
gramme de coopération ECOS–MINCyT (A07E04 Phénomènes d’interférences électro-
niques de type Young lors des processus d’ionisation et d’auto-ionisation induits par
impact d’ions sur des atomes et des molécules) en collaboration avec le CIMAP–ENSI

de Caen et le Centro Atómico de l’Université de Bariloche (Argentine), et des LABEX

PLASPAR et MICHEM, ce dernier ayant notamment financé les stages post-doctoraux de
Roland Guichard (2012–2013) dans notre groupe et de Emanuele Coccia (2014–2015)
dans un projet copiloté avec Eleonora Luppi du LCT (UPMC, UMR 7616 du CNRS).

1.2 Activités pédagogiques

Il me tient à cœur de considérer sur le même pied d’égalité les deux composantes
de mon métier, enseignement et recherche, que j’aborde avec le même enthousiasme.
Ces deux facettes comportent d’ailleurs bien plus de recouvrements que ne le suggère
la présence du – dans l’intitulé enseignant–chercheur, à leur bénéfice mutuel. Je dois
préciser qu’il s’agit d’une position d’autant plus agréable à vivre au quotidien qu’elle
est partagée par l’ensemble des membres du groupe (CNRS et UPMC), comme en té-
moigne notamment l’accueil de nombreux stagiaires.

Mes activités pédagogiques regroupent l’enseignement présentiel même, la coor-
dination d’une unité d’enseignement (UE) majeure de L1, la participation à la mise
en place d’UE de la maquette pédagogique 2014–2018 de l’UPMC, et l’encadrement
d’étudiants de divers niveaux en stage de laboratoire.

Disciplines enseignées

J’ai jusqu’à présent dédié la majeure partie de mon temps d’enseignement à la
Licence, en Travaux Pratiques, en Travaux Encadrés et en Cours Magistraux.

Une part de ces enseignements concerne des disciplines proches de ma spéciali-
sation, à savoir la description quantique de la structure et la dynamique des espèces
chimiques, dans les UE LC202 Atomistique et liaisons chimiques de l’UPMC (jusqu’en
2013) et CHIM-A01-S1 Introduction à la mécanique quantique du Parcours Prédocto-
ral en Chimie de l’ENS.

Une grande partie est par ailleurs consacrée à l’enseignement de chimie générale,
dans l’UE 1C001 Chimie : Structure et Réactivité (anciennement LC101 Introduction
à la chimie). Cette UE me fournit l’occasion de sortir du quotidien de recherche à plus
d’un titre, puisqu’en outre d’y enseigner divers domaines de la chimie, j’en assure
la coordination et j’ai participé à son élaboration lors du récent renouvellement de
maquette pédagogique de l’UPMC. De plus, j’interviens depuis cette année dans l’UE

2C005 Spectroscopies et séparations.
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Coordination d’UE

J’ai coordonné l’UE LC101/1C001 de 2008 à maintenant. Cette UE majeure de pre-
mière année de Licence est actuellement suivie par environ 1800 étudiants et mobilise
près de 80 enseignants dans une vingtaine de sections, chaque année.

Je suis chargé de coordonner le planning de l’UE tout au cours du semestre : attri-
bution des groupes de TE et TP aux enseignants intervenant dans l’UE, organisation
des interrogations écrites comptant pour le contrôle continu et de l’examen final, et
gestion des plus ou moins gros (mais toujours nombreux) imprévus. Par le biais de
cette activité, j’ai été et je suis en contact régulier (au moins par email !) avec un grand
nombre de collègues de l’UFR.

Ceci est fait en étroite collaboration avec le responsable d’UE (Alain Dubois pour
le LC101 et Christophe Petit pour le 1C001), Sophie Neveu, en charge d’établir les
emplois du temps “étudiants”, Céline Sayag, pour la commission de répartition des
enseignants de l’UFR de Chimie, Frank Ferreira, chargé de la coordination du contenu
des TE et TP, Benoît Tremblay, responsable de la plateforme de TP, sans oublier Maria
Costa Slimani qui assure le secrétariat de Chimie pour le L1 et vers qui convergent
nombreux de nos casse-tête.

Renouvèlement de la maquette d’enseignement

Je participe activement à des comités pédagogiques chargés de renouveler la ma-
quette d’enseignement de Licence depuis le printemps 2012 – avec une forte contrainte
d’articulation des UE toutes disciplines confondues sur une base d’acquis/prérequis.

J’ai notamment collaboré à l’établissement du programme de l’UE 1C001, orches-
tré par Christophe Petit. Il s’agit d’un programme relativement vaste, allant de l’ato-
mistique à la présentation des principaux modèles de structure et réactivité en chimie,
et s’achevant sur une introduction à la cinétique chimique. Le comité pédagogique
est régulièrement réuni pour un suivi attentif et un ajustement du contenu en fonc-
tion des retours et de l’évolution des programmes du lycée. Je participe à la rédaction
du fascicule de TE, notamment des exercices d’atomistiques en compagnie de Jérôme
Palaudoux et Loïc Journel. L’UE est ouverte depuis l’année universitaire 2013–2014.

Je fais aussi actuellement partie des comités pédagogiques des UE 3C001 Méca-
nique quantique et spectroscopies (piloté par Alain Dubois) et 3C007 Initiation à la
programmation scientifique (copiloté par Rodolphe Vuilleumier et Johannes Richardi),
dont les ouvertures sont prévues pour la rentrée 2015–2016.

Enseignement et recherche : encadrement de stages et thèses

Depuis mon arrivée dans le groupe, j’encadre chaque année des étudiants, prove-
nant de l’UPMC, de l’ENS ou de l’extérieur, pour des stages de recherche obligatoires
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ou libres. Les stages portent tous sur l’initiation à la programmation scientifique (prin-
cipalement pour décrire la structure et la dynamique de systèmes quantiques), tant sur
le plan méthodologie que sur l’utilisation des programmes pour l’étude de problèmes
physico-chimiques et l’interprétation critique des résultats. Nous disposons d’une va-
riété de sujets adaptés à l’accueil d’étudiants de différents niveaux (Licence à Master),
exercices académiques ou sujets de recherche d’actualité dans le groupe.

J’ai par ailleurs participé à l’encadrement de plusieurs doctorants de l’équipe. Je
vais en outre co-diriger, avec Richard Taïeb, les thèses de Marie Labeye et Antoine
Desrier, financées à partir de septembre 2015.

1.3 15 ans d’attosciences
Les attosciences s’intéressent aux dynamiques prenant place à l’échelle des attose-

condes (1 as = 10−18 s). Il s’agit en quelque sorte de l’échelle temporelle “ultime” pour
la chimie, puisqu’elle est caractéristique du mouvement des électrons et noyaux légers
dans les atomes et molécules (à titre indicatif, la période de révolution de l’électron sur
la première orbite de Bohr de l’hydrogène est de 150 as environ).

La théorie donne en principe accès à l’attoseconde depuis que la mécanique quan-
tique existe. Les études menées dans le groupe sur les collisions atomiques et molé-
culaires consistent ainsi à simuler les dynamiques électroniques à cette échelle, pour
au final calculer des sections efficaces, par exemple à comparer avec l’expérience. Il
a toutefois fallu attendre que les techniques expérimentales permettent d’atteindre de
telles résolutions temporelles spectaculaires pour que les attosciences soient considé-
rées comme un domaine en soi. Cet avènement a été marqué par les premières carac-
térisations d’impulsions de lumière de durées “attosecondes” en 2001. Mes activités
de recherche se sont ainsi développées en parallèle de ce domaine émergeant, auquel
notre groupe a apporté des contributions importantes.

La liste de mes publications constitue les références [1–32] de la bibliographie en
page 140.

1.3.1 Collisions atomiques et moléculaires
L’étude des processus électroniques se produisant au cours de collisions atomiques

et moléculaires est une thématique portée dans notre groupe par Alain Dubois. Les
travaux menés s’articulent autour du développement et de l’utilisation d’un code si-
mulant ces processus, pour des collisions entre ions, atomes et/ou molécules à des
énergies d’impact de l’ordre du keV/u 1. Ceci correspond à des vitesses de collision

1. Il est usuel de ramener l’énergie relative des particules lourdes à leur masse réduite, exprimée
en unité de masse atomique u. L’énergie “massique” de collision Ecol, exprimée en keV/u et la vitesse
de collision V exprimée en unité atomique (1 u.a. de vitesse = 2188 km.s−1) vérifient alors la relation
Ecol = 24.98V2.
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de l’ordre du millier de km.s−1, et ramené à la taille typique d’un atome (quelques Å),
à des “temps de collision” s’exprimant en attosecondes. De telles collisions, qui ont
lieu notamment dans les plasmas de laboratoires [3,33] ou astrophysiques, constituent
un domaine de référence pour l’étude fondamentale de la dynamique quantique des
systèmes à plusieurs corps [34].

Il s’agit d’un régime d’interaction largement non perturbatif, pour lequel il faut
considérer simultanément tous les processus électroniques susceptibles de se produire :
excitation, transfert (ou capture) et ionisation, ainsi que les processus polyélectroniques
corrélés tels qu’excitation multiple, transfert-excitation, transfert-ionisation ...

Méthodologie

Le principal code développé dans le groupe, sous ses nombreuses variantes, re-
pose sur une approximation semi-classique, justifiée dans la gamme d’énergie consi-
dérée [35, 36]. Le mouvement relatif des noyaux est décrit classiquement par une tra-
jectoire, et celui des électrons est décrit par la mécanique quantique. Le cœur du code
consiste donc à résoudre numériquement et non perturbativement l’équation de Schrö-
dinger dépendant du temps pour le(s) électron(s) soumis au potentiel en mouvement
des noyaux.

Le formalisme employé est très semblable à celui utilisé dans les méthodes stan-
dard de chimie quantique, puisqu’il repose sur un développement de type LCAO de la
fonction d’onde électronique [36] dans un traitement de type interaction de configura-
tion dépendant du temps (TDCI). Son implémentation pour les collisions se distingue
toutefois au moins par deux points importants :

— Les orbitales de base doivent être optimisées pour décrire les spectres des par-
tenaires de collisions sur une large gamme d’énergie.

— Le mouvement relatif des centres auxquelles se réfèrent les différentes fonc-
tions de base est pris en compte par le facteur de phase (ETF) de la forme [34,
37]

F(r⃗, t) = ei[meV⃗ ⋅r⃗−(meV
2/2)t]/h̵, (1.1)

où V⃗ est la vitesse relative du projectile à la cible, r⃗ la position de l’électron
considéré – l’origine étant ici arbitrairement choisie sur la cible. Ce facteur ga-
rantit l’invariance galiléenne rigoureuse des résultats. Il complique néanmoins
considérablement l’évaluation des intégrales intervenant dans la résolution de
l’équation de Schrödinger.

En conséquent, cette méthode permet actuellement de décrire de façon convergée la
dynamique des systèmes ne comprenant que peu d’électrons actifs – alors que les cal-
culs de structure standard de la chimie quantique permettent de décrire avec précision
les systèmes polyélectroniques étendus. Une autre limitation notable de la méthode
réside dans la description du continuum d’ionisation : les fonctions de bases étant des
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FIGURE 1.1 – Spectre d’électron issu de la collision (Ecol = 63 MeV/u) entre une di-
atomique modèle 1D et un ion fortement chargé (Z = 34). Le spectre (H2, ligne pleine)
présente des minima locaux marqués, légèrement asymétriques, que l’on retrouve avec
le modèle des atomes indépendants pour la molécule cible (2H, pointillés), mais ab-
sents d’une collision ion-atome simple (H, tirets). La présence de ces structures et leurs
localisations s’expliquent bien avec un modèle simple d’interférences à deux centres.
Figure extraite de la publication [10].

orbitales localisées, elles ne peuvent décrire qu’au mieux qualitativement les proces-
sus d’ionisation. De tels pseudo-états d’énergies positives s’avèrent toutefois très utiles
pour jouer le rôle d’“absorbeurs” et parvenir à des résultats convergés pour les proces-
sus d’excitation et de capture.

En dépit de ces limitations, l’approche semi-classique combinée au développement
LCAO avec ETF est incontestablement la plus adaptée à la description des collisions
dans la gamme du keV/u. Le code développé dans le groupe, maintenant capable de
traiter des systèmes polyélectroniques, est unique en son genre. Utilisé en parallèle de
modèles simples conçus pour l’interprétation et la validation des résultats au cas par
cas, il a fait preuve de son efficacité dans de nombreuses études.

Principales contributions

Le traitement théorique des processus électroniques au cours collisions atomiques
et moléculaires est l’objet de mon doctorat, sur lequel je ne reviendrai pas en détail
ici. Ces travaux ont donné lieu aux publications [1–4,7,8]. L’étude des collisions s’est
depuis poursuivie dans le groupe au cours de différentes thèses de doctorat dirigées par
Alain Dubois. Un effort particulier a été fourni pour développer le code vers la prise
en compte des systèmes polyélectroniques corrélés. Je passe en revue ci-dessous les
travaux auxquels j’ai principalement contribué.
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L’axe directeur de la thèse de Nicolas Sisourat (2005–2008) a été la mise en évi-
dence d’effets d’interférences lors des collisions atomiques et moléculaires [38]. Nous
avons par exemple, à l’aide d’un modèle à dimensions réduites, expliqué l’apparition
de structures dans les sections efficaces d’ionisation résolues en énergie d’électron,
pour des collisions entre H2 et des ions fortement chargés et rapides (typiquement
Kr34+ à des énergies de collisions de l’ordre du MeV/u [39]). En effet, un développe-
ment LCAO de la fonction d’onde de la cible moléculaire permet de considérer l’ioni-
sation comme un processus cohérent provenant d’un atome ou de l’autre. Des interfé-
rences destructives dans l’émission le long de l’axe internucléaire sont alors attendues
dès que la longueur d’onde de de Broglie de l’électron éjecté λe est une fraction en-
tière de la distance internucléaire R. Une asymétrie avant/arrière (par rapport au sens
de propagation du projectile) observée dans les résultats de simulations s’explique en
outre par le temps δt = R/V qu’il faut au projectile pour parcourir à la vitesse V la dis-
tance R séparant les deux centre “émetteurs” de la cible. Pour une vitesse de collision
V = 50 u.a. (soit une énergie de 63 MeV/u) et une distance internucléaire R = 1.4 u.a,
ce retard δt atteint la valeur extraordinairement faible de 0.7 as ! Ce simple modèle pré-
dit des interférences destructives asymétriques dans sections efficaces différentielles,
aux quantités de mouvement de l’électron px =mevx vérifiant :

∣px∣ ±
p2
x

2V
=

(2n + 1)π

R
(n ∈ N). (1.2)

Les signatures de telles interférences s’observent effectivement dans les calculs ab
initio et les mesures expérimentales (voir par exemple [40]), notamment l’asymétrie
résultant du retard “attoseconde” δt. Ces résultats sont reportés dans l’article [10].
Nicolas Sisourat, lors de son doctorat puis après son embauche en tant que Maître de
Conférences, a par ailleurs supervisé l’extension aux systèmes à 2 électrons du code
semi-classique sur lequel avait porté mon travail de thèse.

La simulation et l’étude des processus polyélectroniques au cours des collisions a
notamment fait l’objet des thèses de Ingjald Pilskog [41] (2008–2011) et de Gabriel
Labaigt [42] (2011–2014).

Ingjald Pilskog a tout particulièrement étudié les processus de capture vers des
états autoionisants du projectile. Afin d’identifier ces derniers parmi les pseudo-états
d’énergies positives tenant compte très approximativement du continuum, j’ai proposé
une technique consistant à tester le théorème du viriel, reposant sur l’hypothèse que
ce théorème est d’autant mieux respecté, avec les bases d’orbitales localisées utilisées
(de type GTO), que l’état présente un caractère lié. Les résultats ont fait l’objet de la
publication [20].

Gabriel Labaigt a quant-à-lui fourni un travail considérable de développement,
dans le but d’aboutir à un programme le plus polyvalent possible. Il a outre eu l’occa-
sion, au cours de sa thèse, d’utiliser ce code ainsi que divers modèles simplifiés pour
étudier des processus se produisant dans une grande variété de systèmes, allant jus-
qu’aux collisions avec des feuillets de graphène [43]. Ma principale contribution à ce
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travail a été de suggérer et superviser l’implémentation de la description des fonctions
d’onde polyélectroniques dans le formalisme des diagrammes de Young [44]. Cette ap-
proche, où la coordonnée de spin n’apparait pas explicitement, permet de construire des
états polyélectroniques de spin défini en imposant une symétrie de permutation adap-
tée à la fonction d’onde des coordonnées d’espace (il s’agit d’une extension aux sys-
tèmes polyélectroniques de l’équivalence “triplet/singulet” et “antisymétrie/symétrie”
valable pour les systèmes bi-électroniques). Le code a notamment été utilisé pour dé-
crire avec précision les processus corrélés de capture de valence et interne dans le
système de collision à 3 électrons H++Li. Un article présentant la méthodologie et ces
résultats est en préparation.

1.3.2 Dynamique corrélée des systèmes polyélectroniques en
champs laser intenses

J’ai effectué mon postdoc d’octobre 2003 à août 2005 à l’Institut de Photonique
de l’Université Technologique de Vienne (Autriche), dans le groupe alors dirigé par
F. Krausz. Ce groupe est connu pour ses contributions pionnières dans le domaine des
spectroscopies “attosecondes”, notamment pour avoir développé la technique dite de
streaking, permettant de caractériser les impulsions XUV attosecondes uniques (voir
section 1.3.4).

J’ai effectué mon travail dans l’équipe de théoriciens sous la direction de A. Scrinzi,
sur le développement et l’application de la méthode Hartree-Fock multiconfiguration-
nelle dépendant du temps (MCTDHF) pour la description des systèmes polyélectro-
niques en interaction avec des champs intenses. Le but de cette approche est de fournir
une image très complète des dynamiques électroniques corrélées dans des atomes et
molécules comportant jusqu’à une dizaine d’électrons actifs, en complément des mo-
dèles simples développés jusqu’à présent.

La fonction d’onde polyélectronique y est représentée par une combinaison de dé-
terminants de Slater dépendant du temps. Pour un système à f électrons, la fonction
MCTDHF s’écrit sous la forme

ψ(r⃗1, . . . , r⃗f , t) =
1

√
f !

f

∑
j1=1

. . .
f

∑
jf=1

cj1...jf (t)φj1(r⃗1, t) . . . φjf (r⃗f , t) (1.3)

où les coefficients du développement cj1...jf (t) comme les orbitales φjk(r⃗k, t) dé-
pendent du temps. Le principe de Pauli pour les fermions est pris en compte en im-
posant l’antisymmétrie des coefficients cj1...jf (t) vis-à-vis des permutations de toute
paire d’indices. Il s’agit, comme pour le développement TDCI utilisé en collisions,
d’une description “exacte” dans la limite d’un développement infini. La différence
majeure avec l’approche TDCI est dans la dépendance temporelle des orbitales. Dans
le développement MCTDHF, celles-ci sont en fait des paquets d’ondes permettant de
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FIGURE 1.2 – Spectre de photoélectrons obtenu par simulation de l’ionisation d’un
“atome” biélectronique à 1D par une impulsion XUV (λ = 15 nm). Deux voies de
réactions sont considérées, où l’ion est laissé dans (a) son état fondamental (par ab-
sorption de 1 ou 2 photons) ou (b) premier excité. Les simulations ont été effectuées
avec la méthode MCTDHF avec un nombre croissant de configurations. Cette figure
illustre l’insuffisance d’une approche non correlée (Hartree-Fock dépendant du temps,
1 configuration), tant qualitativement que quantitativement. La convergence est toute-
fois atteinte avec un nombre raisonnable de configurations, inférieur à 50, représentant
une dizaine d’orbitales à propager. Figure extraite de la publication [6].

décrire aussi bien les états liés que le continuum d’ionisation. Il en résulte une repré-
sentation relativement compacte de la fonction d’onde totale, mais le prix à payer est
la résolution d’un système d’équations différentielles non linéaires et couplées 2.

J’ai rejoint l’équipe de Armin Scrinzi alors qu’une première version du programme
avait été développée, pour des systèmes modèles à une dimension par électron, avec
propagation numérique des orbitales sur une grille dans l’espace des positions. Le dé-
veloppement de ce modèle fut une étape majeure du projet, qui a permis au groupe de se
familiariser avec la méthode MCTDHF, d’en jauger les capacités et les limites, et d’ef-
fectuer une série de tests numériques indispensables mais pratiquement impossibles à
réaliser directement sur un modèle en 3D. Ma première contribution a concerné l’inter-
prétation de la fonction d’onde MCTDHF, notamment par le calcul de spectres de pho-
toélectrons, avec les problèmes inhérents à l’utilisation de grilles de dimensions finies.
La présentation de la méthode et des résultats très encourageants issus de l’ensemble
des tests ont fait l’objet d’un article de synthèse [6] dont est extraite la figure 1.2.

Nous avons ensuite étendu le modèle à la description des systèmes à deux et trois
dimensions par électron. Les équations à résoudre n’étant pas linéaires, plusieurs opé-

2. La complexité de la résolution des équations MCTDHF contraint jusqu’à présent de limiter l’appli-
cation du modèle aux problèmes à symétrie cylindrique : c’est le cas des atomes et molécules linéaires
en interaction avec un champ laser, mais pas des systèmes de collisions atomiques et moléculaires.
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rateurs doivent être réévalués à chaque étape de la propagation. En particulier, les
opérateurs de types “champs moyen” impliquent des intégrations extrêmement cou-
teuses qui imposent de paralléliser le code si on veut pouvoir l’appliquer à des mo-
dèles réalistes tout en conservant des temps de calcul raisonnables. La parallélisation
des équations MCTDHF est par ailleurs elle-même délicate, encore en raison des opé-
rateurs non-locaux qui demandent en principe une communication interprocesseurs
considérable tout au long de la propagation. La solution optimale est de répartir sur
les différents processeurs la grille spatiale supportant les orbitales, et de représenter
celles-ci sur une base de primitives de type “éléments finis” [5].

Concernant cette partie du projet, j’ai participé à l’élaboration des stratégies adop-
tées, puis j’ai mis en œuvre l’extension du programme pour une utilisation à 2 et 3
dimensions. J’ai introduit une représentation plus abstraite des fonctions d’onde et des
opérateurs, de sorte que le même programme soit applicable à un nombre quelconque
de dimensions, avec une représentation quelconque des orbitales (grille, éléments finis,
gaussiennes...), tout en conservant la structure générale et la lisibilité du code initial.
Une importante partie du travail effectué a été de reprogrammer la représentation ap-
prochée du potentiel d’interaction électron-électron, puis l’évaluation et l’application
des opérateurs de champ moyen au cours de la propagation. La méthode et la première
application de ce code 3D ont fait l’objet de l’article [9].

1.3.3 Dynamique de fragmentation d’agrégats de gaz rare en
champ IR modéré

Une expérience menée en 2007 par Lionel Poisson, dans le groupe de J.-M. Mest-
dagh au CEA Saclay, a révélé une dynamique de fragmentation inattendue d’agrégats
ArN , suite à l’interaction avec un rayonnement IR modérément intense. Il s’agit d’agré-
gats constitués de quelques centaines d’atomes en moyenne (N̄ = 500 à 800), soumis à
des impulsions IR d’intensité de l’ordre de 1013 W.cm−2. L’étude s’est concentrée sur
l’analyse des fragments simplements chargés, produits de dissociation par explosion
coulombienne d’agrégats doublement ionisés par le champ laser :

ArN
laser
Ð→ Ar+n +Ar+m +ArN−n−m + 2e− (1.4)

Les expériences effectuées, le travail a consisté à interpréter les distributions en éner-
gie cinétique des fragments, mesurées par un dispositif VMI (velocity map imaging),
et présentant des structures isotropes, piquées autour de valeurs discrètes. Ainsi, les
fragments Ar+15 ont été détectés autour des énergies E1 = 0.29 eV, E2 = 0.590 eV
et E3 = 0.90 eV avec des écart types inférieurs à 5%, indépendamment de la taille
moyenne de l’agrégat initial.

Nous avons envisagé quatre scenarii, que nous avons testés notamment à l’aide de
modèles statistiques simples et de simulations de dynamique classique sur des courbes
d’énergie potentielle d’états excités calculées par Jean-Michel Mestdagh :
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FIGURE 1.3 – Mécanisme proposé pour expliquer la dynamique de fragmentation
inattendue d’agrégats d’Ar soumis à des impulsions IR d’intensités modérées. Figure
extraite de la publication [11].

(i) Le premier scenario suppose l’ionisation simple de deux atomes répartis aléa-
toirement dans l’agrégat. L’invariance de la distribution des énergies de frag-
ments vis-à-vis de la taille des agrégats exclut d’entrée ce scenario, puisque
l’énergie coulombienne responsable de dissociation est inversement propor-
tionnelle à la distance entre les charges.

(ii) Le second scenario suppose l’ionisation simple corrélée de deux atomes voi-
sins dans l’agrégat, alignés dans la direction de polarisation du laser. Les va-
leurs relativement élevées des énergies mesurées et l’isotropie de leurs distri-
butions nous a permis de l’exclure.

(iii) Le troisième scenario suppose l’ionisation double non séquentielle 3 d’un
atome d’Ar, suivi d’une séparation de charges entre Ar2+ et un atome neutre
voisin. Bien que la double ionisation d’un atome d’Ar soit bien plus probable
au sein d’un agrégat qu’à l’état gazeux, elle aboutirait principalement la forma-
tion d’Ar2+ à l’état fondamental. Or, aucun croisement de courbes à partir de
cet état ne permet d’expliquer la séparation de charge Ar2+

+ArÐ→ Ar+ +Ar+.
(iv) Le quatrième scenario s’inspire directement du précédent, mais cette fois un

même atome d’Ar subit une transition vers un état excité de l’ion, (Ar+)⋆, ou-
vrant une voie autoionisante impliquant un voisin neutre : (Ar+)⋆ + Ar Ð→
Ar+ + Ar+ + e−. Nous avons vérifié que de tels états étaient énergétiquement
accessibles dans les conditions de l’expérience.

Nous avons donc retenu le scenario (iv), pour lequel nous avons vérifié plus en détail
qu’il était compatible avec les distributions d’énergie de fragments mesurées et leurs
(in)dépendances vis-à-vis des différentes conditions d’expériences. Ceci nous a per-
mis de proposer le mécanisme illustré en figure 1.3. Ces travaux ont fait l’objet de la
publication [11].

3. L’ionisation double non séquentielle est un processus corrélé se produisant avec des laser suffi-
samment intenses, au cours duquel un premier électron arraché est ramené vers l’ion parent par le champ
laser oscillant (et la présence d’atome voisins dans un agrégat), dont il arrache un deuxième électron par
collision [45].
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1.3.4 Génération d’harmoniques d’ordres élevés
La génération d’harmoniques d’ordres élevés (GHOE) est un phénomène hautement

non linéaire consistant à soumettre une cible (le plus souvent un gaz) à une impul-
sion IR intense (IL ≈ 10−14 W.cm−2) pour produire du rayonnement XUV constitué
de fréquences harmoniques du laser générateur. Il a été découvert à la fin des an-
nées 80 simultanément dans les groupes de Anne L’Huillier au CEA Saclay [46] et
de Charles Rhodes à Chicago [47]. Un important effort théorique fourni dans les an-
nées 90 [48–50] permet d’expliquer ce phénomène a priori inattendu par un processus
relativement simple se produisant à l’échelle de l’atome, selon trois étapes :

(i) un électron de valence, sous l’effet du champ laser intense, s’échappe de
l’atome par effet tunnel ;

(ii) une fois dans le continuum, cet électron évolue principalement sous l’action
du champ électrique du laser ;

(iii) l’électron, piloté par le champ oscillant, est ramené vers son ion parent, où il
se recombine en émettant un photon.

Cette action répétée à chaque demi-cycle optique du laser sur l’ensemble du gaz résulte
en l’émission d’harmoniques impaires de la fréquence génératrice. Ce modèle, qui
suppose un mouvement classique de l’électron dans le continuum, a été rigoureusement
validé par Maciej Lewenstein et collaborateurs en 1994, dans un traitement quantique
dont les approximations clairement identifiées constituent le cadre de la SFA (strong
field approximation) [51].

Le modèle en trois étapes permet tout d’abord de comprendre les conditions néces-
saires à l’observation de la GHOE : laser suffisament intense pour déformer le potentiel
effectif ressenti par les électrons d’un atome, rendant inutilisables les approches pertur-
batives des spectroscopies habituelles, et fréquence suffisament basse pour permettre à
l’électron de s’échapper par effet tunnel puis de revenir quasi adiabatiquement le temps
d’un demi-cycle laser. Il explique en outre les caractéristiques propres au rayonnement
émis par GHOE :

— il est constitué d’harmoniques impaires du gaz générateur s’étendant de l’IR à
l’XUV, réparties sur un plateau d’intensité quasi constante jusqu’à une énergie
de coupure h̵ωc donnée par la loi

h̵ωc = Ip + 3.17 ×Up (1.5)

où Ip est l’énergie d’ionisation du gas, et l’énergie pondéromotrice Up =
2
cε0

e2

me

IL
4ω2

L
est l’énergie cinétique maximale aquise par l’électron dans le conti-

nuum sous l’influence du champ laser (de pulsation ωL et d’intensité IL) ;
— il s’agit de rayonnement cohérent, donc relativement brillant ;
— le processus se produisant dans l’intervalle d’un demi-cycle optique, qui dure

typiquement 1.3 fs pour une impulsion génératrice à 800 nm provenant d’un
laser Ti:saphir, le rayonnement émis est structuré à l’échelle sub-fs.



1.3 15 ans d’attosciences 19

 0

 0.1

 0.2

 0.3

 0.4

 0.5

 0.6

 0.7

 0.8

 0.9

 1

 1  3  5  7  9  11  13  15  17  19  21  23  25  27  29  31  33  35  37  39  41  43  45  47  49  51  53  55  57  59  61  63  65  67  69  71  73

In
te

ns
ité

 (u
ni

té
s a

rb
.)

Ordre Harmonique

Énergie de photon (eV)

ωc

 0  10  20  30  40  50  60  70  80  90  100  110

FIGURE 1.4 – Spectre d’harmoniques obtenu par simulation de la GHOE dans un
atome modèle 1D, avec les paramètres : Ip = 19.62 eV, h̵ωL = 1.55 eV, IL = 3.5 × 1014

W.cm−2. Le spectre est constitué d’harmoniques impaires, s’étendant sur un plateau
d’intensité relativement constante sur plusieurs dizaines d’ordres harmoniques jusqu’à
une coupure donnée par la loi 1.5. La GHOE permet ainsi de convertir du rayonnement
IR intense en impulsions XUV cohérentes, structurées à l’échelle de l’attoseconde, ex-
ploitables en spectroscopie.

Un spectre d’harmonique typique, obtenu par simulation de la GHOE sur un atome
modèle simple, est montré en figure 1.4.

La pleine exploitation de la GHOE n’a véritablement commencé qu’au début des
années 2000, lorsqu’il a été possible de caractériser expérimentalement ces impul-
sions dans le domaine temporel – repoussant ainsi les limites des spectroscopies réso-
lues en temps à l’échelle naturelle du mouvement des électrons et des noyaux légers
dans les atomes et les molécules. Suivant les conditions de génération, le rayonne-
ment est émis sous forme d’impulsions attosecondes uniques spectralement larges ou
de trains d’impulsions attosecondes spectralement fines. Ces deux types complémen-
taires d’impulsions ont été caractérisés dans le domaine temporel pour la première fois
en 2001 [52, 53]. Notre groupe a notamment posé les bases théoriques de la méthode
permettant de caractériser les trains d’impulsions, appelée RABBIT (pour reconstruc-
tion of attosecond beatings by interferences of two photon transitions) [54, 55] et sur
laquelle nous reviendrons en fin de chapitre 3. Les impulsions uniques sont quant-à
elles caractérisées par la méthode dite de streaking [56].

Le phénomène de GHOE est depuis devenu le processus incontournable de la spec-
troscopie attoseconde, avec deux grandes catégories d’utilisation :

— les approches “pompe-sonde” conventionnelles, où le rayonnement attoseconde
est utilisé pour initier et/ou sonder une dynamique ultra-rapide dans une cible
secondaire ;

— les approches “auto-sonde”, où le rayonnement attoseconde est analysé et in-
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terprété pour remonter aux informations structurales et dynamiques du système
générateur lui-même.

Le modèle en trois étapes joue un rôle central dans ces études, que ce soit pour le
façonnage contrôlé des impulsions ou pour leur utilisation à des fins spectroscopiques.

Notre groupe a participé à de nombreuses études clefs de l’établissement de la
spectroscopie attoseconde dans l’une et l’autre des deux approches citées ci-dessus,
principalement à base de trains d’impulsions attosecondes. Mes principales contri-
butions sont passées en revue dans la suite. Nous verrons que la notion de phase y
occupe une place centrale, puisqu’elle les profils temporels des paquets d’ondes (lu-
mineux, électroniques ou nucléaires) considérés (voir le chapitre 2) sont encodés dans
les variations spectrales de leurs phases. Les techniques développées reposent ainsi en
grande partie sur des mesures interférométriques.

1.3.5 Contrôle cohérent d’impulsions XUV attoseconde
Une fois les bases de la GHOE dans les atomes clairement établies, le domaine s’est

rapidement tourné vers la GHOE dans les molécules, mettant en évidence des structures
caractéristiques supplémentaires dans les spectres. Une étude théorique de la GHOE

dans H2 menée par Manfred Lein a ainsi prédit l’apparition d’un minimum d’inten-
sité [57] accompagné d’une forte variation de phase [58], à une fréquence particulière
du rayonnement émis. Le modèle en trois étapes permet d’interpréter simplement ces
structures comme résultant d’interférences destructives entre les contributions issues
des deux centres de la molécules à l’émission du rayonnement. Ce modèle “à deux
centres” prévoit que la longueur d’onde λ0 à laquelle se produit l’interférence destruc-
tive dans H2 suit la loi

λ0 =
2R cos θm

2n + 1
(n ∈ N), (1.6)

où R est la distance internucléaire de H2 et θm l’orientation de l’axe intermoléculaire
par rapport à l’axe de polarisation du laser. Cette loi, effectivement vérifiée dans les
simulations 4, fut exploitée par H. J. Wörner pour suivre la dissociation photoinduite
de Br2 sur une centaine de fs [59].

Nous avons participé à une étude pilotée par Pascal Salières au CEA Saclay consis-
tant à identifier et exploiter la signature de ces interférences dans le spectre émis par
GHOE dans des molécules de CO2 alignées 5. Ce travail a tout d’abord permis de vé-

4. Le modèle expliquant le phénomène d’interférence à 2 centres dans la GHOE ainsi que dans
l’émission d’électron au cours de collisions ion-molécules (voir équation 1.2) est une analogie directe
avec l’expérience des fentes d’Young.

5. Bien qu’il s’agisse d’une triatomique, CO2 se prête bien au modèle à 2 centres, les “sources”
interférant n’étant pas tant les atomes de la molécules, mais les lobes de l’orbitale dont est issu l’électron
actif dans le processus. Dans le cas de CO2, il s’agit de l’orbitale moléculaire la plus haute occupée
(HOMO, de symétrie πg) constituée principalement de 2 orbitales atomiques p centrées sur chaque O.
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FIGURE 1.5 – Contrôle cohérent d’impulsions XUV attoseconde émises par GHOE dans
des molécules de CO2 alignées. Profils temporels reconstruits à partir des harmoniques
17 à 23 (a) et 23 à 29 (b) en fonction de l’angle d’alignement θm. Le deuxième cas
présente un déplacement progressif du maximum d’émission sur une centaine d’as en
fonction de l’alignement, résultant d’interférences destructives prédites par un modèle
à deux centres simple (voir texte). Figure extraite de l’article [12].

rifier expérimentalement la loi d’interférence 6 dans les amplitudes et les phases du
rayonnement, ces dernières ayant été mesurées par la méthode RABBIT (voir sec-
tion 3.5). En outre, la caractérisation complète du rayonnement émis a permis de re-
monter à sa structure temporelle, et de démontrer un contrôle cohérent de l’impulsion
attoseconde XUV au travers de l’orientation ajustable θm (voir figure 1.5). Cette étude
effectuée lors de la thèse de Willem Boutu [60] et à laquelle nous avons fourni un
support théorique par le calcul et l’analyse de dipôles de transition, est l’objet de la
publication [12].

1.3.6 Spectroscopies “auto-sonde”

L’étude présentée ci-dessus n’est qu’un exemple de la capacité du rayonnement
GHOE à encoder des informations structurales fines concernant la molécule génératrice
même. L’objectif des techniques de spectroscopie “auto-sonde” est d’identifier et de
décoder de telles informations dans les mesures expérimentales.

Le modèle en trois étapes constitue le paradigme commun à ces approche, tant
pour la prédiction que l’interprétation des mesures. On peut effectivement voir le pro-
cessus comme un dispositif “pompe-sonde” microscopique, l’ionisation tunnel (étape

6. Les deux “sources” de rayonnement étant ici en opposition de phase (cf. la symétrie de la HOMO)
contrairement au cas symétrique de H2, la condition d’interférence s’obtient pour λ0 = R cos θm/n.
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FIGURE 1.6 – Profil temporel de l’émission GHOE dans un atome modèle 1D (Ip =
18.2 eV) soumis à une impulsion IR (λL = 800 nm) d’intensité 3.5 × 1014 W.cm−2.
Ces simulations illustrent la possibilité d’attribuer des “temps d’émission” à chaque
ordre harmonique au sein de chaque demi-cycle laser, comme prédit par les modèles
classique [50] (courbe bleu) et SFA [51] (courbe rouge) et validé par une analyse
temps-fréquence de la solution numérique complète de l’équation de Schrödinger dé-
pendant du temps (courbe noire). Pour chaque demi-cycle, deux temps sont attribués
à chaque ordre harmonique, associés à des trajectoires “courtes” et “longues” dans
les approches classiques et SFA. L’ordre harmonique le plus élevé se situe autour de
55, en accord avec la loi de coupure 1.5 (ωc/ωL = 54.5). Les oscillations que présente
la fréquence instantanée au deuxième demi-cycle (second return) résultent d’interfé-
rences entre trajectoires électroniques issues de demi-cycles successifs, commentées
dans l’article [24] dont est extraite la figure.

1) jouant le rôle de pompe, la recombinaison (étape 3) celui de sonde, où l’électron
vient interroger son ion parent. L’excursion de l’électron dans le continuum (étape
2) endosse le rôle de ligne à retard. En effet, les calculs classiques et le modèle SFA

montrent qu’à chaque harmonique émise correspondent principalement deux trajec-
toires bien définies de l’électron dans le continuum : les trajectoires “longues” et “cour-
tes”, revenant à des instants bien déterminés et répartis de part et d’autre du quart de
cycle laser environ (voir figure 1.6). En sélectionnant la contribution d’une des trajec-
toires dans le signal harmonique détecté (ce qui est fort heureusement réalisable expé-
rimentalement en exploitant les différences marquées de divergence spatiale entre les
contributions “longues” et “courtes”), il est possible d’attribuer un “temps d’émission”
propre à chaque harmonique. On voit ainsi que les approches “auto-sonde” permettent
aussi d’accéder aux dynamiques se produisant dans l’ion lors du processus de GHOE,
en assignant un “retard” pompe-sonde donné à chaque harmonique analysée.
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Il est remarquable que la description d’un tel phénomène hautement non linéaire
par une image aussi simple et intuitive que celle fournie par l’approche SFA– le mou-
vement classique de l’électron selon deux classes de trajectoires bien définies, dont
les contributions sont séparables expérimentalement de sorte qu’on puisse attribuer un
temps d’émission à chaque harmonique – soit validée par l’expérience et par des simu-
lations reposant sur l’analyse de fonctions d’onde complètes solutions de l’équation de
Schrödinger dépendant du temps. Ce dernier point été notamment exploré par François
Risoud, actuellement doctorant dans notre groupe, à l’aide du concept oxymorique de
“fréquence instantanée”. Ces travaux ont été publiés dans l’article [24] dont est extraite
la figure 1.6.

J’ai co-rédigé avec Stefan Haessler et Pascal Salières un article de revue sur le
principe et l’utilisation des méthodes “auto-sonde” [18]. Cette publication a fait suite
à notre principale incursion dans ce domaine, portant sur l’imagerie d’orbitales molé-
culaires par analyse de rayonnement GHOE, présentée ci-dessous.

1.3.7 Reconstruction tomographique d’orbitales moléculaires

Principe expérimental

L’idée d’analyser les spectres d’harmoniques générés en champ intense pour ob-
tenir une image expérimentale d’une orbitale moléculaire a été proposée initialement
par Jiro Itatani dans le groupe de Paul Corkum et David Villeneuve au Canada, partant
du principe que la fonction d’onde est encodée dans la lumière émise lors de la recom-
binaison, 3e étape du modèle de la GHOE. En effet, selon le modèle en trois étapes, le
champ électrique émis à l’harmonique impaire q (de pulsation ωq = q × ωL) par une
molécule orientée selon un angle θm par rapport à l’axe de polarisation du laser ε⃗, est
proportionnel au dipôle de transition

d⃗(θm, ωq) = ⟨χc∣r̂∣ψini⟩ (1.7)

entre l’état du continuum ∣χc⟩ atteint par l’électron à l’issue de la 2e étape, et l’état
initial ∣ψini⟩ vers lequel il se revient. Le cadre SFA suppose que l’influence du potentiel
ionique sur l’électron dans le continuum est faible, de sorte que la fonction d’onde
associée à ∣χc⟩ peut être considérée comme une onde plane,

χc(r⃗) ∝ eik⃗⋅r⃗ (1.8)

où k⃗ est le vecteur d’onde de l’électron à la recollision, supposé //ε⃗, et dont l’am-
plitude est donnée par la loi de dispersion k =

√
2meωq/h̵. L’approximation 1.8 est

certainement l’une des plus discutées de l’approche SFA. Elle est toutefois intimement
liée au modèle, et nous la considérerons valable pour la suite. Ainsi, le dipôle prend la
forme de la transformée de Fourier de la fonction d’onde initiale multipliée par r⃗. La
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procédure tomographique permettant d’accéder à l’orbitale 7 associée à ∣ψini⟩ consiste
à appliquer une transformée de Fourier inverse discrétisée au dipôle complexe (ampli-
tude et phase) mesuré pour plusieurs orientations, la discrétisation de k⃗ étant donnée :
(i) pour l’amplitude, par les pulsations harmoniques ωq auxquelles les spectres sont
enregistrés, (ii) pour la direction, par les alignements moléculaires considérés.

En guise de démonstration de principe, Itatani et ses collaborateurs ont appliqué
la procédure pour reconstruire l’orbitale moléculaire la plus haute occupée (HOMO) –
supposée seule contribuant à la GHOE dans les conditions d’expériences – de la mo-
lécule d’azote. Ces résultats ont été publiés en 2004 [63]. Il s’agissait toutefois d’une
première reconstruction à partir de mesures incomplètes, ni la phase ni la polarisation
des harmoniques n’ayant pu être mesurées, laissant ouvertes de nombreuses questions
sur les capacités réelles de la méthode et la validité des modèles sous-jacents, au delà
de la possibilité même d’observer une orbitale [64].

Nos contributions

Dans le cadre d’une collaboration avec nos collègues expérimentateurs du CEA

Saclay disposant de la technologie RABBIT pour accéder aux phases du rayonnement
harmonique (voir section 1.3.5), nous avons pu tester plus en avant la méthode et ex-
traire un maximum d’informations fondamentales, structurales et temporelles, conte-
nues dans le dipôle émis par GHOE. Les mesures en elles mêmes constituent une
prouesse technologique, nécessitant de synchroniser les faisceaux laser dédiés à l’ali-
gnement moléculaire, à la génération d’harmoniques, et à l’habillage IR de celles-ci
pour l’analyse RABBIT, réalisée pour la première fois dans le cadre des thèses de
Willem Boutu [60] et Stefan Haessler [65]. L’interprétation des données ne fut pas
non plus immédiate, puisque plus de deux années de modélisation et d’échanges in-
tensifs avec nos collègues expérimentateurs ont séparé l’obtention des mesures et la
publication des résultats. J’ai écrit à cette occasion un programme polyvalent permet-
tant d’appliquer la procédure de reconstruction à partir de données expérimentales ou
simulées. Je ne reviendrai pas ici sur les nombreuses hypothèses qu’il a fallu tester
pour finalement valider la méthode. Nous les avons détaillées dans l’article initial pré-
sentant les résultats [15], ainsi que dans deux articles de revue qui ont suivi [18, 21],
en prenant soin d’exposer avec transparence les points restant en suspens.

Nos principaux résultats sont les suivants. L’analyse poussée des spectres d’harmo-
niques (amplitudes et phases) générés dans N2, avec une longueur d’onde fondamen-
tale λL ≃ 800 nm et une intensité IL ≃ 1.2 × 1014 W.cm−2 a tout d’abord révélé que les
deux orbitales de valence les plus externes de la molécules (HOMO σg, et HOMO-1 πu)
contribuent au processus GHOE. Nous avons toutefois montré que les conditions de gé-

7. En toute rigueur, il s’agit de l’orbitale de Dyson, projection de l’état initial du neutre (à f élec-
trons) sur l’état de l’ion (à f − 1 électrons) [61, 62]. On a vérifié, dans le cadre de notre étude, qu’on
pouvait se contenter de considérer les orbitales Hartree-Fock.
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FIGURE 1.7 – Reconstruction d’orbitales moléculaires de N2 par GHOE. Reconstruc-
tions de la HOMO (a) et de la HOMO-1(b) à partir des données expérimentales. Recons-
tructions simulées de la HOMO (c) et de la HOMO-1 (d) utilisant les dipôles calculés à
partir des fonctions Hartree-Fock (e) et (f) et filtrés pour reproduire les conditions de
l’expérience. Figure extraite de l’article [15].
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nération permettaient d’isoler ces contributions dans le signal harmonique analysé, et
d’appliquer la procédure de tomographie à chacune d’entre elles. Les résultats sont pré-
sentés en figure 1.7, montrant un accord entre reconstructions expérimentales et simu-
lées tout à fait remarquable 8. La distorsion des orbitales reconstruites comparées aux
orbitales Hartree-Fock est principalement due à l’échantillonnage incomplet du dipôle
servant à la reconstruction, limité par l’espacement entre les harmoniques et la coupure
du spectre (équation 1.5). Nous avons dans un deuxième temps exploité les proprié-
tés temporelles du rayonnement harmonique pour reconstruire le paquet d’ondes du
“trou électronique” laissé dans l’ion par ionisation cohérente des deux voies (HOMO et
HOMO-1), aux instants d’ionisation et de recombinaison séparés de 1.5 fs environ.

Les reconstructions des orbitales et du paquet d’ondes se sont avérées possibles
dans des conditions de génération très particulières et avec un minimum de connais-
sances sur la molécule sondée (entre autres la symétrie des orbitales), permettant no-
tamment d’utiliser l’approximation “ondes planes” du dipôle (équation 1.8) et la sépa-
ration des voies d’ionisation. Sans prétendre disposer d’une technique expérimentale
“ab initio” pour l’imagerie systématique d’orbitales moléculaires, notre étude a mis
en évidence la richesse des informations structurales et temporelles encodées dans
l’émission GHOE, au niveau le plus fondamental. L’imagerie tomographique d’orbi-
tales moléculaires est un moyen parmis d’autres, certes moins spectaculaires mais tout
aussi efficaces, d’analyser la véritable grandeur encodant les informations : le dipôle
complexe émis par GHOE [18].

Ces résultats publiés initialement dans [15] ont fait l’objet d’un article dans Les
Dossiers de la Recherche (no 38 “ La lumière quantique ”, février 2010), et ont été
repris dans plusieurs media (Le Monde, Sciences et Vie, Sciences & Avenir, France
Info) via un communiqué de presse de l’UPMC. Ces résultats ont été cités dans le no

448 de La Recherche (janvier 2011) parmi les Dix Découvertes de l’année 2010 et se
sont vus décerner le Prix La Recherche 2011 9. Il m’ont valu par ailleurs le Prix Young
Scientific Award du CMOA remis lors de la conférence QSCP-XV à Cambridge en 2010.

Cette étude s’est poursuivie dans le cadre de notre collaboration, notamment au
travers du stage postdoctoral de Roland Guichard dans notre équipe, des thèses expé-
rimentales effectuées à Saclay par Žolt Diveki [66], Nan Lin [67] et Antoine Cam-
per [68] et des stages postdoctoraux de Bastian Manschwetus et Tahir Shaaran, sous
les directions de Pascal Salières et Thierry Ruchon [19, 22, 23, 26] (plusieurs autres
articles sont en cours de rédaction).

Elle ne cesse depuis d’alimenter notre groupe en nouvelles pistes de recherches, et
constitue un thème majeur de mon activité depuis mon recrutement, à égalité avec
l’étude des dynamiques d’ionisation résumée en 1.3.9 et développée dans les cha-

8. Parmi les nombreux tests effectués, nous avons vérifié que la reconstruction à partir de don-
nées modifiées (par exemple phase ou amplitude constante) ou de spectres expérimentaux quelconques
n’aboutissait pas à ce résultat.

9. http://www.leprixlarecherche.com/palmares-2011

http://www.leprixlarecherche.com/palmares-2011
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pitres 2 à 4. Je reviens ci-dessous sur les contributions récentes de notre groupe pour la
description théorique de la GHOE, visant à rafiner les modèles au cœur des méthodes
“auto-sonde” et la compréhension du processus en général.

1.3.8 Tests et amélioration des modèles pour la GHOE dans les mo-
lécules

Je passe ici en revue les principales études, passées ou en cours, menées dans notre
groupe pour tester et améliorer les modèles de GHOE, particulièrement lorsque celle-
ci se produit dans les molécules. Sans détailler l’ensemble des méthodes numériques
utilisées, je précise qu’une démarche récurrente dans nos travaux consiste à valider
les outils fournis par les approches intuitives, en confrontant celles-ci aux résultats de
simulations “complètes” obtenus par résolution numériquement exacte des équations
de Schrödinger dépendant et indépendante du temps, sur des systèmes modèles appro-
priés. Il s’agit pour la plupart de travaux effectués dans le cadre de stages de M2, de
thèses ou de stages post-doctoraux.

Ionisation tunnel

Plusieurs de nos travaux concernent l’ionisation tunnel, étape hautement non li-
néaire initiatrice de la GHOE et dont la modélisation s’avère extrêmement sensible aux
approximations employées. La bonne description de ce phénomène essentiel de la phy-
sique quantique présente en outre un intérêt fondamental bien au delà de la GHOE.

Lors de son stage de M2, Marie Labeye a ainsi effectué une série de tests des
modèles analytiques les plus répandus, dérivant plus ou moins directement d’approxi-
mations établies par Landau [69]. Marie a plus particulièrement orienté son étude sur
la formule de Smirnov et Chibisov [70] exprimant le taux d’ionisation tunnel d’un
système 1D de “numéro atomique” Z par un champ d’amplitude constante F comme

Γsc = ∣B±∣
2
√

2Ip (
4Ip
∣F ∣

)

2Z
√

ZIp

exp(−
2

3

(2Ip)3/2

∣F ∣
) (1.9)

où Ip est le potentiel d’ionisation 10. Sans entrer dans les détails, le facteur B± corres-
pond à l’amplitude asymptotique, respectivement vers la droite (+) et vers la gauche
(−), de la fonction d’onde liée initiale. Ce facteur indique en quelque sorte à quelle
point la fonction d’onde “pénètre” dans la barrière formée par le terme d’interaction
dipolaire en xF superposé au potentiel ionique ∼ −1/∣x∣, que l’électron traverse par
effet tunnel.

10. Cette formule met en avant la dépendance exponentielle du taux d’ionisation vis-à-vis de Ip, ce
qui explique que seules les orbitales de valence les plus externes sont susceptibles de contribuer à la
GHOE.
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Stark shift

µ F

Stark shift

µ F

FIGURE 1.8 – Représentation schématique de l’ionisation tunnel d’une molécule mo-
dèle 1D asymétrique. L’action du champ électrique dans un sens ou dans l’autre (fi-
gures droite et gauche) induit un déplacement lumineux (Stark shift) plus ou moins
marqué résultant in fine en une anisotropie contre-intuitive de l’ionisation, en faveur
nette de la direction où l’amplitude de la fonction d’onde initiale est la plus faible (ici
vers la gauche). Figure extraite de l’article [30] soumis pour publication.

En comparant les résultats de cette formule à ceux obtenus par résolution numé-
rique “exacte” de l’équation de Schrödinger dépendant du temps, Marie a tout d’abord
testé les différentes approximations amenant à la formule 1.9. Elle a notamment mis
en évidence et justifié les améliorations apportées lorsqu’on remplace Ip par le poten-
tiel d’ionisation de l’atome “habillé” par le champ, Ĩp(F ), uniquement dans le facteur
exponentiel. Marie s’est ensuite intéressée à l’anisotropie de l’ionisation moléculaire.
Dans le cas d’un système asymétrique, l’anisotropie de l’ionisation est caractérisée
dans la formule initiale 1.9 par le rapport B+/B−, prédisant une ionisation favori-
sée dans la direction vers laquelle la fonction d’onde initiale présente une amplitude
maximale. Ces prédictions, qui vont certes dans le sens de l’intuition première, sont
toutefois contredites par l’expérience [71]. Les travaux de Marie Labeye ont permis
de vérifier que le facteur déterminant n’est pas tant la polarisation de l’espèce chi-
mique considérée, reflétée par le rapport B+/B−, que sa polarisabilité, prise en compte
par l’asymétrie du potentiel d’ionisation habillé par le champ appliqué dans un sens
(Ĩp(F )) ou dans l’autre (Ĩp(−F )), voir figure 1.8.

Ces résultats ont été soumis pour publication [30]. Marie poursuivra son travail
dans notre groupe dans le cadre d’une thèse co-encadrée par Richard Taïeb et moi-
même, à partir de la rentrée 2015.

Une autre étude, antérieure à celle évoquée ci-dessus, a été menée par Roland Gui-
chard, postdoc dans notre groupe. Roland nous a rejoint pour travailler dans le cadre de
la collaboration avec les expérimentateurs du CEA Saclay, avec notamment l’objectif
de modéliser la GHOE dans les molécules alignées (en l’occurence N2). Nous avons à
cette occasion testé les différents modèles tenant compte des degrés de liberté propres
aux molécules.

En ce qui concerne l’ionisation tunnel, nous avons travaillé dans le cadre de l’ap-
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proximation MOADK [72]. Il s’agit d’une généralisation du modèle ADK [73], lui-
même étant une extension adiabatique de la formule 1.9 pour les champs laser os-
cillants. Dans l’approche MOADK, l’asymétrie de la molécule est prise en compte dans
un préfacteur angulaire analogue au B± de la formule de Smirnov et Chibisov. Ce pré-
facteur, ainsi que le potentiel d’ionisation habillé Ĩp(F ), sont habituellement évalués
pour une grande variété de molécules à l’aide des codes standard de la chimie quan-
tique. Les travaux de Roland Guichard ont toutefois montré que cette approche mixte
est à utiliser avec la plus grande précaution. En effet, les taux d’ionisation MOADK

dépendent avant tout du comportement asymptotique des orbitales moléculaires, les
méthodes de chimie quantique étant quant-à-elles optimisées pour décrire les zones
concentrant la majeure partie de la densité électronique. En conclusion, la valeur abso-
lue des taux MOADK et leurs dépendances en fonction de l’amplitude du champ F et
du potentiel d’ionisation Ip sont très instables vis-à-vis des bases utilisées. La méthode
permet toutefois d’obtenir des résultats raisonnablement convergés pour la dépendance
angulaire des taux.

Dynamique nucléaire

Un degré de liberté évidemment propre aux molécules est la configuration géomé-
trique des atomes qui la composent. Nous avons évoqué en section 1.3.5 une signature
typique des distances internucléaires encodée dans la GHOE par le biais d’interférences
dites “structurelles”.

Un autre effet attendu dans les molécules provient de la possible mise en mou-
vement des noyaux pendant le processus de GHOE, alors que l’électron actif effectue
son excursion dans le continuum. Manfred Lein a montré par une adaptation appro-
priée du modèle en 3 étapes, que le signal harmonique généré par une molécule à une
harmonique q donnée est modulé par la fonction d’autocorrelation nucléaire [74] :

C(τq) = ⟨χ+(τq)∣χ0⟩ (1.10)

où χ0 est l’état vibrationnel initial dans le neutre et χ+(τq) le paquet d’ondes vibra-
tionnel dans l’ion tel qu’il a évolué sur l’intervalle de temps τq qui sépare les instants
d’ionisation et de recombinaison propres à chaque ordre harmonique. Les temps τq,
donnés par la SFA, sont de l’ordre de la fs (voir figure 1.9). Ce modèle, qui prédit que
la GHOE doit être d’autant plus attenuée que les noyaux se trouvent loin de leur confi-
guration initiale au moment de la recombinaison, a été validé expérimentalement dans
le groupe de Jon Marangos en comparant les spectres GHOE émis par différents iso-
topes de la molécule H2 [75]. La signature de cette dynamique de noyaux légers dans
la phase du rayonnement a été mise en évidence expérimentalement lors de la thèse de
Stefan Haessler au CEA Saclay, toujours à l’aide de la technique RABBIT, lors d’une
étude à laquelle nous avons fourni un support théorique [13].

François Risoud cherche maintenant à établir dans quelles mesures les signatures
fines de la structure et de la dynamique moléculaires persistent dans le signal GHOE
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Note that this implies that the scattering state |k⟩ is orthogonal
to the orbitals |φm⟩ forming the ionic core state. The exchange
correction term can now be written as

dex =
f∑

m=1

(−1)f +m ⟨"+|d̂1|#(m)
0 ⟩ ⟨ψm|k⟩ , (26)

where

#
(m)
0 (r1, . . . , rf −1)

= Âψ1(r1) . . . ψm−1(rm−1)ψm+1(rm) . . . ψf (rf −1)

is the (f − 1)-electron Hartree–Fock wavefunction of an
unrelaxed ion, obtained by simply removing an electron from
the mth orbital of the neutral molecule.

What we learn from (26) is that the exchange correction
depends on the dipole matrix elements between the actual
ion and the unrelaxed ion, as well as on the overlap of the
continuum electron state, |k⟩, with all bound orbitals, |ψm⟩,
of the neutral. Knowing that |k⟩ is orthogonal to the |φm⟩,
which build the ion, we can conclude that if the |φm⟩ are very
similar to the |ψm⟩, the overlap ⟨ψm|k⟩ will be very small and
the exchange terms will be negligible. In other words, the
degree of orbital relaxation upon ionization decides about the
relevance of exchange terms. See also [100] for a discussion
of the physical interpretation of exchange terms.

In Koopmans’ approximation [17, 113], i.e. neglecting
orbital relaxation upon ionization such that |"+⟩ is built with
the same orbitals as the neutral but |ψf ⟩ from which the
continuum electron has been ionized, the exchange terms
rigorously vanish, since |k⟩ is orthogonal to all |ψm⟩. Also, the
Dyson orbital becomes simply ψf (r), and the multi-electron
recombination dipole (24) becomes the same as the single-
active-electron dipole (13).

2.3. Aspects relevant to HHG in molecules

While the issues treated in the last section already exist for
HHG in atoms, the following discusses some aspects of HHG
in molecules, where there are nuclear degrees of freedom
and the larger spatial extent of the binding potential leads
to energetically closer lying bound states than in atoms.

2.3.1. Nuclear dynamics. Vibrational and rotational
dynamics in molecules typically take place on the ∼100 fs
or ps time scale, respectively, which means that they are so
slow compared to the electron dynamics of the HHG process,
that nuclei are normally safely approximated as fixed. The
lightest nuclei, such as protons or deuterons, can, however, be
expected to move significantly during the continuum electron
excursion duration, τ , in HHG, with typical values of half a
driving laser period, e.g. τ ≈ 1.3 fs for an 800 nm driving
laser.

It turns out to be fairly straightforward to include nuclear
dynamics into the SFA model when the Born–Oppenheimer
(BO) approximation is adopted. Essentially, the molecular
dipole (10) is modulated by the nuclear overlap integral [12]:

C(τ ) =
∫

χ0(R)χ(R, τ ) dR, (27)

where χ0(R) is the nuclear part of the ground state molecular
wavefunction which is ionized in HHG, and χ(R, τ ) is the

Figure 6. Nuclear dynamics taking place while the electron
undergoes the three steps of HHG in H2, according to the model
described in [12]. The overlap of the initial and evolved nuclear
wavefunctions at the recombination instant modulates the HHG
amplitude.

nuclear part of the wavefunction of the molecular ion, which
has evolved during the excursion duration τ . The coordinate R
represents the nuclear configuration—in the H2 model system
studied in [12], this is simply the internuclear distance R.

The appearance of the overlap integral (27) can be
understood in the following way, illustrated in figure 6.

(i) As the laser ionizes the molecule, a nuclear wavepacket
is launched on the electronic (ground state) potential surface of
the molecular ion, simultaneously with the continuum EWP.
(ii) During the continuum excursion of the electron, the nuclear
wavepacket evolves as well. (iii) At recollision, the system
recombines with a certain probability into the ground state
and emits an attosecond burst of XUV light. For coherent
emission, recombination has to lead back to the initial state17,
the nuclear part of which is the vibrational ground state of the
neutral molecule. The probability amplitude of this transition
depends upon the overlap of the initial and evolved nuclear
wavefunctions, i.e. recombination will be all the less likely the
more different the nuclear wavefunctions have become.

This model has since been extended to more complex
molecules, such as CH4, and it has been shown that even for
some molecules with heavier nuclei, significant modulation
of HHG may occur [129, 130]. Also, the longer the driving
laser wavelength, the longer the excursion durations, the more
time there is for the nuclei to move, and thus the stronger the
effect to be expected. With mid-IR drivers, the nuclear motion
during τ will thus in general have to be taken into account.

2.3.2. Multi-orbital/channel contributions. Here, we remain
in the multi-electron formulation of section 2.2.2. So far,
ionization from a single orbital, ψf , has been considered—
and if we say that the orbitals ψ1 to ψf are ordered by
their energy, then we have actually just considered ionization

17 The coherence of the whole HHG process is crucial so that many molecules
in a macroscopic medium emit high harmonic radiation coherently, their
contributions adding up to a macroscopic signal. Of course, the HHG process
could, for instance, start with the molecule in the ground state and end with
a vibrationally excited molecule. This excited state would, however, have an
arbitrary phase relative to the continuum electron, which is ‘phase-locked’ to
the ground state and the light emission would consequently be incoherent and
not participate in the HHG spectrum detected in experiments.

13

FIGURE 1.9 – Modélisation de la dynamique nucléaire prenant place pendant la GHOE

dans les molécules, en parallèle des trois étapes suivies par l’électron actif : (i) io-
nisation tunnel, (ii) excursion dans le continuum et (iii) recombinaison. Cette image
suppose des transitions verticales à l’ionisation et à la recombinaison. Figure extraite
de l’article de revue [18].

pour une “vraie” molécule, où la distance internucléaire n’est pas fixe mais distribuée
selon l’état vibrationnel, avec la possibilité d’évoluer au cours du processus de GHOE.
Il utilise pour celà un code dont j’ai assuré puis supervisé le développement ces der-
nières années, permettant de simuler la dynamique vibronique compléte d’une molé-
cule modèles (1D ⊗ 1D) par résolution numérique exacte de l’équation de Schrödin-
ger dépendant du temps (voir annexe C). Ces travaux devraient notamment contribuer
à clarifier les limites de validité des modèles reposant sur une séparation de type Born-
Oppenheimer pour décrire les dynamiques vibroniques non perturbatives corrélées.

Signatures combinées de la GHOE multi-canal dans les molécules

Les niveaux d’énergie électronique de valence étant bien plus rapprochés dans les
molécules que dans les atomes, la GHOE y est susceptible d’impliquer plusieurs voies
d’ionisation, comme déjà évoqué dans l’étude tomograhique sur N2 (section 1.3.7), et
justifié par la dépendance exponentielle en Ip de l’ionisation tunnel (voir par exemple la
formule 1.9). Une interprétation alternative au modèle à 2 centres (voir section 1.3.5),
basée sur la GHOE multi-canal a par exemple été proposée pour interpréter les struc-
tures observées dans les spectres émis par CO2 [76, 77] 11. Un moyen de s’affranchir

11. Les deux interprétations ne sont en fait pas incompatibles, le plus vraisemblable étant que la
GHOE dans les molécules contienne les signatures intriquées des interférences dites structurelles liées à
la géométrie des molécules, et des interférences dites dynamiques liées à l’ionisation multi-canal.
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des voies d’ionisation de valence interne consiste à s’orienter vers des sources laser
dans l’IR moyen, qui permettent de travailler à intensité moindre tout en étendant le
plateau du spectre généré (voir la loi de coupure 1.5). C’est une piste explorée par
Antoine Camper, actuellement postdoc dans le groupe de Lou diMauro et Pierre Agos-
tini [27], dans le cadre de la thèse de Stephen B. Schoun [78]. Une alternative consiste
toutefois non pas à s’affranchir de ces contributions multi-canal, mais d’analyser et
interpréter les dynamiques complexes qu’elles entrainent. Je présente ci-dessous les
études de spectroscopies GHOE multli-canal auxquelles notre groupe a contribué.

Lors du stage postdoctoral de Roland Guichard, et toujours en collaboration avec
nos collègues du CEA Saclay, nous avons interprété les spectres d’harmoniques générés
dans les molécules de N2 alignées (indubitablement notre cobaye moléculaire favori)
au regard des différentes signatures attendues pour la GHOE moléculaire – au centre
desquelles se trouvent les contributions multi-canal. C’est dans ce cadre que Roland a
étudié les limites de validité du modèle MOADK (voir section 1.3.8 ci-dessus).

Nous avons démontré que le signal généré par N2 portait une signature de la dy-
namique des noyaux résultant de la contribution cohérente des deux voies identifiées,
laissant l’ion N+

2 dans ses états électroniques fondamental X et premier excité A, par
ionisation tunnel à partir de la HOMO et de la HOMO-1 respectivement. Le décalage
entre les courbes d’énergie moléculaires associées aux voies X et A (voir par exemple
figure 4.1, page 100) entraine, à partir d’un même paquet d’ondes initial, des évolutions
différentes des fonctions d’autocorrelation nucléaires complexes CX(τq) et CA(τq) as-
sociés. Les noyaux étant nettement plus lourds que dans H2 et ses isotopes, nous avons
montré que la signature ne se retrouve pas tant dans la modulation de l’intensité du
signal (au travers de ∣CX/A(τq)∣2), mais beaucoup plus finement dans les variations de
sa phase (au travers de argCX/A(τq)) – en vertu de la cohérence du processus.

Ces travaux, menés lors des thèses de Žolt Diveki, Nan Lin et Antoine Camper au
CEA Saclay, ainsi qu’une étude de la GHOE dans SF6 menée par Bastian Manschwetus,
font l’objet d’articles publiés [19, 22, 26] ou en cours de rédaction.

Je signale enfin le travail remarquable effectué par Camille Lévêque lors de son
doctorat [79], co-dirigé par Richard Taïeb dans notre groupe et Horst Köppel à Hei-
delberg, sur l’étude des dynamiques vibroniques corrélées prenant place dans SO2 au
voisinage d’intersections coniques, lors de la photoionisation d’une part, et de la GHOE

d’autre part [80–82]. Concernant la GHOE, Camille a développé en collaboration avec
François Risoud une adaptation originale de l’approche SFA pour les molécules po-
lyatomiques. Afin de valider les approximations employées, et de correctement ap-
préhender la dynamique corrélée entre électrons et noyaux au cours de tels processus,
Antoine Desrier a fourni un travail méthodologique et de programmation considérable,
lors de son récent stage de M2 que j’ai encadré. Son travail a porté sur l’adaptation de
notre modèle 1D ⊗ 1D déjà mentionné, à la modélisation des dynamiques vibroniques
corrélées prenant place lors de l’ionisation (perturbative ou tunnel) de molécules selon
plusieurs voies couplées, notamment au travers d’intersections coniques. Antoine Des-
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rier poursuivra son travail dans notre groupe dans le cadre d’une thèse co-encadrée par
Richard Taïeb et moi-même, débutant à la rentrée 2015.

Description du continuum et recombinaison

Le dernier point que j’aborderai au sujet de la modélisation de la GHOE concerne
la description du continuum d’ionisation exploré par l’électron actif au cours du pro-
cessus.

Comme déjà indiqué, cette excursion de l’électron dans le continuum suit princi-
palement deux classes de trajectoires bien décrites par la mécanique classique. Toutes
les études portant sur la GHOE évoquées précédemment reposent sur la séparation des
contributions de ces classes de trajectoires, “longues” et “courtes”, afin notamment de
pouvoir attribuer un “temps d’émission” bien défini à chaque harmonique, que ce soit
dans les expériences, les simulations quantiques, ou les modèles simplifiés. Une ana-
lyse originale repose toutefois sur l’exploitation des interférences se produisant entre
les paquets d’ondes suivant ces deux types de trajectoires, lorsqu’elles ne sont pas sé-
parées. Baptisée QPI (pour quantum path interferences) et reposant aussi sur le modèle
SFA [83], il s’agit d’une méthode “auto-sonde” prometteuse pour explorer les dyna-
miques quantiques se produisant au niveau le plus fondamental de la GHOE. Elle est
notamment due à Amelle Zaïr, actuellement à l’Imperial College de Londres, avec qui
nous poursuivons une collaboration étroite sur ce sujet particulier, principalement au
travers de travaux effectués par François Risoud et Roland Guichard pour la théorie.
Les premiers résultats vont faire l’objet d’une publication en cours de rédaction, et
ont déjà valu à François le prix de la meilleure photo dans la catégorie “Théorie et
Simulation” attribué lors de la journée scientifique 2015 du LABEX PLASPAR 12 !

Dans une toute autre étude, nous nous intéressons à clarifier la façon correcte de
décrire ce continuum dans la dernière étape du processus de GHOE, au travers du di-
pole de recombinaison 1.3.7. Il a déjà été précisé que l’établissement des équations
SFA [51] reposent sur la représentation des états du continuum ∣χc⟩ par des ondes
planes (équation 1.8). Il s’agit d’une approximation certes très pratique, mais largement
discutable, qu’il est nécessaire de corriger dans toute analyse, même qualitative, des
spectres d’harmoniques 13. Les limites de cette approximation, corrigées notamment
dans la théorie QRS (quantitative rescattering theory [84]), sont particulièrement ma-
nifestes lorsque le paquet d’ondes électronique se construit au voisinage de résonances
(de forme, ou états autoionisants). Leurs signatures dans la GHOE ont été démontrées
expérimentalement [85,86], ajoutant une 4e étape – le piégeage transitoire de l’électron
– au modèle de la GHOE [87]. Une description correcte des dipoles de transition 1.3.7

12. voir http://www.plasapar.com/en/plas-par-scientific-days.
13. Pour la reconstruction tomographique d’orbitales moléculaires dont il est question en sec-

tion 1.3.7, cette correction est apportée en “oubliant” le potentiel d’ionisation dans la relation de conser-
vation d’énergie aboutissant à la relation de dispersion k =

√
2meωq/h̵ entre la pulsation ωq de l’har-

monique q et l’amplitude k du vecteur d’onde de l’électron dans le continuum.

http://www.plasapar.com/en/plas-par-scientific-days
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FIGURE 1.10 – Test du principe de microréversibilité dans la GHOE pour un système
1D présentant une résonance de largeur ΓR = 5 eV, située à l’énergie ER = 15.49 eV au
dessus du seuil d’ionisation. croix rouges : phase du spectre GHOE divisé par le spectre
obtenu dans un système de référence (continuum lisse) de même Ip ; courbe verte : dé-
phasage “courte portée” des fonctions d’onde sélectionnées par la 3e étape de la GHOE.
Ce dernier est identique au déphasage associé au processus inverse, la photoémission
(voir chapitre 3.3). Résultats obtenus lors de la thèse de François Risoud.

(en amplitude et phase) ne peut alors s’obtenir qu’avec des fonctions d’onde élabo-
rées tenant compte du continuum dans toute sa complexité, en toute rigueur fonctions
propres du système. Une nouvelle question se dessine alors, à savoir quelle fonction
d’onde, parmi l’infinité de solutions du continuum dégénéré, est-il approprié de choisir.
Le principe de microréversibilité (detailed balance principle) suggère d’avoir recours
aux fonctions d’onde de diffusion entrantes et sortantes habituellement évoquées pour
décrire la photoémission. Je ne développerai pas ici les discussions animées consa-
crées à ce choix, alimentées par les ambiguïtés d’interprétation de ces fonctions d’onde
sur lesquelles nous reviendrons au chapitre 3. Nous avons montré que l’utilisation du
concept de “fonction d’onde sélectionnée”, que nous avons développé pour décrire la
photoémission (voir section 3.3.1), permet de lever ces ambiguïtés. Pour celà, nous
avons effectué, toujours dans le cadre de la thèse de François Risoud, des simulations
sur un modèle 1D structuré et comparé les variations de phase de spectres harmo-
niques obtenus par résolution de l’équation de Schrödinger dépendant du temps d’une
part et les phases de diffusion des fonctions d’onde “sélectionnées” par le processus.
Les résultats montrent un excellent accord entre ces phases (voir figure 1.10), nouvelle
démonstration de l’extraordinaire efficacité du modèle en trois étapes pour décrire la
GHOE, en dépit de sa simplicité 14.

14. Afin de pouvoir appliquer rigoureusement le principe de microréversibilité dans les modèles réa-
listes à 3D, il faut toutefois tenir compte des différences de distribution angulaire de l’électron dans
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Enfin, nous étudions actuellement les possibilités de décrire la GHOE dans les
molécules par une adaptation appropriée des méthodes standard de la chimie quan-
tique [88, 89], qui permettrait notamment de tenir compte des corrélations électro-
niques [90] dont le rôle s’est avéré important par exemple lors de l’ionisation tun-
nel [76]. Ce travail effectué en collaboration avec l’équipe de Julien Toulouse du LCT

(UPMC) bénéficie d’un financement du LABEX MICHEM, obtenu par Eleonora Luppi
(PI) et moi-même, grâce auquel nous accueillons Emanuele Coccia en stage postdoc-
toral. Son travail consiste à concilier la représentation usuelle des fonctions d’onde
en chimie quantique, à base de gaussiennes (GTO) ou de fonctions de Slater (STO), et
une description appropriée du continuum, par essence délocalisé, dans un développe-
ment TDCI pour résoudre non perturbativement l’équation de Schrödinger dépendant
du temps. Comme déjà évoqué au sujet du traitement des collisions, les bases usuelles
(STO et GTO) procurent des pseudo-états d’énergies positives localisés spatialement, à
proximité de la molécule, et spectralement, selon un spectre discret réparti de façon re-
lativement erratique. La méthode envisagée pour résoudre ces problèmes rédhibitoires
consiste à assigner artificiellement une partie imaginaire aux énergies de ces pseudo-
états, de sorte à les “élargir” et à leur conférer un caractère absorbeur 15. Emanuele a en
outre recours à une classe de primitives GTO dont les exposants permettent optimiser
le comportement oscillatoire des fonctions d’onde et la densité d’états d’énergies posi-
tives [92]. La première phase du travail a consisté à valider cette façon de représenter
le continuum, en comparant les résultats (fonctions d’onde, probabilité d’ionisation,
spectres GHOE) obtenus pour l’atome d’hydrogène, avec ceux fournis par les solutions
numériques “exactes”, accessibles pour les systèmes à 1 électron, et pour lesquelles
nous disposons d’une batterie de codes au LCPMR. Les premiers résultats, encoura-
geants, sont l’objet d’un article en cours de rédaction.

1.3.9 Dynamiques de photoémission

Les travaux que j’évoque maintenant concernent la dynamique d’un processus es-
sentiel de la mécanique quantique, la photoémission. Une série d’expériences, menées
à la fin des années 2000 par différents groupes de la communauté “atto”, a apporté un
tout nouvel éclairage sur ce processus, en le revisitant dans le domaine temporel.

le continuum. Celle-ci est simplement imposée par les règles de sélections dipolaires en photoionisa-
tion, alors qu’elle résulte d’une dynamique non perturbative pilotée par le champ laser en GHOE. Nous
explorons ce point dans une étude en cours initiée lors du stage de L3 de Etienne Bloch (printemps
2014)

15. Cette approche non hermitienne est équivalente à l’utilisation d’un potentiel absorbeur complexe
dans l’hamiltonien [91], qui permet de s’affranchir de la description asymptotique de la fonction d’onde
en en “gommant” les processus dissociatifs (par exemple l’ionisation) loin de la zone d’interaction.
J’ai notamment eu recours aux potentiels complexes pour le calcul des spectres de photoélectrons dans
l’implémentation de la méthode MCTDHF (voir section 1.3.2 et plus particulièrement l’annexe C de la
référence [6]).
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Ces études ont mis en évidence des retards spectaculairement courts, allant de
quelques attosecondes à quelques femtosecondes, lors de l’ionisation de cibles so-
lides [93], d’atomes [17,94] ou de molécules simples [13,16]. Ces expériences entrent
dans le cadre des spectroscopies attosecondes utilisant la GHOE, en dehors toutefois
des méthodes “auto-sonde” évoquées précédemment : le rayonnement XUV émis par
GHOE y est utilisé pour initier et/ou sonder, dans une cible secondaire, les processus
d’ionisation étudiés. Elles ont toutes été réalisées en détournant les techniques interfé-
rométriques de caractérisation d’impulsions attosecondes déjà mentionnées, le strea-
king pour les impulsions uniques [53] et le RABBIT pour les trains d’impulsions [52],
consistant à analyser des spectres de photoélectrons produits par le rayonnement at-
toseconde XUV “habillé” avec une impulsion IR. Suivant les expériences et les inter-
prétation, cette dernière participe au processus étudié (il s’agit alors d’un processus
à 2 photons XUV + IR) [13, 16] ou intervient pour sonder un processus à 1 photon
XUV [17, 93, 94].

En plus de porter sur un processus très fondamental et populaire, ces premières
mesures présentaient la particularité de concerner des grandeurs – les “temps d’io-
nisation” – dont la signification même était pour le moins incertaine au moment de
leurs publications. Une intense activité théorique a donc rapidement accompagné ces
résultats expérimentaux, portant sur la définition, l’interprétation et la possibilité de
mesurer ces temps, et soulevant des questions plus générales sur le statut du temps
en mécanique quantique. En particulier, de nombreuses études se sont focalisées sur
l’influence de la mesure sur les valeurs observées, voir par exemple [95–100]. Notre
groupe a abordé ces questions en participant à l’interprétation des mesures RABBIT

effectuées dans l’Ar par le groupe de Anne L’Huiller à Lund [17] et plus particuliè-
rement en ce qui me concerne, dans les molécules de N2 au sein d’une collaboration
impliquant le CEA Saclay et le CELIA à Bordeaux [13, 16].

Comme annoncé dans l’avant propos de ce document, j’ai choisi de présenter une
mise en perspective détaillée de mes travaux sur ce thème majeur de mes recherches
les plus récentes, dont l’ensemble fournit un aperçu très représentatif des démarches
et méthodes utilisées dans le groupe. C’est l’objet même des chapitres faisant suite
à la présentation générale de mes activités d’enseignement et de recherche. Le cha-
pitre 2 revient sur le statut du temps en mécanique quantique non relativiste, et plus
spécifiquement sur les bases théoriques permettant d’appréhender la photoionisation
dans le domaine temporel. Le chapitre 3 s’attache à l’identification et l’interprétation
des “temps” pouvant caractériser les dynamiques d’ionisation à 1 et 2 photons, et se
termine par une présentation de la méthode RABBIT et de son utilisation pour accéder
à ces dynamiques expérimentalement. Les points importants y sont illustrés par les ré-
sultats de simulations numériques effectuées sur des systèmes modèles simples. Enfin,
le chapitre 4 est une présentation de mes premières contributions au domaine de la
photoémission résolue en temps dans N2 [13, 16], à la lumière des éléments présentés
dans le chapitre 3.
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Je me contente de présenter ci-dessous deux développements méthodologiques clés
que j’ai menés lors de ces études.

Développements méthodologiques

Le premier de ces développements concerne la modélisation des expériences réa-
lisées dans N2 [13]. Les résultats de celles-ci indiquent une dépendance marquée de
la dynamique d’ionisation à 2 photons vis-à-vis de la structure du continuum atteint
transitoirement lors de la transition, ainsi que des états électronique et vibrationnel de
l’ion N+

2 à l’issu du processus. Afin d’interpréter ces observations, j’ai développé un
modèle, le plus simple possible mais très polyvalent, pour pouvoir le soumettre à un
grand nombre de simulations tout en reproduisant les caractéristiques essentielles de
N2 dans le cadre de cette étude.

Il s’agit d’un modèle 1D ⊗ 1D permettant de reproduire la dynamique vibronique
de la molécule. Il est constitué d’un cœur ionique caractérisé par un potentiel dépen-
dant de la distance internucléaire ρ, premier degré de liberté du modèle, en interaction
avec un électron dont la position x est le deuxième degré de liberté. Comme expli-
qué au chapitre 4 et en annexe C, ce modèle est suffisamment polyvalent pour pouvoir
reproduire les niveaux d’énergie vibronique de la molécule impliqués dans l’étude ex-
périmentale, correspondant aux premiers niveaux vibrationnels de l’ion dans ses deux
premiers états électroniques (X et A, que l’on a déjà évoqués dans l’étude de recons-
truction tomographique des OM de valence de N2, section 1.3.7), et du neutre à l’état
électronique fondamental et dans un état autoionisant couplé à la voie X . La méthode
numérique permettant de simuler exactement les dynamiques corrélées de ce modèle,
par résolution non perturbative de l’équation de Schrödinger dépendant du temps, est
présentée en annexe C.

Comme détaillé au chapitre 4, ce modèle s’est avéré particulièrement efficace, puis-
qu’il a permis de reproduire les résultats expérimentaux (notamment des “phases RAB-
BIT” résolues vibroniquement) et d’en donner une interprétation en termes de dyna-
mique d’ionisation, publiée dans l’article [16]. Il a depuis été adapté et utilisé pour des
études variées, notamment dans le cadre des travaux en cours de François Risoud et
Antoine Desrier mentionnés précédemment.

Le second développement majeur de ces études concerne la description du conti-
nuum d’ionisation des atomes et molécules. Il est usuel de représenter ce continuum
à partir d’ondes de diffusion héritées de la théorie des collisions [101]. Ce choix en-
traine toutefois quelques difficultés d’interprétation, notamment vis-à-vis des dyna-
miques d’ionisation. Il est maintenant établi que les “retards” associés à l’ionisation à
1 photon sont à relier uniquement à la diffusion de l’électron par le potentiel ionique
dans le continuum, l’absorption du photon en soi étant instantanée. Ces retards sont en
général définis par comparaison au mouvement de l’électron dans le potentiel Coulom-
bien, qui représente le comportement longue portée universel des potentiels ioniques,
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de sorte à mettre l’accent sur les contributions courtes portées propres à chaque espece
chimique – atome ou molécule. Formellement, ils s’expriment comme les retards de
groupe associés aux fonctions d’onde du continuum atteintes par la transition.

La relative simplicité de la définition de ces retards (attention, je ne parle pas ici
de leur mesure ou de leur calcul ...) s’efface toutefois lorsqu’on décrit le continuum
dans le formalisme conventionnel des fonctions de diffusions, en l’occurence les ondes
entrantes. La principale raison à celà est qu’il s’agit de fonctions complexes, dont la
phase se transfert à l’argument de l’amplitude de transition dipolaire, de l’état lié initial
vers l’état final, aboutissant à des mésinterprétations des retards par exemple comme
“le temps qu’il faut pour absorber un photon”.

Nous avons développé un formalisme alternatif, reposant sur le concept de “fonc-
tion d’onde sélectionnée” par la transition, directement fournie par la théorie des per-
turbations au premier ordre – théorie qui s’applique rigoureusement pour la simple
photoémission. La fonction d’onde sélectionnée, qui est notamment réelle, permet de
ramener au premier plan la nature des retards d’ionisation à 1 photon, comme nous
l’illustrons en 3.3 par des simulations sur des systèmes modèles simples.

Ces études ont été menées en grande partie lors des stages de M2 de Morgane
Vacher et Romain Gaillac. Elles sont l’objet d’un chapitre de livre publié [28], d’un
article soumis [29] et d’un autre en préparation. Elles sont par ailleurs au centre de
collaborations en cours avec nos collègues expérimentateurs du CEA Saclay.

1.3.10 Au sujet des méthodologies
La variété d’approches envisageables pour simuler ou modéliser la structure et les

dynamiques des atomes et des molécules constitue un vaste éventail allant des modèles
simples à dimensions réduites, auxquels j’ai eu principalement recours lors de mes ré-
centes recherches, jusqu’aux méthodes “exactes” qui ont fait l’objet de mes travaux de
thèse et de stage postdoctoral 16. Il me semble important de préciser que ces différentes
approches ne s’opposent en aucun cas, mais au contraire se complètent.

Les méthodes exactes demandent un important travail d’algorithmique et de pro-
grammation et entrainent des temps de calcul et/ou des besoins en mémoire considé-
rables. Le code de collisions développé dans le groupe comporte par exemple plusieurs
dizaines de milliers de lignes, et les temps d’exécutions pour obtenir des sections effi-
caces convergées se comptent en jours ou en semaines. Lorsqu’elles sont abordables,
ces méthodes ont pour objectif de fournir des résultats quantitatifs à comparer avec
l’expérience, ou bien venant compléter ou anticiper celle-ci.

Les modèles simples, quant-à-eux, ne sont pas uniquement invoqués lorsqu’“on
ne sait pas résoudre l’équation de Schrödinger”, mais avant tout conçus pour déga-
ger une image simple de situations a priori complexes. C’est le cas par exemple de

16. Les approches analytiques sont plutôt à rapprocher des modèles “simples”, puisqu’elles ne
s’avèrent exactes que pour de rares systèmes de référence ...
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la méthode SFA, qui procure une image extraordinairement simple de la GHOE, ou du
modèle vibronique 1D ⊗ 1D que j’ai développé pour l’interprétation de mesure ex-
périmentales complexes, dans l’étude des dynamiques d’ionisation de N2. Les efforts
que demandent ces approches sont concentrés sur la modélisation et l’interprétation,
en amont et en aval des simulations elles-mêmes. Elles sont indispensables à l’antici-
pation, la validation et l’interprétation des résultats obtenus par le biais des méthodes
exactes ou expérimentalement – à condition d’en bien cerner les limites de validité.

1.4 Projets de recherche

Mes projets de recherche actuels ont comme fil conducteur la modélisation, la ca-
ractérisation et le contrôle des processus ultra-rapides dans des systèmes moléculaires
de plus en plus complexes. Ils s’inscrivent pour le moyen terme dans la continuité
de nouvelles approches abordées au cours de mes récentes activités. Je développe ci-
dessous les principaux axes de recherche envisagés, qui sont notamment au programme
du projet ANR CIMBAAD, démarré à l’automne 2015 en collaboration avec le CEA Sa-
clay (PI Pascal Salières) et l’ILM à Lyon.

Contrôle des dynamiques de paquets d’ondes électroniques

Nos récentes simulations et analyses de photoémission à 2 photons via des conti-
nua structurés, caractérisée dans le domaine temporel avec la méthode interféromé-
trique RABBIT, ouvrent des perspectives prometteuses sur le contrôle attoseconde des
dynamiques électroniques et vibroniques. Les études initiales menées sur la molécule
N2 (voir [13,16] et chapitre 4) et les travaux récents effectués dans He par Lou Barreau
et Vincent Gruson au CEA Saclay (voir [31] et figure 3.15) permettent d’envisager une
caractérisation complète et un façonnage temporel des paquets d’ondes vibroniques
créés par ionisation moléculaire à 2 photons.

Pour atteindre ce but, nos collègues expérimentateurs du CEA Saclay et de l’ILM

Lyon envisagent le recours à diverses techniques de pointe : laser de génération ac-
cordable en fréquence basé sur un OPA (optical parametric amplifier) [102, 103], ali-
gnement moléculaire non adiabatique [104], détection VMI résolue spectralement et
angulairement [105], le tout articulé autour d’un dispositif interférométrique RABBIT.
Ainsi combinées, ces techniques ont comme objectif ultime de permettre une caracté-
risation et un contrôle de la structure spatio-temporelle des paquets d’ondes électro-
niques dans le référentiel de la molécule. Dans une large perspective, ces dispositifs
expérimentaux seront appliqués à l’étude des dynamiques vibroniques dans des mo-
lécules allant de système tests (tels que N2, CO2 ...) aux plus gros systèmes (tels que
C60 [106] et autres fullérènes), à l’aide de spectroscopies à 2 photons (RABBIT) ou
hautement non-perturbatives (GHOE auto-sonde).
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Le support théorique anticipant ou accompagnant de tels travaux nécessite une uti-
lisation simultanée de modèles simples pour l’interprétation et de méthodes exactes
pour la prédiction ou la validation quantitative des mesures. Deux grands défis se des-
sinent, pour décrire les dynamiques accompagnant les processus allant de la photoé-
mission à la GHOE en champ intense : obtenir de bonnes descriptions du continuum,
que ce soit par des état stationnaires ou des paquets d’ondes, et tenir compte au mieux
des corrélations tant électroniques que vibroniques. Je présente ci-dessous les prin-
cipaux développements que j’envisage, et dont l’utilisation dépassera le cadre déjà
ambitieux du projet mentionné ci dessus.

Représentation du continuum électronique

Les difficultés liées à la représentation correcte du continuum d’ionisation consti-
tuent un défi récurrent de nos études. Plusieurs de mes projets portent sur le dévelop-
pement et l’optimisation de méthodes numériques visant à répondre à ces difficultés,
que ce soit pour les traitement dépendant ou indépendants du temps.

Le problème de représentation des fonctions d’onde est particulièrement complexe
dans la modélisation des dynamiques non perturbatives prenant place dans les molé-
cules. En effet, la simulation de ces dynamiques par résolution de l’équation de Schrö-
dinger dépendant du temps revient à propager des paquets d’ondes polyélectroniques
couvrant simultanément des états liés et le continuum sur une vaste gamme d’énergie.

Comme précisé précédemment, je suis actuellement impliqué dans un projet du LA-
BEX MICHEM visant à décrire la GHOE moléculaire avec une approche de type TDCI,
où les fonctions de base sont issues de calculs standard de la chimie quantique et cor-
rigées pour une prise en compte ad hoc du continuum. Le sujet de thèse que Marie
Labeye a commencé en septembre 2015 sous mon co-encadrement consistera à s’af-
franchir plus encore des problèmes apportés par fonctions de type GTO pour décrire le
continuum. Il est prévu que Marie développe une approche mixte, combinant l’exper-
tise de la chimie quantique pour décrire les états liés et une représentation délocalisée
du continuum reposant sur une discrétisation de type B-spline [107]. Il s’agit aussi
d’une approche TDCI, particulièrement adaptée à la description des dynamiques riches
et corrélées se produisant au niveau d’états autoionisants.

Je prévois par ailleurs de développer le concept de “fonction d’onde sélectionnée”
et son utilisation. Nous avons montré à l’aide de premières simulations sur des mo-
dèles simples que cette classe de fonctions d’onde stationnaires du continuum s’avère
particulièrement simple à manipuler et à interpréter, et qu’elle est suffisament polyva-
lente pour décrire simultanément et sans ambiguïté les dynamiques de photoémission
d’une part (voir sections 1.3.9 ci dessus et 3.3 dans la suite) et de recombinaison dans
la GHOE d’autre part (voir figure 1.10). La suite du travail visera donc à étendre son
application aux modèles moléculaires réalistes, dans l’esprit du code EPOLYSCAT dé-
veloppé par Robert Lucchese [108, 109].
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Il s’agit de projets à long terme, dont le but commun est d’aboutir à des descrip-
tions appropriées du continuum électronique dans les molécules. Ces projets se dé-
velopperont de façons progressives. Nous partirons des modèles les plus simples, sur
lesquelles une grande variété de tests numériques est envisageable, pour valider de
proche en proche des techniques dont les applications aux modèles les plus réalistes
nécessiteront le recours au calcul intensif.

Une première étape de ces projets consistera à implémenter les modèles pour les
systèmes à deux électrons, toujours 1D. Il s’agit de systèmes pour lesquels il est en-
core relativement simple de résoudre les équations de la mécanique quantique avec des
temps de calcul restant de l’ordre la journée. Ces simulations numériquement exactes
permettront de tester la qualité de représentation des paquets d’ondes avec l’approche
TDCI mixte d’une part, et de confronter l’analyse des “fonctions sélectionnées” à la
vraie dynamique d’ionisation selon la méthodologie développée au chapitre 3. Afin
d’anticiper au plus tôt la transition vers les systèmes réalistes, on utilisera une repré-
sentation des orbitales 1D du continuum en ondes partielles, très analogue au déve-
loppement sur les harmoniques sphériques habituel en 3D (voir annexe B). Nous pré-
voyons ensuite de généraliser les premiers résultats aux systèmes 1D polyélectroniques
en utilisant comme référence l’approche MCTDHF (voir 1.3.2), dont une limitation tou-
tefois identifée est de difficilement converger dans la prise en compte des processus
hautement corrélés tels que ceux induits par les états autoionisants [6]. Dépasser ces
limitations avec les techniques que nous développerons sera primordial, tant les conti-
nuua structurés sont sources de dynamiques particulièrement riches notamment pour
le façonnage cohérent de paquets d’ondes complexes.

Le passage à 3D se fera tout d’abord par les atomes et les diatomiques. Concernant
ces dernières, H+

2 constituera un système de référence particulier, puisque il est possible
de décrire numériquement son continuum avec une grande précision [110, 111]. Les
systèmes polyélectroniques les plus simples permettront de tester la convergence des
résultats caractérisant la dynamique dans le continuum vis-à-vis de la représentation
du cœur ionique avec les bases standard de la chimie quantique, dans les approches
de type “champ moyen” d’une part puis corrélées ensuite. Ces codes tests devront être
écrits de façon très générale, en anticipation de leur application à la plus grande variété
possible de molécules.

Dynamiques vibroniques corrélées

Un autre axe de recherche que je tiens à développer concerne la dynamique corré-
lée des électrons et noyaux, induite ou sondée dans les molécules par des impulsions
de lumière intenses et/ou ultra-brèves. Sous de telles conditions extrêmes – fortes in-
tentités et spectres larges bandes – désintriquer les degrés de libertés électroniques et
nucléaires n’est plus possible. Des raisonnements basés sans précaution sur l’image
commune fournie par l’approximation de Born Oppenheimer peut amener à de sévères
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mésinterprétations. Il y a donc une réelle nécessité de développer des approches théo-
riques reproduisant à divers degrés de raffinement les caractéristiques essentielles des
molécules dans les conditions considérées, pour aboutir à une compréhension correcte
de ces dynamiques complexes.

Dans cette optique, je vais poursuivre le développement et l’utilisation du modèle
vibronique “minimal” 1D ⊗ 1D, qui a déjà fait preuve de son efficacité pour décrire les
dynamiques de photoionisation de diatomiques près du seuil [16] ou les dynamiques
vibroniques prenant place lors de la GHOE moléculaire (travaux initiés lors de la thèse
de François Risoud). C’est le sujet de la thèse que Antoine Desrier commencera sous
ma co-direction à la rentrée 2015. Antoine a déjà consacré son stage M2 à l’adapta-
tion du code existant pour la prise en compte de la dynamique nucléaire sur plusieurs
voies électroniques couplées, typiquement via des intersections coniques [112, 113].
Une première application consistera à simuler et analyser les dynamiques complexes
se produisant dans SO2 en photoionisation et en GHOE, qui ont déjà été étudiées dans
le groupe à l’aide de modèles alternatifs dans le cadre de la thèse de Camille Lé-
vêque [80–82].

Ces travaux, et les résultats d’autres tests sur des systèmes variés, devraient notam-
ment permettre de rafiner le modèle SFA appliqué à la GHOE moléculaire, et in fine
servir à proposer des modèles simples applicables à l’interprétation d’expériences ef-
fectuées sur des molécules complexes.

Ces projets s’inscrivent dans la transition amorcée il y a peu de l’atto-physique vers
l’atto-chimie [21], et devraient y apporter des contributions notables. Ils seront menés
dans le cadre de collaborations existantes ou se formant avec des équipes d’expérimen-
tateurs, en particulier au CEA Saclay et à l’ILM de Lyon. Ils bénificieront du développe-
ment de nouvelles sources laser, disposant par exemple de fréquences accordables sur
une large gamme dans l’IR moyen ou encore de faisceaux de photons “vrillés” (twis-
ted photons) [32, 114, 115], adaptées à la conception de spectroscopies moléculaires
novatrices à base de GHOE.
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Chapitre 2

Le temps et la mécanique quantique

Les premières expériences de photoémission résolue en temps à l’échelle de l’at-
toseconde [13,17,93,94], évoquées en section 1.3.9 et que l’on abordera dans les cha-
pitres suivants, ont en commun de soulever une question simple : À quoi correspondent
les “temps d’ionisation” mesurés ? Répondre à cette question pour un processus aussi
fondamental que la photoémission nécessite de revenir sur le statut du temps en méca-
nique quantique.

Les discussions portant sur ce point ne sont pas nouvelles en soi – les premières
étant concomitantes à l’établissement de la mécanique quantique elle-même. Ce qui
suit n’aborde le sujet que partiellement, en se limitant au cadre qui nous intéresse
ici, à savoir la physique atomique et moléculaire aux échelles de l’électron-Volt et de
l’attoseconde. Ce travail en grande partie bibliographique, mené dans le groupe sous
l’impulsion d’Alfred Maquet, a fait l’objet d’un article de revue [25].

2.1 Temps vs. énergie
La formule la plus célèbre associée au temps en mécanique quantique est certaine-

ment l’inégalité de Heisenberg

∆E∆t ≥
h̵

2
(2.1)

qui traduit l’impossibilité de déterminer simultanément, avec une précision arbitraire,
l’énergie E et le temps t auxquels se produit un processus donné. Cette relation et son
équivalent pour la paire position–quantité de mouvement,

∆x∆p ≥
h̵

2
, (2.2)

ont pour corolaire notoire l’impossibilité de conférer une trajectoire, au sens usuel
de la mécanique classique, à un système quantique. Formellement, chacune de ces
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deux relations peut être vue comme découlant d’une relation de Fourier entre deux
amplitudes de distributions,

Ψ(t) = ∫ ψ(E) × e−i
Et
h̵ dE (2.3)

pour la paire énergie–temps, et

Φ(p) = ∫ φ(x) × e−i
xp
h̵ dx (2.4)

pour la paire position–quantité de mouvement. Les incertitudes ∆E, ∆t, ∆x et ∆p
sont alors définies comme les écarts-type des distributions ∣ψ(E)∣2, ∣Ψ(t)∣2, ∣φ(x)∣2

et ∣Φ(p)∣2 respectivement 1. L’analogie s’arrête cependant ici. En effet, la relation 2.3
découle directement de la relation de Planck

E = h̵ω (2.5)

où ω est la pulsation, variable conjuguée du temps, tandis que la relation 2.4 est une
conséquence de la relation de commutation fondamentale entre les opérateurs position
x̂ et quantité de mouvement p̂,

[x̂, p̂] = ih̵. (2.6)

Il s’agit là de deux postulats totalement différents de la mécanique quantique. Toute-
fois, la similitude entre les deux relations d’incertitude pose la question, initialement
formulée par Heisenberg lui-même [117], de l’existence d’un hypothétique opérateur
temps t̂ vérifiant la relation de commutation

[Ĥ, t̂] = ih̵ (2.7)

avec l’opérateur hamiltonien Ĥ du système considéré. Il s’avère qu’un tel opérateur t̂
ne peut exister, en vertu du théorème de Stone–von Neumann [25]. Ce théorème établit
en effet que le commutateur de deux observables ne peut être une constante que lorsque
le spectre de l’une et de l’autre couvrent l’ensemble continu et non borné des réels –
ce qui n’est pas le cas de Ĥ (voir annexe A).

Cette propriété conforte l’idée, encore débattue [25, 118], selon laquelle le temps
n’est pas une observable de la mécanique quantique. Il s’agit plutôt d’un paramètre ex-
terne (une “invention humaine”, pour reprendre une expression de John Briggs [119]),

1. Déduire ainsi l’inégalité 2.1 de la relation 2.3 n’est rigoureusement possible que si les amplitudes
sont continues. Lorsqu’on se place dans la partie discrète du spectre, ψ(E) s’exprime en termes de
fonctions de Dirac et la distribution ∣ψ(E)∣2 est mal définie. Dans ce cas, l’inégalité 2.1 s’obtient à
l’aide du théorème d’Ehrenfest (voir par exemple Messiah [116], chapitre VIII, §13). Le problème ne se
pose toutefois pas ici, puisqu’on s’intéresse à la dynamique dans des continua d’ionisation. Quant à la
paire position–quantité de mouvement, le lien entre 2.2 et 2.4 est garanti par la continuité des variables
x et de p, elle-même inhérente à la relation de commutation fondamentale 2.6 (voir Annexe A).



2.2 Outils d’analyse de la mécanique ondulatoire : le formalisme de Wigner 45

introduit pour tenir compte de l’interaction entre le système considéré et un environ-
nement extérieur, dans le cadre des approximations semi-classiques. Celles-ci com-
prennent les approches utilisées dans notre groupe pour décrire d’une part les colli-
sions atomiques et moléculaires (où le temps est introduit en conférant une trajec-
toire au mouvement relatif des noyaux partenaires de collision, voir section 1.3.1), et
d’autre part l’interaction matière et rayonnement (via un champ électrique classique
dépendant du temps, sans que la notion de photon n’apparaisse dans l’hamiltonien,
voir section 3.2.2).

Nous ne développerons pas plus en avant le vaste sujet du temps en mécanique
quantique, qui dépasse de loin le cadre de nos études.

La relation centrale, pour répondre à la question posées par les expérience de pho-
toémission résolues en temps, est en fait l’équation 2.3 reliant les amplitudes de dis-
tributions spectrales et temporelles. Cette relation de Fourier laisse le choix, au moins
pour un théoricien, de travailler directement dans le domaine temporel ou indirecte-
ment dans le domaine spectral. Dans le premier cas, on peut s’intéresser au profil
temporel complet ∣Ψ(t)∣2 ou se contenter de grandeurs caractéristiques, telles que le
temps moyen associé à ce profil. Dans le deuxième cas, il faut avoir recours aux outils
standard de la mécanique ondulatoire, permettant de caractériser la dynamique d’un
paquet d’ondes via les concepts de vitesse et de retard de groupe. En pratique, le point
de vue choisi dépend bien entendu des méthodes, expérimentales ou numériques, à
disposition.

2.2 Outils d’analyse de la mécanique ondulatoire : le
formalisme de Wigner

L’échelle de temps atteinte dans les expériences de photoionisation qui nous inté-
ressent se situe bien en deça de la résolution des dispositifs de type “temps de vol”
disponibles actuellement : il n’est (malheureusement) pas question d’accéder en temps
réel à la dynamique des paquets d’ondes électroniques émis [120]. Les méthodes expé-
rimentales utilisées pour atteindre une telle résolution reposent donc sur des approches
interférométriques. Les grandeurs effectivement mesurées sont des phases, et les temps
associés sont les retards de groupe définis à partir des variations spectrales de ces der-
nières. Avant de s’intéresser plus en détail à l’origine de ces phases et à l’information
qu’elles contiennent, il faut noter que le terme “déphasage” est plus approprié, puis-
qu’un interféromètre mesure une différence de phases entre deux signaux. Transposé
dans le domaine temporel, on parle bien d’un retard (delay en anglais), c’est-à-dire
un décalage temporel entre deux évènements. Ce point est particulièrement important,
puisqu’il implique de préciser une référence pour définir et mesurer les phases et les
temps associés.
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En mécanique quantique, la notion de retard de groupe héritée de la physique
ondulatoire permet d’interpréter, en terme de dynamique de diffusion, les fonctions
d’onde du continuum solutions de l’équation de Schödinger indépendante du temps.
Des explications claires et détaillées peuvent être trouvées dans l’article séminal de Wi-
gner [121], ou bien dans le livre récent de David J. Tannor [122] dédié à la dépendance
temporelle en mécanique quantique. Nous nous contentons ici d’illustrer l’interpréta-
tion de cette notion en traitant la diffusion quantique d’une particule par un potentiel
attracteur, à une dimension.

Dans ce qui suit, nous montrons dans quelle mesure la dynamique de collision –
en particulier l’influence du potentiel – peut être mise en évidence d’une part par une
analyse intuitive de paquet d’ondes dans un traitement dépendant du temps, et d’autre
part en analysant les fonctions d’onde du continuum appropriées dans une approche
indépendante du temps, avec le formalisme de Wigner. Nous verrons ensuite que les
outils de simulation introduits ici pour le cas d’une collision pourront directement être
adaptés à l’étude théorique des dynamiques de photoionisation.

2.2.1 Dynamique d’un paquet d’onde
Nous considérons une particule de masse m, de position x, décrite par un paquet

d’ondes ∣Ψ(t)⟩ dont l’évolution est régie par l’équation de Schrödinger dépendant du
temps. Ce paquet d’ondes peut être caractérisé à chaque instant par sa position et sa
quantité de mouvement moyennes :

⟨x⟩t = ⟨Ψ(t)∣x̂∣Ψ(t)⟩ (2.8)
⟨p⟩t = ⟨Ψ(t)∣p̂∣Ψ(t)⟩ (2.9)

ainsi que ses largeurs :

(∆x)t =

√

⟨Ψ(t)∣x̂2
∣Ψ(t)⟩ − ⟨Ψ(t)∣x̂∣Ψ(t)⟩2 (2.10)

(∆p)t =

√

⟨Ψ(t)∣p̂2
∣Ψ(t)⟩ − ⟨Ψ(t)∣p̂∣Ψ(t)⟩2. (2.11)

On choisit un paquet d’ondes suffisamment localisé pour que les grandeurs moyennes
⟨x⟩t et ⟨p⟩t soient effectivement représentatives de la position et de la quantité de mou-
vement de la particule. Cette précision n’est pas anodine : elle suppose que (∆x)t
et (∆p)t soient petits simultanéments, c’est-à-dire que le paquet d’ondes présente a
priori un caractère “classique” notable.

La densité de probabilité de présence ∣Ψ(x, t)∣2 d’un tel paquet d’ondes, obtenue
par résolution numérique de l’équation de Schrödinger dépendant du temps, est repré-
sentée sur la figure 2.1 (en bleu) à différents instants de sa diffusion par un potentiel à
courte portée (en noir). Le paquet se propage de la gauche vers le droite, et on a choisi
par simplicité un cas pour lequel la reflection sur le potentiel est quasi nulle. Tant que
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FIGURE 2.1 – Diffusion d’un paquet d’ondes gaussien par un potentiel courte portée. À
gauche : ———– densité de probabilité de présence de la particule diffusée ∣ψ(x, t)∣2 avant
(t1), pendant (t2) et après (t3) collision ; — - — - paquet d’ondes diffusé librement. À droite :
flux calculé en xd pour la particule diffusée (———–) et pour la particule libre (— - — -).
Simulations effectuées pour un paquet d’ondes d’énergie moyenne Ē = 54.4 eV, de largeur
initiale (∆x)t1 = 10 u.a, diffusé par le potentiel V (x) = −136 exp(−x2/25) eV (x en u.a.).
Masse de la particule : m = 1 u.a.

le paquet évolue librement, sa position moyenne ⟨x⟩t suit une trajectoire uniforme à la
vitesse ⟨p⟩t1/m, où ⟨p⟩t1 est la quantité de mouvement moyenne initale, tout en s’éta-
lant 2. Sous l’action du potentiel, ∣Ψ(x, t)∣2 se déforme nettement, son extension (∆x)t
étant comparable à la portée du potentiel. Les composantes les plus rapides, arrivées
en premier, sont accélérées par le potentiel avant les plus lentes : on voit clairement
en t2 le paquet d’ondes se séparer en deux structures associées aux composantes ra-
pides (à droite) et lentes (à gauche). Après le passage au travers du potentiel, le paquet
d’ondes retrouve sa distribution en p initiale et un profil spatial peu structuré (voir t3),
les composantes de queue ayant rattrapé celles de tête.

L’influence du potentiel apparait clairement si l’on compare le paquet d’ondes
après diffusion à celui obtenu au même instant après propagation sans potentiel, par-
tant des mêmes conditions initiales. Ce paquet d’ondes de référence est représenté en
tirets gris sur la figure 2.1. Les deux paquets en t3 sont semblables, à ceci près que le
paquet diffusé est en avance sur le paquet libre puisqu’il a été temporairement accéléré.
Ce décalage en temps peut être quantifié en analysant le profil temporel des paquets
d’ondes, en une position xd située au delà de portée du potentiel (indiqué en rouge sur
la figure 2.1). La méthode d’analyse que nous avons choisie repose sur le flux calculé
en xd, j(xd, t). Le cadre à droite de la figure 2.1 montre l’évolution de celui-ci en fonc-

2. L’élargissement au cours du temps indique que le front du paquet contient les composantes les
plus rapides, tandis que sa queue contient les plus lentes. Ceci est lié aux conditions initiales (arbitraires)
de la simulation. On est parti à t1 d’un paquet d’ondes gaussien réel, i.e. sans variation spectrale de
phase : il s’agit d’un état vérifiant (∆x)t(∆p)t = h̵/2. Partant de t1, le paquet ne peut donc que s’élargir
spatialement afin de respecter l’inégalité de Heisenberg – sachant que (∆p)t reste constant lors de la
libre propagation.
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tion du temps, lors du passage du paquet d’ondes diffusé (bleu). Le temps de parcours
(ToF pour “time of flight”) du paquet d’ondes jusqu’au detecteur virtuel placé en xd

peut alors être évalué numériquement comme le temps moyen

ToF(xd) =
∫ t × j(xd, t)dt

∫ j(xd, t)dt
. (2.12)

La même procédure appliquée au paquet d’ondes propagé librement donne la courbe
de flux présentée en tirets gris sur la même figure. Le décalage entre les deux courbes
met en évidence, directement dans le domaine temporel, le “retard” entre les deux
paquets d’ondes, que l’on peut évaluer comme

∆ToF = ToF(xd) − ToFref(xd) (2.13)

où ToFref(xd) est le temps de vol de référence du paquet d’ondes libre.
Avec les paramètres de simulation choisis, le retard est évalué à −0.06 fs (il s’agit

bien d’un retard négatif, puisque le potentiel accélère la particule !).

2.2.2 Analyse des états stationnaires
Nous passons maintenant à l’autre face de la médaille, c’est-à-dire de la relation de

Fourier 2.3, où l’on exprime le paquet d’ondes comme une combinaison linéaire

Ψ(x, t) = ∫ c(E)φE(x) × e−i
Et
h̵ dE (2.14)

de fonctions stationnaires φE(x) solutions de l’équations de Schrödinger indépendante
du temps (d’où le nom “paquet d’ondes”...). Le continuum étant dégénéré (doublement
à 1D), une infinité de bases différentes est envisageable. L’idée ici est de s’intéresser
aux états stationnaires pouvant être interprétés individuellement, au regard du proces-
sus de diffusion considéré. De tels états sont définis dans le cadre de la théorie des
collisions à partir de leur comportement asymptotique en ondes planes [121].

À titre d’illustration, nous montrons en figure 2.2 la partie réelle de la fonc-
tion d’onde stationnaire calculée numériquement pour l’énergie moyenne du paquet
d’ondes Ē (courbe violette). De part et d’autre du potentiel, la fonction présente
un comportement sinusoïdal, de nombre d’ondes k(Ē) =

√
2mĒ/h̵ : les fonctions

d’onde stationnaires décrivant la collision s’expriment effectivement en termes d’ondes
planes là où la particule évolue librement. Dans la zone d’influence du potentiel
(−10 u.a. ≲ x ≲ +10 u.a.), la fréquence des oscillations augmente, traduisant l’accéléra-
tion locale de la particule. Cette augmentation transitoire de la fréquence d’oscillation
induit, en sortie de potentiel (à droite, x ≳ +10 u.a.), un déphasage de l’onde par rapport
à ce qu’elle aurait été sans potentiel 3 (représentée en gris). Ainsi, à chaque énergie E,

3. L’action du potentiel se retrouve aussi sur les amplitudes des fonction d’onde, permettant d’ex-
primer dans le cas général les coefficients de transmission et de reflexion. La recherche d’informations
sur un potentiel diffuseur à partir des déphasages et amplitudes des fonctions d’onde associées constitue
une discipline en soi, entrant dans le cadre général des “problèmes inverses” [123].
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FIGURE 2.2 – Diffusion d’une particule par un potentiel à courte portée. À gauche : ———–
fonction d’onde (partie réelle) représentant la particule diffusée en provenance de x → −∞,
avec une énergie 54.4 eV ; — - — - fonction d’onde (partie réelle) représentant la particule
libre à la même énergie. À droite : ———– déphasage de l’onde diffusée par rapport à l’onde
libre, en fonction de l’énergie. Ē = 54.4 eV représente l’énergie moyenne du paquet d’ondes
dans la simulation dépendant du temps (voir figure 2.1 et sa légende).

la fonction d’onde se comporte asymptotiquement à droite du potentiel comme

φE(x) ∼ ei[kx+η(E)] (2.15)

où k =
√

2mE/h̵ et η(E) représente le déphasage par rapport à l’onde propagée li-
brement eikx. Le cadre à droite de la figure 2.2 montre la variation de ce déphasage
en fonction de E pour le potentiel gaussien considéré, dans la zone spectrale couverte
par le paquet d’ondes simulé dans l’approche dépendant du temps. Le retard de groupe
est donné par la dérivée spectrale de η(E). Le paquet d’ondes étant suffisament peu
structuré, on s’attend à ce que le retard de groupe évalué à l’énergie moyenne Ē,

τ(Ē) = h̵
∂η(E)

∂E
∣
Ē

(2.16)

soit représentatif du retard induit par le potentiel sur sa dynamique [121, 122]. Dans
le cas considéré, on obtient τ(Ē) = −0.06 fs, valeur identique à celle obtenue pour le
calcul de ∆ToF présenté précédemment (équation 2.13).

2.2.3 Dans “retard de groupe” ...

Nous avons ainsi illustré l’équivalence entre approches dépendant et indépendantes
du temps dans le traitement de la diffusion en mécanique quantique, garantie par la
relation de Fourier 2.3 et établie de longue date en mécanique ondulatoire (on doit les
notions de vitesse et retard de groupe à Rayleigh).
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... il y a “groupe”

Il ne faut toutefois pas perdre de vue que cette équivalence n’est exploitable via
le concept de retard de groupe que lorsque les grandeurs telles qu’énergie moyenne et
temps moyen sont effectivement représentatives de la dynamique du paquet d’ondes
(du groupe) étudié. Il faut que celui-ci soit peu structuré (idéalement gaussien) et se
comporte de façon suffisament classique pour rester raisonnablement localisé le long
d’une trajectoire. Dans le cas contraire, il faut se résoudre à considérer le paquet dans
son intégralité, dans le domaine spectral ou dans le domaine temporel.

... et il y a “retard”

Un autre point important à garder en tête est la nécessité de spécifier sans ambiguïté
la référence lorsque l’on évoque un retard dans le domaine temporel 4, ou un déphasage
dans le domaine spectral.

Dans le chapitre suivant, nous allons voir comment le formalisme de Wigner s’ap-
plique au processus de photoémission, permettant ainsi d’appréhender la dynamique
d’un processus élémentaire habituellement évoqué sans qu’il soit fait explicitement
référence au temps.

4. Ce que la RATP manque parfois de faire, au moins pour la ligne B du RER avec laquelle j’effectue
mes principales incursions expérimentales dans le vaste domaine des retards.



Chapitre 3

Dynamiques des processus
élémentaires : la photoémission
revisitée

Ce chapitre présente les bases théoriques permettant d’appréhender les processus
de photoémission dans le domaine temporel – dans la perspective des études expéri-
mentales réalisées récemment. Nous nous intéresserons particulièrement aux cas où les
profils temporels des paquets d’ondes électroniques émis peuvent être caractérisés par
des retards de groupe. La notion de phase y joue donc un rôle central.

Le chapitre est organisé comme suit. La section 3.1 passe en revue les diverses
contributions à la phase accumulée par un photoélectron. La section 3.2 présente en-
suite les outils numériques que nous avons développés et utilisés pour mettre en évi-
dence la dynamique de photoémission dans des simulations sur des modèles simples.
Les résultats des simulations sont présentés et commentés en section 3.3 et 3.4. En-
fin, la section 3.5 expose les principes de la méthode interférométrique RABBIT et de
ses utilisations pour accéder aux “temps d’ionisation”, illustrées ici aussi par des si-
mulations sur des modèles simples. Un résumé est donné en section 3.6. Les résultats
de simulations présentés dans ce chapitre ont été obtenus en grande partie au moyen
d’outils développés lors des stages de M2 de Morgane Vacher et Romain Gaillac.

3.1 Contributions à la phase d’ionisation

Du point de vue d’un photoélectron, le processus de photoémission peut être consi-
déré comme une demi-collision. Cette analogie justifie l’utilisation du formalisme dé-
veloppé dans le cadre de la théorie des collisions pour le traitement théorique de la
photoémission. En l’occurence, il s’agit de décrire la dynamique de photoionisation à
partir du retard de groupe associé à la phase spectrale accumulée par le photoélectron
au cours du processus.
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La théorie des perturbations appliquée à l’ordre minimal nécessaire pour décrire
exactement la photoémission (1er ordre à 1 photon, 2e ordre à 2 photons ...) met en
évidence trois contributions à cette “phase d’ionisation” :

(i) la phase φ héritée du rayonnement responsable de l’ionisation ;
(ii) la phase θ éventuellement acquise lors de la transition, héritée de l’opérateur

associé dans le traitement quantique ;
(iii) le déphasage η induit par le potentiel ionique lorsque l’électron quitte l’ion

parent, dans l’état final.

Initiation du processus

La première contribution permet de définir “quand” le rayonnement vient initier le
processus, par rapport à une horloge externe fixée arbitrairement lors d’une expérience
ou une simulation. Ce transfert de phase, du rayonnement vers le photoélectron, est
au cœur des techniques de caractérisation à l’échelle attoseconde des impulsions XUV

que sont le RABBIT [52,55] et le streaking [53,124]. Une impulsion “sonde” IR y joue
le rôle d’horloge externe. Nous reviendrons sur la méthode de caractérisation RABBIT

en section 3.5 de ce chapitre.

Transition et diffusion

La deuxième contribution mentionnée ci-dessus permet de définir un “retard de
transition”. Nous verrons que ce dernier se manifeste dès lors que l’on considère une
transition multiphotonique résonante – c’est-à-dire lorsqu’un état propre du système
(lié ou non) est atteint transitoirement – et qu’il est rigoureusement nul dans les transi-
tions à 1 photon.

La troisième contribution n’est rien d’autre qu’une phase de diffusion telle que celle
évoquée en section 2.2 pour caractériser la dynamique de collision sur un potentiel –
la différence entre une photoionisation et une collision résidant dans les conditions
initiales de la diffusion. Cette contribution participe à la dynamique de tout processus
d’ionisation, et c’est à elle que se réfèrent les premières expériences de photoionisation
atomique résolues en temps, effectuées dans l’argon [17] et le néon [94].

Dans ce qui suit, nous montrons comment les retards de groupe associés à ces contribu-
tions peuvent être mis en évidence dans des simulations sur des systèmes modèles. La
section 3.2 présente les points importants de la méthodologie utilisée dans cette étude.
La section 3.3 traite ensuite du retard de diffusion, contribution commune à tous les
processus d’ionisation, et la section 3.4 de la dynamique de transition, illustrée par le
cas de l’ionisation à 2 photons. Nous verrons dans ce dernier cas que la phase de tran-
sition, lorsqu’elle n’est pas nulle, se retrouve généralement intriquée aux deux autres
contributions, rendant caduque la réduction de la dynamique complète à une simple
chronologie : initiation, transition, diffusion. La section 3.5 présente les grandes lignes
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de la méthode interférométrique RABBIT, accompagnées de simulations illustrant la
façon dont celle-ci permet d’accéder expérimentalement aux dynamiques d’ionisation.

3.2 Méthodes numériques
La méthodologie présentée dans cette section est représentative des démarches

adoptées dans un grand nombre d’études menées par le groupe.

3.2.1 Principaux systèmes modèles

Afin de mettre en évidence la signification et les propriétés générales de la dy-
namique d’ionisation au travers de simulations dépendant du temps comme indépen-
dantes du temps, nous avons choisi des systèmes modèles relativement simples, ne
comportant qu’un seul électron actif, à une (1D) ou trois (3D) dimensions. Leur sim-
plicité permet à la fois d’effectuer des simulations en grand nombre sans être limité
par les temps de calculs et les problèmes de mémoire, et de proposer une analyse par-
ticulièrement transparente des résultats. Les conclusions sont en outre très générales,
et s’appliquent à la photoionisation de “vrais” atomes et molécules, dans toutes leurs
complexités.

Systèmes 1D

Les modèles 1D auxquels nous avons recours (et que nous nous permettrons par-
fois d’appeler “atomes” ou “molécules” dans la suite) consistent en un “électron” dont
la position est repérée par une coordonnée x, soumis à un potentiel V (x). La distinc-
tion entre les différents modèles 1D se fait au travers de ce dernier, dont la forme doit
être suffisament flexible pour pouvoir imposer librement un certain nombre de pro-
priétés essentielles. Les potentiels que nous avons construits s’écrivent sous la forme
générique :

V (x) = VLR(x) + VSR(x) (3.1)

où l’on distingue une composante courte portée, VSR(x), d’une composante longue
portée, VLR(x).

La composante longue portée est du type “Coulomb régularisé”,

VLR(x) = −
e2

4πε0

1
√
x2 + a2

, (3.2)

forme standard reproduisant le comportement asymptotique Coulombien universel res-
senti par tout photoélectron provenant d’une espèce initialement neutre. Le paramètre
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système a xB wB VB

modèle (u.a.) (u.a.) (u.a.) (eV)
A 1.2 – – –
B 1.2 ±7.50 5.0 1.36
C 1.2 ±9.25 7.5 3.54
D 1.2 +7.50 5.0 1.36

TABLE 3.1 – Paramètres des systèmes modèles utilisés dans les simulations 1D. a est le
paramètre de régularisation du terme longue portée VLR(x). xB, wB et VB indiquent la position
centrale, la largeur et la hauteur des barrières hyper-gaussiennes constituant le terme courte
portée VSR(x).

d’écran a permet de contourner la singularité du potentiel Coulombien à l’origine, pro-
blématique à 1D (elle entraine notamment une énergie fondamentale à −∞).

Le terme VSR(x) tient compte, qualitativement, des interactions entre l’électron ac-
tif et le cœur ionique à courtes distances. Il s’agit, de façon très générale, d’une fonc-
tion tendant asymptotiquement vers 0 plus rapidement que 1/x. Pour les besoins de
notre étude, nous avons donné à VSR(x) la forme de barrières de potentiel ajustables
de sorte à structurer le continuum près du seuil d’ionisation. Chacune de ces barrières,
dont les paramètres ajustables sont la hauteur VB, la largeur wB et la position centrale
xB, suivent des profils hyper-gaussiens (de degré 8) se raccordant de façon continue au
terme longue portée VLR(x).

Quatre systèmes ont été ainsi modélisés pour les besoins de la présente étude. Ils
sont désignés dans la suite par les lettres A, B, C et D. Les valeurs des paramètres les
définissant sont données dans le tableau 3.1, et les potentiels représentés en figure 3.1.
Les principales caractéristiques qui seront exploitées dans les simulations et leurs ana-
lyses sont les suivantes :

— Le potentiel de l’atome A est constitué uniquement de la composante longue
portée (VSR(x) = 0).

— Les potentiels des atomes B et C présentent des barrières positionnées symétri-
quement de part et d’autre du puits formé par VLR(x). Dans les deux cas, l’écart
entre les barrières a éte ajusté de sorte à induire une résonance de forme près du
seuil, à ER ∼ 2 eV. La différence notable entre B et C réside dans la largeur ΓR

de la résonance, ajustée via les largeurs et hauteurs de barrières. Cette largeur
vaut 383 meV pour B et 12 meV pour C, ce qui correspond à des durées de vie
h̵Γ−1

R de 1.7 et 54.8 fs respectivement.
— Les trois atomes A, B et C étant construits à partir de potentiels symétriques,

leurs états propres liés sont de parités définies et alternées, en commencant
par une fonction d’onde paire pour l’état fondamental. Celles des résonances
mentionnées dans B et C sont impaires. Ce point sera crucial dans la suite,
puisque la règle de sélection en 1D n’autorise les transitions à 1 photon qu’entre
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FIGURE 3.1 – Systèmes modèles utilisés dans les simulations 1D. Les potentiels sont re-
présentés en noir (composante courte portée en pointillés), les énergies des états liés en jaune
(trait plein : états pairs ; pointillés : états impairs ; tirets : parité non définie). Les résonances
indiquées en rouge dans les systèmes B et C sont impaires.

états de parités opposées.
— Le système D ne possède de barrière que du coté droit (x > 0) de son poten-

tiel. Il s’agit donc d’un modèle asymétrique, servant de prototype pour étudier
l’ionisation anisotrope des molécules.

— L’énergie de l’état fondamentalE0, fixée principalement par la valeur de a, vaut
−15.64 eV pour tous les systèmes A, B, C, et D.

Les ions hydrogénoïdes

Parmi les systèmes “réels”, les hydogénoïdes font figure d’exception notoire dans
la boîte à outils des théoriciens, pour les raisons suivantes :

— Ils ne possèdent qu’un seul électron, ce qui est grandement appréciable pour
le calcul, le stockage et l’analyse de fonctions d’onde dont la complexité aug-
mente exponentiellement avec le nombre de particules.

— La symétrie sphérique du potentiel Coulombien, à laquelle s’ajoute la règle de
sélection ∆` = ±1 en photoionisation, permettent une représentation en ondes
partielles extrêmement compacte de la fonction d’onde électronique, réduite à
quelques valeurs de `.

— Enfin, l’équation de Schrödinger indépendante du temps possède des solutions
analytiques connues, que ce soit pour décrire leur spectre lié ou leur continuum
(voir par exemple [116]).

Les deux premier points font que les temps de calculs et le stockage mémoire néces-
saires aux simulations numériques ne sont que deux à trois fois plus élévés pour les
hydrogénoïdes que pour les systèmes 1D présentés ci-dessus, du moins pour simuler
l’ionisation à 1 photon. Enfin, la disponibilité de solutions analytiques exactes per-
met de tester la qualité des résultats obtenus numériquement, et de valider ainsi des
techniques destinées in fine à la simulation de systèmes plus complexes.
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Nous présenterons ainsi, en section 3.3, des résultats de simulations effectuées sur
He+.

3.2.2 Approche dépendant du temps
La façon de mettre en évidence les diverses contributions à la dynamique d’ioni-

sation dans l’approche dépendant du temps, dont on donne un aperçu général ici, est
très sembable à celle présentée en 2.2 pour étudier et analyser la dynamique d’une
collision.

Équation de Schrödinger dépendant du temps

L’élément central ici est la résolution numérique de l’équation de Schrödinger dé-
pendant du temps 1,

ih̵
∂

∂t
ψ(r⃗, t) = Ĥ(t)ψ(r⃗, t) (3.3)

à l’aide de techniques de propagation standard : Crank-Nicolson à 1D, Peaceman-
Rachford à 3D [125]. Il s’agit de méthodes numériques “exactes”, c’est-à-dire conver-
geant vers la solution exacte de l’équation de Schrödinger pour le système modèle
considéré.

Les seules différences avec la simulation d’une collision sont le choix de l’état
initial ψ(r⃗,0) – maintenant un état lié du système considéré, dont le calcul se fait
aisément par itération inverse [125] – et la prise en compte de l’interaction avec le
champ éléctrique associé aux impulsions lumineuses – traitée dans l’approximation
semi-classique 2. L’hamiltonien dépendant du temps s’exprime donc, en jauge vitesse :

Ĥ(t) = −
h̵2

2me

[p̂ + eA(t)ε⃗]2 + V (r̂) (3.4)

où me et −e sont la masse et la charge de l’électron, r̂ et p̂ les opérateurs position
et impulsion, ε⃗ est la direction de polarisation de l’impulsion lumineuse (supposée
linéaire). La valeur du potentiel vecteur associé A(t) prend la forme générique :

A(t) =
nc

∑
i=1

Aif(Ti, τi, t) cos[ωi(t − τi) + φ̃i] (3.5)

où nc désigne le nombre de “couleurs” constituant l’impulsion complète. Chaque com-
posante est caractérisée par une fréquence centrale ωi, une amplitude Ai déterminant

1. Dans les équations 3.3 à 3.8, r⃗ désigne la position de l’électron à 1D comme à 3D.
2. Il est intéressant de noter au passage que l’absorption et l’émission stimulées de lumière peuvent

être parfaitement décrites dans le cadre semi-classique sans que la notion de photon n’apparaisse dans
les équations – quelque peu ironiquement, puisque c’est l’effet photoélectrique qui a convaincu Einstein
de l’existence du photon. Voir les références [126, 127] pour une discussion éclairée (! ) à ce sujet.
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l’intensité du rayonnement (I(ωi) = 1
2

√
ε0
µ0

A2
i

ω2
i

) et une enveloppe f de durée FWHM

finie Ti centrée en τi. Nous avons choisi de modéliser cette enveloppe par un profil
en sin2, qui reproduit qualitativement l’allure gaussienne des faisceaux expérimentaux
sans toutefois présenter de queue s’étendant à l’infini. La phase φ̃i de la porteuse par
rapport à l’enveloppe (usuellement appelée CEP pour carrier-envelop phase) peut avoir
un rôle primordial lorsqu’on considère des impulsions extrêmement courtes, ne durant
que quelques cycles optiques [128] (nous réservons la notation φ pour désigner les
phases du champ dans le domaine spectral).

Temps de vol numériques

La solution numérique de l’équation de Schrödinger dépendant du temps permet
d’évaluer le flux sortant au niveau d’un détecteur virtuel situé en r⃗d ,

jout(r⃗d, t) = j⃗(r⃗d, t) ⋅ n⃗ (3.6)

où

j⃗(r⃗d, t) = Re{−
ih̵

m
ψ⋆(r⃗d, t) ∇⃗ψ(r⃗, t)∣r⃗d

} (3.7)

est le flux évalué en r⃗d au temps t, et n⃗ = r⃗d/∣∣r⃗d∣∣. On définit alors le “temps de vol” de
l’électron jusqu’au détecteur virtuel comme le temps moyen :

ToF(r⃗d) =
∫ t × jout(r⃗d, t)dt

∫ jout(r⃗d, t)dt
. (3.8)

La mise en évidence des différentes contributions à l’ionisation (transition et diffu-
sion) se fera en calculant des retards

∆ToF = ToF(r⃗d) − ToFref(r⃗d) (3.9)

à l’aide de différentes références ToFref(r⃗d).

3.2.3 Approche indépendante du temps
Comme dans le cas des collisions, l’approche indépendante du temps consiste à

caractériser la dynamique d’ionisation via le concept de retard de groupe. Il s’agit
donc de calculer des phases dans le domaine spectral, dont les dérivées pourront être
évaluées numériquement.

L’origine de ces phases est très différente pour les deux contributions à la dyna-
mique d’ionisation qui nous intéressent : déphasage de fonctions d’onde du continuum
pour le retard de diffusion, argument d’amplitudes de transition pour le retard de tran-
sition. Nous préciserons donc les méthodes de calcul spécifiques dans les sections 3.3
et 3.4 dédiées à l’une et l’autre de ces contributions, respectivement.
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3.2.4 Développements en ondes partielles
Parmi les différentes représentations possibles des fonctions d’onde, les dévelop-

pements en ondes partielles occupent une place privilégiée, tant dans les traitements
analytiques que dans les simulations numériques dépendant et indépendantes du temps.
En plus de procurer une représentation discrète de la dépendance angulaire, les ondes
partielles sont particulièrement intéressantes pour des raisons physiques :

— Elles sont fonctions propres des systèmes à champs centraux, en particulier les
atomes sur lesquels la théorie des collisions a été développée en grande partie.

— Au delà des atomes, elles permettent d’exploiter pleinement la loi de conserva-
tion de moment cinétique lors des échanges de photons via la règle de sélection
∆` = ±1.

Les représentations en ondes partielles sont avant tout évoquées dans les problèmes
3D et 2D, où les dépendances angulaires sont portées par les harmoniques sphériques
Y`,m(θ,ϕ) et par les phases eimϕ respectivement. Il est toutefois possible de transposer
cette approche aux problèmes 1D, en exprimant la position par deux coordonnées : la
distance à l’origine r, et un angle ϕ ne pouvant prendre que les valeurs 0 et π rad. La
propriété clé est alors la parité des fonctions, qui est aussi l’élément central de la règle
de sélection à 1D. Le formalisme du développement partiel à 1D et l’analogie avec les
développements habituels à 2D et 3D sont présentés en annexe B.1.

3.3 Dynamique de diffusion
La diffusion intervient dans tout processus d’ionisation. Nous allons l’étudier ici

dans le cas le plus simple envisageable, celui de la photoionisation à un seul photon.
En reprenant la démarche suivie en 2.2, nous allons confronter la dynamique de pho-
toionisation, mise en évidence par résolution de l’équation de Schrödinger dépendant
du temps, aux retards de groupe associés aux fonctions d’onde du continuum.

L’influence du potentiel ionique sur la dynamique du photoélectron comporte deux
parties distinctes. La composante longue portée, que constitue la queue asymptotique
coulombienne, est universelle. La composante courte portée résulte de l’interaction
détaillée du photoélectron avec le cœur ionique. Cette composante courte portée est
donc la véritable source d’information propre à chaque système. C’est celle-ci que
mettent évidence les simulations présentées dans cette section.

Nous commençons en 3.3.1 par une discussion sur la représentation du continuum
et l’introduction d’une famille de fonction d’onde particulièrement adaptée à l’analyse
du continuum d’ionisation. Nous voyons ensuite en 3.3.2 comment le retard de diffu-
sion se manifeste au voisinage d’une résonance large, d’une résonance fine, et dans un
continuum non structuré. Nous revenons brièvement sur le rôle de l’état initial dans la
dynamique de diffusion en 3.3.3. Nous terminons en 3.3.4 avec la caractérisation des
retards dans les systèmes anisotropes.
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3.3.1 Représentation et analyse du continuum d’ionisation
Le continuum électronique d’un atome ou d’une molécule est dégénéré, de sorte à

pouvoir décrire tout les processus de diffusion électron-ion envisageables à une énergie
donnée. Ceci entraine une infinité de bases possibles pour représenter le continuum
d’ionisation d’un atome ou d’une molécule (voir par exemple [129, 130]). Bien que
toutes les représentations soient formellement équivalentes pour le calcul de grandeurs
physiques telles que des sections efficaces, elles se distinguent par la transparence plus
ou moins marquée qu’elles offrent pour leur analyse.

Ondes de diffusion entrantes

Comme déjà évoqué, la photoémission peut être considérée comme une “demi col-
lision” – la différence, en ce qui concerne la diffusion, résidant dans les conditions
initiales. Il est ainsi devenu conventionnel de traiter la photoémission en représentant
le continuum à partir d’ondes de diffusion héritées de la théorie des collisions, suivant
une approche détaillée en [101]. Ce choix, aussi répandu qu’il soit, soulève toutefois
quelques problèmes d’interprétation.

Tout d’abord, les ondes de diffusion adaptées au traitement de l’ionisation sont les
ondes dites entrantes. Ceci peut sembler au premier abord incongru, puisqu’on cherche
à décrire un électron s’échappant d’un atome ou d’une molécule. Seul un examen
attentif du formalisme permet de se convaincre qu’il n’y a aucun paradoxe ici : le
caractère “entrant” des ondes en question fait référence à leur composante représentant
le système avant la collision, alors que c’est la composante représentant le système
après collision qui permet de décrire la photoionisation [131].

Le second point est plus critique et est directement lié à la présente étude, puisqu’il
concerne la phase des fonctions d’onde. Une onde de diffusion est en effet une fonc-
tion complexe, dont la phase se retrouve dans l’argument de l’amplitude de transition
dipolaire, de l’état lié initial vers l’état final du continuum. Pour cette raison, la phase
de diffusion dans l’état final est souvent évoquée sous le terme “phase du dipôle”, obs-
curcissant son origine physique : il arrive que le retard de groupe associé à cette phase
soit interprété à tort comme “le temps qu’il faut pour absorber un photon”. En outre,
en brouillant son origine, on perd de vue la référence choisie pour définir cette phase.

Fonction d’onde sélectionnée

Afin de rétablir la simplicité d’analyse que mérite un processus aussi élémentaire
que la photoionisation, nous introduisons un formalisme original procurant une inter-
prétation directe et transparente notamment vis-à-vis de la dynamique [29].

Il s’agit de décrire le continuum directement à partir de la fonction d’onde sé-
lectionnée par la transition. Pour une transition à 1 photon d’un état lié ∣φini⟩ vers le
continuum à une énergie E, l’état sélectionné est défini, dans le cadre de la théorie des
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perturbations, par

∣φE,sel⟩ = ⨋
ν

⟨φE,ν ∣T̂∣ψini⟩ ∣φE,ν⟩ (3.10)

où T̂ est l’opérateur responsable de la transition – ici l’ópérateur dipolaire. Cette défi-
nition très générale implique une base orthonormée {∣φE,ν⟩} arbitraire pour le conti-
nuum à l’énergie E, couverte par le (multi-)indice ν. La fonction d’onde associée à cet
état présente plusieurs avantages remarquables :

(i) Elle encode toutes les informations disponibles sur le processus d’ionisation en
question, ce que nous illustrerons dans la suite ;

(ii) Elle est définie sans ambiguïté, quelle que soit la base sur laquelle on choisit
de la construire ;

(iii) Elle est réelle 3.
La dynamique de diffusion lors d’un processus d’ionisation peut ainsi être interpré-
tée directement à partir de la phase des oscillations asymptotiques de cette fonction
d’onde. Le fait qu’elle soit réelle souligne l’absence de contribution supplémentaire à
la phase, qui permettrait de définir un “retard de transition” comme nous le verrons
en section 3.4 4. Les premiers développements liés à la notion de “fonction d’onde
sélectionnée” dans notre groupe ont fait l’objet du stage de M2 de Romain Gaillac.

Calcul des déphasages

Le déphasage radial entre la fonction d’onde sélectionnée φE,sel et une fonction
d’onde de référence arbitraire φE,ref, à la position d’un détecteur virtuel r⃗d , peut se
calculer comme

η(E) =
W[φE,sel;φE,ref]∣r⃗d

W[φE,sel;φE,cpl]∣r⃗d

(3.11)

où W[f ; g] est le Wronskien radial [116] des fonctions f et g, et φE,cpl est une fonction
d’onde complémentaire construite de sorte que {∣φE,ref⟩, ∣φE,cpl⟩} constitue une base
radiale orthonormée pour le continuum à l’énergie E (voir annexe B.3).

Le déphasage η(E) est indépendant de r⃗d tant qu’il est évalué dans une région où
les potentiels du système considéré et de la référence sont égaux.

3. En dehors de toute phase éventuellement héritée de l’état initial (qui ne varie pas avec E), ou du
champ ionisant (exploitée dans les techniques de caractérisation des impulsions attoseconde [52,53,55,
124], voir sections 1.3.4 et 3.5).

4. L’idée selon laquelle une transition à 1 photon est instantanée se retrouve dans le formalisme de
l’électrodynamique quantique, le temps n’intervenant pas dans la construction de l’opérateur “annihila-
tion d’un photon” [132].
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3.3.2 Résolution temporelle vs. résolution spectrale
Nous présentons dans un premier temps les résultats de simulations numériques

mettant en évidence la pertinence et les limites de la notion de retard de groupe dans
le cadre de la photoémission.

Nous considérons pour celà la photoémission des atomes B et C initialement dans
leur état fondamental, au moyen d’impulsions d’énergie centrale h̵ω1 comprise entre
15.8 et 18.8 eV, de sorte à scanner les résonances de forme situées autour de 2 eV. La
forme des impulsions est donnée par l’équation 3.5 (avec nc = 1), avec un profil centré
à t = 0 (ie τ1 = T1). La durée T1 des impulsions a été fixée à 100 cycles FWHM pour
chaque fréquence centrale, soit 25 fs environ dans la gamme considérée : il s’agit de
durées intermédiaires entre la durée de vie de la résonance de l’atome B (1.7 fs) et de
l’atome C (54.8 fs).

Choix de la référence

Puisqu’on s’intéresse à l’influence de la contribution courte portée des potentiels
ioniques, on a choisi la photoémission de l’atome A comme référence : le potentiel
de ce dernier est effectivement restreint au terme longue portée VLR(x) (equation 3.2)
commun aux potentiels modèles de B et de C.

Près d’une résonance large

Nous commençons par l’ionisation de l’atome B : la durée de vie de sa résonance
est à la fois suffisament faible pour peu déformer les profils en cloche (temporels et
spectraux) imposés par les formes d’impulsions sur les paquets d’ondes électroniques,
mais tout de même assez élevée pour induire des retards notables dans l’ionisation.

À titre illustratif, nous montrons en figure 3.2 (a) le spectre de photoélectrons σ(E)

obtenu avec une impulsion centrée en h̵ω1 = 17.55 eV. Un tel spectre se calcule par une
analyse consistant à “fenêtrer” la fonction d’onde obtenue en fin d’impulsion sur une
grille fine en énergie (voir [133]). Le spectre de photoélectrons présente un unique pic
centré à proximité de la résonance (ER = 1.87 eV), dans sa largeur (ΓR = 0.383 eV).
Dans la suite, on choisit de caractériser le paquet d’ondes dans le domaine spectral par
son énergie moyenne

Ē =
∫ E × σ(E)dE

∫ σ(E)dE
(3.12)

qui vaut ici 1.86 eV (= E0 + h̵ω1).
Le même paquet d’ondes est représenté dans le domaine temporel en figure 3.2 (b)

par le flux jout(xd, t), calculé en xd = 1000 u.a. (équation 3.6). Ainsi placé, le détecteur
virtuel se trouve bien au delà de l’influence de la composante courte portée du poten-
tiel, mais suffisament proche pour que le paquet d’ondes ne s’étale pas trop entre sa
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FIGURE 3.2 – Paquet d’ondes électronique créé par ionisation de l’atome B avec une impul-
sion d’énergie centrale h̵ω1 = 17.55 eV. (a) spectre σ(E) (ligne bleue) et déphasage “courte
portée” de la fonction d’onde séléctionnée (tirets verts) en fonction de l’énergie E du photo-
électron. Ē représente l’énergie moyenne. (b) Flux de photoélectron calculé en xd = 1000 u.a.
en fonction du temps pour l’ionisation de l’atome B (ligne pleine rouge) et de l’atome de réfé-
rence A (tirets rouge). ToF et ToFref représentent les temps de vol moyens jusqu’à xd dans les
deux systèmes respectivement.

création et sa détection. Le flux suit bien une évolution en cloche reproduisant le profil
temporel de l’impulsion (non montré), centrée près du temps que mettrait un électron
libre d’énergie 1.86 eV pour parcourir les 1000 u.a, 65.42 fs. Le temps de parcours
moyen du photoélectron ToF(xd), défini selon l’équation 3.8, est en fait légèrement
inférieur : il vaut 64.04 fs. La différence entre les deux temps traduit l’influence du
potentiel ionique sur le photoélectron, tout au long du trajet jusqu’au détecteur.

Pour isoler l’influence du potentiel courte portée sur cette dynamique, nous avons
comparé ces résultats avec ceux obtenus en simulant la photoionisation de l’atome A
dans son état fondamental. Nous avons finement ajusté la fréquence centrale du rayon-
nement de sorte à obtenir précisément la même énergie moyenne de photoélectron Ē.
Le flux correspondant est aussi reporté en figure 3.2 (b) (tirets). La courbe suit le même
profil que pour l’atome B, avec comme seule différence notable un léger décalage vers
les temps plus courts : le temps de vol associé, ToFref(xd), vaut 62.40 fs. Le retard dû
au potentiel courte portée évalué au travers de ces temps de vols,

∆ToF = ToF(xd) − ToFref(xd), (3.13)

vaut ainsi à 1.64 fs. Nous avons vérifié que cette valeur ne dépend effectivement pas
de xd (tant que cette position se trouve dans la zone “longue portée”).

Nous avons d’autre part calculé numériquement les fonctions d’onde sélectionnées
par les transitions, φE,sel(x). Dans le cas présent, ce calcul est grandement simplifié
par la règle de sélection s’appliquant aux systèmes symétriques 1D : partant de l’état



3.3 Dynamique de diffusion 63

-20

-10

0

10

-30 -20 -10  0  10  20  30

E
n

er
g

ie
  

 E
  

 [
eV

]

Position   x   [u. a.]

FIGURE 3.3 – Atome B : Fonction d’onde sélectionnée (ligne pleine rouge) par absorption
d’un photon de 17.55 eV à partir de l’état fondamental (vert). La courbe noire représente le po-
tentiel, et les tirets noirs sa composante courte portée (voir aussi figure 3.1) à partir de laquelle
est définie la fonction d’onde de référence (tirets rouge).

fondamental pair, on sait que tout état sélectionné par absorption d’un photon est im-
pair. La fonction d’onde sélectionnée à une énergie E s’obtient donc numériquement
en résolvant l’équation de Schrödinger indépendante du temps

[−
h̵2

2me

d2

dx2
+ V (x) −E]φE,sel(x) = 0 (3.14)

à l’aide d’un propagateur de type Runge-Kutta [125] avec des conditions initiales ap-
propriées pour une fonction impaire,

⎧⎪⎪
⎨
⎪⎪⎩

φE,sel(0) = 0

φ′E,sel(0) = 1,
(3.15)

puis en appliquant une procédure de normalisation sur l’échelle des énergie (voir an-
nexe B.2). La même procédure appliquée à l’atome A procure les fonctions d’onde de
référence, φE,ref(x).

Les fonctions obtenues pour l’énergie moyenne Ē = 1.86 eV sont représentées en
figure 3.3. On y voit clairement un déphasage s’accumuler au niveau de la barrière de
potentiel dans l’atome B par rapport à l’atome A, et rester constant au delà. Dans le
cas présent, la fonction complémentaire φE,cpl(x) nécessaire pour évaluer le déphasage
à l’énergie E selon l’équation 3.11 est simplement la solution paire de l’équation de
Schrödinger pour l’atome A (non montrée). Le déphasage η(E) est reporté en fonction
de E sur la figure 3.2 (a). Il présente un saut de ≈ 0.6π rad centré en ER, s’étalant sur la
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largeur de la résonance. Le retard de groupe associé à ce déphasage, évalué à l’énergie
moyenne Ē,

τ(Ē) = h̵
∂η(E)

∂E
∣
Ē

(3.16)

vaut ici 1.65 fs. Il s’agit d’une valeur remarquablement proche celle obtenue pour
∆ToF dans l’approche dépendant du temps.

Nous avons répété la procédure pour plusieurs énergies de photon h̵ω1 comprises
entre 16.5 eV et 19 eV. Nous avons reporté en figure 3.4 (b) les valeurs de ∆ToF

(cercles) et de τ (ligne) en fonction de l’énergie moyenne Ē. Les retards suivent une
courbe typique d’allure lorentzienne atteignant la durée de vie h̵Γ−1

R à Ē = ER, et dont
la largeur reproduit celle de la résonance, ΓR. Les deux jeux de données présentent un
accord remarquable. Les différences les plus prononcées se trouvent à proximité de
ER : inférieures à 1% et à peine visibles sur la figure, elles sont convergées numéri-
quement et traduisent en fait une légère distorsion des paquets d’ondes électroniques
induite par la résonance.

Avec l’exemple suivant, nous mettons en évidence les limites du concept de retard
de groupe en considérant la photoionisation à proximité d’une résonance fine.

Près d’une résonance fine

Nous reprenons ici la même approche que précédemment, mais en considérant cette
fois l’ionisation de l’atome C, dans son état fondamental. L’ionisation de l’atome A sert
toujours de référence.

La figure 3.5 (a) montre le spectre de photoélectrons obtenu avec une impulsion
centrée en h̵ω1 = 17.55 eV. Le spectre est clairement affecté par la présence de la ré-
sonance, qui se manifeste par un pic très fin et intense, centré à ER et de largeur ΓR,
superposé au piédestal reproduisant le profil spectral de l’impulsion. Dans le domaine
temporel, la durée de vie relativement élevée de la résonance induit une queue expo-
nentielle en exp(−ΓRt/h̵) sur le flux calculé en xd = 1000 u.a, visible en figure 3.5 (b).

À ce stade, il est déjà clair que des grandeurs telles que l’énergie moyenne Ē
(1.87 eV) et le temps de vol moyen jusqu’au détecteur virtuel ToF(xd) (91.5 fs) ne
sont que partiellement représentatives d’un paquet d’ondes ainsi déformé, tant dans le
domaine spectral que dans le domaine temporel. On atteint les limites de validité de
la notion de retard de groupe. Effectivement, le retard de groupe “courte portée” asso-
cié à la fonction d’onde sélectionnée par la transition à l’énergie Ē s’élève à 49.0 fs
(≃ h̵Γ−1

R ), alors que la différence de temps de vol ∆ToF entre le paquet d’ondes issu de
l’atome C et celui issu de l’atome A vaut 28.5 fs.

Comme pour l’atome B, nous avons répété les simulations sur une gamme de fré-
quences englobant la résonance. Les retards, évalués comme des retards de groupe ou
des différences de temps de vol, sont reportés en fonction de l’énergie moyenne en
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FIGURE 3.4 – Dynamique de diffusion “courte portée” dans l’ionisation à 1 pho-
ton : retards de groupe τ (lignes jaunes) et différences de temps de vol ∆ToF (cercles
rouges). (a) : vers une continuum lisse (atome B initialement dans son 1e état excité, à
partir duquel la résonance impaire étant transparente) ; (b) : vers une résonance large
(atome B) ; (c) vers une résonance fine (atome C). Dans chaque cas, la référence est
donnée par une transition dans l’atome A.



66 Chapitre 3 Dynamiques des processus élémentaires : la photoémission revisitée

1.0 1.5 2.0 2.5 3.0
0.0

0.2

0.4

0.6

0.8

1.0

1.2

1.4

S
p

ec
tr

e 
  

σ
  

 [
ar

b
. 

u
.]

0

1

E
− P

h
ase d

e d
iffu

sio
n

   η
   [π

 rad
](a)

Energie de photoelectron   E   [eV]

40 60 80 100 120
0.0

0.2

0.4

0.6

0.8

1.0

1.2

1.4

F
lu

x
 d

’e
le

ct
ro

n
  

 j
(x

d
) 

  
[a

rb
. 

u
.]

0

1

0

1

ToFToFref

(b)

Temps de propagation   t   [fs]

FIGURE 3.5 – Paquet d’ondes électronique créé par ionisation de l’atome B avec une
impulsion d’énergie centrale h̵ω1 = 17.55 eV. Même légende qu’en figure 3.2.

figure 3.4 (c). Les deux courbes présentent un accord au mieux qualitatif : une forme
piquée centrée sur ER dont la largeur est maintenant gouvernée par la celles des impul-
sions, différant d’un facteur environ 2 au retard maximum.

Ces simulations illustrent la prudence dont il faut faire preuve lorsqu’on cherche à
caractériser la dynamique d’un paquet d’ondes par un retard de groupe, quelle que soit
la précision avec laquelle celui-ci est calculé ou mesuré.

Dans un continuum lisse

On peut s’attendre à ce que la notion de retard de groupe, validée précédemment
pour caractériser la dynamique d’ionisation près d’une résonance large, soit tout aussi
pertinente dans un continuum lisse. Pour illustrer ceci, nous avons simulé l’ionisation
de l’atome B, mais cette fois à partir de son premier état excité. Nous avons adapté
la gamme de fréquences de sorte à atteindre la même zone du continuum, entre 1 et
3 eV. Toutefois, la fonction d’onde initiale étant cette fois impaire, la résonance pré-
cédemment explorée, de même symétrie, est maintenant transparente aux transitions à
1-photon. La référence “longue portée” est ici donnée par la photoionisation de l’atome
A à partir de son premier état excité.

Nous avons repris la procédure d’analyse suivie pour les deux séries de simulations
précédentes, les fonctions d’onde sélectionnées étant cette fois les solutions paires de
l’équation de Schrödinger 3.14, obtenues avec les conditions initiales

⎧⎪⎪
⎨
⎪⎪⎩

φE,sel(0) = 1

φ′E,sel(0) = 0
. (3.17)

La figure 3.4 (a) présente le retard d’ionisation évalué des deux façons (différence de
temps de vol ∆ToF ou retard de groupe τ ) en fonction de l’énergie moyenne Ē. Les
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deux jeux de données sont en très bon accord, les différences étant de l’ordre de la
précision numérique des simulations 5.

3.3.3 Rôle de l’état initial
Le rôle de l’état initial ∣φini⟩ dans la dynamique d’ionisation est de fixer les condi-

tions initiales de la diffusion du photoélectron, par la sélection de l’état du continuum
atteint par la transition ∣φE,sel⟩.

Nous avons déjà vu, avec l’atome modèle B, que le retard d’ionisation à une énergie
de photoélectron donnée n’est pas le même selon que l’on parte de l’état fondamen-
tal, de fonction d’onde paire, ou du premier état excité, de fonction d’onde impaire
(figures 3.4 (b) et 3.4 (a) respectivement). Nous avons en outre vérifié numériquement
que les retards obtenus en partant de l’état fondamental et du second excité (tous deux
pairs) sont les mêmes : les valeurs de ∆ToF sont effectivement identiques, à la préci-
sion numérique des simulations près.

Ceci s’étend par analogie à la dynamique d’ionisation des “vrais” atomes. Par
exemple, le retard d’ionisation d’un hydrogénoïde, à une énergie finale E donnée, sera
le même que l’on parte de son orbitale 1s ou 2s. Il sera toutefois différent si l’on part
de l’orbitale 2s ou d’une orbitale 2p. La dépendance vis-à-vis du moment cinétique
de l’état initial se retrouve dans l’expression du déphasage coulombien des états du
continuum des hydrogénoïdes,

η`(E) = Γ(` + 1 − iZ/k) avec k =
√

2meE/h̵, (3.18)

qui ne dépend, en dehors de l’énergie E, que du nombre quantique ` dans l’état fi-
nal [116].

On voit ainsi immédiatemment poindre une autre question, celle de la dépendance
angulaire de la dynamique de photoémission. Un hydrogénoïde ionisé à partir d’un
état initial de moment cinétique non nul finit dans une combinaison de deux `, en vertu
de la règle de sélection ∆` = ±1. Derrière la dépendance formelle en ` des déphasages
se cache une variation des retards de diffusion en fonction de la direction d’éjection
du photoélectron. Nous illustrons ci-dessous cette propriété générale, qui se manifeste
dans tout atome ou molécule dès lors que l’état initial et/ou le potentiel ionique est
anisotrope.

3.3.4 Ionisation anisotrope
Dans les simulations analysées précédemment, la symétrie des systèmes (potentiels

et états initiaux) entraine une isotropie de la photoémission, notamment des retards de

5. Ne perdons pas de vue qu’il s’agit de décalages de quelques as entre des paquets d’ondes durant
plusieurs dizaines de fs !



68 Chapitre 3 Dynamiques des processus élémentaires : la photoémission revisitée

diffusion. Les résultats présentés ont été obtenus en analysant les fonctions d’onde,
dépendant du temps et indépendante du temps, à droite du potentiel (xd > 0) ; ils sont
inchangés si on effectue l’analyse à gauche (en −xd).

Nous nous intéressons maintenant à la photoionisation anisotrope illustrée par des
simulations effectuées sur une “molécule” 1D asymétrique, et sur l’ion He+(2p). Les re-
tards mis en évidence seront caractérisés en prenant une orientation particulière comme
référence.

Ionisation d’un modèle 1D asymétrique

La “molécule” D définie en section 3.2.1 présente une asymétrie dans sa compo-
sante courte portée VSR(x) : une barrière n’est présente qu’à droite du puits formé par la
composante longue portée VLR(x) (voir figure 3.1). Nous avons simulé sa photoionisa-
tion sur une gamme relativement étendue, par des impulsions de fréquences centrales
allant de 18 à 36 eV.

Les retards ∆ToF ont été definis et calculés dans les simulations dépendant du
temps, en comparant directement le flux évalué en xd = 1000 u.a. à celui évalué en −xd,
c’est-à-dire selon la formule 2.13 avec ToFref(xd) = ToF(−xd) .

Dans les simulations indépendantes du temps, le calcul des fonctions d’onde sé-
lectionnées n’est pas aussi immédiat que dans les exemples précédent, puisque nous
ne pouvons plus exploiter directement la règle de sélection s’appliquant aux cas sy-
métriques. Il faut avoir recours explicitement à la définition 3.10 qui, spécifiée à 1D,
devient

φE,sel(x) = ∑
ν=1,2

⟨φE,ν ∣x̂∣φ0⟩φE,ν(x) (3.19)

puisque le continuum n’y est que doublement dégénéré. Nous avons bâti une base or-
thonormée arbitraire en générant deux fonctions d’onde intermédiaires {χ1(x), χ2(x)}
solutions de l’équation de Schrödinger 3.14 avec des conditions initiales différentes,
par exemple

⎧⎪⎪
⎨
⎪⎪⎩

χ1(0) = 0

χ′1(0) = 1
et

⎧⎪⎪
⎨
⎪⎪⎩

χ2(0) = 1

χ′2(0) = 0
, (3.20)

suivies d’une orthonormalisation de type Gram-Schmidt,

φ1(x) = N1χ1(x) (3.21)
φ2(x) = N2 [χ2(x) − ⟨χ1∣χ2⟩χ1(x)] (3.22)

où N1 et N2 sont des constantes de normalisation sur l’échelle des énergies 6. La fonc-

6. Nous avons calculé les fonctions d’onde asymétriques intermédiaires χ1(x) et χ2(x) via le dé-
veloppement en ondes partielles 1D présenté en annexe B.1 et une propagation Runge-Kutta couplée
adaptée, avec l’objectif d’étendre cette approche au calcul des fonctions d’onde sélectionnées dans des
molécules réalistes, en 3D.
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FIGURE 3.6 – (a) Atome D : Fonction d’onde sélectionnée (ligne pleine rouge) par
absorption d’un photon de 17.55 eV à partir de l’état fondamental (vert). La courbe
noire représente le potentiel V (x) (équation 3.1), et les tirets noirs sa composante
VLR(x) (équation 3.2, voir aussi figure 3.1) à partir de laquelle est définie la fonction
d’onde de référence (tirets rouge). (b) Retard de diffusion droite/gauche en fonction
de l’énergie moyenne de photoélectron Ē, caractérisant l’anisotropie de l’ionisation 1-
photon de l’atome D : retards de groupe τ (ligne pleine jaune) et différences de temps
de vol ∆ToF (cercles rouges).
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tion d’onde sélectionnée φE,sel à l’énergieE = 2.72 eV est représentée en figure 3.6 (a) à
titre illustratif. Elle est comparée à la fonction d’onde impaire, sélectionnée à la même
énergie dans l’atome modèle A (φE,ref(x) dans les études précédentes). L’influence de
la barrière asymétrique est nettement visible : φE,sel(x) et φE,ref(x) sont presqu’en phase
du coté gauche, alors qu’un déphasage prononcé, accumulé au niveau de la barrière, se
distingue du coté droit.

Le déphasage droite/gauche de φE,sel(x) a été évalué en prenant la fonction d’onde
impaire de l’atome A, φE,ref(x), comme référence intermédiaire. Les déphasages entre
φE,sel(x) et φE,ref(x) ont été calculés à droite et à gauche respectivement par

ηdrt(E) =
W[φE,sel;φE,ref]∣+xd

W[φE,sel;φE,cpl]∣+xd

(3.23)

et

ηgch(E) =
W[φE,sel;φE,ref]∣−xd

W[φE,sel;φE,cpl]∣−xd

(3.24)

où φE,cpl est à nouveau la fonction d’onde complémentaire – paire – de l’atome A,
permettant d’exprimer le déphasage droite/gauche simplement comme

η(E) = ηdrt(E) − ηgch(E). (3.25)

Nous avons reporté en figure 3.6 (b) les retards ∆ToF mis en évidence dans les
simulations dépendant du temps en fonction de l’énergie moyenne de photoélectron Ē,
ainsi que les retards de groupe associés au déphasage droite/gauche défini ci-dessus,

τ(Ē) = h̵
∂ηdrt(E)

∂E
∣
Ē

− h̵
∂ηgch(E)

∂E
∣
Ē

. (3.26)

L’asymétrie du potentiel se traduit par des retards droite/gauche oscillant entre -100
et 250 as, sur la gamme considérée. Ces retards sont plus faibles et leur évolution
spectrale plus douce que pour l’ionisation isotrope de l’atome B (voir figure 3.4 (b)) où
l’électron pouvait être “piégé” transitoirement, par résonance, entre les deux barrières
situées de part et d’autre de l’atome.

Ionisation de He+(2p0)

En dernier exemple, nous nous intéressons à la photoionisation de l’ion hydrogé-
noïde He+ dans l’état initial 2p0. L’anisotropie n’est pas ici reliée au potentiel, qui
est de symétrie sphérique, mais à la forme de l’état initial. L’intêret de cet exemple
est d’illustrer la façon dont les fonctions d’onde sélectionnées s’interprètent en 3D,
en utilisant la règle de sélection standard inhérente à la représentation en ondes par-
tielles des fonctions d’onde. En outre, nous avons pu utiliser les solutions analytiques
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FIGURE 3.7 – Photoionisation de He+(2p0) par une impulsion d’énergie centrale 17.06
eV. (a) Fonction d’onde du continuum sélectionnée par la transition à E = 3.46 eV
(coupe dans le plan zx). (b) Retard de diffusion en fonction de la direction de dé-
tection du photoélectron θd : retard de groupe τ (ligne jaune) et différence de temps
de vol ∆ToF (cercles rouges). Ces retards sont définis en prenant comme référence
l’ionisation le long de la direction de polarisation du champ (θd = 0°).

exactes disponibles pour les ions hydrogénoïdes pour vérifier les résultats obtenus nu-
mériquement. Nous avons simulé l’ionisation de He+(2p0) par une impulsion polarisée
linéairement selon l’axe de quantification z et de fréquence centrale h̵ω1 = 17.06 eV,
générant des photoélectrons d’énergie moyenne Ē = 3.46 eV.

L’anisotropie de la photoémission a été caractérisée en évaluant le retard d’ioni-
sation en fonction de la direction d’éjection, en prenant l’ionisation le long de l’axe
de polarisation (θref = 0, ϕref = 0) comme référence arbitraire. La symétrie cylindrique
autour de l’axe z permet de restreindre la suite de l’analyse au plan zx (ϕ = 0).

Dans les simulations dépendant du temps, le retard résolu angulairement ∆ToF(θd)

a été défini et évalué en comparant le temps de vol vers la position de détection
r⃗d = (rd, θd,0) à celui obtenu le long de z à la même distance rd, c’est à dire selon
l’équation 2.13 avec ToFref(rd, θd) = ToF(rd,0). Nous avons à nouveau vérifié numéri-
quement que les résultats obtenus ne dépendaient pas de rd.

Dans l’approche indépendante du temps, nous avons exploité la règle de sélection
∆` = ±1 pour calculer la fonction d’onde sélectionnée par le biais de sa représentation
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compacte en ondes partielles,

φE,sel(r, θ,ϕ) = ∑
`=0,2

c`RE,`(r)Y`0(θ,ϕ). (3.27)

Les fonctions RE,`(r) sont les solutions régulières, réelles et normées, de l’équation
de Schrödinger radiale indépendante du temps pour le continuum de He+ [116]. Le
poids relatif des ondes partielles dans la fonction d’onde sélectionnée est donné par
les amplitudes réelles c` = ⟨RE`Y`0∣ẑ∣R2pY10⟩. La coupe de φE,sel(r, θ,ϕ) dans le plan
zx est montrée en figure 3.7 (a). La fonction d’onde est nettement dominée par sa
composante d (c2/c0 ≈ 3.29), de symétrie σg. Elle présente notamment un changement
angulaire de signe près de l’angle “magique” θc ≃ 54.7° (pour lequel l’harmonique
sphérique Y20 s’annule) lissé par la contribution de la composante s. La compétition
entre les composantes s et d se traduit par les variations angulaires de la phase des
oscillations asymptotiques de la fonction d’onde sélectionnée.

Comme pour le cas de l’ionisation anisotrope 1D vu précédemment, nous avons
calculé les déphasages en fonction de l’orientation à l’aide d’une référence intermé-
diaire. Nous avons ici choisi la composante s qui, comme toute onde partielle, pré-
sente un déphasage isotrope. Nous avons ainsi calculé les déphasages intermédiaires,
ηint(E, θ), à l’aide de l’équation 3.11 en prenant les ondes partielles s régulière et
irrégulière comme fonctions d’onde de référence et complémentaire respectivement.
La variation angulaire du retard d’ionisation, lorsqu’on prend la photoémission vers
θd = 0° comme référence, s’exprime alors au travers du retard de groupe :

τ(Ē, θd) = h̵
∂ηint(E, θd)

∂E
∣
Ē

− h̵
∂ηint(E,0)

∂E
∣
Ē

. (3.28)

La figure 3.7 (b) présente le retard d’ionisation en fonction de l’angle de détection
θd, évalué dans les simulations dépendant (∆ToF) et indépendantes (τ ) du temps. Les
variations angulaires du retard reproduisent les symétries de la fonction d’onde sélec-
tionnée. Le retard évolue de −20 as à +60 as, avec une variation très rapide entre 30°
et 60° (premier quadrant) résultant des fortes variations du rapport des amplitudes s et
d autour de l’angle magique θc. Ici encore, les valeurs obtenues par analyse de la fonc-
tion d’onde sélectionnée d’une part et dans les simulations dépendant du temps d’autre
part sont en très bon accord. Enfin, nous avons refait les calculs en prenant les ondes
partielles d à la place des ondes s comme références pour définir ηint(E, θd), afin de
vérifier que les valeurs de τ(Ē, θd) ne dépendaient pas de cet intermédiaire arbitraire :
les résultats (non présentés) sont effectivement rigoureusement identiques.

Il faut bien noter que les retards de diffusion anisotrope mis en évidence avec ces
deux exemples s’expriment en attosecondes : il s’agit de l’échelle de temps véritable-
ment caractéristique de la dynamique d’un photoélectron dans le continuum, tant que
celle-ci n’est pas affectée par la proximité d’un état quasi-lié. Dans la section suivante,
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nous abordons le sujet des retards dus à la transition. Nous mentionnerons notamment
la possibilité, sous certaines conditions, de relier les retards de transition à 2 photons
(XUV + IR) aux retards de diffusion associés aux transitions à 1 photon (XUV seul),
permettant ainsi d’accéder expérimentalement à ces derniers par interférométrie.

3.4 Dynamique de transition à 2 photons
Nous nous intéressons maintenant à la contribution de la transition elle-même à la

dynamique d’ionisation. Nous ne considérerons que les transitions à 2 photons – les
plus “simples” où cette contribution n’est pas nulle. Comme pour les transitions à 1
photon, nous avons fait le choix de caractériser la dynamique par le biais de retards
de groupe, sans perdre de vue que ceux-ci ne sont que partiellement représentatifs des
dynamiques complètes de paquets d’ondes.

Nous revenons en 3.4.1 sur l’origine formelle et l’interpétation de ces retards, et
sur la façon de le calculer dans les transitions à 2 photons. Nous exposons en 3.4.2 les
méthodes numériques adaptées pour les simulations présentées ensuite en 3.4.3, met-
tant en évidence le rôle clef de l’“état” intermédiaire dans la dynamique d’ionisation à
2 photons.

3.4.1 Origine formelle du retard de transition
Les amplitudes de transitions multiphotoniques s’obtiennent en appliquant la théo-

rie des perturbations à l’ordre correspondant au nombre de photons impliqués [132].
La complexité de leur calcul croissant avec le nombre de photons, nous ne nous intéres-
serons ici qu’au cas des transition à 2 photons, suffisant pour introduire et interpréter
le concept de retard de transition, ainsi qu’envisager ses limites. Notons que la res-
triction aux processus à 2 photons ne simplifie pas seulement les calculs mêmes, mais
aussi l’interprétation des résultats. Ce choix est aussi à replacer dans le contexte des
récentes mesures expérimentales des retards d’ionisation [13, 17, 93, 94] faisant toutes
intervenir des processus à 2 photons, et sur lesquelles nous reviendrons en section 3.5.

Amplitudes de transition à 2 photons

L’interaction d’un atome ou une molécule avec deux photons permet d’envisager,
dans le cas le plus général, un ensemble de transitions aboutissant à quatre énergies
finales E différentes, suivant que chaque photon est absorbé ou émis. Pour que la
transition ait effectivement lieu, il est bien entendu nécessaire que E fasse partie du
spectre du système sans champ. Puisque le sujet de ce chapitre est l’ionisation, nous
ne traiterons que des situations où au moins un des photons (le plus énergétique, de
pulsation ωa) est absorbé, l’autre (de pulsation ωb) étant absorbé ou émis, de sorte que

E = Eini + h̵ωa ± h̵ωb > 0 (3.29)
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où Eini est l’énergie dans l’état lié initial considéré, le zéro d’énergie étant fixé au seuil
d’ionisation.

La théorie des perturbations au second ordre permet d’exprimer l’amplitude as-
sociée à une telle transition vers un état final particulier ∣ψE,fin⟩ comme l’élément de
matrice

T (ωa,±ωb) = ⟨ψE,fin∣T̂(ωa,±ωb)∣ψini⟩ (3.30)

impliquant l’opérateur de transition

T̂(ωa,±ωb) = [(ε⃗b ⋅ r̂)Ĝ(ωa)(ε⃗a ⋅ r̂) + (ε⃗a ⋅ r̂)Ĝ(ωb)(ε⃗b ⋅ r̂)]
×Fae

iφaFbe
±iφb (3.31)

où Fj et φj représentent l’amplitude et la phase du champ électrique à la pulsation ωj
(j = a, b), ε⃗a et ε⃗b les directions de polarisation correspondantes et

Ĝ(ω) = lim
ζ→0+

1

Eini + h̵ω − Ĥ + iζ
(3.32)

= lim
ζ→0+
⨋
n

∣ψn⟩⟨ψn∣

Eini + h̵ω −En + iζ
. (3.33)

Ĥ est l’hamiltonien du système, ∣ψn⟩ et En l’ensemble de ses vecteurs et valeurs
propres (n couvre la partie discrète comme la partie continue du spectre). Il s’ensuit
que l’élément de matrice T (ωa, ωb) est complexe dès que le système peut être ionisé
par l’un ou l’autre des photons ωa ou ωb : il y aura nécessairement un état intermédiaire
∣ψn̄⟩ pour lequel Eini + h̵ωa(b) −En̄ = 0 de sorte que l’intégrale dans l’expression 3.32
comporte une singularité, l’opérateur Ĝ(ω) s’exprimant alors

Ĝ(ω) = P
1

Eini + h̵ω − Ĥ
− iπδ(Eini + h̵ω − Ĥ), (3.34)

où P désigne la valeur principale de Cauchy.
À chaque terme contribuant à l’opérateur T̂(ωa,±ωb) (équation 3.31) est usuelle-

ment associée une chronologie propre : absorption du photon ωa suivie de l’absorp-
tion/émission du photon ωb d’une part, absorption/émission du photon ωb suivie de
l’absorption du photon ωa d’autre part [132]. Nous verrons un peu plus loin qu’il est
effectivement possible d’identifier une telle chronologie dans le cas particulier de l’ab-
sorption à 2 photons via une résonance, dominée par un seul des chemins contribuant
à l’amplitude globale T (ωa,±ωb).

Identification de la phase de transition

Si l’on reprend le formalisme introduit en 3.3.1, on trouve que la phase prove-
nant de l’opérateur T̂(ωa, ωb) est transférée à la fonction d’onde séléctionnée (équa-
tion 3.10). Celle-ci devient donc complexe dès que la phase de transition n’est pas
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nulle. S’il s’agit là d’une signature claire de la transition elle-même dans la dynamique
d’ionisation, il n’est pas évident, voir possible, d’isoler les différentes contributions –
transition et diffusion – dans la phase globale accumulée par la fonction d’onde sélec-
tionnée 7.

Une telle séparation est toutefois immédiate lorsqu’on considère non plus l’état
sélectionné, mais un état final ∣ψE,fin⟩ particulier associé à une fonction d’onde réelle,
dont les oscillations asymptotiques portent la phase de diffusion. Il peut s’agir d’une
des composantes de la fonction sélectionnée, typiquement une onde partielle. On peut
alors définir la phase propre à la transition associée à une paire de photons (ωa, ωb)
comme

θ = arg⟨ψE,fin∣T̂∣ψini⟩ − (φa ± φb). (3.35)

Nous ne traiterons que de tels cas dans la suite.

Interprétation du retard de transition au voisinage d’une résonance intermédiaire

Nous considérons ici que l’atome ou la molécule présente dans le continuum une
résonance ∣ψR⟩ de largeur ΓR, située à une énergie

Er ≈ Eini + h̵ωa. (3.36)

Nous considérons en outre qu’elle est relativement intense et isolée, de sorte que l’en-
semble des contributions à l’amplitude T (ωa,±ωb) soit dominé par le chemin faisant
intervenir uniquement cette résonance comme intermédiaire,

T (ωa,±ωb) ≃
⟨ψE,fin∣ε⃗a ⋅ r̂∣ψR⟩⟨ψR∣ε⃗a ⋅ r̂∣ψini⟩

h̵∆ωa + iΓR

× Fae
iφaFbe

±iφb . (3.37)

Dans cette expression approchée, h̵∆ωa = Eini + h̵ω − ER représente le désaccord du
“premier” photon vis-à-vis de la résonance intermédiaire, ωb intervenant implicitement
dans la loi de conservation d’énergie 3.29. La phase de transition

θ ≃ arctan(−
ΓR

h̵∆ωa
) (3.38)

ne dépend explicitement que de ωa. Lorsque l’on scanne la résonance en faisant varier
∆ωa, le retard de groupe associé

τ =
∂θ

∂ωa
(3.39)

≃ h̵
ΓR

Γ2
R + h̵∆ω2

a

(3.40)

7. L’amplitude ⟨ψE,sel∣T̂∣ψini⟩ est réelle quel que soit T̂, la fonction d’onde sélectionnée portant toutes
les contributions à la phase d’ionisation.
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évolue entre 0 (grand ∣∆ωa∣) et la durée de vie h̵Γ−1
R (à la résonance, ∆ωa = 0) . Ce re-

tard, dont on note qu’il est toujours positif, peut être dans ce cas interprété comme une
durée de transition 8, dont la dynamique se ramène alors à la chronologie suivante : (i)
le système absorbe un photon ωa, (ii) il demeure dans l’état intermédiaire ∣ψR⟩ pendant
un temps caractéristique τ , (iii) il absorbe/émet un deuxième photon ωb.

Il ne faut pas perdre de vue que cette interprétation n’est rigoureusement valide que
dans les cas idéaux où un seul état intermédiaire contribue à la transition à 2 photons.
Nous en verrons les limites dans les simulations présentées plus loin, où l’ensemble du
spectre des systèmes modèles est pris en compte exactement (à la précision numérique
près).

Par ailleurs, les formules et l’analyse présentées jusqu’ici s’appliquent aux cas
où chaque photon provient d’une impulsion rigoureusement monochromatique. Lors-
qu’on considère des impulsions courtes, il est primordial de tenir compte de leurs pro-
fils spectraux respectifs.

Prise en compte du profil spectral des impulsions

En présence d’impulsions de durées finies, l’amplitude de transition vers l’état fi-
nal s’obtient en intégrant l’amplitude 3.30 sur toutes les paires de photons possibles
aboutissant à l’énergie E,

T (E) =

+∞

∫
−∞

T (ωa,±ωb) dωa (3.41)

avec la contrainte ±ωb = (E − Eini)/h̵ − ωa. Il faut bien noter que le poids de chaque
paire de photons dans l’intégrale est donné par le produit FaeiφaFbeiφb inclus dans
l’expression de T (ωa,±ωb), et provenant de la transformée de Fourier de l’enveloppe
temporelle du champ électrique [100, 136].

Pour les transitions à 1 photon, le profil spectral du champ électrique se factorise
dans les amplitudes : il n’entre pas en compte dans l’expression des retards de diffu-
sion, il affecte seulement la pertinence de ces retards à représenter une dynamique plus
ou moins complexe. On voit que pour les transitions à 2 photons (ou plus), ce profil
spectral joue un rôle bien plus crucial : il est intriqué dans l’expression de l’ampli-
tude 3.41, et donc de sa phase

Θ = arg T (E) (3.42)

et du retard de groupe associé. On peut toutefois isoler les contributions du champ à
la phase Θ de l’amplitude lorsque la transition est induite par deux impulsions sans

8. Une dérivation rigoureuse et une analyse complète des “durées de transition” dans le cadre parti-
culier de la spectroscopie Raman résonante sont exposées dans la référence [134]. Ces durées de tran-
sition Raman ont été exploitées avec succès dans le groupe de Marc Simon au LCPMR pour révéler des
dynamiques nucléaires ultra-rapides lors de la dissociation de petites molécules [135].
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recouvrement spectral, de pulsations centrales ω1 et ω2, chacune présentant une phase
constante dans son enveloppe spectrale, φ1 et φ2. Ces phases se factorisent alors dans
les amplitudes T (E) impliquant un photon de chacune des impulsions [E ≈ h̵(ω1 ±

ω2)], ce qui permet d’identifier la phase propre à la transition comme

θ = Θ − (φ1 ± φ2). (3.43)

C’est une hypothèse sur laquelle repose la méthode interférométrique RABBIT, à la-
quelle est consacrée la section 3.5.

3.4.2 Méthodes numériques adaptées

Pour mettre en évidence numériquement la dynamique de transition dans quelques
cas simples d’ionisation à 2 photons, nous reprenons une approche très similaire à
celle suivie pour l’ionisation à 1 photon, en section 3.3 : la dynamique complète est
simulée par résolution de l’équation de Schrödinger dépendant du temps, et confrontée
aux retards de groupe formels associés ici aux phases des amplitudes de transition.
Ces “expériences numériques” ont été menées sur les atomes modèles 1D symétriques
A, B et C définis en section 3.2.1 (voir figure 3.1). Nous précisons ici les points de
méthodologie spécifiques à l’étude des transitions à 2 photons.

Choix de la référence

Comme souligné au début de ce chapitre, la définition d’un retard implique néces-
sairement de préciser une référence. Le retard de groupe considèré ici est associé à
la phase de transition Θ, dont la définition est donnée en équation 3.42 : la référence
adaptée est donnée par une transition pour laquelle Θ est nulle. Nous avons vu que
c’est le cas des transitions à 1 photon, si l’on fixe la phase du champ ionisant à zéro
(voir section 3.3).

Pour une transition à 2 photons aboutissant à un état final donné ∣ψE,fin⟩, on choisira
donc comme référence une transition à 1 photon, dans le même système et aboutissant
au même état. De la sorte, la dynamique de diffusion dans l’état final est identique, et
se soustrait de la dynamique totale lorsqu’on compare les deux types de transitions.

Chaque transition à 2 photons simulée dans la suite part de l’état fondamental de
l’atome A, B ou C. La symétrie de la fonction d’onde initiale et la règle de sélection
à 1D imposent à la fonction d’onde de l’état atteint d’être systématiquement paire. On
va donc comparer la dynamique de chacune de ces transition à 2 photons à celle de
la transition à 1 photon aboutissant à la même énergie E mais partant du premier état
excité, de fonction d’onde impaire.
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Approche dépendant du temps

L’approche dépendant du temps reprend le principe utilisé pour l’étude de la dyna-
mique de diffusion dans les simulations à 1 photon : on résoud l’équation de Schrödin-
ger dépendant du temps 3.3 pour l’atome en interaction avec le champ, et on caractérise
la dynamique du paquet d’ondes ionisé par une analyse de flux à une distance donnée
permettant de définir un temps de vol numérique (équations 3.6 à 3.9).

Le paquet d’ondes créé dans ces simulations “à 2 couleurs” est toutefois plus com-
plexe que précédemment : le spectre de photoélectrons est constitués de plusieurs
composantes, correspondant aux différentes transitions à 1 et 2 photons aboutissant
au dessus du seuil. Nous avons choisi des fréquences centrales ω1 et ω2 et des durées
d’impulsions telles que ces structures se manifestent sous forme de pics bien résolus
spectralement. Néanmoins, résoudre dans le domaine temporel ces composantes créées
quasi simultanément nécessiterait d’analyser les paquets d’ondes bien au delà des dis-
tances de détection utilisées jusqu’ici (∼ 1000 u.a.), ce qui impliquerait d’augmenter
les temps de propagation. Afin d’éviter celà, nous avons filtré, en fin d’impulsion, les
paquets d’ondes formés sur une fenêtre spectrale ne contenant que le pic “2 photons”
nous intéressant. Nous avons ensuite laissé ce paquet d’ondes filtré se propager uni-
quement sous l’influence du potentiel ionique jusqu’au détecteur virtuel où le flux est
évalué.

Calcul des amplitudes de transition

Comme déjà indiqué, l’approche indépendante du temps consiste à évaluer les re-
tards de groupe associés à la phase Θ des amplitudes de transition T (E). Le gros du
travail réside dans l’évaluation de ces amplitudes.

Nous avons calculé les éléments de matrice T (ωa, ωb) (3.30), pour un ensemble de
paires de pulsations (ωa, ωb) contenues dans les impulsions simulées dans les calculs
dépendant du temps. Nous avons pour celà utilisé la méthode proposée par Toma et
Muller [137], permettant notamment de contourner l’intégration explicite sur tous les
états intermédiaires ∣ψn⟩ apparaissant dans l’expression 3.32.

Nous avons ensuite intégré numériquement ces amplitudes à 2 photons “monochro-
matiques” suivant 3.41 pour obtenir les amplitudes T (E) tenant compte précisément
du profil spectral des impulsions. Nous avons pris soin de vérifier la convergence nu-
mérique des résultats, en particulier vis-à-vis de la discrétisation en (ωa, ωb).

Ce développement ainsi que l’interprétation des phases en termes de dynamique de
transition ont fait l’objet du stage de M2 de Morgane Vacher.

3.4.3 Influence de l’état intermédiaire
Les résultats présentés ici ont pour but de mettre en évidence le rôle particulier que

joue l’état atteint transitoirement lors de transitions à 2 photons, illustré par quelques
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FIGURE 3.8 – Paquet d’ondes électronique créé par ionisation de l’atome B avec des im-
pulsions d’énergies centrales h̵ω1 = 17.5 eV et h̵ω2 = 4.9 eV. (a) spectre σ(E) (ligne bleue)
et phase de l’amplitude de transition calculée perturbativement (pointillés jaunes) en fonction
de l’énergie E du photoélectron. Ē représente l’énergie moyenne. (b) Flux de photoélectron
calculé en xd = 4000 u.a. en fonction du temps pour la transition à 2 photons en question (ligne
pleine rouge), et par la transition de référence à 1 photon, partant du premier excité et abou-
tissant à la même énergie moyenne (tirets rouge). ToF et ToFref représentent les temps de vol
moyens jusqu’à xd dans les deux systèmes respectivement.

cas simples. Nous avons considéré des transitions ou les deux photons sont absorbés.
Nous avons fait varier les impulsions centrales des deux couleurs, ω1 et ω2, tout en
maintenant leur somme constante, h̵(ω1 + ω2) = 22.4 eV (il s’agit d’une valeur fixée
arbitrairement, afin d’optimiser les paramètres de simulations numériques tels que le
temps de propagation et la distance de détection des flux). Les photoélectrons qui nous
intéressent sont donc émis avec une énergie proche de E0 + 22.4 ≃ 6.8 eV. Les durées
d’impulsions ont toutes été fixées à ≃ 40 fs.

Transition à 2 photons via une résonance large

Nous commençons par les simulations effectuées sur l’atome B. La figure 3.8 (a)
montre le pic à 2 photons du spectre obtenu lorsque l’atome, pris dans son état fonda-
mental, est ionisé par des impulsions d’énergies centrales h̵ω1 = 17.5 eV et h̵ω2 = 4.9
eV. Le photon ω1 permet ainsi d’atteindre transitoirement la résonance impaire située à
1.86 eV au dessus du seuil (de durée de vie 1.7 fs). L’énergie moyenne sous ce pic est
de 6.76 eV [≃ E0 + h̵(ω1 + ω2)]. La figure 3.8 (b) montre le flux associé, détecté à une
distance xd = 4000 u.a, dans le domaine temporel (trait plein). La référence pour carac-
tériser ce paquet d’ondes est donnée par la transition à 1 photon partant du premier état
excité, induite par une impulsion d’énergie centrale de 13.35 eV environ, ajustée fine-
ment de sorte à atteindre la même énergie finale moyenne Ē. Le flux de référence est
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représenté en tirets sur la même figure. La différence de temps de vol moyens, ∆ToF,
donnée par ces deux flux vaut 0.945 fs.

Les éléments de matrice T (ωa, ωb) (équation 3.30) ont été par ailleurs calculés
puis intégrés selon 3.41 pour obtenir les amplitudes T (E) dont la phase Θ(E) est
superposée au spectre de la figure 3.8 (a). Le retard de groupe associé évalué à l’énergie
moyenne Ē,

τ = h̵
∂Θ(E)

∂E
∣
Ē

, (3.44)

vaut 0.955 fs. On retrouve bien un retard très proche de celui évalué dans les simula-
tions dépendant du temps.

Nous avons répété la procédure en faisant varier h̵ω1 de 16.6 eV à 18.7 eV (et in-
versement h̵ω2 de 5.8 eV à 3.7 eV). La figure 3.9 (b) compare les retards ∆ToF obtenus
dans l’approche dépendant du temps (cercles) aux retards de groupe τ associés aux am-
plitudes de transition (croix reliées par une ligne grise), en fonction de h̵ω1. Les deux
jeux de données sont en excellent accord. Les retards suivent une courbe lorentzienne
atteignant son maximum lorsque h̵ω1 = ER − E0. L’allure de cette courbe reproduit
qualitativement le comportement prédit par la formule approchée 3.39, valide lorsque
les deux impulsions sont rigoureusement monochromatiques et que seule la résonance
contribue transitoirement à la transition. La transition est dominée par la séquence où
le photon d’impulsion centrale ω1 est absorbé avant celui d’impulsion centrale ω2. Le
retard de groupe peut alors être interprété comme une “durée de transition”, correspon-
dant au temps moyen que le système passe dans l’état intermédiaire avant d’absorber
le deuxième photon.

Le retard maximum (≈ 1 fs) est toutefois inférieur à la durée de vie de la résonance
intermédiaire, en raison de l’intégration de T (ωa, ωb) sur les largeurs spectrales des
impulsions. Ceci traduit le fait que la “durée de transition” ainsi mise en évidence est
certes induite par la résonance, mais tout de même limitée par la durée des impulsions.

Nous avons confirmé le rôle prépondérant joué par le chemin ω1 + ω2 en recal-
culant les amplitudes sans le chemin complémentaire, ω2 + ω1 (voir expression de
l’opérateur transition 3.31). Les retards de groupe correspondants sont aussi repor-
tés en figure 3.9 (b) (triangles). Ils sont effectivement proches des retards obtenus avec
les amplitudes complètes à la résonance, mais différent notablement dès qu’on s’en
éloigne. On voit ainsi la limite l’interprétation de ces retards en tant que “durée de
transition”. Ces retards deviennent notamment négatifs hors résonance, alors qu’une
durée est nécessairement positive 9.

9. De façon générale, une surinterprétation des retards de groupe en tant que durée peut conduire à
des conclusions abérrantes (et éronnées), revenant à confondre vitesse de groupe et vitesse de phase et
conclure par exemple que la vitesse de la lumière au travers d’un matériau absorbant devient supérieure
à c.
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FIGURE 3.9 – Dynamique de transition à 2 photons (h̵ω1 + h̵ω2 = 22.4 eV) : retards
de groupe τ (croix jaunes) et différences de temps de vol ∆ToF (cercles rouges) en
fonction de h̵ω1 obtenus (a) via un continuum lisse (atome A) ; (b) via une résonance
large (atome B) ; (c) via un résonance fine (atome C). Les triangles jaunes en (b) cor-
respondent aux valeurs de τ obtenues en ne tenant compte que du chemin résonant (ω1

puis ω2).
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... via une résonance fine

Nous avons suivi la même approche avec l’atome C, qui présente une résonance
environ à la même énergie, mais plus fine (durée de vie de 54 fs). Les différences de
temps de vol ∆ToF et les retards de groupe τ sont présentés en figure 3.9 (c) : ici
aussi les deux jeux de données sont en très bon accord. On note toutefois un décalage
de l’ordre de 0.5 fs lorsque le photon ω1 est résonant, traduisant là aussi une légère
déformation du paquet d’ondes dans les domaines spectral et temporel (non montrés)
– déformation dont un simple retard de groupe ne peut rendre compte complètement.

Le désaccord est toutefois bien moins important que celui observé avec le même
système dans les transitions à 1 photon (voir figure 3.4 (c)) : le paquet d’ondes est certes
transitoirement résonant, mais son profil est aussi contraint par la durée de l’impulsion
apportant le deuxième photon, ce qui se traduit dans l’expression même du retard (via
l’intégrale 3.41 dans le calcul de l’amplitude de transition).

... et via un continuum lisse

Enfin, les mêmes simulations ont été effectuées avec l’atome A, dont le potentiel
est restreint au terme “Coulomb régularisé”, et dont le continuum est partout lisse.
Les résultats sont présentés en figure 3.9 (a). Les retards de transition sont négatifs et
tendent vers 0 de façon monotone, une signature de la façon dont le paquet d’ondes
se construit via le filtre d’un continuum de densité d’état ∝ 1/

√
2E lentement dé-

croissante en s’éloignant du seuil [138]. Les désaccords sont de l’ordre de la précision
numérique des calcul : ils sont visibles ici parce que l’échelle de temps est inférieure à
la vingtaine d’attosecondes.

On voit avec ce dernier exemple que les retards de transition à 2 photons sont par-
ticulièrement faibles tant qu’ils n’impliquent pas d’état intermédiaire de longue durée
de vie, et d’autant plus que l’on s’éloigne du seuil. Cette propriété est exploitée par
les méthodes streaking [53, 124] et RABBIT [52, 137] dans leurs conceptions initiales,
consistant à caractériser les impulsions XUV avec des résolutions sub-fs par le biais
de transitions à 2 photons, en établissant un lien étroit entre phase et amplitude du
rayonnement et celles des paquets d’ondes électroniques détectés. La section suivante
est dédiée à la technique RABBIT en particulier, et à ses réinterprétations permettant
d’accéder aux dynamiques d’ionisation.

3.5 Mesures interférométriques
Les expériences de spectroscopie “attoseconde”, dans leur grande variété, ont pour

point commun l’utilisation de la génération d’harmoniques d’ordres élevés (GHOE en
français, HHG en anglais pour high harmonic generation). Il s’agit d’un processus hau-
tement non linéaire, que je présente plus en détails en section 1.3. Mis en évidence
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dès le milieu des années 80 [46, 47], il se produit lorsqu’un gaz est soumis à une im-
pulsion laser IR intense (typiquement Ti:saphir à ∼ 800 nm, IL ∼ 1014 W/cm2). En
réponse, l’échantillon réémet du rayonnement dont les principales propriétés sont les
suivantes : (i) son spectre s’étend de l’IR au domaine XUV, (ii) il est constitué d’har-
moniques impaires de la fréquence génératrice, (iii) il s’agit de rayonnement cohérent,
présentant une brillance relativement élevée sur toute la gamme émise. En outre, le
rayonnement harmonique est émis sous forme d’impulsions structurées à l’échelle de
l’attoseconde.

Comme déjà évoqué précédemment, deux principales techniques de caractérisation
ont été développées. Le streaking [53], combiné à une analyse de type FROG [124]
(pour frequency resolved optical gating), pour les impulsions attoseconde uniques
étendues spectralement et la méthode interférométrique RABBIT [52, 54, 55] (pour re-
construction of attosecond beating by interferences of two-photon transitions 10) pour
les trains d’impulsions XUV obtenus avec des sources IR plus longues, et dont le spectre
est constitué de pics harmoniques fins. Ces deux approches complémentaires sont fon-
dées sur des dispositifs expérimentaux, des régimes d’interaction et des interprétations
différents. Elles exploitent néanmoins toutes les deux la cohérence du processus de
GHOE, et reposent sur la photoionisation d’un gaz secondaire par le rayonnement XUV

à caractériser en présence d’un champ IR additionel de référence, issu du laser généra-
teur.

Ces deux approches ont fait leurs preuves à maintes reprises depuis leurs premières
utilisations. Elles ont été notamment revisitées à la fin des années 2000 pour accé-
der expérimentalement aux dynamiques d’ionisation faisant l’objet de ce chapitre. Les
études pionnières effectuées sur cible solide [93] et dans le néon [94] utilisent le strea-
king, celles dans l’azote [13] et l’argon [17] utilisant la méthode RABBIT.

Cette section présente une partie des contributions de notre groupe à ces études, axées
sur la méthode RABBIT. Le formalisme de la méthode, ainsi qu’un résumé de son utili-
sation initiale et de ses réinterprétations récentes, sont donnés en 3.5.1. Son utilisation
est illustrée en 3.5.2 à l’aide de simulations sur nos modèles simples. Son exploita-
tion pour accéder aux dynamiques d’ionisation à 2 photons est illustrée sur les mêmes
modèles, en 3.5.3.

3.5.1 La méthode RABBIT

Les bases de la technique RABBIT ont été posées dès 1996 dans notre groupe [54].
Son application à la caractérisation des trains d’impulsion attoseconde a été dévelop-

10. L’écriture exacte de l’acronyme ne fait pas le consensus, certains trouvant plus correct de n’y faire
figurer qu’un seul B, d’autres deux T ... Notre groupe a opté pour la version RABBIT, afin de pleinement
justifier sa place dans la zoologie des méthodes de caractérisation d’impulsions lumineuses, entre les
FROG, CRAB et autres SPIDER.
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H2q-3

SB2q-2

H2q-1

SB2q

H2q+1

SB2q+2

FIGURE 3.10 – Photoionisation d’un gas par un peigne XUV d’harmoniques impaires
(H2q±1, bleu) et du fondamental IR (rouge). Deux transitions à 2 photons (XUV ± IR)
aboutissent à chaque pic satellite SB2q. La méthode interférométrique RABBIT exploite
les interférences entre ces chemins pour remonter aux dynamiques d’ionisation.

pée par Harm Muller pour la théorie [55], et démontrée expérimentalement pour la
première fois en 2001 par l’équipe de Pierre Agostini au CEA Saclay [52].

Principe de la méthode

Cette technique repose sur la photoionisation d’un gaz de détection (typiquement
un gaz rare) par un peigne d’harmoniques produit via GHOE, en présence du rayonne-
ment IR détourné de la source génératrice. La pulsation de ce dernier, notée ωL dans la
suite, joue le rôle de pulsation fondamentale.

Un spectre de photoélectrons typique est présenté en figure 3.10. Il est formé de
pics principaux associés à chacune des harmoniques impaires constituant l’impulsion
XUV, centrés aux énergies −Ip + (2q + 1) × h̵ωL (q ∈ N) où Ip est l’énergie de première
ionisation du gas. Dans la suite, on désignera ces pics “harmoniques” H2q−1, H2q+1 ...
La présence du rayonnement IR induit par ailleurs des pics secondaires (sidebands en
anglais) résultant de transitions à 2 photons : absorption d’un photon XUV et absorption
ou émission d’un photon IR. Comme le rayonnement XUV est constitué d’harmoniques
impaires de l’IR d’habillage, ces pics satellites sont centrés aux énergies −Ip+2q× h̵ωL,
entre les pics “1 photon” 11 : on les notera SB2q−2, SB2q, SB2q+2 ...

11. L’intensité du rayonnement IR est choisie suffisament faible pour négliger les processus d’ordres
supérieurs. En outre, l’intensité des harmoniques, de l’ordre de 109–1010 W/cm2, ne permet pas d’in-
duire des transitions impliquant 2 photons XUV ou plus.
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La relation de fréquences entre les photons XUV et IR fait en outre que deux che-
mins différents aboutissent à un pic satellite SB2q donné : (i) absorption de l’harmo-
nique (2q − 1) et absorption du photon IR et (ii) absorption de l’harmonique (2q + 1)
et émission du photon IR. Les rayonnements XUV et IR étant ici cohérents, ces deux
chemins interfèrent dans l’état final. Les hauteurs des pics satellites se trouvent donc
affectées par la différence de phase accumulée dans les deux voies [54] et leur pro-
fil spectral, pour chaque énergie de photoélectron, peut s’exprimer sous la forme très
génerale

SB2q = A2q +B2q × cos (∆Θ2q) . (3.45)

Les grandeurs A2q, B2q et ∆Θ2q sont à relier aux amplitudes de transition introduites
dans la section 3.4.1, dont nous reprenons ci-dessous les notations 12. Nous considérons
que le rayonnement XUV est constitué d’harmoniques suffisament fines et l’IR suffisa-
ment résolu pour travailler avec les amplitudes T définies en équation 3.30, sans avoir
à les intégrer spectralement. Il s’agit d’une hypothèse implicite dans le développement
original de la technique RABBIT. La hauteur moyenne A2q d’un pic et l’amplitude de
ses oscillations B2q s’expriment en fonction des amplitudes de transitions à 2 photons
T2q−1 et T2q+1 associées aux deux chemins y aboutissant,

A2q ∝ ∣T2q−1∣
2 + ∣T2q+1∣

2 (3.46)
B2q ∝ 2 × ∣T2q−1T2q+1∣. (3.47)

La phase ∆Θ2q, quant-à-elle, correspond à la différence de phases accumulées dans les
deux chemins (voir équation 3.42),

∆Θ2q = Θ2q−1 −Θ2q+1. (3.48)

Ce qui se cache derrière ∆Θ2q

La méthode RABBIT dans sa conception initiale consiste à exploiter ces interfé-
rences pour remonter aux variations spectrales de la phase du rayonnement XUV, et par
extension à son profil temporel. Elle repose sur l’identification des différentes contri-
butions à ∆Θ2q, rendue possible dans l’hypothèse de phases constantes pour chaque

12. Les méthodes standard de détection (par exemples les bouteilles magnétiques) ne permettent pas
de résoudre la direction d’éjection de l’électron. Le signal enregistré à une énergie particulière renseigne
donc sur une transition intégrant tous les états finaux disponibles à cette énergie. Il faut en toute rigueur
en tenir compte dans l’expression et l’analyse des phases mesurées (voir par exemple les articles de
référence [54, 55] pour une prise en compte rigoureuse). Afin de ne pas alourdir la présentation (et
parce que la typographie LATEX ne dispose pas de variantes de la lettre θ en nombre suffisant), nous
n’expliciterons pas ici cette intégration, comme si l’état final de l’électron était parfaitement résolu.
Nous nous attacherons toutefois à en signaler qualitativement les conséquences lorsque celles-ci sont
cruciales pour l’analyse des phases.
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composante du rayonnement (fondamentale d’une part, harmoniques d’autre part), et
détaillée ci-dessous.

La première hypothèse, que nous considèrerons toujours valide, suppose que la
phase φL de l’impulsion IR est constante dans sa largeur spectrale, ce qui permet de
poser

Θ2q±1 = ∓φL + ϑ2q±1. (3.49)

Le signe devant φL change suivant que le photon IR est absorbé (+) ou émis (−).
Le terme ϑ2q±1 porte les signatures des harmoniques et de l’opérateur de transition.
Lorsque les impulsions XUV présentent aussi des phases constantes φ2q±1 pour chaque
pic harmonique, il s’écrit simplement

ϑ2q±1 = φ2q±1 + θ2q±1 (3.50)

où θ2q±1 est la phase propre de transition, introduite en équation 3.35 (rayonnement
constitué d’impulsions parfaitement monochromatiques), et redéfinie en équation 3.43
(hypothèse des phases constantes dans le cadre général d’impulsions de durées finies).
L’état final atteint étant le même dans les deux chemins interférant dans un pic satellite
SB2q, la phase de diffusion dans le continuum η2q associée à cet état ne contribue pas à
∆Θ2q.

En pratique, le dispositif expérimental contient une ligne à retard permettant de
contrôler finement le décalage temporel τXUV-IR = φL/ωL entre les impulsions XUV et IR

au niveau du gaz générateur (voir par exemple figure 2 de l’article [139]). Une “trace
RABBIT” s’obtient en enregistrant les spectres de photoélectrons pour une série de
retards τXUV-IR (voir figure 3 du même article). On y voit les pics satellites osciller à la
fréquence 2ωL puisque ∆Θ2q se réecrit

∆Θ2q = 2ωL × τXUV-IR + ϑ2q−1 − ϑ2q+1

´¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¸¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¶
∆ϑ2q

. (3.51)

La quantité ∆ϑ2q appelée “phase RABBIT” s’exprime, dans l’hypothèse des phases
constantes pour chaque harmonique,

∆ϑ2q = θ2q−1 − θ2q+1

´¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¸¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¶
∆θ2q

+φ2q−1 − φ2q+1

´¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¸¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¶
∆φ2q

. (3.52)

et est au cœur de l’analyse éponyme.

Ce qui est effectivement mesuré

Jusqu’à récemment, l’implémentation de la méthode RABBIT a exclusivement re-
posé sur l’idée que les paquets d’ondes électroniques analysés sont spectralement fins,
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justifiant l’hypothèse des phases constantes pour chaque couleur : les mesures s’y font
à partir des pics SB2q intégrés spectralement. Néanmoins, des expériences récentes de
photoionisation résonante [31] utilisant des techniques de détection suffisament réso-
lues en énergie [140], ont mis en évidence des bandes satellites structurées, au sein
desquelles il est indispensable de tenir compte des variations de phases.

Afin de distinguer les deux situations, nous utiliserons dans la suite les notations
suivantes :

— les notations déjà introduites ∆ϑ2q pour les phases RABBIT résolues spectrale-
ment à l’intérieur des pics (et dont n’indiquons explicitement pas la dépendance
en énergie de photoélectron, pour ne pas alourdir plus encore les notations) ;

— et les notations ∆ϑ̄2q pour les phases mesurées à partir des pics satellites inté-
grés, exploitables dans l’hypothèse de pics suffisament fins.

Caractérisation des trains d’impulsions “attoseconde”

Dans l’implémentation originale du RABBIT, la différence de phase intrinsèque
∆θ2q, usuellement appelée “phase atomique” (ou “moléculaire”), est supposée connue
(ou négligeable si le gaz de détection présente un continuum suffisament lisse, voir eg
les résultats de simulations présentés précédemment) de sorte que la mesure de ∆ϑ̄2q

donne accès à la différence de phase ∆φ2q du rayonnement entre deux harmoniques
impaires consécutives [55]. En supposant que la phase du rayonnement évolue linéai-
rement sur un intervalle spectral de l’ordre de 2h̵ωL, le rapport ∆φ2q/(2ωL) donne une
mesure “différences finies” du retard de groupe caractérisant le rayonnement XUV, in-
terprété comme le temps d’émission de chaque harmonique 13, comme montré pour la
première fois dans l’article [52].

La méthode RABBIT est depuis devenue l’approche standard de caractérisation des
trains d’impulsions XUV, générés dans des conditions plus ou moins complexes (voir

13. En principe, le retard déduit d’une phase RABBIT est défini dans le référentiel temporel de l’im-
pulsion laser génératrice. Sans entrer dans les détails techniques, on notera que le retard ajustable du
dispositif interférométrique τXUV-IR ne peut être fixé de façon absolue dans les expériences : on a donc
en réalité accès, au mieux, aux retards relatifs entres les harmoniques, dans un référentiel fixé arbi-
trairement. Ceci peut s’avérer problématique pour analyser le rayonnement généré dans des molécules
orientées : l’impossibilité de fixer τXUV-IR dans l’absolu entraine un calage arbitraire des phases pour
chaque orientation moléculaire considérée. Il est parfois possible de choisir le “bon” calage à l’aide
d’arguments qualitatifs théoriques. De tels arguments ne sont toutefois disponibles que dans quelques
cas d’école (par exemple en se calant sur un saut de phase associé à une interférence destructive, iden-
tifiée a priori, se produisant dans le processus de génération [12]). Plusieurs méthodes expérimentales
permettent de contourner ce problème et d’accéder la dépendance angulaire des phases avec un mini-
mum de paramètres arbitraires, en générant les harmoniques dans un mélange de gaz [141–143], en
utilisant la diffraction par un réseau transitoire d’excitation [144], ou en faisant interférer les rayonne-
ments XUV générés dans des molécules alignées et dans un échantillon isotrope du même gas [76,145].
La contrepartie est une augmentation notable de la complexité du dispositif expérimental. Un travail
remarquable d’optimisation de tels dispositifs, combinant RABBIT et interférométrie à deux sources, a
été réalisé par Antoine Camper lors de sa thèse de doctorat au CEA Saclay [68].
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par exemple le façonnage contrôlé d’impulsions XUV générées dans CO2 [12], dans
une étude à laquelle notre groupe à contribué résumée en section 1.3.5).

Elle est par ailleurs au centre des spectroscopies “auto sonde” présentées en 1.3.7,
où la caractérisation complète (amplitude et phase) du rayonnement émis par GHOE

permet de remonter à la structure et à la dynamique de l’espèce chimique génératrice,
en combinant résolution spatiale de l’ordre de l’Å et résolution temporelle sub-fs [15,
18, 21].

En résumé, un dispositif RABBIT standard fait intervenir deux gaz (qu’il ne faut pas
confondre !) : (i) le gaz de génération, dont l’empreinte se retrouve dans les propriétés
du rayonnement XUV émis par GHOE et in fine dans la contribution ∆φ2q à la phase
RABBIT (équation 3.51), et (ii) le gaz de détection, qui apporte la contribution ∆θ2q à
cette même phase. Nous ne nous étendrons pas plus ici sur les utilisations initiales de
la méthode, consistant à caractériser le rayonnement GHOE pour des applications très
variées par l’analyse des contributions ∆φ2q. Nous nous intéressons maintenant à ses
détournements récents pour l’étude des dynamiques d’ionisation. La grandeur analysée
est la phase RABBIT ∆ϑ2q (ou ∆ϑ̄2q) intégrant les contributions des harmoniques et de
l’opérateur transition.

RABBIT revisité (×2)

Une des premières études utilisant le RABBIT pour explorer les dynamiques d’io-
nisation a été réalisée en 2010 dans le groupe de Anne L’Huillier, à Lund [146]. Un
gaz d’He y est soumis à du rayonnement généré dans Ar, avec un laser IR d’énergie
accordable sur un peu plus de 10 meV autour de 1.54 eV. En variant ainsi l’énergie du
fondamental h̵ωL, on permet à l’harmonique H15 de scanner l’état excité He(1s3p) sur
environ 200 meV. Ceci se traduit par un saut de ∼ 0.5π rad de la phase RABBIT ∆θ̄16.
Bien que l’interprétation dans le domaine temporel n’ait pas été développée dans cette
étude, il s’agit là d’une signature nette du rôle de la résonance intermédiaire sur la dy-
namique de transition. Deux autres études ont été menées parallèlement, où il est fait
référence explicitement à des “temps d’ionisation” dans des expériences RABBIT pour
la première fois, et pour lesquelles notre groupe a apporté un support théorique.

Retards de diffusion dans l’Ar

L’une d’elles, réalisée dans la même équipe à Lund, utilise des harmoniques géné-
rées avec un laser de longueur d’onde fondamentale fixe (800 nm), et l’Ar comme gaz
de détection. Les seuils d’ionisation 3s et 3p y sont bien séparés (ε3p−ε3s ≃ 13.5 eV), et
tous les deux atteints avec les harmoniques d’ordres supérieurs à 21. En comparant les
phases RABBIT associées à chacune des voies, on s’affranchit de la contribution com-
mune ∆φ2q des harmoniques et on accède directement à la différence des différences
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de phases atomiques

∆ϑ̄2q(3p) −∆ϑ̄2q(3s) = ∆θ2q(3p) −∆θ2q(3s). (3.53)

L’analyse présentée dans cette étude consiste en outre à remonter aux dynamiques de
diffusion dans le continuum à partir de ces phases, par le biais d’un développement ana-
lytique supplémentaire. Il est effectivement montré dans cet article que la contribution
∆θ2q pour un pic satellite donné peut être reliée aux phases de diffusion “courte portée”
η2q±1 du continuum atteint transitoirement par les deux harmoniques adjacentes,

∆θ2q = η2q−1 − η2q+1 + φCC (3.54)

où φCC est une correction universelle analytique, tenant compte du couplage des états
du continuum par le photon IR via la queue coulombienne asymptotique du potentiel
ionique. Le raisonnement aboutissant à la relation 3.54 a été publié pour la première
fois dans l’article [17], et détaillé dans les travaux théoriques menés par Marcus Dahl-
ström [28, 99, 100]. En considérant que le continuum est suffisament lisse pour que
la phase de diffusion évolue linéairement entre deux pics harmoniques consécutifs, la
phase atomique ∆θ2q contribuant à la phase RABBIT mesurée donne une évaluation en
“différences finies” des retards de diffusion τ2q à l’énergie E2q du pic satellite,

∆θ2q

2ωL

=
η2q−1 − η2q+1

2ωL

−
φCC

2ωL

(3.55)

≃ τ2q −
φCC

2ωL

(3.56)

où

τ2q =
∂η

∂E
∣
E2q

(3.57)

est le retard de diffusion qui caractérisere la dynamique d’une ionisation virtuelle à 1
photon aboutissant au pic satellite SB2q. Les mesures expérimentales effectuées dans
l’Ar indiquent des différences de retards entre les deux voies d’ionisation τ2q(3p) −
τ2q(3s) inférieures à 100 as pour les pics satellites 22 à 26, c’est-à-dire des énergies
de photoélectrons E d’environ 5 à 10 eV 14. Ces valeurs très faibles sont typiques
des retards de diffusion dans les continua lisses (voir par exemples les simulations
reportées en figure 3.4 (a)). On notera toutefois un accord au mieux qualitatif avec les
résultats théoriques, la façon correcte de calculer finement les phases du continuum
dans ce système polyélectronique étant encore débattue [147, 148].

14. L’ionisation de l’électron 3p aboutit à une superposition d’ondes s et d : le retard de diffusion
mesuré à partir de spectres RABBIT intégrés angulairement est une “moyenne” des retards propres à
chaque onde partielle.
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Retards de transition dans N2

L’autre expérience a été menée lors d’une collaboration entre le CEA Saclay et le
CELIA de Bordeaux, dans le cadre de la thèse de Stefan Haessler. Dans cette étude, des
harmoniques générées dans l’Ar avec un laser d’énergie fondamentale fixe h̵ωL = 1.565
eV servent à ioniser des molécules de N2 via deux voies électroniques différentes, X
et A, laissant l’ion N+

2 dans son état électronique fondamental et premier état excité
respectivement. La séparation des deux voies électroniques dans les spectres de pho-
toélectrons est particulièrement délicate : celles-ci étant séparées de 1.1 eV (proche
de h̵ωL), les pics harmoniques de l’une se superposent au pics satellites de l’autre.
Néanmoins, une analyse poussée combinée à un dispositif expérimental suffisament
résolu en énergie a permis de distinguer les différentes voies vibroniques, c’est-à-dire
de résoudre les états électronique (X ou A) et vibrationnel (principalement v′ = 0,1,2)
de l’ion associés aux photoélectrons détectés. L’étude s’est focalisée sur l’analyse des
pics satellites SB12 à SB18 dans les voies (X,v′) et (A,v′), et plus particulièrement sur
les valeurs inhabituelles des phases RABBIT associées aux pics SB12 dans les voies
(X,v′) (les données expérimentales sont reportées en figure 4.3). Ces dernières ont été
attribuées à la présence d’un état autoionisant à proximité du niveau atteint par la 11e

harmonique dans ces voies (11 × ωL = 17.22 eV) 15.
Les résultats expérimentaux, le rôle de la résonance autoionisante dans les voies

(X,v′) et une ébauche d’interprétation en terme de dynamique élaborée au LCPMR

ont fait l’objet de l’article [13]. Nous avons ensuite proposé une extension de ces pre-
miers travaux permettant effectivement d’interprêter les phases RABBIT directement en
terme de retards de transition, nécessitant des mesures RABBIT à plusieurs fréquences
laser [16]. L’interprétation proposée repose sur une analyse directe des phases RABBIT

en terme de retards de groupes, donnant accès aux différences de retard de transition
entre les deux chemins aboutissant à chaque pic satellite. Le chapitre 4 est consacré à
cette étude théorique.

Ci-dessous, nous illustrons le principe de la méthode RABBIT en 3.5.2, et son exploi-
tation pour remonter aux dynamiques d’ionisation en 3.5.3, à l’aide de simulations sur
les systèmes modèles 1D utilisés précédemment.

3.5.2 Simulations numériques du RABBIT

Nous présentons ici les résultats de simulations, effectuées sur les atomes modèles
A, B et C, illustrant le principe de la méthode RABBIT. Ces simulations ne tiennent pas
compte des limitations inhérentes aux conditions expérimentales, telles que la caracté-
risation incomplète des impulsions ionisantes, les problèmes de stabilité d’une mesure

15. Il s’agit d’un état appartenant à la série de Rydberg convergeant vers l’état B de N+
2 (où le photo-

électron provient de l’orbitale HOMO-2). Il se couple par auto-ionisation à la voie X principalement.
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FIGURE 3.11 – (a) Pic satellite SB12 provenant de l’ionisation 3 couleurs (H11, H13 et
IR, h̵ωL = 1.60 eV) de l’atome B pour différentes valeurs de retard τXUV-IR comprises
entre 0 et 0.5 TL. (b) Intensité du pic SB12 intégré en fonction du retard τXUV-IR (cercles
bleus). L’ajustement de ces données par la fonction générique 3.58 (tirets verts) donne
une mesure de la phase RABBIT ∆ϑ̄12 = 0.08π rad.

à l’autre ou la résolution limitée des détecteur 16. Il s’agit donc de simulations d’un
RABBIT “idéal”, montrant ce à quoi la technique permet au mieux d’accéder.

Nous détaillons les simulations effectuées sur l’atome B initialement dans son état
fondamental, avec une énergie de photon laser fondamentale h̵ωL = 1.60 eV. Cette
dernière a été choisie pour que H11 atteigne la résonance impaire à 1.86 eV déjà sondée
dans les études reportées précédemment. Nous avons considéré le pic satellite SB12 issu
des chemins H11 + IR et H13 − IR, pour lequel nous avons d’une part calculé les phases
par la théorie des perturbations au second ordre (voir 3.4.1), et d’autre part simulé une
procédure RABBIT par des calculs dépendant du temps.

Les impulsions ont été définies dans le domaine temporel suivant l’équation 3.5,
avec trois “couleurs” (Ai ≠ 0 et ωi = i × ωL pour i = 1,11 et 13). Nous avons ar-
bitrairement fixé toutes les CEP φ̃i à zéro, centré les impulsions XUV à l’origine des
temps (τ11 = τ13 = 0), et conféré au centre de l’impulsion IR (τ1) le rôle de retard ajus-
table τXUV-IR. Les amplitudes des champs ont été maintenues suffisamment faibles pour
pouvoir négliger tous les processus à plus de 2 photons.

La figure 3.11 (a) montre les spectres de photoélectrons centrés sur le pic SB12

obtenus dans les simulations dépendant du temps pour 5 retards τXUV-IR compris entre 0
et 0.5×TL : on y voit clairement l’amplitude du pic osciller. L’intensité du pic intégré est
reportée en figure 3.11 (b) en fonction de τXUV-IR. La phase RABBIT ∆ϑ̄12 caractérisant

16. Une comparaison quantitative avec l’expérience nécessite de tenir compte de ces limitations tant
les résultats y sont sensibles – en plus d’effectuer les calculs sur des modèles “exacts” ou presque. C’est
l’approche adoptée dans le groupe de Fernando Martín [136], ne nécessitant pas moins qu’une chapelle
(! ) pour maintenir à température raisonnable les stations de calcul intensif sollicitées.
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FIGURE 3.12 – Pic satellite SB12 provenant de l’ionisation 3 couleurs (H11, H13 et IR,
h̵ωL = 1.60 eV, τXUV-IR = 0) de l’atome B : spectre de photoélectrons (courbe bleue) ; dif-
férence de phase de transition ∆Θ12 = Θ11−Θ13 calculée par la théorie des perturbation
au second ordre (courbe jaune) ; phases RABBIT ∆ϑ12 obtenues par simulations dépen-
dant du temps (cercles verts). Ē désigne l’énergie moyenne de photoélectron dans le
pic satellite, ∆ϑ̄12 désigne la phase RABBIT obtenue à partir du pic SB12 intégré.

ces oscillations, évaluée en ajustant la fonction générique

g(τXUV-IR) = A +B × cos(2ωLτXUV-IR +∆ϑ̄2q) (3.58)

à ces données, est de 0.08π rad. Nous avons par ailleurs appliqué la procédure d’ajuste-
ment RABBIT pour chaque énergie de photoélectron E à l’intérieur du pic. Les phases
RABBIT ∆ϑ12 résolues spectralement sont reportées en figure 3.12 (cercles verts), ainsi
que spectre de photoélectrons du pic (τXUV-IR = 0). Nous voyons que la phase RABBIT

∆ϑ12 n’est pas constante : elle varie d’environ 0.1π rad, quasi linéairement sur la lar-
geur du pic. On trouve que phase du pic intégré, ∆ϑ̄ (pointillés horizontaux) est en
partie représentative du paquet d’ondes, puisqu’elle est égale à la phase ∆ϑ évaluée à
l’énergie moyenne du photoélectron Ē .

Nous avons d’autre part calculé les phases Θ11 et Θ13 associées aux deux chemins
aboutissant à SB12 (avec τXUV-IR = 0) pour chaque énergie E, par la théorie des pertur-
bations. Leur différence Θ11 − Θ13 = ϑ11 − ϑ13 est reportée sur la figure 3.12 (courbe
pointillée jaune) en fonction de E : elle est rigoureusement égale à la phase RABBIT

∆ϑ12, sur toute la largeur du pic. Nous avons répété les simulations pour une série
d’énergies laser h̵ωL comprises entre 1.50 eV et 1.65 eV. La figure montre les phases
RABBIT ∆ϑ12 (cercles rouges) et les différences de phases ∆Θ11−∆Θ13 (croix jaunes)
du calcul perturbatif, évaluées à l’énergie moyenne de photoélectron Ē pour chaque
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FIGURE 3.13 – Différence de phases associée au pic SB12 dans l’ionisation 3 couleurs
(H11, H13 et IR) de l’atome B, en fonction de l’énergie h̵ωL du photon IR fondamental :
phases RABBIT ∆ϑ̄12 du pic integré (cercles verts pleins) ; différence de phase ∆Θ12 =

Θ11−Θ13 évaluée à l’énergie moyenne Ē de chaque pic par la théorie des perturbations
(croix jaunes).

fréquence laser simulée. L’accord est parfait sur toute la gamme d’énergie considérée.
Les conclusions sont les mêmes pour les simulations effectuées avec l’atome C pré-
sentant une résonance fine (résultats non présentés).

Ces résultats mettent en évidence le lien direct entre phase de transition et phase RAB-
BIT mesurable 17. Nous avons auparavant vu, en section 3.4, le lien entre phase de tran-
sition et dynamique d’ionisation à 2 photons. Ci-dessous, nous combinons les conclu-
sions de ces deux études et clarifions le lien entre phase RABBIT, qui est mesurable
expérimentalement, et dynamique de transition.

3.5.3 RABBIT et dynamique de transition

La validation des retards de groupe ∂Θ/∂E pour caractériser la dynamique de tran-
sition d’une part (section 3.4), et le lien entre phase de transition Θ et phase RABBIT

∆ϑ d’autre part (ci-dessus), suggèrent de comparer le retard de groupe associé à ∆ϑ à

17. Les simulations effectuées avec les atomes modèles A (continuum lisse) et C (résonance fine)
amènent aux mêmes conclusions (résultats non présentés).
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FIGURE 3.14 – Retard de transition à 2 photons H11+IR de l’atome B avec la transition
H13-IR comme référence, en fonction de l’énergie centrale du laser IR : différences
de temps de vol ∆ToF12 (cercles rouges vides) et retards de groupes τ12 évalués par
RABBIT (cercles verts pleins).

la dynamique révélée par analyse des paquets d’ondes électroniques dans le domaine
temporel.

Nous avons donc simulé l’ionisation de l’atome B dans les mêmes conditions que
pour l’étude précédente, mais en séparant les deux chemins aboutissant à SB12 : une
première série de simulations a été effectuée en présence de l’IR et de H11 uniquement,
une deuxième en présence de l’IR et de H13 uniquement. Dans chacun des cas, nous
avons caractérisé la dynamique d’ionisation par l’analyse de flux déjà utilisée en 3.3
et 3.4, procurant des temps de vols numériques ToF11 et ToF13 respectivement. Ces
calculs permettent d’évaluer la différence de retard de transition via les deux chemins
comme :

∆ToF12 = ToF11 − ToF13. (3.59)

Les résultats sont présentés en figure 3.14 (cercles vides rouges), en fonction de
l’énergie du fondamental h̵ωL. L’augmentation de ∆ToF12 autour de l’énergie centrale
h̵ωL = (ER −E0)/11 = 1.59 eV reflète le retard induit par la résonance transitoire dans
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le chemin impliquant H11 (voir figure 3.9), le chemin impliquant H13 via un continuum
peu structuré jouant le rôle de référence.

Nous avons ensuite calculé les retards de groupe associés aux phases RABBIT, éva-
lués à l’énergie moyenne de photoélectron Ē pour chaque paquet d’ondes SB12 consi-
déré,

τ12 = h̵
∂∆ϑ12

∂E
∣
Ē

. (3.60)

Les résultats sont reportés en figure 3.14 (cercles pleins verts) : l’accord entre ∆ToF12

et τ12 vient confirmer les conclusions tirées de la comparaison des temps de vols avec
les retards de groupe d’une part (figure 3.9) et des phases de transition aux phases
RABBIT d’autre part (figure 3.12). Nous avons effectué les même simulations avec
les atomes B et C (résultats non présentés), aboutissant aux même conclusions (avec
toujours la validité limitée du concept de retard de groupe lorsque le paquet d’ondes
devient structuré, mise en évidence avec l’atome C qui présente une résonance fine).

Nous voyons ainsi le potentiel de la méthode RABBIT pour accéder aux dynamiques
d’ionisation à 2 photon, dynamique que l’on peut contrôler en jouant sur le désac-
cord avec une résonance intermédiaire (comme déjà souligné en 3.4). Les simulations
ayant été effectuées avec des paquets d’ondes relativement peu structurés, nous avons
pu nous contenter des retards de groupe pour caractériser cette dynamique.

Dans le cas de paquets d’ondes trop complexes pour que leur dynamique soit carac-
térisé par un simple retard de groupe, on pourra remonter au profil temporel complet
de formation du paquet d’ondes en exploitant les amplitudes et phases RABBIT ∆ϑ2q

résolues spectralement sur la largeur des pics satellites. Une telle interprétation est en
cours de réalisation, sur des mesures RABBIT résolues spectralement effectuées sur He
par Lou Barreau et Vincent Gruson, en thèse dans le groupe de Pascal Salières au CEA

Saclay, dans une collaboration réunissant notre groupe et l’équipe de Fernando Martin
à Madrid (voir figure 3.15).

Nous présentons en chapitre 4 une étude complète simulant la photoionization de
N2 avec une résolution vibronique, montrant dans quelle mesure les phase RABBIT

des pics intégrés, ∆ϑ̄2q, permettent aussi d’accéder aux dynamiques de transition au
moyen d’approximations adaptées, même dans le cas de paquets d’ondes structurés.

3.6 Résumé
Ce chapitre rassemble une partie importante des travaux effectuées ces dernières

année dans le groupe sur le thème de la photoémission résolue en temps. Il est construit
de sorte à former une introduction générale à la notion de “temps d’ionisation”, articu-
lée autour du concept de retard de groupe. Ces retards, qui sont les quantités auxquelles
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very close to one fundamental photon energy at 792 nm. Resolving the 2-photon XUV+IR PI in the X 
channel from the one-photon XUV PI in the A channel is thus a difficult task.  
In order to cope with this difficulty and to increase the measurement/control accuracy, we will bring three 
major improvements to the experiment: i) Perform molecular alignment in combination with a measurement 
of the photoelectron angular distributions (PAD); ii) Use an OPA to shift the driving wavelength to a more 
favorable spectral region and to finely tune it; and iii) Resolve the RABBIT phase variations inside the 
sidebands thanks to high–enough spectral resolution.  
i) Using a Velocity Map Imaging Spectrometer (developed in Sub-Task 3.1a), together with aligned 
molecules, should considerably ease the RABBIT analysis since the two PI channels are associated to 
different PAD. The measurement of the PADs in the molecular frame for the different channels will be an 
interesting by-product since they cannot be measured by vector correlation techniques, the photoionization 
being non-dissociative. Another by-product should be the study of the RABBIT phase shift as the rotational 
wave packet evolves in time. It might be possible to identify dynamics among the different X(v) vibrational 
levels populated (through Raman scattering) by the alignment beam. Finally, we will be able to investigate 
how the PI delay depends on parameters such as laser-induced molecular alignment. 
ii) Using the OPA, we will choose a driving wavelength that achieves maximum separation of the different 
photoelectron spectra (XUV and XUV+IR for the two channels) while keeping resonant conditions.  For the 
above mentioned N2 test-case, a driving wavelength of 1224 nm could be a good option, H17 being the 
resonant order. Then we will scan the OPA wavelength around this value in order to record the spectral 
variation of the RABBIT phase of sideband 18, and extract the corresponding transition time. 
iii) The RABBIT phase variations inside the sidebands of interest, for each driving wavelength, will be 
resolved using the relatively high resolution of the VMIS. Our recent simulations indicate that the spectral 
derivative of this spectrally-resolved RABBIT phase provides an accurate measurement of the 2-photon 
transition delay Wtran, in contrast with the approximate evaluations inferred from the RABBIT phase of the 
integrated sideband (as was performed up to now, see Fig. 3). Furthermore, assuming a flat continuum away 
from the resonance, the RABBIT phase is a very good representation, without distortion, of the phase of the 
EWP created by the resonant path only. This means that we get access to the spectral amplitude and phase of 
the EWP created in the resonant 2-photon transition. An inverse Fourier transform then gives the temporal 
profile of the EWP as it builds up in the continuum (note that the ensuing scattering in the final state, under 
the influence of the ionic molecular potential, is intrinsically removed by the interferometric measurement, 
since it is the same for both paths leading to a given sideband). We illustrate this in Fig. 4 with preliminary 
measurements obtained very recently in the vicinity of a doubly excited resonance of Helium, where, despite 
the 100-meV MBES resolution, fast phase variations are measured inside the ‘resonant’ sideband (78).  

 
Figure 4.  Experimental investigation of 2-photon ionization of Helium around 59 eV (sideband 62) using a driving 
wavelength of ~1300 nm and measured with a MBES of ~100-meV resolution. a) Spectral domain: Harmonic 63 being 
resonant with the 2s2p doubly excited state, it induces on sideband 62 a double peak intensity structure (black) and  a 
rapid phase variation (RABBIT measurement, orange); b) Time domain: An inverse Fourier transform gives access to 
the time profile of the EWP as it builds up in the continuum (black). It exhibits fast oscillations with period ~12 fs, 
corresponding to the ~0.35 eV energy separation between the two main peaks, labelled 1 and 2 in a). They can be 
considered as two mutually-coherent EWPs slightly delayed in time by the ~2.4-fs difference of their main group 
delays, as illustrated in red and blue lines in b). Their relative phase determines the position of the beating in b). The 
incoherent sum of these EWP would give the grey line in b). (From (78)). 

FIGURE 3.15 – Paquet d’ondes électronique produit par ionisation de He(1s2) à 2
photons h̵ωXUV ≃ 58 eV + h̵ωIR ≃ 0.95 eV. (a) Domaine spectral : Le paquet d’ondes (in-
tensité en noir) est structuré par le passage transitoire via état l’autoionisant He(2s2p)
(h̵ωXUV résonant). La phase du paquet d’ondes (orange) a été determinée par interfé-
rométrie RABBIT. (b) Domaine temporel : Le profil temporel de formation du paquet
d’ondes (noir) se reconstruit par transformée de Fourier inverse du paquet d’ondes
spectral. Il présente des oscillations de période ∼ 12 fs traduisant la superposition co-
hérente des deux structures 1© et 2© séparées de ∼ 0.35 eV dans le domaine spectral.
Reconstruites séparément, ces composantes donnent les courbes rouge et bleue, sépa-
rées par un retard de ∼ 2.4 fs correspondant à leur différence de retards de groupe (GD).
La somme incohérente de ces deux courbes est donnée en gris. Ces mesures ont été ob-
tenues par V. Gruson et L. Barreau lors de leurs thèses au CEA Saclay avec le support
de simulations RABBIT ab initio effectuées par Á. Jiménez Galàn et L. Argenti dans
le groupe de F. Martin à Madrid [136], et dont l’interprétation dans le domaine tem-
porel a été proposée et validée dans notre groupe via des simulations sur des modèles
simples [31].
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les premières expériences de photémission résolues en temps font références, sont as-
sociés à la phase accumulée par le photoélectron au cours du processus. Nous avons
vu dans quelle mesure ces retards permettent de caractériser la dynamique complète
du processus révélée par résolution de l’équation de Schrödinger dépendant du temps.
Nous avons utilisé pour celà des modèles simples avec lesquels nous avons pu effectuer
des simulations en grand nombre, et suffisants pour dégager les points importants.

Dynamique de diffusion

La diffusion de l’électron sous l’influence du potentiel ionique, une fois promu dans
le continuum, affecte la dynamique de tout processus d’ionisation. Nous avons illustré
ce point avec le cas de l’ionisation à 1 photon, pour laquelle la transition elle-même est
instantanée. Nous avons introduit à cette occasion un formalisme original reposant sur
la notion de “fonction d’onde sélectionnée” permettant d’interpréter sans ambiguïté
ces temps, et avons souligné l’importance de préciser la référence lorsqu’on évoque un
retard. Les retards de diffusion généralement évoqués sont dus à la composante courte
portée du potentiel, spécifique à chaque espèce chimique – le potentiel Coulombien
étant choisi comme référence longue portée universelle.

Dynamique de transition

Nous nous sommes ensuite intéressés à la dynamique de transition elle-même,
illustrée par le cas de l’ionisation à 2 photons. Nous avons vu qu’une transition multi-
photonique apporte une phase supplémentaire au paquet d’ondes électronique dès
qu’elle transite par un ensemble d’états, continu ou discret, du système. Le retard de
groupe peut être interprété comme une durée de transition si celle-ci est dominée par
le passage via un état transitoire de durée de vie suffisante.

Mesures des retards

Les échelles de temps considérées étant trop courtes pour résoudre les dynamiques
d’ionisation directement dans le domaine temporel, les dispositifs expérimentaux en-
visagées jusqu’à présent pour accéder aux temps d’ionisation passent par des mesures
interférométriques de phases, à partir desquelles on remonte aux retards de groupe.
Nous avons ainsi vu comment la méthode RABBIT, initialement conçue pour caracté-
riser les trains d’impulsions attoseconde de lumière XUV produite par GHOE, pouvait
être re-interprétée comme un dispositif pompe-sonde donnant accès à une différence
de retards entre deux transitions à 2 photons.

Sans entrer dans les détails, nous avons en outre mentionné que les mesures de
retards de diffusion des transitions à 1 photon se faisaient jusqu’à maintenant en pré-
sence d’un champ IR d’habillage, que ce soit en régime RABBIT [17] ou en régime
streaking [93, 94]. La principale difficulté d’interprétation de ces études réside dans la
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prise en compte de la perturbation induite par le rayonnement sonde sur la dynamique
de transition sondée. C’est le sujet d’un très grand nombre d’études théoriques menées
depuis les publications des premières mesures, voir par exemple [16, 25, 95–98, 100,
149, 150] pour une liste loin d’être exhaustive.

Pertinence des retards de groupes

La pertinence d’un retard de groupe pour représenter une dynamique complète est
en principe restreinte aux paquets d’ondes idéalement gaussiens. Il s’agit donc d’un
concept à utiliser avec prudence : estimer un tel retard avec une résolution record (par
exemple “attoseconde” ...) ne garantit pas d’être renseigné sur la dynamique complète
du processus avec une précision du même ordre.

Les limites sont atteintes lorsque le paquet d’ondes est trop structuré, par exemple
lorsqu’il se construit sur un continuum peuplé de résonances voisines, ou lorsqu’il est
trop étalé. Ce dernier cas est illustré par les discussions sans cesse renouvelées portant
sur la possibilité de définir, et par suite de mesurer, un “temps tunnel” [25, 151, 152].

Pour dire les choses simplement, plus un paquet d’ondes est porteur d’informa-
tion, moins sa dynamique est à même d’être convenablement décrite par un simple
retard de groupe. Notre équipe est actuellement impliquée dans la caractérisation de pa-
quets d’ondes électroniques structurés obtenus par photoionisation XUV+ IR de He via
l’état autoionisant 2s2p. En combinant nos “expériences numériques” sur des modèles
simples et les simulations réalisées sur un modèle réaliste par Luca Argenti et Álvaro
Jiménez-Galán dans l’équipe de Fernando Martín, nous interprétons les phases RAB-
BIT obtenues avec une résolution spectrale sans précédent par Lou Barreau et Vincent
Gruson, en thèse au CEA Saclay, pour remonter aux profils temporels complets des
paquets d’ondes. L’utilisation d’une source laser accordable permet en outre d’envisa-
ger un contrôle cohérent de ces dynamiques “mesurables” d’ionisation résonante à 2
photons .



Chapitre 4

Dynamique d’ionisation dans la
molécule de N2

Je présente ici les travaux réalisés dans la foulée de la première expérience de
“RABBIT moléculaire” effectuée dans N2 [13] (voir page 90) , alors que la notion de
“temps d’ionisation” commençait tout juste à être évoquée. Cette étude théorique est
antérieure aux simulations présentées dans le chapitre précédent. Ses objectifs initiaux
étaient principalement : (i) clarifier l’influence d’une résonance intermédiaire sur les
phases RABBIT moléculaires résolues vibroniquement, (ii) établir un premier lien entre
phase RABBIT et dynamique d’ionisation. Nous avons pour celà développé et utilisé un
système modèle le plus simple possible reproduisant les caractéristiques essentielles de
la molécule N2 dans ce contexte.

Une particularité de cette étude, par rapport aux simulations présentées en 3.5.2, est
qu’elle suppose que seules les phases RABBIT ϑ̄12 des pics satellites SB12 intégrés sont
accessibles. Nous allons voir dans quelle mesure ces phases, et leurs variations vis-
à-vis de la fréquence du laser fondamental, permettent de remonter aux dynamiques
d’ionisation dans une interprétation reposant sur des approximations justifiées dans le
cas de transitions à 2 photons résonantes (voir 3.4.1).

4.1 Molécule modèle
Nous avons conçu notre molécule modèle de sorte à pouvoir tenir compte des voies

d’ionisation sondées dans l’expérience, à savoir :

N2 Ð→

⎧⎪⎪
⎨
⎪⎪⎩

N+
2(X,v

′) + e− (a)
N2(R,v′′)Ð→ N+

2(X,v
′) + e− (b)

(4.1)

N2 Ð→ N+
2(A,v

′) + e− (4.2)

où N2 est initialement dans l’état vibronique fondamental. Les transitions laissent l’ion
dans son état électronique fondamental (X) ou premier excité (A). Le système est par



100 Chapitre 4 Dynamique d’ionisation dans la molécule de N2

-20

-15

-10

-5

 0

1.5 2.0 2.5 3.0 3.5

R

X

A

G

E
n

er
g

ie
 B

o
rn

-O
p

p
en

h
ei

m
er

  
 [

eV
]

Distance Internucleaire   ρ   [u.a.]

H
1

1

H
1

3

FIGURE 4.1 – Courbes d’énergie électronique de N2 et N+
2 reproduites dans notre mo-

dèle vibronique 1D ⊗ 1D : état fondamental (G) et état autoionisant (R, voir texte) du
neutre ; état fondamental (X) et premier excité (A) de l’ion. L’étatR est principalement
couplé avec la voie d’ionisation X . Pour chaque courbe, les premiers niveaux vibra-
tionnels sont indiqués. Les expériences et simulations RABBIT ont consisté à ioniser
deux harmoniques (H11 et H13) et le fondamental d’un laser IR d’énergie h̵ωL ≃ 1.56
eV. La transition avec 1 photon H11 atteint la proximité des états vibrationnels v′′ = 0,1
de la résonance R.

ailleurs susceptible d’atteindre efficacement un état résonant du neutre (R) avec la 11e

harmonique du laser considéré [équation bilan 4.1 (b)]. Il s’agit d’un état de la série de
Rydberg convergeant vers l’état de Hopfield B2Σ+

u(3dσg)
1Σ+

u [153]. La durée de vie
de cette résonance a été estimée à ≈ 60 fs à partir de la largeur du pic correspondant
dans le spectre de photoémission publié en [153]. Les courbes d’énergie moléculaires
associées à ces états électroniques sont présentées en figure 4.1.

4.1.1 Hamiltonien
Le modèle utilisé, développé pour l’occasion, est un système 1D ⊗ 1D représentant

le “cœur ionique” N+
2 dans un état électronique donné (dont la distance internucléaire

ρ constitue la première coordonnée) interagissant avec un unique électron actif (dont
la position x constitue la seconde coordonnée). L’hamiltionien vibronique complet de
ce modèle s’écrit :

Ĥ0 = −
h̵2

2µ

∂2

∂ρ2
+ Vion(ρ)

´¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¸¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¶
ˆHion

−
h̵2

2me

∂2

∂x2
+ V (ρ, x)

´¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¸¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¶
ˆHe

(4.3)
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où µ est la masse nucléaire réduite (7 u), Vion(ρ) représente l’énergie potentielle in-
teratomique dans l’ion, me est la masse de l’électron et V (ρ, x) représente l’énergie
d’interaction entre l’électron actif et le cœur ionique.

4.1.2 Optimisation des potentiels modèles

L’approximation de Born-Oppenheimer est tout à fait adaptée pour décrire la struc-
ture de N2, aux moins dans les états considérés. Nous nous sommes donc placés dans
ce cadre pour optimiser les potentiels.

Pour chacune des voies, le potentiel Vion(ρ) correspond directement à la courbe
d’énergie moléculaire de N+

2 dans l’état électronique final : fondamental pour la voie
X (en bleu sur la figure 4.1), premier excité pour la voie A (en vert). L’état du cœur io-
nique étant ainsi “figé”, nous avons défini deux hamiltoniens – un par voie électronique
– utilisés dans des simulations indépendantes. Le découplage des voies électroniques
est justifié dans la “vraie” molécule par des arguments de symétrie : l’ionisation laisse
l’ion N+

2 dans un état Σ pour la voie X , dans un état Π pour la voie A.
Le potentiel V (x, ρ) a quant-à-lui été ajusté dans chaque voie de sorte que l’éner-

gie électronique fondamentale à chaque distance ρ reproduise celle de N2 (orange).
Nous avons utilisé des potentiels de type Coulomb régularisé (voir équation 3.2) dont
le paramètre d’écrantage a dépend de ρ. Pour la voieX , nous avons en outre ajouté des
barrières (comme pour les “atomes” B et C présentés en section 3.2.1, voir figure 3.1),
ajustées à chaque ρ de sorte à induire une résonance de forme au dessus du seuil d’io-
nisation, dont l’énergie et la largeur reproduisent celles de l’état autoionisant sondé
dans l’expérience 1.

4.1.3 Structure et dynamique

Bien que l’optimisation des potentiels et la terminologie employée fassent réfé-
rence directe à l’approximation de Born-Oppenheimer, la structure et les dynamiques
vibroniques complètes de la molécule ont été simulées, afin d’aboutir à des interpré-
tations les plus rigoureuses possibles. Dans ce cadre général, on dénotera les états
vibroniques en indiquant les états électroniques et vibrationnels de leur composante
principale (Born-Oppenheimer) : ∣G,0⟩ pour l’état vibronique fondamental et ∣R,v′′⟩
pour les états de la résonance électronique de N2, ∣X,v′⟩ et ∣A,v′⟩ pour les états de
l’ion dans les deux voies électroniques considérées. Chaque énergie vibrationnelle de
chaque courbe présentée en figure 4.1 (traits horizontaux) correspond à un tel état du

1. Nous avons modélisé cet état par une résonance de forme puisqu’un modèle à 1 électron actif
ne peut par essence pas contenir d’état autoionisant. Ce choix s’est avéré suffisant pour l’interprétation
qualitative des résultats expérimentaux, rendant inutile le recours à un modèle avec un électron actif
supplémentaire (1D ⊗ 1D ⊗ 1D) dont le développement et l’utilisation auraient été notablement plus
lourds.
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spectre vibronique complet de la molécule. Suivant le contexte, le terme “voie” sera
utilisé indifféremment pour désigner une voie vibronique complète ou une voie élec-
tronique (ie sans distinction de l’état vibrationnel final).

Les dynamiques de notre molécule modèle en interaction avec du rayonnement ont
été simulées par une résolution numériquement exacte de l’équation de Schrödinger
dépendant du temps,

ih̵
∂ψ(x, ρ, t)

∂t
= Ĥψ(x, ρ, t) (4.4)

L’algorithme original utilisé, détaillé en annexe C, repose sur une représentation de
la fonction d’onde totale sur la base des états vibrationnels de l’ion χv′(ρ) (fonctions
propres de Ĥion),

ψ(x, ρ, t) = ∑
v′
fv′(x, t)χv′(ρ). (4.5)

Les observables résolues vibroniquement considérées dans la suite s’obtiennent par
analyse des paquets d’ondes électroniques fv′(x, t) introduits dans ce développement
pour chaque état vibrationnel v′ de l’ion.

4.2 Analyse RABBIT

Nous avons d’une part calculé des spectres de photoélectrons obtenus en présence
d’un peigne d’harmoniques impaires et de la fréquence IR fondamentale, afin de si-
muler les phase RABBIT obtenues dans les deux voies électroniques. Dans toutes ces
simulations, nous avons fixé la CEP des champ XUV et IR à zéro (voir équation 3.5).
Nous rappelons enfin qu’une phase RABBIT ∆ϑ̄2q est une mesure de la différence de
phase des amplitudes des deux transitions aboutissant au pic SB2q intégré – seule phase
supposée accessible dans cette étude.

Nous avons d’autre part caractérisé la dynamique “exacte” d’ionisation à 2 photons
par le biais de temps de vol numériques, selon une procédure identique à celle des
simulations 1D présentées précédement. Ci-dessous, nous illustrons la démarche suivie
pour calculer les phases RABBIT pour une fréquence laser fondamentale donnée, puis
nous montrons dans quelle mesure les variations de ces phases permettent d’accéder
aux dynamiques d’ionisation.

4.2.1 Spectres de photoélectrons
Les spectres de photoélectrons sont calculés par transformée de Fourier de chaque

paquet d’onde vibronique dont on a retiré les composantes liées, après avoir propagé
suffisament longtemps (de sorte à pouvoir considérer le photoélectron comme libre).
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FIGURE 4.2 – Spectre de photoélectrons obtenus par ionisation de la molécule N2

modèle par des impulsions constituées des harmoniques H11 à H19 et du fondamental
d’un laser centré à h̵ωL = 1.565 eV, pour deux retards τXUV-IR (0 en rouge, 0.25 × TL en
jaune) et deux voies d’ionisation électroniques (X en bas, A en haut). Chaque bande
harmonique H2q±1 et satellite SB2q présente une série de pics reflétant la structure vibra-
tionnelle finale de l’ion selon la loi de conservation 4.6. Les bandes satellites évoluent
à peu près en phase vis-à-vis de τXUV-IR, à l’exception de SB12 dans la voie X .
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La figure 4.2 montre les spectres obtenus après ionisation de la molecule par les har-
moniques H11 à H19 et le fondamental d’un laser IR de 1.56 eV dans la voie X (bas) et
la voie A (haut), pour deux retards τXUV-IR = 0 et 0.25 × TL (TL = 2π/ωL est la période la-
ser). Avec cette fréquence proche de celle utilisée dans l’expérience, le système atteint
la résonance dans la voie X par absorption de H11 (11 × h̵ωL = 17.16 eV).

Les spectres sont beaucoup plus structurés que pour le RABBIT “atomique”,
puisque chaque bande harmonique et chaque bande satellite est constituée d’une série
de pics traduisant la structure vibrationnelle de l’ion. L’énergie E d’un photoélectron
vérifie effectivement ici la loi de conservation :

E = E0 +Eph −E
X/A
v′ (4.6)

où E0 est l’énergie de l’état initial (fondamental vibronique du neutre), Eph est l’éner-
gie apportée par le ou les photons (h̵ω2q+1 pour les pics harmoniques, h̵ω2q pour les
pics satellites), et EX/A

v′ l’énergie vibronique finale de l’ion laissé par le photoélectron,
dépendant de son état électronique (X ou A) et de son état vibrationnel (v′). La struc-
ture discrète des bandes de photoélectrons résulte ainsi de la discrétisation de l’énergie
E
X/A
ν de l’ion (que l’on ne considère ici que dans des voies non dissociatives) 2. Dans

la suite, nous analysons ces spectres pic par pic, c’est-à-dire avec une résolution vi-
bronique. Il faut bien garder en tête que v′ désigne, tout au long de cette étude, l’état
vibrationnel final de l’ion laissé par chaque photoélectron détecté, v′′ désignant l’état
vibrationnel de la résonance éventuellement atteinte par H11 dans la voie X .

On voit en figure 4.2 que la hauteur des pics satellites dépend nettement du retard
τXUV-IR, en conséquence des interférences entre les deux chemins y aboutissant. Les deux
valeurs de τXUV-IR considérées sur cette figure suffisent à montrer que les pics satellites
oscillent tous à peu près en phase (les interférences étant globalement destructives pour
τXUV-IR = 0.25 × TL), à l’exception des pics SB12 dans la voie X (d’intensités maximales
pour τXUV-IR = 0.25 × TL). Nous avec caractérisé plus précisément ce comportement en
évaluant les phases des oscillations de ces pics en fonction de τXUV-IR, à comparer aux
phases RABBIT de l’expérience [13].

4.2.2 Phases RABBIT

Nous avons poursuivi les simulations en calculant les spectres pour plusieurs va-
leurs de τXUV-IR comprises entre 0 et 0.5 × TL. Nous avons ensuite ajusté la fonction
générique

g(τXUV-IR) = A +B × cos(2ωLτXUV-IR +∆ϑ̄2q) (4.7)

2. Nous avons vérifié que les hauteurs relatives des pics dans chaque bande suit le profil de Franck-
Condon correspondant, sauf près du seuil où il devient nécessaire de corriger ce dernier par la dépen-
dance du dipôle de transition électronique vis-à-vis de l’énergie du photoélectron).
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figure 4.2) : voies électroniques X (en bas) et A (en haut) ; résultats des simulations
(gauche) et expérimentaux (droite). v′ désigne l’état vibrationnel final de l’ion. Ces
résultats sont présentés en figure 2 de l’article [16] (convention de signe opposée).

aux hauteurs des bandes satellites SB2q, intégrées pour chaque pic associé à une voie
vibronique (X/A,v′) donnée, en fonction de τXUV-IR, de sorte à évaluer les phases RABBIT

∆ϑ̄2q pour chaque voie. Les valeurs obtenues pour les mêmes voies que celles consi-
dérées dans l’expérience (X/A,v′ = 0,1,2) sont reportés en figure 4.3, à gauche. Ces
résultats confirment que les pics satellites oscillent tous avec des phases relativement
faibles, décroissant lorsque l’ordre 2q de la bande satellite augmente, indifférement
de la voie vibronique considérée – à l’exception de la bande satellite SB12 dans la
voie X . Dans cette dernière, les phases obtenues atteignent des valeurs inhabituelle-
ment élevées, jusqu’à ≈ π rad, avec une dépendance a priori erratique vis-à-vis de v′.
Ces phases RABBIT simulées sont comparées à celles obtenues dans l’étude expéri-
mentale initiale (même figure, à droite). Les deux séries de données – simulations et
expériences – présentent un accord certes qualitatif (la dépendence en v′ n’est pas res-
pectée), mais tout à fait satisfaisant (à vrai dire inattendu) si l’on considère la simplicité
du modèle employé. Ces premiers résultats permettent de confirmer l’implication de la
résonance intermédiaire dans le comportement inhabituel des pics SB12 de la voie X .

Afin de comprendre plus en détail la façon dont cette résonance affecte les phases
RABBIT, nous avons répété les simulations dans la voie X pour des énergies laser h̵ωL

variant entre 1.53 et 1.59 eV. Sur cette gamme, l’harmonique H11 scanne les deux pre-
miers états vibrationnels de la résonance, v′′ = 0 et 1. La figure 4.4 (a) montre l’évo-
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lution des phases RABBIT de la bande SB12 pour les trois états vibrationnels finaux
v′ = 0,1,2. Ces courbes s’analysent au regard de probabilité d’absorption de l’harmo-
nique H11 seule dans chacune des voies, présentées juste en dessous, en figure 4.4 (b).
Ces dernières courbes permettent de résoudre précisément la structure vibrationnelle
de la résonance : en effet, la probabilité pour chaque voie présente deux pics, associés
respectivement aux états vibrationnels résonants v′′ = 0 et 1 respectivement 3.

On remarque tout d’abord que les phases RABBIT ∆ϑ̄12, pour les trois v′ considé-
rés, subissent un saut de phase d’environ π à chaque fois que l’harmonique 11 traverse
un état vibrationnel v′′ de la résonance. Un tel comportement s’explique très bien avec
la formule approchée 3.37 exprimant la phase d’une amplitude de transition à 2 pho-
tons dominée par la contribution d’une résonance intermédiaire, si l’on considère que
le chemin atteignant SB12 via H13 traverse un continuum lisse.

Par ailleurs, la phase subit un saut de π brusque supplémentaire entre les deux
résonances, à h̵ωL ≃ 1.566 eV, uniquement pour v′ = 0. Ce saut addionnel peut s’ex-
pliquer à nouveau par la théorie des perturbation, en utilisant la formule perturbative
simplifiée 3.37 maintenant pour deux résonance voisines 4. L’observation effective de
ce saut intermédiaire dépend toutefois sensiblement de l’écart entre ces résonances
relativement à leurs largeurs et à la largeur des impulsions lorsque celles-ci sont de
durées finies, et de la contribution du continuum lisse non prise en compte dans la
formule 4.9. C’est pourquoi nous ne l’observons pas pour tous les états vibrationnels
finaux (en l’occurence uniquement v′ = 0).

En conclusion, la présence de ces sauts de π consécutifs plus ou moins lissés sur
une plage d’énergie restreinte, au nombre de 2 ou 3 suivant l’état vibrationnel v′ consi-

3. Nous avons vérifié numériquement que la hauteur de chaque pic, dans chaque voie d’ionisation,
est proportionnelle au produit de Frank-Condon

P (v′, v′′) = ∣⟨χv′ ∣χ
R
v′′⟩⟨χ

R
v′′ ∣χ

n
0⟩∣

2 (4.8)

où ∣χn
0⟩ désigne l’état vibrationnel initial du neutre (fondamental), ∣χR

v′′⟩ l’état vibrationnel dans l’état
résonant atteint par l’électron, ∣χv′⟩ l’état vibrationnel final de l’ion.

4. L’amplitude de transition via H11 dominée par les contributions de deux résonances voisines ∣R,0⟩
et ∣R,1⟩ s’exprime approximativement comme

T11+1 ≃
⟨SB12∣ε⃗IR ⋅ r̂∣R,0⟩⟨R,0∣ε⃗H11 ⋅ r̂∣G,0⟩

E0 + 11h̵ωL −ER,0 + iΓR,0
+

⟨SB12∣ε⃗IR ⋅ r̂∣R,1⟩⟨R,1∣ε⃗H11 ⋅ r̂∣G,0⟩
E0 + 11h̵ωL −ER,1 + iΓR,1

, (4.9)

où nous avons adapté les notations de l’équation 3.37 au contexte actuel. Les états impliqués sont ici
les états vibroniques complets, ∣SB12⟩ désignant de façon compacte l’état final atteint, produit de l’état
∣X,v′⟩ de l’ion et de l’état du photoélectron détecté dans le pic SB12. En faisant varier ωL, l’amplitude
subit effectivement un saut de phase d’environ π à chaque fois que H11 traverse une résonance (11 ×
h̵ωL = E0 − ER,0/1), lissé par la largeur de celle-ci. Un saut supplémentaire peut se manifester entre
les deux résonances lorsque la contribution de la deuxième (dont la partie réelle du dénominateur est
négative) compense celle de la première (partie réelle du dénominateur positive). Ce saut intermédiaire
est toutefois susceptible d’être gommé par la contribution du continuum lisse, non prise en compte dans
l’expression approchée 4.9.
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déré, permet d’expliquer qualitativement les valeurs inhabituelles, réparties sur π rad,
des phases RABBIT ∆ϑ̄12 observées expérimentalement dans la voie X . Notons en-
fin que les phases ∆ϑ̄12 de la voie X issues de nos simulations pour l’énergie de
photon particulières h̵ωL = 1.573 eV correspondent aux phases expérimentales [voir
figure 4.4 (b)] , pour v′ = 0,1 et 2 simultanément. Il s’agit là vraisemblablement d’une
coïncidence : comme déjà dit, le comportement des phases entre les résonance est par-
ticulièrement sensible au profil spectral des impulsions, que nous n’avons pas cherché
à reproduire dans nos calculs. Des mesures expérimentales effectuées pour différentes
fréquences laser permettraient de mieux appréhender l’étendue du caractère prédictif
de ces simulations.

4.2.3 Retards de transition
Les résultats précédents ont permis de valider la pertinence du modèle, et de mieux

comprendre le rôle de la résonance intermédiaire sur les phases RABBIT “moléculaires”
obtenues dans N2. Nous revenons maintenant au sujet principal de l’étude, à savoir
les dynamiques d’ionisation et leur mise en évidence par interférométrie. Nous nous
focalisons à partir de maintenant sur les paquets d’ondes correspondant au pic satellite
SB12 dans les différentes voies vibroniques. Une mesure RABBIT consistant à faire
interférer deux chemins à 2 photons, les phases RABBIT sont à relier aux différences
de retards de transition associés à ces chemins.

Nous avons vu ci-dessus que le comportement des phases RABBIT simulées et ex-
périmentales s’interprète au regard de la formule approchée 3.37 des amplitudes de
transitions résonantes à 2 photons, adaptée en 4.9 à la situation présente où deux ré-
sonances voisines sont impliquées. Nous restons dans ce contexte pour interpréter les
phases dans le domaines temporel, et utilisons la formule approchée 3.39 pour expri-
mer le retard de la transition vers SB12 impliquant H11 par rapport à celui de la transition
impliquant H13, soit

τ12 ≃
1

11

∂θ11

∂ωL

−
1

13

∂θ13

∂ωL

, (4.10)

pour chaque voie (X,v′). Dans cette expression, θ11/13 représente la phase de l’élément
de matrice de transition via chacun des chemins. Une mesure RABBIT ne donne pas
accès à ces phases individuelles, mais uniquement à leur différence, ∆ϑ̄12 ≃ θ11 − θ13.
Nous introduisons donc une approximation supplémentaire (consistant à poser 11 ≈

12 ≈ 13) qui permet d’évaluer le retard à partir de la phase RABBIT comme,

τ12 ≃
1

12

∂∆ϑ̄12

∂ωL

. (4.11)

Les retards ont étés ainsi évalués pour les voies (X,v′ = 0,1,2), sur la gamme de fré-
quences laser considérée précédemment. Les résultats sont reportés en fonction de ωL
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atteint les deux premiers états vibrationnels v′′ = 0,1 de la résonance (voir figure 4.4).
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en figure 4.5 (a). La transition impliquant H13 via un continuum lisse servant de ré-
férence, les valeurs de τ12 obtenues sont avant tout marquées par les deux résonances
vibroniques atteintes par H11 aux énergies de photon IR h̵ωL = 1.546 et 1.573 eV res-
pectivement : les retards y atteignent une dizaine de fs, quel que soit l’état vibrationnel
final de l’ion, v′ = 0,1 ou 2. Entre ces deux résonances, les courbes pour v′ = 1 et 2
redescendent vers des faibles valeurs négatives (< 1 fs en valeurs absolues) caractéris-
tiques des transitions au travers d’un continuum lisse (voir eg figure 3.9(a)). La courbe
pour v′ = 0 présente cependant un comportement tout à fait différent à cet endroit : une
structure supplémentaire se dessine vers h̵ωL = 1.566 eV, atteignant une cinquantaine
de fs (hors échelle, sur la figure).

Ce comportement particulier est à rapprocher du saut brutal que présente la
phase ∆ϑ̄12 à la même fréquence laser et uniquement pour cette même voie, voir fi-
gure 4.4 (a). Nous avons précédemment attribué ce saut de phase à un minimum de
l’amplitude de transition, au moyen de la formule approchée 4.9 : le comportement de
τ12 en est la directe traduction dans le domaine temporel. Son interprétation correcte
est clarifiée dans l’analyse de la dynamique “réelle” présentée ci-dessous.

Comme pour les simulations 1D, nous avons caractérisé la dynamique d’ionisation
dans les calculs dépendant du temps par une analyse de flux, appliquée ici à chaque pa-
quet d’ondes fv′(x, t) du développement 4.5 et pour chaque fréquence laser ωL. Nous
avons d’une part simulé l’ionisation de la molécule modèle en présence de l’harmo-
nique H11 et du fondamental uniquement, et évalué à une distance suffisament grande
(xd = 2000 u.a.) les temps de vol du paquet d’ondes SB12 pour chaque voie d’ionisa-
tion. Nous notons ces temps de vol ToF11. Nous avons répété la procédure, mais cette
fois en présence de l’harmonique H13 et du fondamental uniquement. Nous notons les
temps de vol ainsi obtenus ToF13. Le retard τ12 défini ci-dessus est alors à comparer à
la différence de temps de vol pondérés :

∆ToF12 =
11

12
ToF11 −

13

12
ToF13. (4.12)

Celles-ci sont reportées en figure 4.5 (b), pour comparaison avec τ12 en figure 4.5 (a).
Les deux jeux de données présentent un accord qualitatif remarquable, au vu des hy-
pothèses invoquées pour justifier l’équivalence entre τ12 et ∆ToF12 : mêmes retards
prononcés aux fréquences résonantes (h̵ωL = 1.546 et 1.573 eV) ; mêmes passage de
ligne de zéro retard ; et même dépendance en v′ avec un retard prononcé (n’atteignant
toutefois que 12 fs) entre les deux résonances pour v′ = 0 seulement.

Les profils temporels des flux d’électron obtenus à l’énergie centrale h̵ωL = 1.566
eV, utilisés pour le calcul de ToF11 et montrés en figure 4.6, permettent de mieux in-
terpréter le comportement du retard dans ce cas particulier (v′ = 0). Nous voyons tout
d’abord que ces flux suivent une allure “non pathologique”, c’est-à-dire reflétant sim-
plement le profil temporel des impulsions (non montré, mais vérifié !), pour v′ = 1 et 2.
L’allure est très différente pour v′ = 0 : le flux présente une structure dédoublée, et une
magnitude plus faible. Tout comme le saut de phase additionnel de ∆ϑ̄12, l’attenuation
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du flux et cette double structure résultent de l’interférence destructive entre les deux
termes contribuant à la formule approchée 4.9. Les deux maxima apparents résultent
en fait d’un minimum se creusant au milieu de l’enveloppe de base. Le temps de vol
numérique ToF11 intervenant dans le calcul de ∆ToF12 ne fait que suivre le maximum
global de ce profil temporel structuré : celui-ci se retrouve nécessairement décalé par
rapport au maximum attendu sans le “trou” central induit interférence. Il s’agit là d’un
cas typique de paquet d’ondes structuré dont la dynamique ne peut être que partielle-
ment décrite par un simple “retard” 5. Il est quand même remarquable que des mesures
RABBIT telles que nous les avons simulées en rendent compte qualitativement, en dépit
des nombreuses hypothèses sur lesquelles repose leur interprétation.

Les même simulations ont été effectuées dans la voie A, lorsque H11 sonde le seuil
d’ionisation et les état de Rydberg sous jacents (résultats non présentés). L’analyse des
pics satellites SB12 résolus vibroniquement et leur interprétation amène aux mêmes
conclusions que pour la voie X .

5. Dans la limite d’impulsions parfaitement monochromatiques, nous observerions un zéro dans la
probabilité d’ionisation pour cette fréquence particulière (donc flux nul à tout instant). L’interprétation
usuelle du retard de groupe (qui divergerait) perdrait tout son sens.
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4.3 Perspectives de l’étude
Les perspectives directes de cette étude font partie des projets de recherche que

j’ai développés en 1.4. La suite immédiate consistera à remonter aux dynamiques de
transition plus précisément, à partir des variations des phases RABBIT résolues sous
chaque pic des bandes satellites, pour accéder aux retards de groupe “exacts” voir aux
profils temporels (voir section 3.5.3). À plus long terme (sur le plan théorique comme
expérimental), il est envisagé de remonter aux dynamiques d’ionisation complètes à
partir de mesure RABBIT sur des spectres de photoélectrons résolus angulairement,
provenant de molécules préalablement alignées.



Annexe A

Le théorème de Stone–von Neumann

Cette annexe donne une présentation partielle du théorème de Stone–von Neu-
mann, établissant que deux opérateurs dont le commutateur est un imaginaire pur (non
nul) ont nécessairement pour spectre l’ensemble des réels, infini et continu.

Considérons deux opérateurs linéaires et diagonalisables Â et B̂, et la transformation :

B̂Ð→ Ĉτ = exp(iτ Â) B̂ exp(−iτ Â) (A.1)

où τ est une constante réelle arbitraire. En utilisant le développement en puissances
entières de la fonction exponentielle, il est possible de réécrire Ĉτ sous la forme dite
de Baker–Campbell–Hausdorff :

Ĉτ = B̂ + iτ[Â, B̂] +
(iτ)2

2!
[Â, [Â, B̂]] +

(iτ)3

3!
[Â, [Â, [Â, B̂]]] + . . . (A.2)

dont seuls les deux premiers termes subsistent lorsque le commutateur de Â et B̂ est
une constante (non nulle). En effet,

[Â, B̂] = α1̂ (α ∈ C⋆) (A.3)

entraine

Ĉτ = B̂ + iτα1̂, (A.4)

1̂ désignant l’opérateur identité.
Or l’unitarité de la transformation A.1 implique que Ĉτ et B̂ ont le même spectre :

l’égalité A.4 indique donc que le spectre de B̂, σ(B̂), est invariant par toute translation
iτα. La même conclusion s’applique à l’opérateur Â (en remplaçant α par −α). Enfin,
si Â et B̂ correspondent à des observables de la mécanique quantique, leurs valeurs
propres sont réelles. On peut en conclure que

σ(Â) = σ(B̂) = R (A.5)
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et α est nécessairement un imaginaire pur.
En conclusion, un opérateur dont le spectre est borné et/ou discontinu, tel qu’un

opérateur hamiltonien, ne peut vérifier de relation de commutation comme A.3 1. C’est
donc une propriété générale des hamiltoniens qui interdit de définir un opérateur temps
vérifiant la relation 2.7.

Au delà de ce résultat, le théorème de Stone–von Neumann établit, à grand renfort
de théorie des groupes, que les opérateurs Â et B̂ vérifiant A.3 prennent les formes

Â → A × (A.6)

B̂ → −α
∂

∂A
(A.7)

sur la base des vecteurs propres de Â, A désignant les valeurs propres associées. On
voit ainsi l’importance de ce théorème, qui permet d’établir à partir du simple postulat
[x̂, p̂] = ih̵1̂ :

— que les spectres des opérateurs x̂ et p̂ sont continus et non bornés – ces proprié-
tés étant souvent supposées implicitement sans justification claire,

— les expressions bien connues des opérateurs x̂ et p̂ en représentations “position”
et “quantité de mouvement”.

1. Le théorème de Stone–von Neumann vient complèter un raisonnement antérieur de Weyl, relevant
qu’une relation de commutation telle que A.3 ne peut être obtenue que dans un espace de dimension
infinie, pour des opérateurs non bornés [25]. En effet, dans un espace de dimension finie N , il est
possible de définir la trace d’un opérateur. De A.3 découle alors l’égalité Tr[Â, B̂] = αTr 1̂, qui ne peut
être vérifiée en dehors de la limite α = 0, puisque Tr[Â, B̂] = 0 et Tr 1̂ = N . Par ailleurs, la relation A.3
implique que les spectres de ÂB̂ et B̂Â (et donc de Â et B̂) ne soient pas bornés, puisqu’il en découle la
relation σ(ÂB̂) = σ(B̂Â) + α qui s’ajoute à la propriété générale σ(ÂB̂) = σ(B̂Â).



Annexe B

Représentation et analyse du
continuum

B.1 Développement en ondes partielles à 1D

Coordonnées adaptées

À une dimension, la position est habituellement repérée par la coordonnée x ∈ R.
Elle peut être alternativement donnée par un jeu de coordonnées “polaires”, constitué
de :

⎧⎪⎪
⎨
⎪⎪⎩

une coordonnée radiale r = ∣x∣ (r ∈ R+) ;

une coordonnée angulaire ϕ = arccos(x/∣x∣) (ϕ ∈ {0, π}).
(B.1)

Cette représentation certes peu usuelle permet toutefois de faire ressortir élégam-
ment les analogies existantes entre les problèmes 1D d’une part et 2D et 3D d’autre
part [154–157].

Fonctions de base pour la coordonnée angulaire

Par analogie avec les harmoniques sphériques en 3D, on introduit les fonctions de
base Y`(ϕ) (` ∈ {−1,1}) pour la coordonnée angulaire définies par :

⎧⎪⎪
⎨
⎪⎪⎩

Y+1(0) = +1/
√

2

Y+1(π) = +1/
√

2
, (B.2)

⎧⎪⎪
⎨
⎪⎪⎩

Y−1(0) = +1/
√

2

Y−1(π) = −1/
√

2
. (B.3)

Ainsi définies, ces fonctions sont orthogonales et normées,

⟨Y`∣Y`′⟩ = δ`,`′ (B.4)
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où la notation “bra-ket” correspond au produit scalaire vis-à-vis de la coordonnée an-
gulaire,

⟨A∣B⟩ = ∑
ϕ=0,π

[A(ϕ)]⋆B(ϕ). (B.5)

Elles vérifient en outre la loi de composition

Y`Y`′ =
√

2 [δ`,`′ × Y+1 + (1 − δ`,`′) × Y−1] . (B.6)

Les valeurs attribuées à ` sont arbitraires, puisque ce nombre quantique ne correspond
pas ici à un moment cinétique. Plutôt que fixer ses valeurs permises à 0 et 1, comme le
suggère l’analogie avec les harmoniques sphériques, on a choisi les valeurs −1 et +1
qui font directement écho aux propriétés de parité des fonctions : Y+1(ϕ) correspond
à la partie angulaire d’une fonction paire en x, Y−1(ϕ) à celle d’une fonction impaire.
Ce point est développé dans la suite.

Développement en ondes partielles

Toute fonction F (x) peut se décomposer comme la somme de ses parties paire
f+1(x) et impaire f−1(x),

F (x) =
1

√
2
[f+1(x) + f−1(x)] (B.7)

où

f±1(x) =
1

√
2
[F (x) ± F (−x)] . (B.8)

Le facteur de normalisation 1/
√

2 a été choisi de sorte que l’équation B.7 exprimée
avec les coordonnées (r,ϕ) prenne la simple forme d’un développement en ondes
partielles,

F (x) =
+1

∑
`=−1

f`(r)Y`(ϕ). (B.9)

Équation de Schrödinger

Considérons une particule de masse m, dans un espace 1D, soumise à un potentiel
V (x). Les fonctions d’onde stationnaires de ce système sont solutions de l’équation de
Schrödinger (h̵ = 1, m = 1) :

[−
1

2

d2

dx2
+ V (x) −E]ΨE(x) = 0. (B.10)
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En reprenant le formalisme développé ci-dessus, on écrit le développement de ΨE(x)
en ondes partielles,

ΨE(x) =
+1

∑
`=−1

ψE,`(r)Y`(ϕ). (B.11)

En projetant l’équation de Schrödinger B.10 sur la base des fonctions angulaires Y`, et
utilisant les relations B.4, B.6 et

⟨Y`∣
d2

dx2
∣Y`′⟩ = δ`,`′

d2

dr2
, (B.12)

on obtient le système d’équations couplées suivant pour les fonctions radiales :

[−
1

2

d2

dr2
+ v+1(r) −E]ψ+1(r) + v−1(r)ψE,−1(r) = 0 (B.13)

[−
1

2

d2

dr2
+ v+1(r) −E]ψ−1(r) + v−1(r)ψE,+1(r) = 0 (B.14)

où les v` sont les composantes radiales du potentiel,

V (x) =
+1

∑
`=−1

v`(r)Y`(ϕ). (B.15)

La composante antisymétrique du potentiel, v−1(r), est responsable du couplage
entre les deux ondes partielles. Dans le cas d’un potentiel symétrique [v−1(r) = 0 ∀r],
on retrouve bien que ψE,+1 et ψE,−1 sont directement solutions de l’équation de Schrö-
dinger. Les conditions aux limites imposent que les fonctions ne soient pas dégénérées
pour les états liés, alors que les deux parités sont permises pour chaque énergie du
continuum.

B.2 Normalisation numérique des fonctions du conti-
nuum

La résolution numérique de l’équation de Schrödinger radiale

d2

dr2
ψ(r) + 2 × [E − V (r)]ψ(r) = 0 (B.16)

avec

lim
∣r∣→∞

V (r) = 0 (B.17)

au moyen d’une méthode de type Runge-Kutta (propagation à partir de conditions ini-
tiales sur la fonction et sa dérivée première, voir [125]) procure a priori des fonctions
d’onde de normes arbitraires. La méthode de Strömgren [158] présentée ici consiste à
normer les fonctions du continuum (d’énergie E > 0) ainsi obtenues en les ajustant sur
un comportement asymptotique universel connu analytiquement.
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Comportement asymptotique

On considère qu’une distance ra appartiennent à la “region asymptotique” si E −

V (r) > 0 ∀ r ∈ [ra,∞[. Les fonctions d’onde du continuum normées sur l’échelle des
énergies se comportent asymptotiquement comme

ψa(r) =
1

√
π

1
√
k(r)

sin θ(r) (B.18)

où le “nombre d’onde local”

k(r) =
dθ
dr

(B.19)

converge vers
√

2E lorsque ∣r∣→∞.

Ajustement des solutions numériques

Les solutions non normées ψ(x) obtenues numériquement peuvent s’écrire, dans
la région asymptotique,

ψ(r) =
1

c
× ψa(r) (B.20)

où c est une constante – a priori inconnue et dépendant des conditions initiales pour la
résolution numérique de l’équation de Schrödinger – qu’il s’agit de déterminer.

La méthode de normalisation présentée ici consiste à ajuster la solution numérique
à la forme asymptotique via la détermination des fonction θ(r) et k(r). Puisque l’une
est la dérivée première de l’autre (B.19), la procédure requiert de passer par une in-
tégration sur un intervalle fini [r0, r1] dans la région asymptotique. Dans ce qui suit,
nous notons ψi = ψ(ri), ki = k(ri) et θi = θ(ri) (i = 0,1).

Pour montrer comment c peut être déterminé, on définit les quantités suivantes :

a0 =
√
π
√
k0 × ψ0

a1 =
√
π
√
k1 × ψ1 (B.21)

α =

r1

∫
r0

k(r)dr

Ces intermédiaires de calcul sont connus dès lors que k(r) et ψ(r) sont connus dans
l’intervalle [r0, r1]. La détermination de k à n’importe quelle position dans la région
asymptotique suit une procédure annexe présentée plus loin.
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Les équations B.18 et B.19 permettent de réexprimer ces quantités intermédiaires
comme

a0 =
1

c
× sin θ0

a1 =
1

c
× sin θ1 (B.22)

α = θ1 − θ0.

La détermination de c peut se faire sans évaluer explicitement θ0 et θ1, via la système
d’équations suivant :

⎧⎪⎪⎪⎪⎪⎪⎪
⎨
⎪⎪⎪⎪⎪⎪⎪⎩

a0 =
1
c × sin θ0

a1 =
1
c × sin θ1

sinα = sin θ1 cos θ0 − sin θ0 cos θ1

cosα = cos θ0 cos θ1 + sin θ0 sin θ1

(B.23)

⇔

⎧⎪⎪⎪⎪⎪⎪⎪
⎨
⎪⎪⎪⎪⎪⎪⎪⎩

a0 =
1
c × sin θ0

a1 =
1
c × sin θ1

sin2α = c2 × [a2
1(1 − c

2 × a2
0) + a

2
0(1 − c

2 × a2
1) − 2a0a1

√
1 − c2 × a2

0

√
1 − c2 × a2

1]√
1 − c2 × a2

0

√
1 − c2 × a2

1 = cosα − c2 × a0a1

.

Les deux dernières lignes donnent

sin2α = c2 × [a2
0 + a

2
1 − 2a0a1 cosα] + c4 × [2a2

0a
2
1 − a

2
0a

2
1 − a

2
0a

2
1]

= c2 × [a2
0 + a

2
1 − 2a0a1 cosα], (B.24)

ce qui nous amène à l’expression recherchée :

c =

¿
Á
ÁÀ sin2α

a2
0 + a

2
1 − 2a0a1 cosα

. (B.25)

Détermination de k

La méthode exposée ci-dessus suppose de connaître numériquement ψ et k sur un
intervalle fini dans la région asymptotique.

Afin de déterminer k à chaque position de cet intervalle, insérons l’expression ana-
lytique de ψa (B.18) dans l’équation de Schrödinger (B.16). Pour cela, nous avons
besoin de l’expression analytique de sa dérivée seconde,

d2ψa

dr2
=

1
√
π

[
d2k−1/2

dr2
sin θ − k3/2 sin θ]

= [
d2k−1/2

dr2
k1/2 − k2]ψa. (B.26)
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L’équation de Schrödinger se réecrit ainsi sous la forme d’une équation pour k,

d2k−1/2

dr2
k1/2 − k2 +A = 0 (B.27)

avec A = 2 × [E − V (r)]. Cette dernière peut être résolue approximativement par
itération en la réécrivant

k2 = A +
d2k−1/2

dr2
k1/2. (B.28)

En notant κ = A1/2 on introduit

k̃2 = A +
d2κ−1/2

dr2
κ1/2 (B.29)

qui donne une bonne approximation de k,

k ≃ k̃, (B.30)

lorsque celui ci varie lentement, c’est-à-dire que r est suffisament grand. Les dérivées

dκ−1/2

dr
= −

1

4

dA
dr
A−5/4 (B.31)

d2κ−1/2

dr2
= −

1

4

d2A

dr2
A−5/4 +

5

16
(

dA
dr

)

2

A−9/4 (B.32)

permettent alors d’évaluer k uniquement à partir du potentiel et de ses dérivées, comme

k ≃

√

A −
1

A

d2V

dr2
+

5

16
(

1

A

dV
dr

)

2

. (B.33)

En pratique ...

Normer sur l’échelle des énergies une fonctions d’onde du continuum obtenue nu-
mériquement requiert donc de disposer de la valeur de cette fonction en deux points r0

et r1, d’évaluer le “nombre d’onde local” k(r) dans l’intervalle [r0, r1] à l’aide de la
formule approchée B.33, et de calculer la constante de normalisation c à l’aide des for-
mules B.21 et B.25. La validité de l’approximation B.33 peut être évaluée en vérifiant
numériquement que k̃1/2d2k̃−1/2/dr2− k̃2+A est négligeable, ou plus pragmatiquement
en testant la convergence de c calculé sur des intervalles de plus en plus éloignés de
l’origine.



B.3 Calcul des déphasages “courte portée” 121

B.3 Calcul des déphasages “courte portée”
On considère une fonction de r, oscillante et réelle,

f(r) = A × sin θ(r) (B.34)

dont on veut connaître le déphasage

η = θ(r) − θ0(r) (B.35)

par rapport à une onde de référence

g(r) = B × sin θ0(r) (B.36)

aussi réelle. On considère ici un déphasage indépendant de r, tel le déphasage “courte
portée” imprimé dans le comportement asymptotique des ondes de diffusion.

L’introduction de la fonction complémentaire

h(r) = B × cos θ0(r) (B.37)

permet de développer f(r) sous la forme

f(r) =
A

B
(cos η × g(r) + sin η × h(r)) . (B.38)

La détermination de η s’obtient alors en projetant f(r) sur les fonctions de base g(r)
et h(r) respectivement. Ceci peut être réalisé à l’aide du Wronskien,

W[u; v]∣r = u(r)v′(r) − u′(r)v(r) (B.39)

qui vérifie notamment W[v;u]∣r = − W[u; v]∣r et W[u;u]∣r = 0 en tout r. On se
retrouve ainsi avec

W[f ; g]∣r =
A

B
sin η ×W[h; g]∣r (B.40)

W[f ;h]∣r =
A

B
cos η ×W[g;h]∣r (B.41)

ie

η = −arctan
W[f ; g]∣r
W[f ;h]∣r

(B.42)

indépendamment du point r auquel les Wronskien sont évalués. Le résultat reste na-
turellement valide si on permute les fonctions sin et cos dans les définitions initiales
de f , g et h. Dans le contexte de l’étude présentée en section 3.3 les fonctions f , g
et h représentent le comportement radial asymptotique respectivement des fonctions
d’onde φsel, φref et φcpl intervenant dans l’équation 3.11.
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Annexe C

Un modèle simple et polyvalent pour
les dynamiques vibroniques corrélées

Le modèle présenté ici a été développé dans le cadre de l’étude de photoionisation
moléculaire résolue en temps présentée en chapitre 4, et conçu pour pouvoir simuler
non perturbativement la dynamique des molécules soumises à du rayonnement sur
une vaste gamme d’interaction, du régime linéaire aux champs intenses. L’utilisation
de ce modèle a comme but principal de fournir une image adéquate des dynamiques
vibroniques, corrélées ou non, et d’éviter les écueils de la surinterprétation des images
héritées des approches statiques (typiquement Born-Oppenheimer).

Modèle 1D ⊗ 1D

La base de la molécule modèle consiste en un électron actif en interaction avec
un cœur ionique diatomique, l’ensemble possédant 2 degrés de liberté. Le premier est
la position x de l’électron, restreinte à 1D, et le second est la distance internucléaire
ρ du cœur ionique. Se ramener ainsi à 1D ⊗ 1D permet d’envisager d’effectuer des
simulations en grand nombre. La polyvalence du modèle réside dans la variété de choix
et d’optimisation du potentiel V (x, ρ) d’interaction entre l’électron et le cœur ionique,
et du potentiel Vion(ρ) interne à ce dernier.

Hamiltonien

L’hamiltonien associé à ce modèle s’écrit :

Ĥ0 = −
h̵2

2µ

∂2

∂ρ2
+ Vion(ρ)

´¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¸¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¶
ˆHion

−
h̵2

2me

∂2

∂x2
+ V (ρ, x)

´¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¸¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¹¶
ˆHe

(C.1)

où µ est la masse réduite des noyaux. L’expression C.1 fait apparaître une partition
de type “Born-Oppenheimer”, où l’on distingue un hamiltonien “nucléaire” Ĥion et un
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corrélées

hamiltonien “électronique” Ĥe. Les potentiels sont optimisés de sorte à reproduire cer-
taines énergies moléculaires du système étudié (voir par exemple chapitre 4 pour la
démarche suivie dans le cas de N2). Le terme Vion(ρ) est directement la courbe d’éner-
gie du système dans l’état ionique considéré, qu’il s’agisse de données expérimentales
ou théoriques disponibles pour des valeurs discrètes de ρ, ou d’un ajustement analy-
tique de type potentiel de Morse. Le terme V (x, ρ) est optimisé pour chaque ρ de sorte
que les énergies propres de Ĥe (où ρ devient un paramètre) reproduisent celles des états
électroniques d’intérêt dans la molécule neutre. Dans nos diverses études, nous avons
eu recours à toute une variété de formes pour la dépendance en x (Coulomb régula-
risé modifié ou non, gaussien, puits carré ...), la dépendance en ρ se trouvant dans les
valeurs des paramètres de ces potentiels modèles.

Le formalisme de Born-Oppenheimer n’est ainsi utilisé que pour optimiser les po-
tentiels, puis analyser des résultats en termes d’images usuelles (notamment en dé-
signant chaque état vibronique comme simple produit d’un état électronique et d’un
état vibrationnel). Les équations de Schrödinger indépendante et dépendant du temps
vibroniques sont toutefois résolues numériquement de façon exacte, de sorte à ne pas
aboutir à une image artificiellement décorrélée qui ne serait que le reflet du modèle
lui même. Il s’agit d’un modèle semblable à celui développé par M. Lein pour étudier
l’influence de la dynamique nucléaire sur la GHOE [74].

Dynamique

La dynamique du système est simulée en propageant la fonction d’onde vibronique
ψ(x, ρ, t) sous l’action de l’hamiltonien

Ĥ(t) = Ĥ0 + Ŵ(x, t) (C.2)

où Ŵ(x,t) est un terme d’interaction avec un champ extérieur. Supposé n’agir que sur
la coordonnée x, il s’agit typiquement de l’interaction dipolaire électrique (indifférem-
ment prise en compte dans les jauges “vitesse” et “longueur”).

La propagation numérique se fait de proche en proche, sur des intervalles de temps
∆t suffisament courts pour que l’Hamiltonien puisse y être considéré constant, de sorte
que la fonction d’onde au temps t +∆t se déduise de celle au temps t comme

ψ(x, ρ, t +∆t) = e−iĤ(t+∆t
2

)∆t
h̵ ψ(x, ρ, t). (C.3)

Représentation de la fonction d’onde vibronique

L’originalité de notre approche réside dans la représentation de la fonction d’onde
vibronique, que nous développons sur les voies propres (eigenchannel) d’ionisation de
la molécule. Pour formaliser ceci, nous utiliserons par simplicité une écriture mixte où
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la notation bra-ket ne s’appliquera qu’au degré de liberté vibrationnel. Nous introdui-
sons ainsi les états et énergies vibrationnels propres de l’ion,

Ĥion∣χv′⟩ = εv′ ∣χv′⟩ (C.4)

et les fonctions d’ondes associées χv(ρ) = ⟨ρ∣χv⟩, à partir desquelles nous développons
la fonction d’onde totale du système comme :

ψ(x, ρ, t) = ⨋
v′

fv′(x, t)χv′(ρ). (C.5)

Comme nous le verrons dans la suite, ce développement présente deux intérêts majeurs.
Le premier est de remplacer la variable ρ par une discrétisation compacte sur les états
v′. Le second est que les paquets d’ondes fv(x, t) ne sont couplés qu’à proximité du
cœur ionique (faibles ∣x∣), et sont asymptotiquement associés à des canaux propres
d’ionisation (∣x∣ → ∞). Ils peuvent donc être interprétés individuellement lorsqu’on
considère les processus d’ionisation.

Équations couplées

L’évolution des paquets d’ondes électroniques couplés est donnée en insérant la
forme C.5 dans l’équation de propagation C.3 :

⨋
v′

fv′(x, t +∆t)χv′(ρ) = e−iĤ(t+∆t
2

)∆t
h̵ ⨋
v′

fv′(x, t)χv′(ρ). (C.6)

En utilisant les partitions C.1 et C.2 de l’hamiltonien, et en projettant sur les états
propres vibrationnels ∣χv′⟩, on obtient pour chaque paquet d’ondes de base une équa-
tion de la forme

fw′(x, t +∆t) = ⨋
v′

Mw′v′(x,∆t) gv′(x, t) (C.7)

avec

Mw′v′(x,∆t) = ⟨χw′ ∣e
−i[Ĥion+V (x,ρ)]∆t

h̵ ∣χv′⟩ (C.8)

gv′(x, t) = e−i[−
h̵2

2me
∂2

∂x2 +W (x,t+∆t
2

)]∆t
h̵ fv′(x, t). (C.9)

Discrétisations spatiales

La résolution numérique de ces équations couplées nécessite de discrétiser les va-
riables. Nous avons choisi une représentation “différences finies” standard pour la po-
sition x, consistant à la discrétiser sur une grille de pas régulier ∆x, particulièrement
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adaptée à la description simultanée des états liés et du continuum à 1D. Ce choix s’ac-
compagne d’une représentation approchée des opérateurs différentiels, notamment de
la dérivée seconde

∂2f(x)

∂x2
≈

f(x +∆x) − 2f(x) + f(x −∆x)

∆x2
. (C.10)

Le nombre de points nx de cette grille est typiquement de quelques milliers ou dizaines
de milliers, suivant le processus étudié.

La discrétisation en ρ n’a d’importance que pour la préparation des états station-
naires de base ∣χv′⟩, et pour l’évaluation des éléments de matrice indépendants du
temps Mw′v′(x). Nous avons aussi choisi une représentation sur une grille, pouvant
être restreinte à un nombre de point nρ de quelques centaines tant que nous ne cher-
chons pas à simuler la dissociation de la molécule sur des grandes distances.

Concernant les états vibrationnels de base, dont la discrétisation fait directement
suite à celle de ρ, leur nombre nvib est au maximum égal à nρ. Dans beaucoup de cas
cependant, notamment lorsque l’état ionique final n’est pas dissociatif, les résultats
convergent avec quelques dizaines de v′ tout au plus, l’état initial et la dynamique
vibronique simulée étant restreints à la région de Franck-Condon.

Implémentation

Les termes de couplage Mw′v′(x,∆t) ne peuvent être évalués directement car ils
font intervenir l’exponentielle d’un opérateur non local (au travers de Ĥion). On passe
donc par une représentation intermédiaire diagonale. En notant ∣χ̄u′(x)⟩ et Vu′(x) les
vecteurs et valeurs propres de Ĥion +V (x, ρ) pour chaque x, on aboutit à l’expression :

Mw′v′(x,∆t) = ⨋
u′

⟨χw′ ∣χ̄u′(x)⟩e
−iVu′(x)

∆t
h̵ ⟨χ̄u′(x)∣χv′⟩. (C.11)

Ces termes sont indépendants du temps, ils sont donc évalués une fois pour toute en
début de simulation. Au final, la propagation sur un pas de temps ∆t est programmée
selon l’approche split operator constituée des étapes suivantes :

(1) application des termes de couplage Mw′v′(x,∆t/2) sur les vecteurs fv′(x, t) ;

(2) application de l’opérateur e−i[−
h̵2

2me
∂2

∂x2 +W (x,t+∆t
2

)]∆t
h̵ ;

(3) deuxième application des termes de couplage Mw′v′(x,∆t/2).
L’application des termes de couplages en deux temps [étapes (1) et (3)] optimise la sta-
bilité numérique du propagateur. L’étape (2), qui fait intervenir l’opérateur non local
∂2/∂x2, est implémentée par la méthode de Crank-Nicolson [125] – particulièrement
adaptée à la forme tridiagonale des matrices inhérente à l’approximation C.10. La sé-
quence (1-3) est répétée sur le nombre nt de pas nécessaire à décrire la dynamique
recherchée (typiquement ∼ 100000). Lorsqu’il n’est pas nécessaire d’analyser la fonc-
tion d’onde à chaque pas de temps, la fusion de l’étape (3) de chaque pas avec l’étape
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(1) du pas suivant permet d’optimiser le nombre d’opérations effectivement effectuées.

Le temps d’exécution du programme, principalement dédié à la propagation même,
dépend linéairement des paramètres de discrétisations spatiales, nx et nvib, et tempo-
relle, nt.
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