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Symboles
@) Majuscule curviligne : opérateur
€ Energie de I'état atomique
1% Etat de Volkov
v Fonction d’onde exacte de ’état a chaque instant ¢
P Fonction d’onde exacte non perturbée de 1’état a chaque instant ¢
X Fonction d’onde approchée de 1'état a chaque instant ¢
® Partie spatiale (radiale et angulaire) de la fonction d’onde
R, Partie radiale de la fonction d’onde
& Harmonique sphérique
Cr Fonction d’onde Coulombienne
(I Partie spatiale de la fonction d’onde Coulombienne
Q Angle solide
(¢, 0) Coordonnées sphériques azimutale et colatitudinale
Nota Bene :

De nombreux quiproquos sont soulevés par 1'utilisation des termes « in-
tensité » ou « éclairement » pour qualifier le rayonnement d’une source laser
interagissant avec un systeme atomique. Cette note a pour but de clarifier ce
détail et d’exposer le point de vue adopté dans ce manuscrit. En suivant la
définition de I'optique photométrique, 'intensité d’une source ponctuelle est
le flux ® rayonné par unité d’angle solide {2 dans une direction considérée.

_do
JTY)
L’éclairement d’un récepteur quant a lui, définit le flux lumineux regu par
unité de surface S’.

I unité [(W.sr™] (1)

dd

ds’
Ces deux quantités sont donc différentes sur deux points : d'un coté il y a
la notion de source et d’angle solide, de 'autre de récepteur et de surface.
Nous allons considérer ici que le faisceau laser incident ne peut pas, au vu
des dimensions atomiques des systemes étudiés, étre considéré comme ponc-
tuel. Dans ce cas, si la source représente une surface de grandes dimensions,
I'intensité ne peut plus étre définie par unité d’angle solide mais doit 1’étre

E= unité [(W.m ™2 (2)




par unité de surface (dQ2 = dS). De plus, si 'on considere une propagation
rectiligne uniforme de ce faisceau, la surface réceptrice sera identique a celle
émettrice (dS" = d.S). Il s’agira en définitive d'un « cylindre de lumiere » ou
I'intensité et I’éclairement seront traités sur un pied d’égalité. Nous considé-
rerons donc qu’il s’agit exactement de la méme quantité et nous choisissons
pour le reste du manuscrit le terme d’intensité.
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Introduction générale 17

ES que les propriétés de la lumiere ont pu étre parfaitement controlées,
D elle est devenue I'un des outils privilégiés de 1’étude de la dynamique
électronique au sein des atomes. De plus, grace a leurs caractéristiques de
monochromaticité, cohérence et polarisation, I'utilisation d’impulsions laser
s’est largement étendue : des applications médicales connues, a la course aux
lasers de puissance, en passant par une utilisation commerciale de masse,
le laser a aujourd’hui investi tous les domaines de la société. C’est I'un des
exemples les plus célebres de technologie dont les avancées en termes d’inten-
sité et de durée d’impulsion, ouvrent de nouvelles perspectives de recherche.
Ainsi, quand les grandeurs de la dynamique électronique dans les atomes se
voient sondées a leur propres échelles, des informations claires et précises sont
accessibles. Cette dynamique induite par des impulsions laser dans le domaine
infrarouge (IR), est maintenant bien connue et dominée par deux aspects :
d’une part, le grand nombre de photons mis en jeu, et d’autre part la faible
largeur spectrale du rayonnement incident. La durée de ce type d’impulsions
étant suffisamment longue pour négliger celle-ci. Nous sommes actuellement
dans une phase de transition ou plusieurs protocoles expérimentaux génerent
un rayonnement laser impulsionnel ultraviolet (UV) intense et bref. Dés lors,
les phénomenes induits n’ont plus du tout les mémes caractéristiques ; nous
nous déplacons vers une dynamique dominée par un faible nombre de photons
et ou désormais la largeur spectrale du rayonnement viendra jouer un role
déterminant. De nouvelles installations voient le jour, en particulier le laser a
électrons libres (LEL), modele hybride entre une source laser traditionnelle et
un rayonnement synchrotron [1]. Le principe de base consiste a remplacer le
milieu amplificateur par un faisceau d’électrons relativistes dont I’énergie est
partiellement convertie en rayonnement électromagnétique. Le LEL s’écarte
donc des lasers conventionnels car pour ces derniers, c¢’est la nature discrete
des niveaux d’énergie du milieu qui impose les longueurs d’onde du rayonne-
ment émis. Pour le LEL au contraire, on a affaire a un quasi-continuum de
niveaux électroniques. Des électrons sont issus d’'un accélérateur puis injectés
dans une structure appelée onduleur dont le but est de courber périodique-
ment leur trajectoire afin qu’ils acquierent une vitesse transverse sinusoidale.
Une émission a une longueur d’onde particuliere de résonance apparait : ¢’est
un rayonnement laser. Celui-ci est ensuite amplifié par une cavité optique puis
extrait. L’avantage majeur de ce genre de dispositif est ’accordabilité de la
longueur d’onde en fonction du parametre de déflexion de 'onduleur, mais
également les fortes intensités que l'on peut obtenir en fonction du courant
d’électrons incidents. A titre d’exemple les performances que I'on atteint ac-
tuellement sont de l'ordre de 10 W.em ™2 avec des durées d’impulsion de
20-100 fs et des photons de plusieurs dizaines d’eV sur la source FLASH de
Hambourg. En 2002, une expérience réalisée sur un agrégat de xénon avec
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une source LEL de forte intensité (7.10% W.cm™2) et d’énergie de photon
de 12,7 eV fait apparaitre des effets spectaculaires tres différents de ceux
observés a l'aide d’énergie de photons dans le domaine visible. Tout d’abord,
I’ionisation simple de certains atomes de xénon se fait par absorption d’un
photon menant ensuite a la formation d’'un plasma. Ce dernier induit une
forte augmentation de 'aborption de photons conduisant finalement a 1’ex-
plosion Coulombienne de 'agrégat [2]. Plus récemment, on a pu observer la
double ionisation par absorption de deux photons dans I'hélium [3], sur la
source FLASH, et la réponse non-lineaire de cet atome lorsqu’il est soumis
a une radiation intense dans I'UV lointain [4]. Dans un avenir proche, il est
prévu de produire des photons d’une centaine d’eV a des intensités allant
bien au-dela de 10'°> W.em™2.

Ceci ouvre de nouveaux champs d’investigation, aussi bien du co6té ex-
périmental que théorique. Il faudra en particulier développer des méthodes
théoriques adaptées au contexte de ces champs tres intenses dans le domaine
XUV et c’est précisément dans cette perspective de moyen terme que se situe
notre travail. D’un autre coté, ’essor et ’emploi des lasers impulsionnels tel le
Titane-Saphir comme une source IR intense et breve a permis, avec le progres
des optiques, la production d’un rayonnement secondaire composé d’un train
d’harmoniques élevées et intenses [5]. Des processus non-linéaires induits par
ce type de rayonnement ont été observés, par exemple la double ionisation
de I'hélium par absorption de deux photons de 41,8 eV (27éme harmonique
du Titane-Saphir) & une intensité¢ de 10 W.em™2 [6]. La génération d’har-
moniques ouvre également la voie a la production d’impulsions attosecondes
uniques, en isolant une seule impulsion de ce train [7, 8]. Si ces impulsions
ultra-breves offrent la possibilité d’explorer la matiere a des échelles de temps
« atomiques », 'activité dans ce domaine est concentrée sur la métrologie
avec le développement de diverses méthodes de mesure de la durée de ces im-
pulsions (par exemple la méthode SPIDER « Spectral Phase Interferometry
for Direct Electric-field Reconstruction » initialement développée par C. la-
conis et I. Walmsley [9]). Parallelement au développement de ces diagnostics,
il faut noter les progres réalisés dans la détection. Une technique d’imagerie
et de mesure performante de la fragmentation complete de petits systemes, le
COLTRIMS (« Cold-Target Recoil-Ion Momentum Spectroscopy ») est dé-
sormais utilisée [10]. Tous les fragments chargés d’un atome, d’une molécule
ou les produits d’une réaction de surface sont projetés par une combinaison
de champs électriques et magnétiques sur une surface sensible. D’apres la
mesure du temps de vol des particules et leur position d’impact sur le dé-
tecteur, il est possible d’obtenir leur vecteur d’onde en trois dimensions avec
une résolution de l'ordre de 0,05 unités atomiques (u.a.). Ainsi, nous voyons
que tous les éléments sont en place pour ’étude fine des phénomenes électro-
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niques dans les atomes : production de rayonnements énergétiques, intenses
et brefs, techniques de diagnotic et de détection efficaces.

Jusqu’a présent, un grand nombre de théories ont vu le jour dans le
contexte des lasers IR intenses. Des approches « ab-initio » comme la ré-
solution directe de ’équation de Schrodinger dépendante du temps (ESDT)
par diverses méthodes numériques, ont été développées ; cependant, lorsque le
régime d’ionisation passe de ’absorption multiphotonique au régime tunnel,
cette méthode devient tres lourde. De plus, le traitement des systemes com-
plexes par 'ESDT est aussi difficile. D’autres approches, exploitant la forte
interaction avec le champ laser comparée a 'effet de la charge atomique (SFA
pour « Strong Field Approximation »), ont également été mises en place (voir
[11] pour une revue récente de la méthode SFA). Une attention particuliere
a été donnée a l'ionisation et L.V. Keldysh a effectué un travail de pionnier
dans ce domaine, sur la base des travaux de D.M. Volkov [12], en établissant
une approche qui s’applique en régimes tunnel et multiphotonique [13]. Il a
défini un parametre les délimitant : le « parametre de Keldysh » dépendant
de la fréquence laser, de I'intensité et du potentiel d’ionisation. Par la suite, ce
modele a été amélioré avec la théorie Keldysh-Faisal-Reiss (KFR) [13, 14, 15].
D’autres approches en « champs forts », fondées sur 1’étude de 'ionisation
en champ statique, ont été développées. La plus populaire est certainement
la méthode d’Ammosov-Delone-Krainov (ADK) [16] dont les limites ont ré-
cemment été discutées [17]. La méthode KFR a fait 'objet de nombreuses
études dans le cadre des champs lasers IR intenses [18] mais ne donne pas
de résultats satisfaisants pour 'ionisation des atomes, car 'effet de la charge
nucléaire est négligé (voir la revue [18], chapitre 4). D’un point de vue gé-
néral, le potentiel Coulombien joue un role important dans l’ionisation des
¢électrons de basse énergie, et ce point constitue une limitation importante de
la méthode SFA [19]. S’il est clair que les approches basées sur cette approxi-
mation sont moins performantes que les traitements de type ESDT, elles ont
dans beaucoup de cas amené une compréhension plus approfondie des pro-
cessus physiques impliqués dans 'interaction laser-matiere. En revanche, le
domaine XUV a été bien moins étudié par les méthodes de ce genre, puisque
les intensités disponibles jusqu’a la fin du siecle dernier ne permettaient pas
d’explorer le régime d’ionisation ou d’excitation non-linéaire. C’est ce qui a
motivé I'étude de 'approche « Coulomb-Volkov » [20] dans le laboratoire.
Comme nous le verrons par la suite, ¢’est une approche de type SFA qui
prend en partie en compte 'effet de la charge nucléaire. Dans des publica-
tions précédentes [21, 22, 23] I'efficacité d'une telle méthode a été démontrée,
reposant sur ’emploi d’états particuliers dits de « Coulomb-Volkov » dans
ce cadre de l'ionisation d’atomes par des impulsions UV femtosecondes. Ces
états se scindent en deux facteurs distincts, représentant d’une part 'inter-
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action noyau atomique-électron et d’autre part l'interaction électron-champ
électromagnétique extérieur. Ses avantages résident dans sa capacité a dé-
crire les transitions multiphotoniques sans recourir a un développement en
série, mais également dans la description du caractere Coulombien du dipole
atomique. L’idée générale de ce travail est d’utiliser 'approche « Coulomb-
Volkov » pour la description de lionisation d’atomes en champ XUV et en
régime non-linéaire. Certaines limitations établies lors de ces précédents tra-
vaux, seront analysées sur la base de 1’étude de I'hydrogene atomique en
champ laser XUV intense. Dans un cadre plus prospectif, nous aborderons
aussi le probleme de 'ionisation double de I’hélium en champ XUV intense,
tout d’abord par I’absorption d’'un photon, afin de comparer avec les nom-
breux travaux publiés. Nous verrons également comment aborder le probleme
tres actuel de la double ionisation directe a deux photons. Nous évaluerons
dans ce contexte 'effet des corrélations électroniques et celui des approxi-
mations propres a ’approche Coulomb-Volkov. Tout au long de ce travail,
nous nous placerons dans des conditions d’intensité et de durée d’impul-
sion telles que 'ionisation soit dominée par ’absorption de photons : c’est le
régime « multiphotonique ». Deux raisons justifient ce choix : le développe-
ment d'une description de base s’en trouve facilitée et de nombreux résultats
théoriques mais surtout expérimentaux ont été obtenus dans ces conditions.
En effet, les intensités laser disponibles alors ne permettaient pas d’étudier
I'ionisation en champ tres intense. Ces résultats vont donc nous servir de
base de comparaison. Ainsi on n’abordera pas le régime d’ionisation a plus
haute intensité, ou I'on change de régime d’ionisation. Dans cette situation,
le champ est suffisamment fort pour abaisser la barriere de potentiel retenant
I’électron, lequel peut s’échapper de la structure atomique par effet tunnel.
L’étude de l'ionisation dans ce régime « tunnel » constitue le prolongement
naturel de notre travail a plus long terme.

Ce document est découpé en deux parties. La premiere partie expose glo-
balement les processus d’interaction qui nous concernent, ainsi que le cadre,
les développements théoriques et ’application concrete de notre approche a
I’hydrogene. Elle est donc divisée en trois chapitres dont le premier traite
du détail de l'interaction laser-matiere a 1’échelle atomique. Nous y décri-
rons quels sont les processus qui nous intéressent particulierement, ainsi que
ceux qui se rapportent a des thématiques développées au laboratoire CE-
LIA. Nous y ferons un état de I'art théorique afin de cerner les spécificités
des traitements déja existants. Enfin, nous présenterons plus formellement
le contexte de notre méthode. Le deuxieme chapitre concerne directement le
développement analytique des amplitudes de transition, base fondamentale
de notre approche. Y sont regroupés les détails techniques des calculs que
nous allons ensuite utiliser pour 1’étude de l'irradiation de I’hydrogene et de



Introduction générale 21

I’hélium, ainsi que des considérations propres a la méthode. Dans le troisieme
chapitre, I'un des développements précédents est appliqué a deux cas : d’un
coté ionisation de 'hydrogene en conditions de champ intense, et de I'autre
I'excitation avec des énergies de photon inférieures a la moitié du potentiel
d’ionisation. Dans le premier cas, nous aurons recours a un calcul annexe de la
population de I’état fondamental pour pouvoir exporter la description au-dela
des conditions de perturbation. Dans le second, nous regarderons précisément
les transitions multiphotoniques intervenant entre états liés de I'hydrogene.
Enfin, nous démontrerons pourquoi ’emploi de ce genre de méthode n’inclut
pas la contribution des états intermédiaires et comment remédier simple-
ment a cette limitation. La deuxieme partie est dévolue plus spécifiquement
a I’étude de I’hélium en interaction avec une impulsion laser breve et intense :
elle est divisée en quatre chapitres. Dans le premier chapitre nous regarde-
rons les deux cas précis de la double ionisation a un et deux photons avec
un développement de base. Travailler sur un processus multiélectronique re-
quiert une modélisation des interactions électron-électrons intervenant lors
de I'ionisation double par une impulsion laser. Ce point constituera le second
chapitre de cette partie. Nous regarderons en particulier quel sera I'impact
des différents types de corrélations électroniques! (radiales ou angulaires) sur
les quantités calculées. Dans un troisieme temps, il s’agira de regarder quelle
peut étre l'influence du degré d’approximation de ’état fondamental, par
la prise en compte d'un plus grand nombre d’orbitales atomiques de base.
Ceci dans l'objectif d’étendre la description hors conditions d’équipartition
de l'exces d’énergie apportée par les photons de 'impulsion. Enfin, dans le
dernier chapitre, nous développerons un traitement fondé sur ’approximation
de Born au deuxieme ordre incluant explicitement les états intermédiaires.
Nous regarderons donc comment la dynamique de la double ionisation a deux
photons est affectée par 'un de ces états en particulier. Nous cloturerons ce
manuscrit en présentant quelques perspectives.
Nous utiliserons préférentiellement les unités atomiques, bien que les électrons-

volts soient également employés pour les énergies.

I'Dans le cadre de ce manuscrit, nous entendons par corrélations électroniques 'interac-
tion électrostatique répulsive intervenant entre chacun des électrons du systéme atomique.
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Premiere partie

Théorie Coulomb-Volkov et
dynamique de ’atome
d’hydrogene en interaction avec
des impulsions laser intenses et
breves






Introduction

OUR un champ électromagnétique, le qualificatif d’intense est une notion
P qui doit nécessairement étre reliée a une référence. La communauté des
physiciens atomiciens 1'ont définie comme l'intensité I, d’un rayonnement
dont le champ électrique est celui que subit I'électron d’un atome d’hydrogene
sur la premiere orbite de Bohr. Le rapport de I'intensité I de n’importe quel
champ & I (cf. Annexe A) définit une valeur qui nous permet de qualifier
I'intensité de ce champ? et qui est objectivement liée & ce qui est étudié. Dans
le cadre de processus atomiques induits par des impulsions laser, elle est donc
définie comme il suit

4

A <1 champ peu intense ou faible

0

I :

. 1 champ intense ou fort (3)
0

I ..

A > 1 champ tres intense

0

\

ou [ est I'intensité créete de 'impulsion. Par analogie, la référence temporelle
est la période durant laquelle un électron parcourt cette méme orbite. D’un
point de vue classique, et en considérant une révolution circulaire, elle est
approximativement de 7y = 152 attosecondes (1 as = 107'% s). Comparative-

ment, la notion d’impulsion breve s’applique pour des rapports — de 'ordre
To

de 10, c’est-a-dire pour des impulsions de durée femtoseconde. Encore une

fois, ceci n’est valable que pour I’étude de la dynamique électronique ato-

mique. Le tableau suivant (cf. TAB. 1) résume dans ce cadre, les qualificatifs
caractérisant I'impulsion en fonction de sa durée.

211 est évident qu’elle sera susceptible de beaucoup évoluer dans les années qui viennent.
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Nanoseconde (1 ns =10"? s)  impulsion tres longue
Picoseconde (1 ps =107'%s)  impulsion longue
Femtoseconde (1 fs = 107" s) impulsion breve
Attoseconde (1 as =107'% s)  impulsion ultra-bréve

TAB. 1 — Qualificatifs d’une impulsion en fonction de sa durée

La mise ceuvre du principe d’amplification d’impulsion a dérive de fré-
quence dans le milieu des années 1980 [24] (« Chirped Pulse Amplification »
ou CPA), permet maintenant d’atteindre des intensités de 10*' W.em™2 et
de courte durée, de l'ordre de 35 fs. Le développement de ces impulsions
breves a permis 'exploration d’une dynamique atomique jusqu’alors inter-
dite. En effet, 'apparition d’une largeur spectrale importante associée a ces
nouvelles échelles de temps autorise des transitions photoniques vers un plus
grand nombre de niveaux atomiques. Ainsi, et ¢’est I'une des caractéristiques
essentielles de ’emploi d’impulsions bréves, une multitude de voies (ou « che-
mins quantiques ») se trouvent désormais ouvertes et vont pouvoir interférer
entre elles. L’étude générale de ces phénomenes s’en trouve donc amplement
compliquée. Par ailleurs, si on s’intéresse au nombre de photons contenus dans
une impulsion d’un laser IR de type Titane-Saphir de la chaine kHz Aurore
a 800 nm du CELIA, d’énergie w = 0,057 u.a. (1,55 eV) et d’intensité
I =10 W.em™2, il est de N ~ 1,5.10%* photons pour un volume d'un cm?.
En regard de la quantité disponible, tous les processus multiphotoniques que
I’on va évoquer ensuite ne font intervenir qu’un tres petit nombre de photons.
Pratiquement, cela se traduit en considérant le champ laser comme un réser-
voir infini de photons. Ceci a une conséquence importante car une description
« classique » du champ laser sera alors tout a fait suffisante.

Récemment, la production de rayonnements VUV secondaires par la gé-
nération d’harmoniques d’ordre élevé (GHOE) [25, 26] dont 'une des ca-
ractéristiques est la durée attoseconde [7] met & notre portée les outils pour
sonder la matiere a I’échelle de ses propres grandeurs. Cependant, pour en ex-
traire une information pertinente, nous allons tout d’abord définir quels sont
les grands principes de l'interaction entre la lumiere et la matiere a ’échelle
atomique. C’est le but du premier chapitre de cette partie. Nous y passe-
rons également en revue les quelques techniques théoriques déja existantes
dont une en particulier est disponible au CELIA. Le chapitre 2 va reprendre
les éléments de base de 'approche Coulomb-Volkov pour la description de
processus multiphotoniques dans les atomes d’hydrogene et d’hélium. Nous
y verrons la construction des états de Coulomb-Volkov et pourquoi ces états
sont a méme de décrire les transitions multiphotoniques mais aussi les diffi-
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cultés liées au changement de jauge. Puis, nous développerons formellement
les amplitudes de transition pour I'excitation des premiers états liés de 1’hy-
drogene et pour l'ionisation double de ’hélium. Enfin, le troisieme et dernier
chapitre sera consacré a l'application de ces amplitudes développées pour
I’hydrogene quand les parametres de I'impulsion laser sont d’une part une
intensité hors conditions de perturbations et d’énergie de photon supérieure
au potentiel d’ionisation et d’autre part une intensité modérée et une éner-
gie de photon inférieure a la moitié du potentiel d’ionisation. Nous décrirons
également en détail pourquoi une méthode Coulomb-Volkov de ce type ne
permet de décrire que des transitions directes, sans passage éventuel par des
états intermédiaires.
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Chapitre

L’interaction laser-atome en champ
intense et bref

1.1 Introduction

ES que la notion de « quantum de lumiere » (dénommé « photon » par

G.N. Lewis en 1926) a été définie par A. Einstein lors de la publication

de ses cinq papiers fondamentaux dans « Annalen der Physik » en 1905,

la possibilité de processus multiphotoniques (absorption ou émission de plus

d’un « quantum de lumiére » lors d’une transition atomique) est évoquée. A
titre d’exemple

« Quand le nombre de quanta d’énergie par unité de volume si-
multanément transformés est suffisamment grand, un quantum
de lumiere émise peut obtenir son énergie de plusieurs quanta
d’énergie. »

-Annalen der Physik 17, 132 (1905)-

Des lors, une tres grande variété de processus atomiques induits par des
photons ont été observés et analysés. Nous allons spécifiquement nous pencher
sur trois d’entre eux, dont les deux premiers constituent des thématiques
fondamentales du groupe « Harmoniques et applications » du CELIA. Tous
sont associés a l'interaction fortement non linéaire entre un atome et un
champ laser intense.
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1.2 Processus multiphotoniques dans les atomes

L’importance de ces processus est déterminante puisqu’ils apparaissent a
tous les domaines d’énergie de photon du laser incident. Cependant, comme
nous ’avons souligné, la dynamique induite peut étre tres différente selon les
caractéristiques intrinseques de cette impulsion.

1.2.1 Ionisation multiphotonique et « Above Threshold
Tonisation » (ATTI)

L’ionisation multiphotonique consiste en I’absorption simultanée d’un cer-
tain nombre de photons menant ’atome A dans un état ionisé. Elle peut étre
résumée par la réaction suivante

nw+A— AT e (1.1)

ou n est le nombre minimum de photons d’énergie w correspondant a la
fréquence centrale de la distribution en énergie de I'impulsion, que requiert
I'ionisation. Cependant, si ’on observe le processus avec attention, toute
une dynamique faisant intervenir les états atomiques quasi-résonants peut
intervenir. La F1G. 1.1 représente la structure atomique de I’hydrogene irradié
par une impulsion laser IR décrite en introduction, et pour laquelle n = 9.
Dans ce cas, la largeur spectrale Aw du laser permettrait d’atteindre les états
20 pour n = 7 et 3¢ pour n = 8 par exemple.

Historiquement, les premieres preuves expérimentales de ce phénomene
datent du milieu des années 60 [27, 28] ; elles ont été poursuivies par plusieurs
groupes, en particulier celui de Saclay [29, 30] ou le rendement d’ions produits
a été étudié en fonction de l'intensité du laser. Avec les intensités peu élevées
disponibles alors, il a été observé que le taux de n-ionisation I',, en s~! suit
les prédictions de la théorie des perturbations a 'ordre le plus bas (TPOB)

o, I"
r, =2 -1 1.2
== s (12)

oll o, est la section efficace généralisée en ecm?*.s"~1. Cette approche théo-
rique sera décrite plus en détail par la suite (cf. §1.3.2). Vers la fin des années
70 et jusqu’aux années 80, I’étude des résonances a pris une importance tant
expérimentale [31, 32] que théorique avec des méthodes semi-pertubatives
telles que le modele des « états essentiels ». Il s’agit de modéliser I'atome
par un ou plusieurs états liés susceptibles de contribuer activement et per-
mettant une description suffisante des processus en jeu. Plusieurs approches
ont alors vu le jour parmi lesquelles nous pouvons citer [33], fondée sur la
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Fi1G. 1.1 — Ionisation d'un atome d’hydrogene par une impulsion laser IR de
800 nm.

matrice densité et [34], développée sur une base de B-splines (dont nous re-
parlerons également). Ces méthodes ont I'avantage d’étre adaptées a ’étude
de processus multiphotoniques a des intensités modérées. En outre, elles ont
permis de mettre en lumiere le role du déplacement des états liés sous 'action
du champ, et par conséquent leur contribution a ’ionisation multiphotonique.
Cependant, des difficultés surviennent par exemple lors du calcul des éléments
de matrice de transition continuum-continuum.

Parallelement, le phénomene d’ionisation au-dessus du seuil (« Above
Threshold Ionization » ou ATI) fut découvert [35], puis confirmé et étudié
ensuite sous différentes conditions expérimentales [36, 37, 38, 39] en détectant
le spectre en énergie des électrons éjectés. A des intensités de 'ordre de
101 W.em™2, l'irradiation par une impulsion d'un laser Titane-Saphir d’un
atome entraine I’absorption d’un nombre supplémentaire de photons au-dela
des n nécessaires pour l'ionisation. La principale caractéristique du spectre
ATT est la séparation des pics d’absorption par I’énergie w du photon laser,
la largeur de ces pics étant directement liée a celle de I'impulsion laser. Un
spectre représentatif est donné par la F1G. 1.2 suivante [40].
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Fi1G. 1.2 — Spectres en énergie des électrons éjectés créés dans l'argon par
une impulsion laser IR & 800 nm, d’intensité créte I = 5.10" W.em™2 et de
durée a mi-hauteur de 40 fs.

Spectres caractéristiques de I’ATI

Cependant, un certain nombre de phénomenes atypiques se produisent lorsque
I'intensité augmente et que l'on sort du régime perturbatif : les pics de plus
haute énergie apparaissent dans le spectre électronique alors que ceux de
plus basse énergie disparaissent (suppression de pics) [36, 41, 42]. De plus,
I’amplitude ne suit plus les prédictions de la TPOB. Dans ce cas, il faut
recourir & des théories non-perturbatives (cf. §1.3) pour en donner une ex-
plication qualitative [43, 44]. En présence d’'un champ laser, les énergies des
états atomiques peuvent étre écrites comme

r
5:si—|—A—i§ (1.3)

ou ¢; est I’énergie de I'état initial non perturbé, A la correction en énergie
correspondant au déplacement lumineux (effet Stark dynamique) et T" est
le taux d’ionisation total (ou largeur) de I’état. Pour les petites fréquences,
Ieffet Stark dynamique est faible pour les états liés les plus profonds. A
contrario, il est relativement important pour les états de Rydberg et tend
vers 1’énergie pondéromotrice U, a mesure que 'on se rapproche du seuil
d’ionisation [43, 45, 46]. Cette énergie peut étre interprétée comme I’énergie
moyenne de vibration de I’électron dans le champ électrique et peut se calculer
par la formule simple
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_ I[Wcm_Q]
14, 04.10'6 x o2

[u.a.]

Upfu.a] (1.4)
Elle a pour effet de déplacer le seuil d’ionisation (dénommé 1,(0)) en fonction
de I'intensité de 'impulsion. On peut grossierement approcher ce déplacement
par I’équation au premier ordre de la TPOB

1) = 1,(0) + 5 (15)

Ainsi, quand I augmente, le seuil d’ionisation croit linéairement [47]. Un
nombre plus important de photons est alors nécessaire pour ioniser menant
de fait a la disparition des pics de plus basse énergie et ’apparition de ceux
d’énergie plus élevée.

De plus, pour des impulsions courtes et des intensités inférieures & 10** W.cm =2
I’apparition de sous-structures dues aux passage par des états intermédiaires
désormais accessibles a été observée [48]. Encore une fois il est possible d’in-
terpréter ce phénomene par des résonances induites par le décalage lumineux
[49]. La F1G. 1.3 suivante résume schématiquement ces deux phénomenes.

Energie A\
Continuum T
T I
% 1,(1) = L,(0) + 5
1O |
T T .

L

Intensité

FiGc. 1.3 — Hlustration du déplacement des niveaux du a l'effet Stark dyna-
mique et de 'apparition de sous-structures dans le spectre ATI.

1.2.2 Lagénération d’harmoniques d’ordre élevé (GHOE)

Le mécanisme de GHOE est I'une des thématiques d’interaction laser-
atome qui suscite un vif intérét tant chez les physiciens expérimentateurs
que théoriciens. Nous allons brievement regarder quelles sont les principales
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caractéristiques d’un tel rayonnement, observé pour la premiere fois dans
les gaz rares [50] puis avec de fortes intensités [51]. Il s’agit d'un proces-
sus produisant une source de rayonnement VUV impulsionnel a partir d'un
rayonnement IR primaire, qui présente des propriétés de cohérence spatiale
et temporelle [52, 53] et de faible divergence [54]. Spectralement, c’est un
peigne dont les composantes pour les atomes, sont des harmoniques d’ordre
impair de la fréquence du rayonnement IR. Ceci s’explique par les regles de
séléction régissant les transitions dipolaires électriques entre deux états ato-
miques dont les moments angulaires vérifient A/ = +1. Ce spectre est divisé
en trois grandes zones : une décroissance de 'intensité des premiers ordres,
suivie d'une zone d’intensité constante appelée « plateau » et enfin une zone
ou l'intensité diminue fortement avec I’ordre harmonique, appelée la « cou-
pure » . En outre, I'analyse temporelle du spectre harmonique fait apparaitre
un train d’impulsions dont la durée est de quelques centaines d’attosecondes

[55).

Spectres caractéristiques d’'une GHOE

La F1c. 1.4 illustre les caractéristiques précitées; il s’agit cependant d’une
reconstruction de spectre par une méthode que 'on exposera au paragraphe
suivant. Toutefois, les spectres expérimentaux ne sont pas tout a fait iden-
tiques car la présence de filtres (en particulier d’aluminium) ayant pour role
de s’affranchir du rayonnement IR primaire, atténue également le signal des
harmoniques basses en dessous de 17 eV et hautes au-dessus de 45 eV, soit
une gamme harmonique comprise entre les ordres 11 et 45 (cf. F1a. 1.5) [55].

Le modele théorique semi-classique en trois étapes

Proposé par H.B. Van Linden van der Heuvell et H.G. Muller [56] puis
repris et développé par P.B. Corkum [57], K.C. Kulander [58] et M. Lewen-
stein [59], ce modele fondé sur 'approximation des champs forts (« Strong
Field Approximation » ou SFA) permet d’expliquer en trois étapes un cer-
tain nombre de caractéristiques du spectre harmonique. Les grandes lignes
sont les suivantes : création d’un paquet d’onde électronique lors de 1’ioni-
sation de l'atome par effet tunnel durant chaque demi-cycle de la période
laser. Dans ce cas, une approche quasi-statique de Iionisation d’un électron
(« Single Active Electron » ou SAE) est utilisée a la limite des petites fré-
quences laser (théorie KFR ou ADK cf. §1.3.2). De plus, seul I’état initial et
les états du continuum seront considérés. Une fois le paquet d’onde électro-
nique crée, il va interagir avec le champ laser moyennant un certain nombre
d’approximations : sa vitesse est initialement nulle, il n’est plus soumis au
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F1G. 1.4 — Spectre harmonique généré dans I’argon par une impulsion laser
IR & 800 nm, d’intensité créte I = 2.10'* W.em™2 et de durée & mi-hauteur
de 30 fs reconstruit a partir d'une méthode SFA.

champ Coulombien de l'ion résiduel et ce dernier est insensible au champ
laser. Une approche classique est alors suffisante pour décrire les trajectoires
électroniques dans le continuum et soumises a la polarisation linéaire du la-
ser. Elles vont le mener (ou non auquel cas il ne participe plus a la GHOE)
au voisinage de I'ion avec un gain substantiel en énergie cinétique et contri-
buer, par recombinaison radiative, a 1’émission de photons harmoniques dans
la région du plateau. L’étude des instants ¢; de « naissance » de ce paquet
d’onde est d’une importance cruciale pour bien comprendre la GHOE. En
effet, trois types de trajectoires correspondant a trois domaines de naissance
(que I'on peut caractériser par des domaines de phase wt;) vont se distinguer
[55] : celles pour lequelles ’électron ne revient pas au voisinage de I'ion pa-
rent, celles pour lesquelles la recombinaison est possible et caractérisées par
un temps d’évolution « long » dans le continuum correspondant a wt; < 110,
enfin celles pour lesquelles la recombinaison est possible et caractérisées par
un temps d’évolution « court » correspondant a wt; > 110 Ce modele montre
que le gain maximal que peut obtenir I’électron au moment de son retour est

de 3,17U, correspondant a la phase limite wt; = T Ce qui mene a la « loi

10
de coupure » [57].
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F1G. 1.5 — Spectres harmoniques expérimentaux générés dans des gaz d’argon
et de krypton irradiés par une impulsion laser IR a 800 nm, d’intensité créte
I =2.10" W.em™? et de durée & mi-hauteur de 30-35 fs.

we = I, + 3,170, (1.6)

définissant la fréquence harmonique w,. a partir de laquelle se produit I'atté-
nuation rapide du signal en fonction du potentiel d’ionisation /1, et de I’énergie
pondéromotrice U,. Dans le cas ou l'électron est a proximité de l'ion mais
que la recombinaison ne se produit pas, il peut rentrer en collision avec les
électrons de l'ion et conduire a 'ionisation multiple [31], ou absorber un cer-
tain nombre de photons contribuant ainsi a ’apparition d’un plateau dans le
spectre ATI [60], ou encore étre diffusé par le coeur ionique et mener a une
structure en « anneaux » dans le spectre angulaire [61].

1.2.3 Les collisions électrons-atomes assistées par laser

Quand une particule chargée, par exemple un électron, est diffusée en pré-
sence d'une onde électromagnétique, elle peut échanger de 1’énergie avec le
champ. Comme I’absorption d’énergie est dominante par rapport a 1’émission,
ce phénomene est d'une importance cruciale pour I’'étude de la formation et
du chauffage de plasmas dans les gaz. En particulier, de nombreux phéno-
menes d’ionisation multiphotonique et de « bremsstrahlung inverse » sont a
Iorigine d’électrons de haute énergie lors de la phase de croissance de I'im-
pulsion. Cette problématique s’est développée dans les années 70 mais les
expériences restent difficiles a réaliser. Voici quelques exemples de ce type de
processus
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e +A+nw— A+te
e+ A+nw — A" +e” (1.7)
e”+A+nw— AT 4 2e”

Ici, trois cas sont a considérer : n > 0 absorption de n photons aussi ap-
pelé « bremsstrahlung inverse », n < 0 émission de n photons aussi appelé
« bremsstrahlung stimulé » et enfin n = 0 qui est un processus collisionel sans
absorption ni emission mais en présence du champ laser. L’idée est d’étudier
quelle peut étre 'influence des parametres du champ laser comme l'intensité,
la fréquence et la polarisation sur les collisions. De nouveaux effets sont re-
cherchés sur les distributions angulaires, les résonances ou les interférences.
Les expériences sont fondées sur le principe des trois faisceaux constitués par
les électrons, les atomes et enfin le laser. Les premieres ont été initiées des
1976 [62] a 'aide de laser CO5 o I'on voit clairement apparaitre le gain et la
perte d'un photon du laser dans le spectre en énergie des électrons diffusés.
Puis la premiére observation de processus multiphotoniques en 1977 [63] ou
le spectre présente des pics aux énergies correspondant soit a ’absorption ou
I’émission d’un petit nombre photons. Parmi les premiers travaux théoriques
menés, on peut citer ceux de N.M. Kroll et K.M. Watson [64] donnant des
sections efficaces différentielles de diffusion inélastique quantiques et clas-
siques. Il apparait alors dans ’approximation des petites fréquences laser ou
du potentiel de diffusion faible que la correction quantique est négligeable
quand les effets multiphotoniques sont dominants. Cependant, la plupart des
approches qu’elles soient classiques, fondées sur un traitement explicite de la
dynamique de diffusion électron-ion par des interactions élastiques et instan-
tanées [65] ou quantiques, dont la description de 1’échange d’énergie entre les
photons et les électrons est fondée sur la section efficace différentielle [66],
sont issues de 'approximation classique des petites angles de diffusion et des
petits transferts d’impulsion ou de son équivalent quantique, I'approximation
de Born. Il a été démontré récemment [67] que des trajectoires électroniques
irrégulieres combinées a des champs laser haute fréquence et un champ Cou-
lombien menent a une augmentation tres importante des taux de chauffage
plasma, remettant ainsi en cause les approximations précédentes. Ce champ
de recherches devant donc se développer dans le contexte de la physique des
plasmas.

1.3 Etat de ’art théorique

L’acces plus aisé aux supercalculateurs a permis I’élaboration puis la mise
en ceuvre de codes de plus en plus complexes et demandeurs en ressources in-
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formatiques. La voie était de fait tracée pour des théories non-perturbatives
et « globales ». Non-perturbatives car elles devaient répondre aux besoins
d’une modélisation en champ de plus en plus fort et globales parce qu’elles
peuvent couvrir tres précisément l’ensemble de la structure atomique. Cepen-
dant celles-ci restent peu maniables et I'extraction d’informations pertinentes
devient ardue des que le nombre de dimensions du probleme augmente, en
particulier des qu’il s’agit de décrire des systemes a plus d’'un électron. Les mé-
thodes approchées quant a elles fournissent une grosse partie du patrimoine
conceptuel mais ont comme désavantage de reposer sur des approximations
qui leur imposent un domaine de validité.

1.3.1 Traitement global

Dans le contexte de I'interaction multiphotonique avec des atomes com-
plexes, les méthodes globales et non perturbatives tendent a résoudre com-
pletement 1’équation de Schrodinger dépendante du temps (ESDT)

o,
o [W(0) =H[T(t) (1.8)

Ainsi aucune ou tres peu d’approximations sont faites sur le systeme lui-meéme
ou son Hamiltonien. Elles sont pour cette raison dénommées « ab initio ».
Le choix du support (base d’états ou grille de points) plus ou moins complet
suivant la précision voulue, est d’une importance fondamentale. Deux grands
types de méthodes se distinguent. Le premier regroupe les méthodes fondées
sur la résolution de 'ESDT, soit par décomposition de la partie radiale de la
fonction d’onde soit sur une grille de points a deux dimensions [68, 69, 70], soit
sur une base formée par I’ensemble des fonctions radiales des états propres
de I'atome non perturbé, méthode dite « spectrale » [34, 71]. Cette décom-
position peut aussi se faire sur des fonctions aux propriétés adaptées comme
par exemple les B-splines [72, 73]. Nous pouvons aussi citer des variantes
perturbatives telles que CCC (« Convergent Close Coupling »), appliquée
avec succes a la description des collisions électrons-hydrogene [74, 75]. Cette
derniere est indépendante du temps et décrit la fonction d’onde totale du
systeme sur une base complete orthonormale de polynomes de Laguerre. Elle
a depuis été adaptée a la double ionisation de I'hélium [76, 77]|. Egalement,
il existe une méthode intégrant des transformations ECS (« Exterior Com-
plex Scaling ») c’est-a-dire une rotation dans le plan complexe ayant pour
but de traiter de facon adéquate le comportement asymptotique des fonctions
d’onde [78, 79, 80]. Un autre type de décomposition sur une base de fonctions
Sturmiennes est aussi a 1’étude [81, 82, 83, 84, 85, 86]. Le deuxiéme groupe
englobe les traitements fondés sur la théorie de Floquet [87] et la matrice R
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[88]. Voici deux exemples de méthodes globales et non-perturbatives dont le
premier est disponible au CELIA.

Résolution de I’équation de Schrodinger dépendante du temps sur
une base de B-splines

Il s’agit d’interpoler la partie radiale des fonctions d’onde atomiques par
des fonctions B-splines [89] en tirant parti de leur symétrie sphérique. La par-
tie angulaire reste quant a elle représentée par les harmoniques sphériques
particulierement bien adaptées a la description de la structure atomique. For-
mellement, une B-spline B¥(r) d’ordre k est constituée de polynomes d’ordre
k — 1 définis positifs par morceaux dans une région finie (support compact)
de 'espace ; elle est nulle en dehors de celui-ci ce qui permet des calculs tres
rapides et tres stables. Bien qu’il existe une définition complete d'une fonc-
tion B-spline, elles sont générées par une relation de récurrence satisfaisant
la condition suivante

ZBJk(m) =1 Va (1.9)

et forment une base complete de ’espace. Toute fonction peut donc étre écrite
comme une superposition linéaire de B-splines et en particulier toute partie
radiale d’une fonction d’onde d’un systeme réduit a une particule

Rou(r) =Y ;B (r) (1.10)
ce qui nous amene a la fonction d’onde ¥(7,t) écrite en coordonnées sphé-
riques, deux approches existent pour représenter la fonction solution de 'ESDT

U(F ) =Y ci(t)Rue(r) V(0. 6)
bEm E( (1.11)
vt = 3 a2y, o)

: T
il,m

Il s’agit donc d'une représentation vectorielle dont les composantes sont les
ceefficients ¢;(t) et ¢;(t). Afin de connaitre I’état d’un systeéme atomique apres
interaction avec un champ laser, il faut résoudre 'ESDT pour chaque pas de
temps sur la base décrite précédemment. Dans le premier cas, la décom-
position de la fonction radiale sur des états atomiques solutions du Hamil-
tonien sans interaction mene & un probleme « non raide » [90]. Le pas de
temps est suffisamment grand et des méthodes « explicites » d’intégration
du type Runge-Kutta sont alors satisfaisantes. Dans le second cas, il s’agit
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d’un probleme « raide » que seule une méthode « implicite » peut résoudre.
La fonction d’onde initiale est ainsi propagée a 1’aide d’une forme de Crank-
Nicholson [73, 91] et la fonction finale obtenue apres interaction est projetée
sur ’état atomique désiré afin de connaitre I’amplitude de transition dans la
voie choisie.

Le premier avantage de ces fonctions est la possibilité d’étendre le rayon R
de I'espace radial (ou « sphere numérique ») a 'intérieur duquel N fonctions
B-splines seront définies sur leurs supports respectifs. L’intervalle radial [0, R]
est ainsi découpé en sous-intervalles dont la répartition (pas nécessairement
équidistante) dépendra d’une séquence de points d’arréts choisie. Il faut ce-
pendant imposer des conditions de continuité a ces points, qui s’expriment en
fonction de l'ordre k et de m; € [1, k] la multiplicité du point d’arrét. La rela-
tion de raccordement définissant la continuité de la fonction B-spline et de ses
dérivées jusqu’a I'ordre m; — 1 s’exprime par sa classe C*~1=™i_ Ainsi, m; = 1
implique que B*(r) est continue au point d’arrét considéré, m; = 2 implique
que B*(r) et sa dérivée premiere sont continues etc. Le deuxiéme avantage
est que les intégrales portant sur les B-splines peuvent étre évaluées numé-
riquement avec une précision suffisante en utilisant la méthode d’intégration
de Gauss. Si ’on choisit l'ordre des B-splines égal a k, chaque B-spline sera
non nulle sur %k sous-intervalles successifs. Cette propriété donne un troisieme
avantage a cette méthode par le fait que les matrices écrites dans cette base
seront des matrices bandes (c¢’est-a dire ne comportant que des éléments non
nuls sur une bande diagonale de largeur 2k — 1). L’utilisation d’algorithmes
adaptés permet de résoudre le probleme aux valeurs propres avec un mini-
mum de ressources informatiques.

L’un des soucis majeurs concerne ’extension de ce genre de théorie a des
systemes plus complexes sans une refonte fondamentale des codes informa-
tiques. De plus et comme nous ’avons déja souligné, des que I'étude porte
sur l'interaction d’un champ laser avec des systemes polyélectroniques, le
nombre de dimensions du probleme devient élevé et beaucoup plus difficile a
résoudre.

La méthode R-matrice Floquet

Cette méthode a été présentée par P.G. Burke, P. Francken et C.J. Joa-
chain [92] et combine les avantages de la R-matrice initiée par E. Wigner
93, 94, 95] permettant de calculer les résonances lors des collisions entre par-
ticules et de la théorie de Floquet [96]. L’ambition est d’unifier une description
des processus multiphotoniques, de la génération d’harmoniques et des colli-
sions électrons atomes assitées par laser. C’est une méthode non-perturbative
qui peut aussi étre appliquée et étendue a n’importe quel atome. Il s’agit de
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diviser l'espace des configurations en deux sous-espaces ou 'ESDT est ré-
solue en utilisant le théoreme de Floquet afin de la réduire a un probleme
indépendant du temps. Une région « interne » définie pour chaque électron
dont le rayon vecteur doit satisfaire r; < a Vi € [0,n.], avec n. le nombre
d’électrons du systeme, et ou la sphere de rayon a enveloppe la distribution
de charges des états atomiques considérés. Une région « externe » définie
telle qu'un électron se situant sur ou a l'extérieur de la sphere de rayon a et
laisse n, autres électrons confinés a l'intérieur de cette sphere. La forme opti-
mum du Hamiltonien sera utilisée en séléctionnant la jauge la plus appropriée
(cf. §1.4.2) en particulier la jauge des longueurs pour la région interne et la
jauge des vitesses pour la région externe. Pourtant, sous certaines conditions,
il apparalt intéressant de transformer cette jauge pour des larges rayons en
jauge des accélérations de Kramers-Henneberger. Il s’agit des situations ou
les conditions asymptotiques ne sont pas les mémes que dans le cas sans in-
teraction, en particulier quand I’état final de 1’électron differe d'un état de
Volkov (cf. eq.(1.37)). La F1G. 1.6 suivante résume les idées précédentes

Région interne Région externe

Jauge des
longueurs

Jauge des
vitesses

Jauge des

I
I
I
I
I
I
I
I
I
I
I
I
I
I
I
I
! accélérations
I

Y

a a’ r

F1G. 1.6 — Représentation schématique des régions de la R-matrice.

A la limite » = a, les solutions sont raccordées en utilisant la R-matrice
reliant les fonctions d’onde radiale et leurs dérivées. A la limite r = o/,
les solutions sont transformées en jauge d’accélération de Kramers ou les
conditions aux limites appropriées sont imposées pour r — +o00 c’est-a-dire :
les conditions aux limites de Siegert [97] pour I'ionisation multiphotonique et
la génération d’harmoniques; les conditions aux limites de la K-matrice [9§]
pour les collisions électron-atome assistées par laser.

L’une des limitations essentielles a cette théorie est son extension pour des

impulsions tres courtes. Des lors, le champ laser ne peut plus étre considéré
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comme monochromatique et la théorie de Floquet n’est plus valable. Son
application a cependant couvert de tres vastes domaines allant de 1’étude de
'ionisation multiphotonique de I’hydrogene [99], de H™ et de 'hélium [100],
du néon, de l'argon [101] ou du strontium [102] en passant par 'étude des
résonances et des états dégénérés induits par laser [103] et des ionisations a
deux couleurs [104] ou la génération d’harmoniques dans I'hydrogene [105]
mais aussi la diffusion électronique assistée par laser lors de collisions avec
des atomes [106].

1.3.2 Traitement approché

Les méthodes approchées se fondent, comme leur nom l'indique sur une
ou plusieurs approximations dans le développement théorique. Cependant, il
y a divers degrés d’approximation en fonction non seulement de leur origine
(fonction d’onde, négligence de certains termes physiques) et de leur impact,
et sont tres souvent issues de la théorie des perturbations.

Les équations couplées

Nous allons tout d’abord développer la méthode des équations couplées
pour résoudre 'ESDT, elle nous permet de visualiser les différents couplages
et les approximations qui seront utilisés par la suite. Il s’agit de donner un
exemple pour un atome hydrogénoide plongé dans un champ laser, mais la
généralisation peut étre faite a des atomes polyélectroniques. Dans la repré-
sentation de Schrédinger, 'amplitude de transition 7T%; d'un état dit « per-
turbé » [ (¢)) vers un autre état perturbé |\If]7(t)> d’un systéme sous l'in-
fluence d’une perturbation externe V' (¢) peut étre évaluée a chaque instant ¢
par la formule [107]

Ty = <\11J:(t)y\1/j(t)> (1.12)

ott les fonctions d’onde W (7,t) et W (7,t) sont solutions de 'ESDT (1.8)
projetée dans I'espace des configurations
0

ia\p;ff(ﬁ t) = HUS (7, t) = [Ho + V(1) Ui (7 1) (1.13)

et ou lindice supérieur £ indique que le caractere repectivement « sor-
tant » ou « entrant » [107]. Par ailleurs, elles sont soumises aux conditions
asymptotiques suivantes

(7, t) —— @, ¢(7, 1) (1.14)
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avec ®; (7, ) solutions de I’équation « non perturbée »

0
iaq)i’f(ﬁ t) = Hoq)i,f(t) = Ei,fq)i,f(ﬁ t) (1.15)

Il est alors possible de décomposer les fonctions d’onde W (7,t) et \Iff(ﬁ t)
sur la base des états non perturbés comme une somme de fonctions d’onde
P, (7, t) et Op(7,t) représentant respectivement les états liés d’énergie néga-
tive et les états du continuum d’énergie positive de I'atome. L’ensemble de
ces fonctions d’onde forme une base orthonormée telle que

(©n ()| P (2)) = Orim
()| @(1) = o(k — k) (1.16)

(@n()]@5(1)) = 0

Ecrivons maintenant }\Ifi t)> et |\Ifi > sur cette base

T (1)) = Zan /dkak ) [o£m)
WE(8)) Zam /dk’ak, o5

Les coefficients dépendant du temps a,,(t), am(t) et ap(t), az(t) sont a déter-
miner pour obtenir explicitement une expression de W3 (7,¢) ou de \I/]jf(ﬁ t).

(1.17)

Ils contiennent toute I'information sur la population des états n, m liés ou /;,
k' du continuum pendant l'interaction. Ils sont assimilés a une amplitude de
probabilité dont a;(t) en particulier représente celle qu’a 1’électron de rester
dans son état initial. En outre, quand l'interaction est de durée limitée 7, i.e.,
V(t>71)=0et V(t <0)=0 cela signifie que la limite en +o0 est atteinte
a 7, et la limite en —oo est atteinte a 0, et qu’on peut écrire la condition
initiale a laquelle doivent satisfaire tous les ccefficients

1a(0) =00 Vo= (nk) (1.18)
Si I'on substitue I'expression | U7 (¢)) de (1.17) dans (1.13) il vient

iian(t) 1®,()) +1/d1§ az(t) ‘@%(t» -
> V@) @) + [ Vo 250)

n=1
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En projetant successivement sur I’état initial |®;(¢)) et sur un état du conti-

nuum ‘@%(t)> puis en utilisant I’expression des fonctions d’onde stationnaires

-

D, (7)) = @a(T) exp(—ieat) a = (n,k) (1.20)

(1.19) nous amene aux équations couplées suivantes

ia;(t) exp(—ie;t) Zan ) Vin(t) exp(—ient)

+ / dk az(t)Vip(t) exp(—iegt)

o (1.21)
iaz(t) exp(—iext) = Z an(t (t) exp(—ient)
n=1
+ / Ak’ ap (t) Ve (t) exp(—iegt)
ol les éléments de matrice de transition sont
Vas(t) = (2a(PIV(B)les(M) (@) = (n,F) (1.22)

(1.21) nous donne ainsi le calcul de chacun des ceefficients aq () ¥V a = (n, k)
au travers d’un systeme d’équations intégro-différentielles. En pratique, la ré-
solution compléte d’un tel systeme est tres lourde (cf. §1.3.1) car I'expression
matricielle contient des bandes pleines difficilement manipulables. Souvent,
il est tronqué aux états dont on souhaite spécifiquement étudier la popula-
tion et dont on suppose qu’ils jouent un role essentiel dans la dynamique qui
nous intéresse. Par conséquent, cela limite également le nombre de photons
intervenant dans le processus.

L’amplitude de transition

Nous pouvons également extraire des informations concernant la proba-
bilité qu’ont certains processus de se produire car elle est directement reliée
a T¥;. Le calcul explicite de cette amplitude de transition prend alors toute
sa valeur. Si cette derniere est évaluée a t = 0 compte tenu de (1.12) il vient

= (U7 (0)|w;(0)) (1.23)

A présent, deux formulations « post » et « prior » dont on reparlera plus en
détail au chapitre 2 (cf. §2.2) peuvent étre distinguées en introduisant les
expressions |W;(t)) et “I/jf(t)> de (1.17) et en vertu de (1.18)
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T}, = ai(0) (@4 (0)[¥(0))

B B (1.24)
T}, = ai(0) (77 (0)|®:(0))
Puis, les expressions qui précedent peuvent se réécrire comme
T}, = ai(0) (24(0)[ T (0)) — ai(7) (4 (1) (7)) (1.25)

T = a;(0) (27 (0)|®(0)) — a(7) (L7 (7)| Di(7))

ol nous avons simplement rajouté un zéro. En effet, le second terme du
membre de droite de (1.25) est nul du fait de 'orthonormalisation des fonc-
tions d’onde car pour les conditions asymptotiques (1.14) et la condition

lim t = 7, les fonctions d’onde évaluées a cet instant s’écrivent \I/Z?tf(r) =
t—+o0 ’

®; ¢(7). Nous pouvons donc réécrire (1.25) sous forme intégrale

7= =i [ dt g foe) o]0 )]

Y (1.26)
T, = —1/0 dt o [ai(t) (W5 (1)|@:(2))]

En développant la dérivation au terme entre crochets puis en utilisant (1.13)
et (1.15), (1.26) devient

T = i / At au() (@ (0| V (1) TF (1)) — / "t d(t) (@ (0] T (1))

T = i / "t ag(t) (U5 )V () 0,(1)) — / "t at) (U5 (1) 94(1))
(1.27)

Si l'on s’intéresse aux conditions perturbatives, 1’état fondamental est consi-
déré comme tres peu dépeuplé par la perturbation. Concretement, a;(t) ap-
paraissant dans le premier terme du membre de droite de I'expression pré-
cédente doit étre remplacé par 1 et le second terme est alors nul. Dans ces
conditions, cette forme abrégée de 'amplitude de transition sera la base des
développements que 'on utilisera par la suite sur l'excitation des premiers
états liés de 'hydrogene et I'ionisation de I'hélium. Cependant, (1.27) a un
intérét pratique si I'évalutation de a;(t) peut se faire simplement. Ce déve-
loppement prendra toute son importance des que ’on abordera l’ionisation
de I'hydrogene en champ intense car le calcul du dépeuplement de I’état fon-
damental nous sera donné par la résolution numérique de (1.21) réduite a
une transition a deux niveaux.
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L’approximation de Born au premier ordre

L’approximation de Born au premier ordre telle qu’elle se déduit de la
théorie formelle des collisions est issue de I'expression de | W/ (t)) et ‘\If;(t)>
évoquées dans (1.12), par les équations de Lippman-Schwinger (ELS) sous
leur « seconde forme »

W3 (1) = @i (1) + Gy Vi

ol Giif est Popérateur de Green. Par itération, I’équation (1.28) mene a un
développement en série de perturbation ou série de Born

\Iz;'ff(t)> (1.28)

(1)) = |03, (0) + D (GE Vi) [@3s0) + (G Vi) [WE(0) (1:29)

Jj=1

L’approximation de Born au premier ordre (Born I) consiste a ne retenir que
le premier terme de la série précédente. Ainsi 'amplitude de transition (1.27)
devient

T8 = —i/OT dt a;(t) (Pp(1)|V (2)|D;(2)) (1.30)

Le second terme de (1.27) s’annulant du fait de 'orthogonalité des fonctions
d’onde. Il est a noter que dans cette approximation, le caractere entrant ou
sortant des fonctions d’onde n’existe plus. Si on se place en conditions de
perturbations, le coefficient a;(t) peut étre remplacé par 1 et on arrive a la
forme simple

Tf = =i [t @,V @) 0) (1.31)

L’approximation de Born constitue un test de validité car ¢’est une limite de
la méthode Coulomb-Volkov que nous désirons exploiter. En ce sens, nous
allons utiliser des développements Born en paralléle de notre approche pour
discuter de la physique mise en jeu dans chacune d’elles.

Théorie des perturbations a ’ordre le plus bas (TPOB)

Cet exemple est celui d’'un développement adapté a la description de
processus multiphotoniques quand le champ est peu intense et quand l'inter-
action se fait avec des impulsions suffisamment « longues ». Dans ce cas, le
profil temporel de I'impulsion peut étre négligé ou traité adiabatiquement, ce
qui mene au calcul d’éléments de matrice indépendants du temps. Pour les
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processus multiphotoniques, une description détaillée pourra étre consultée
dans des articles de revue tels que celui de P. Lambropoulos [108]. Débutons
par le développement en série de Born (1.29) d’ott 'on déduit le calcul du taux
d’ionisation a ’ordre le plus bas de la théorie des perturbations en ne tenant
compte que du premier terme non nul. Ainsi, tous les termes supplémentaires
représentant des combinaisons d’absorption et d’émission de photons menant
a un nombre égal de photons absorbés seront négligés. Il vient donc en posant
pour plus de simplicité |®;(t)) = |i) et |Ps(t)) = |f)

17 = {(fIG(GV)"1) (1.32)

ou n est le nombre « le plus bas » de photons absorbés par le systeme pour
passer d’un état initial ¢ a un état final f. Si ’on s’intéresse au taux d’ioni-
sation multiphotonique d’ordre n, il s’exprime comme

)

e
i =

(1.33)

w'ﬂ
avec I l'intensité de 'impulsion laser, w ’énergie du photon du faisceau inci-
dent et of; la section efficace généralisée

2
ot = ——
fi I(SLTO

ou Iy et 7 sont les unités atomiques d’intensité et de temps (cf. Annexe A).
Le terme de couplage multiphotonique T7; se déduit de (1.32)

w"|TF[? (1.34)

17 Aan_1 a1F~Xz'
T = Z/ Z/ [w; + n‘—lw wa>n 1]-<~(wi+L>—wa1) (1.35)

An—1

Plusieurs remarques sont a faire concernant cette méthode. Tout d’abord,
I'expression (1.35) du couplage multiphotonique est valable uniquement s’il
n’y a pas d’états intermédiaires résonants. Sil’on s’intéresse a ce cas, I’élément
de transition 7%, devient [108]

—

7“)\ 7 A7

P Y % vy | S RS M

Gn—1

ou intervient au dénominateur des éléments de matrice de 'opérateur de dé-
placement R composés d'une partie réelle correspondant a une correction en
énergie (déplacement lumineux ou « Stark shift »), et d'une partie imaginaire
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correspondant a la largeur radiative de cet état lors de son couplage avec le
continuum. Ainsi, si 'on tient compte de ces résonances, le calcul numérique
s’en trouve considérablement alourdit. De plus, si 'on s’intéresse a des ré-
gimes d’intensité plus élevées, cette méthode échoue a décrire le plateau pré-
sent dans le spectre ATT (cf. §1.2.1). Ceci s’explique par le fait que les termes
d’ordre supérieurs ne deviennent plus négligeables devant le premier. Enfin,
I’enveloppe temporelle de I'impulsion, particulierement importante pour les
temps courts du fait de la largeur spectrale, permet une dynamique atomique
beaucoup plus complexe que dans le cas de champs monochromatiques. Cet
aspect ne peut pas étre considéré simplement dans la TPOB indépendante
du temps et on doit alors résoudre 'ESDT (cf. §1.3.1).

Les méthodes fondées sur I’approximation des champs forts (SFA)

L’idée fondamentale régissant ces méthodes suppose qu’a des intensités
fortes, le champ Coulombien créé par le noyau peut étre vu comme une per-
turbation en regard du champ électrique du laser. Historiquement, la théorie
de L.V. Keldysh [13] propose des expressions de taux de transition calculés
entre un état initial lié et celui d’'un électron libre oscillant dans le champ
laser : un état non perturbé de Volkov [12] décrit par

V(7 1) = exp (iﬁ(t) o % / ar pQ(t’)> (1.37)

olt I'on définit le moment canonique par j(t) = k + A(t). Deux cas limites
sont envisagés en fonction d’un parametre v dit « parametre de Keldysh »

Ip
_ /= 1.38
7=\ 20, (1.38)

défini comme la racine carrée du rapport du potentiel d’ionisation (/,) a
I'énergie pondéromotrice (U,) d’une impulsion oscillante d’amplitude constante.
Ils correspondent a deux régimes d’ionisation, I'un par effet tunnel ou sup-
pression de barriere quand v < 1, et 'autre par ionisation multiphotonique
quand v > 1. Ceci peut étre compris d'un point de vue classique dans le cadre
d’impulsions longues par une analyse du potentiel global {atome+champ}.
Dans le cas ou l'intensité est suffisament faible (v > 1), I'ionisation ne se fait
que par absorption multiphotonique (cf. F1G. 1.7a)). Dans le cas contraire,
I’abaissement de la barriere de potentiel atomique est suffisante pour que
I’électron puisse s’échapper par effet tunnel (cf. Fic. 1.7b)). Si I'intensité
abaisse fortement la barriere au point que I’électron n’y soit plus soumis, il
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est alors éjecté par suppression de barriere (« Barrier Suppression loniza-
tion » ou BSI cf. F1a. 1.7¢)).

a) Tonisation b) Tonisation c) Tonisation par
multiphotonique tunnel suppression de
barriére
V(x)
\\ r
\
\
\
\
0—\\—>

Fi1G. 1.7 — Représentation schématique des différents régimes d’ionisation.

Dans le cas limite 7 < 1 le taux d’ionisation s’écrit [13]

1/2

(67)1/2 E 2(21,)3/?

W=, [3;)2 exp —37];0 (1.39)
p

ou FEy est 'amplitude créte du champ électrique de 'impulsion laser. Toute-
fois, dans l'autre cas limite v > 1 le taux d’ionisation multiphotonique est
souvent mis en défaut, en particulier dans I’application aux semi-conducteurs
[109, 110]. Ceci est du a 'approximation des petites fréquences qui intervient
tres tot dans le travail de Keldysh. Dans ce cas, la TPOB s’avere plus adap-
tée [15]. Ainsi, pour s’affranchir de cette contrainte, et permettre des calculs
plus aisés a résoudre analytiquement, F.H.M. Faisal et H. Reiss apportent
'idée de développer les calculs dans la jauge des vitesses [14, 15] (cf. §1.4.2)
et arrivent finalement a un taux d’ionisation du type

o© _ /2 gl
W = 32wn2/2 Z (7 = Nose = 1) / du J? (nf, —n;sc> (1.40)
0

n=No (TL - nosc)2

ol w est la pulsation laser, J,(u,v) sont les fonctions de Bessel généralisées,

Nese €St le quotient de 'énergie pondéromotrice sur 1’énergie du photon Up’

I
ny celui du potentiel d’ionisation sur '’énergie du photon £, Ny est le plus
w
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petit entier supérieur & ny + Npse, Nf = [SNpse( — Nose — 1) ? 1 et p = cos 6.

Cependant, 'une des limitations essentielles de cette théorie est 1'utilisation
d’un état initial de type hydrogénoide pour modéliser les atomes plus com-
plexes. Les résultats sont tres bons dans le cas de I’hélium mais présentent un
décalage pour les autres gaz rares [111]. De plus, I'interaction Coulombienne
avec I'ion résiduel, ignorée dans la plupart des modeles, est également une
limite forte de cette théorie. Elle échoue par exemple a prédire un nombre
suffisant d’électrons de haute énergie dans le cas d’ionisation par des impul-
sions laser polarisées linéairement [112]. Afin de la prendre en compte, A.
Szoke propose une modification a la théorie Keldysh, Faisal, Reiss (KFR)
[113]. L’idée est de superposer un potentiel constant (équivalent au potentiel
d’ionisation) et le potentiel oscillant du champ laser dans 1’état de Volkov
final. Le résultat est sensiblement similaire a celui de la théorie KFR

= n2(n — Nose — Np) ! n
W = 392 5/2 z : osc / du J2 < - osc)
T ~ (N — Nose) V2(n + 1y — Nose)* S o 0 2
n=~Ng

(1.41)
ol ny = [8ngse(n — Nose)|'/? 1. Bien que ce calcul soit trées bon pour de faibles
intensités, il ’est nettement moins pour les intensités élevées. Comme expli-
qué dans [114] le potentiel constant ne correspond pas au potentiel Coulom-
bien quand l'oscillation des électrons dans le champ est de 'ordre ou plus
grand que le rayon atomique. Ce point a été traité dans [115] ot 'introduc-
tion des corrections Coulombiennes se fait via un facteur exponentiel dépen-
dant du temps, par une transformation du repere de Kramers-Henneberger
(cf. §1.4.2) vers le repere du laboratoire. En outre, il est montré que I’ap-
proximation du potentiel plus précise que [116] donne des taux d’ionisations
plus réalistes en particulier pour les basses intensités. Une autre maniere de
corriger les probabilités et les densités de probabilités d’ionisation par effet
tunnel calculées par la théorie de Keldysh est présenté dans [117]. L’amé-
lioration concerne la prise en compte de l'interaction Coulombienne lors de
Ieffet tunnel et lors du déplacement de 1’électron dans le continuum de 1’hé-
lium induits par des impulsions laser tres breves. Les résultats sont alors en
meilleur accord avec des calculs ab initio.

La théorie ADK

Les calculs de taux d’ionisation par M.V. Ammosov, N.B. Delone and
V.P. Krainov [16] sont une extension du travail déja entamé par A.M. Per-
elomov, V.S. Popov et M.V. Terent’ev [118]. Ces derniers introduisirent une
dépendance des niveaux atomiques et des oscillations du champ électrique
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dans 'expression du taux d’ionisation par champ électrique statique en trois
dimensions donné par la formule [119]

21 2(21,)%/?
W =4=-"F e L 1.42
5, P ( 3E, (1.42)

Cette expression est dominée par le facteur exponentiel que l'on retrouve
dans le modele de Keldysh. Perelomov et al. insérerent la structure atomique
par le biais des nombres quantiques principal n*, angulaire ¢ et magnétique
m. Cependant, Ammosov et al. introduisirent des coefficients C,+p et f(¢,m)
intervenant simplement dans le calcul du taux d’ionisation

2¢\" 1
Cho= | — — 12 * 1.43
‘ (n*) (2mn*)1/2 «n (1.43)

et

(20 + 1)L+ |m|)!
JET) = (= ) A

le taux d’ionisation s’écrivant sous une forme plus facile a calculer

W =C2,f(t,m), (%}%) v {%(2 fp)S/z] e

X exp (—3%@(2]]))3/2)

(1.45)

Il faut néanmoins souligner que ce taux n’est valable que pour les conditions
suivantes : n* > 1, w < [, et Ey < 1 u.a. ce qui signifie pour des champs
d’énergie de photons peu élevée et d’intensité permettent 1'ionisation par ef-
fet tunnel mais pas par BSI. En effet, dans ce dernier cas, et méme pour
un atome simple comme ’hydrogene, aucune des théories précitées ne cal-
cule correctement les taux d’ionisation en conditions de champ intense et
bref [17]. Ces théories d’ionisation par effet tunnel ne peuvent donc pas étre
extrapolées simplement dans le régime BSI. En particulier, I’hypotheése d'un
état initial évoluant au cours de 'interaction comme s’il était non perturbé
doit étre remise en question. De plus, les traitements visant a décrire cette
dynamique doivent prendre en compte les éventuelles résonances par les états
intermédiaires. La présence de ces dernieres a pour effet de considérablement
augmenter les taux d’ionisation en particulier dans le cas de I’hélium et ce
méme a des intensités faibles [120]. Il apparait par exemple que le taux calculé
par ADK sous-estime considérablement celui calculé par une méthode plus
élaborée fondée sur la R-matrice du fait de sa décroissance exponentielle au
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faibles intensités ; les autres résultats présentant un comportement en loi de
puissance. Par ailleurs, un autre questionnement est soulevé par [19] & pro-
pos de I’hypothese d’absence de champ Coulombien en regard des intensités
laser utilisées dans les théories SFA. Il s’avere que le potentiel Coulombien
joue un role crucial dans la production d’électrons de faible énergie lors de
I'ionisation de ’hydrogene. Caractéristique non reproduite par la plupart des
méthodes fondées sur SFA.

En définitive, 'utilisation des méthodes approchées est soumise a de nom-
breuses restrictions non seulement au niveau de l'intensité employée mais
aussi des énergies de photon. Il faut donc toujours garder présent a ’esprit
que ces méthodes fournissent des informations qualitatives et quantitatives
dans un domaine relativement réduit [121].

1.4 Cadre et positionnement de notre travail

Le travail que nous avons développé repose sur une description des interac-
tions multiphotoniques entre un champ laser VUV bref et intense et un atome,
en utilisant un type d’états particuliers dénommés états de « Coulomb-
Volkov ». Il fait suite a celui déja entamé par G. Duchateau [122] auquel
nous ferons abondamment référence. Commencgons par exposer formellement
le cadre de notre travail et en particulier les approximations sur lesquelles
Nnous nous sommes appuiés.

1.4.1 Structure atomique, Hamiltonien et approxima-
tions

Comme nous nous sommes intéressés a des sytemes monoélectronique (hy-
drogene) et diélectronique (hélium), nous allons présenter d’un point de vue
général les considérations sur la structure atomique. Ceci afin d’aboutir aux
exemples particuliers qui nous intéressent. Un atome polyélectronique a N
électrons est décrit a chaque instant dans 'approximation du centre de masse
confondu avec le noyau de charge Z, par sa fonction d’onde W(ry, 73 - - -1y, t).
Chaque 7; est le rayon vecteur de chaque électron. La F1G. 1.8 ci-apres re-
présente le cas simple de I’hélium. L’évolution de la fonction d’onde est régie
par ’équation de Schrodinger

0
ig\lf(ﬁ,@---ﬁv,t) = HY(r1, 75T, 1) (1.46)

ol ‘H est le Hamiltonien total du systeme. Ce dernier peut se décomposer
comme suit
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F1G. 1.8 — Représentation schématique d’un atome d’hélium

N

M= }:V+D ] %:ﬁ: (1.47)

ol le premier terme du membre de droite représente le Hamiltonien du sys-
teme atomique pour des électrons en interaction seulement avec le noyau et
le champ laser dépendant du temps, le second terme résultant de 'interac-
tion Coulombienne entre les électrons eux-méme. Nous reviendrons longue-
ment sur ce point lors de I’étude sur I’hélium pour voir de quelle maniere

nous pouvons contourner ou approcher au mieux cette difﬁculté Posons
N-1 N

Hy = Zh + Z Z 7;; le Hamiltonien « libre » et V(¢ ZD@ 7

=1 j=i+1
lensemble des interactions {électrons+champ}. Ainsi, le Hamﬂtomen total
devient

H=Ho+ V() (1.48)

et réduisons notre systeme a un atome diélectronique

Ho=h1+he+72

V(t) =D, z(t) + D, 5(t) (1.49)
0

i&\lf(ﬂ, 75, t) = [Ho + V(t)}\ll(r_i,@, t)

ou chaque Hamiltonien électronique individuel h; est composé d'un terme
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d’énergie cinétique et d'un terme d’énergie potentielle représentant 1'interac-
tion Coulombienne avec le noyau de charge Z;

hi=———= (1.50)

Avant de pousser plus en avant 'analyse d’un tel systeme, il est d’ores et
déja intéressant de considérer un certain nombre d’hypotheses qui vont sen-
siblement simplifier le probleme

HYPOTHESE 1
Le déplacement du noyau est supposé négligeable, sa masse étant considérée
comme infinie en regard de celle des 1’électrons.

Il faut toutefois relativiser cette hypothese des que 'utilisation de champs
tres intenses est a considérer.

HYPOTHESE 2
Les intensités et les énergies de photon auxquelles nous serons confrontés
nous permettent de négliger tout effet relativiste.

Ceux-ci étant a considérer a partir de I = 10'® W.em™2 [123].

HYPOTHESE 3
Tous les couplages de type spin-orbite seront considérés comme négligeables.

HYPOTHESE 4
Aucun champ magnétique du a la force de Lorentz n’est pris en compte dans
les traitement ultérieurs.

Encore une fois, cette affirmation devient contestable pour des intensités tres
élevées (au-dela de I = 10'® W.em™2 [123]).

HYPOTHESE 5
L’interaction laser-atome sera décrite dans le cadre de I'approximation dipo-
laire électrique.

Cette derniere hypothese concerne le champ électrique du laser. En effet, les
longueurs d’ondes (VUV) auxquelles nous allons travailler sont considéra-
blement plus grandes que la dimension méme de 'atome irradié. Dans ces
conditions, il est possible d’utiliser I'approximation dipolaire électrique. Ceci
reste valable tant que A > ag, ce qui signifie ne pas utiliser de rayonnement
~. En pratique, ’atome ne percoit pas les variations spatiales du champ mais
seulement ses variations temporelles.
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En tenant compte de toutes ces hypotheses, mais aussi en accord avec les
caractéristiques des lasers ou des rayonnements qu’il est possible de produire
actuellement (harmoniques ou LEL), nous nous limiterons a des intensités
maximum de I'ordre de 10'® W.cm =2 voire moins pour la plupart des cas, et de
longueur d’onde dans le domaine VUV. L’expression du terme d’interaction
dipolaire dépend du choix de la jauge et est décrit plus en détail dans la
section suivante.

1.4.2 Les différentes jauges

Lorsque 'on choisit un ensemble particulier de potentiels pour décrire un
champ électromagnétique, on dit que l'on effectue un choix de jauge. Une
infinité de jauges différentes peuvent étre utilisées pour un méme champ et
lorsque 1'on passe de I'une a l'autre, on pratique un changement de jauge
sachant qu’elles possedent la propriété d’invariance.

La jauge des vitesses

C’est celle qui est issue naturellement lorsque 'on écrit le Hamiltonien
classique du systeme en interaction avec le champ électromagnétique a la li-
mite non relativiste, puis que l'on quantifie chacune des variables de Lagrange
et que l'on se place d’emblée dans la jauge de Coulomb ou

ﬁ-ﬁ(t):()jﬁ(t):—%it)

De plus, dans le cadre de 'approximation dipolaire électrique qui consiste a
ne retenir que 'ordre le plus bas du développement multipolaire en puissances
de 7 du potentiel vecteur, ff(t)2 ne contribue pas aux transitions et déplace
simplement les énergies. Il peut alors étre négligé. L’équation de Schrodinger
devient en jauge des vitesses

(1.51)

R S e o .
Uy (7, 75.1) = [Ho + Al) - (Vi + VQ)] Wy (7, 75, 1) (1.52)

Le terme d’interaction est donc /Y(t) vV qui donne son nom a la jauge.

La jauge des longueurs

Si I'on utilise 'approximation dipolaire électrique puis la transformation
unitaire de Goppert-Mayer définie comme il suit
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Ty =exp <—i/¥(t) : Zﬁ) (1.53)

i
Dans ce cas, chaque terme d’interaction {dipdle4+champ} s’écrit

—

D, 5(t) = —d; - E(t) (1.54)

ou l'on a ci; = q.7;. Il faut cependant préciser que c’est toujours 'interaction
du dipole formé par l'électron et le noyau atomique qui interagit avec la
champ lumineux. Mais par abus de langage, on parle de I'électron. Dans ces
conditions, 1’équation de Schrodinger se réécrit

.0 - Lo R Lo
1a\I/L(r1,r2,t) = |Ho+ (r1+73) - E(t)| Yi(r1,73,1) (1.55)

C’est la jauge dans laquelle nous allons travailler. En effet, les états de
Coulomb-Volkov que nous allons utiliser ne s’expriment simplement que dans
cette jauge (cf. §2.3.5).

La jauge de Kramers-Henneberger

Elle consiste a se placer dans le repere de ’électron soumis uniquement
au champ électrique du laser (dit repere de Kramers-Henneberger) [124].
En appliquant une translation spatiale caractérisée par le vecteur d(t) =

dt’ A(t') défini classiquement comme le déplacement de I'électron dans le

champ laser, la transformation de Kramers permet de passer du repere du
laboratoire au repere accéléré de Kramers par

Ty_oa = exp (42 V- &(t)) (1.56)

IPESDT devient

0. v, 7 Y, A o
— U =|-— o —— - | t
"ot AGRER) { 2 |m+a@) 2 Hr}—l—&(t)“] SGRER)

(1.57)
Cette jauge est parfois dénommée jauge des accélérations.
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1.4.3 Le modele semi-classique de I'impulsion laser

La modélisation de I'impulsion laser est un choix délicat. Nous nous
sommes intéressés au rayonnement dans le domaine VUV et de l'ordre de
quelques femtosecondes ce qui impose de prendre en compte la variation ra-
pide de I'enveloppe du champ. En vertu des considérations déja énoncées
sur le champ laser, nous pouvons d’emblée modéliser le champ électrique de
maniere classique par

E(t) = Eysin(wt + o) f(H)X (1.58)

ou Ejy représente I'amplitude maximum atteinte par ce champ, ¢ est sa phase
a l'origine, X est le vecteur unitaire dirigé dans la direction de polarisation et
la fonction f(¢) définit le profil temporel (enveloppe) de l'impulsion. Géné-
ralement, f(¢) est une gaussienne car les modes laser présentent ce type de
profil. Mais nous préférons utiliser une enveloppe en sinus carré qui présente
plusieurs avantages. Tout d’abord, les expressions du potentiel, d’intégrales
du potentiel que 'on rencontrera dans les développements ultérieurs, sont
analytiques et de forme assez simple. Elle possede en outre une extension
finie 7 qui la caractérise completement. 7 est donc la durée totale de I'impul-
sion pied a pied, a différencier du 7 pour une impulsion gaussienne définissant
sa largeur a mi-hauteur. En effet, cette derniere est d’extension infinie ce qui
rend de fait les calculs délicats. De plus, 'utilisation d’une enveloppe si-
nus carré permet une plus grande maniabilité dans la description de champs
plus complexes (par exemple la superposition de deux champs pour 1'étude
de bandes-latérales ou « side-band » ou encore une impulsion présentant un
piedestal pour I’étude de la dynamique du « pré-pulse ») car ils pourront étre
décomposés tres facilement en série de Fourier et aisément traités dans les
calculs. Dans les cas que nous étudierons, nous avons donc tres simplement
modélisé le champ laser par

E(t) = Eysin(wt 4 ¢) sin? (7;) X telo,7] (1.59)

27TNcycles

et la durée de I'impulsion est relié a la pulsation par 7 = ol Neyeles

W
est le nombre de cycles optiques. Nous utilisons tres souvent des impulsions

symétriques ce qui signifie que le maximum de ’enveloppe coincide avec un
WwT — T
. Un

exemple type de profil est représenté par la F1G. 1.9 suivante, correspondant
a une intensité créte de Iy = 10 W.em ™2, une durée de 7 = 2,78 fs et de
30 cycles optiques ce qui définit une impulsion UV de 45 eV

maximum de la porteuse. Ceci impose le choix d’une phase ¢ =
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F1G. 1.9 — Profil temporel du champ électrique d’une impulsion laser avec
une enveloppe sin? d’énergie w = 1,65 u.a. d’amplitude créte Ey = 1073 u.a.
et de Neyeres = 30.

Comme nous ’avons souligné, le cadre des impulsions breves implique que
I’énergie de chaque photon absorbé est assortie d'une largeur spectrale, pou-
vant favoriser I'acces a certains états atomiques. Des lors, toute une dy-
namique mettant en jeu des photons situés sur les ailes de la distribution
spectrale du laser est ouverte. Ceci est illustré par la F1G. 1.10 suivante ou la
transformée de Fourier du champ précédemment décrit est tracée. Bien que

le domaine spectral soit centré autour de w = 1,65 w.a., on peut estimer une

2
largeur par la formule Aw = —7; définissant un intervalle entre 1,54 u.a.
T

et 1,76 w.a. Ainsi, les photons dont 'énergie est située dans cette largeur
interviendront de maniere prépondérante dans la dynamique électronique, et
ceux dont I'énergie est située en dehors, c’est-a-dire sur les ailes de la dis-
tribution spectrale, interviendront dans une moindre mesure. L’effet de cette
largeur est d’autant plus important la ou la densité d’états liés devient im-
portante, en particulier pres du seuil d’ionisation ou la contribution de ces
états a l'ionisation peut devenir significative. C’est un point important sur
lequel nous reviendrons par la suite. Nous verrons par ailleurs que cette lar-
geur est propre a ce profil en sin? et qu'un autre type d’enveloppe n’induira
pas forcément le méme type de dynamique. En dernier lieu, il faut garder
a l'esprit que les résultats que 'on va donner devront étre interprétés pour
une intensité précise correspondant a un événement microscopique local du
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profil. En effet, il faut distinguer le point de vue macroscopique ou le profil
spatial de 'impulsion présente un gradient, et microscopique ou ce gradient
n’est plus a prendre en compte.

le-04 -
1e-06 -

Pﬂ

le-10 -

Amplitude (u.a.)

le-12

le-14 L
0. 15 2 25

Energie du photon (u.a.)

FiG. 1.10 — Transformée de Fourier d’une impulsion laser avec une enveloppe
sin? d’énergie w = 1,65 u.a. d’amplitude créte Ey = 1072 u.a. et de Neyeles =
30.

1.4.4 Positionnement de notre travail

La plupart des mécanismes d’éjection d’électrons rapides sous I'impul-
sion de champs intenses, basses fréquences peuvent étre décrits dans le cadre
de I'approximation SFA. Celle-ci repose sur une description générale exacte
d’un électron se déplagant dans un champ électromagnétique, « état de Vol-
kov », les modeles semi-classiques qui lui sont associés rendent assez bien
compte de ces processus (cf. §1.2.2). Cependant, une question centrale appa-
rait : comment I'éjection d’électrons lents (c’est-a-dire emportant une faible
énergie cinétique) peut-elle étre comprise dans ce modele 7 Au-dela méme de
cette simple question transparait le role crucial du potentiel Coulombien a
longue portée. Il a été démontré que les deux sont fortement liés et que c’est
précisément un point sur lequel une méthode SFA standard échoue [19, 117].
Et ce, malgré de nombreuses variantes proposées pour la prise en compte du
potentiel Coulombien [125, 126, 127], chacune d’entre elles reposant sur des
approximations.
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Parallelement, une méthode spécifique s’est distinguée par la prise en
compte de l'interaction Coulombienne via les états exacts de la structure
atomique et a mené aux fonctions d’onde de type « Coulomb-Volkov » telles
qu’elles sont exploitées dans ce travail et s’écrivant sous la forme

XV (7 t) = O(F, t)L(7, 1) (1.60)

ou ®(7,t) est la fonction d’onde d’un état atomique lié ou non et £(7,¢) une
phase analogue a un état de Volkov. Dans ce cas, 'interaction Coulombienne
entre le noyau et 1’électron est contenue dans ®(7,¢) et 'interaction entre le
dipodle électronique et le champ laser dans L£(7,t). Historiquement, les fonc-
tions Coulomb-Volkov ont déja été largement exploitées dans le domaine IR.
Les premiers travaux sont ceux de M. Jain et N. Tzoar [20] pour le calcul
de la diffusion Compton de rayons X par les électrons d'un atome puis par
un gaz d’électrons en présence d'un champ laser. Ils montrent que de petites
variations dans le moment électronique peuvent avoir une influence tres im-
portante sur la section efficace de diffusion. Puis 'utilisation de ces mémes
fonctions pour le calcul de spectres en énergie d’électrons ATI de 'hydrogene
avec un champ oscillant d’amplitude constante, de polarisation linéaire [128]
reproduit qualitativement les résultats expérimentaux en particulier le phé-
nomene de suppression des pics. Son extension a la polarisation elliptique a
aussi été développé dans [129], qui met en évidence I'impact des caractéris-
tiques du laser sur I’ATI. Enfin, le calcul de distributions angulaires sous les
mémes conditions présente une modification importante des profils d’émission
en fonction de ellipticité [130]. Dans un autre domaine, elles furent appli-
quées a la description de collisions induites par laser en fonction de ’angle
d’éjection de 1'électron [131, 132], puis pour le calcul de la distribution an-
gulaires lors de processus (e~,2e~) assistés par laser [133, 134, 135]. Puis,
I'introduction de ce type de fonctions d’onde dans une théorie KFR ont per-
mis de mieux prédire la production d’électrons d’énergie élevé dans le spectre
ATT [136] (effet induit par I'interaction Coulombienne), mais pas le plateau
caractéristique du spectre ATI. Ce dernier point a été traité avec succes dans
[137] par le développement au deuxieme ordre de la matrice S [18]. L'un des
derniers travaux concernant cette méthode est celui de L.P. Presnyakov [138]
dont l'originalité repose sur la représentation de la fonction d’onde interagis-
sant avec les champs électriques du noyau et du laser. Cependant, sa variante
adaptée pour les collisions par ions lourds et fondée sur I'approximation de
variation lente du champ Coulombien, se révele inadéquate pour I'ionisation
par des champs laser [122]. De plus, 'apparition d’un point singulier rend la
résolution numérique ardue.

Récemment, des résultats particulierement prometteurs ont été obtenus
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par G. Duchateau en développant une amplitude de transition dans le cadre
de 'approximation soudaine c’est-a-dire en supposant que 1’électron n’a pas
le temps de s’adapter au champ Coulombien pendant la durée de l'interac-
tion avec la champ laser. Cette méthode dénommée CV1, prédit les spectres
électroniques énergétiques lors de 'ionisation de I’hydrogene par des champs
dont la durée est limitée a la moitié de la période orbitale [21], mais aussi lors
de l'ionisation de métaux alcalins [139]. Deux avantages essentiels de cette
description dans sa formulation actuelle résident dans la caractérisation des
termes d’interaction Coulombienne d’une part et d’interaction électromagné-
tique d’autre part. Mais également un comportement asymptotique correct
dans les cas ou I'une ou I'autre des interactions s’annule. Ce dernier point lui
confere un atout majeur vis-a-vis des autres descriptions. Cependant, elle re-
pose sur deux conditions : tout effet dynamique venant de 'interaction entre
I’électron éjecté et le noyau est négligeable en comparaison de l'interaction
laser-atome et le nombre d’oscillations du champ laser ne doit pas excéder
deux unités. Pour accéder a I'information sur la dynamique au cours de l'in-
teraction et étendre le champ d’étude, un développement CV2 a été mis en
place. Cette approche dépendante du temps, est exactement celle que nous
avons adoptée car elle permet de prendre en compte ’évolution temporelle
du champ électrique du laser et se révele parfaitement adaptée aux proces-
sus induits par des champs ultra-brefs, en particulier a I’ionisation par des
impulsions XUV breves et reproduit parfaitement les spectres ATI de 1'hy-
drogene dans ces conditions [22]. Il faut néanmoins ajouter que ces résultats
sont également assujettis a deux contraintes fortes : I’énergie du photon laser
incident doit étre supérieure au potentiel d’ionisation de I’atome irradié, et les
probabilités d’ionisation doivent rester inférieures a 20%. En pratique, cela
restreint 1'utilisation a des impulsions VUV en conditions de perturbation,
c’est-a-dire pour des intensités laser n’excédant pas 10* W.em™2 et d’une
durée comprise entre 0,5 et 2 fs [122].

C’est donc dans ce contexte que nous plagons notre travail, a savoir une
théorie multiphotonique éprouvée dans un domaine défini. Dans le cadre de
cette these, nous nous sommes orientés vers trois axes de recherche consti-
tuant la colonne vertébrale de ce manuscrit. Tout d’abord, I'extension de la
méthode Coulomb-Volkov hors conditions de perturbation, ce qui sous-entend
de prendre en compte le dépeuplement important de 1’état fondamental au
cours de l'interaction. Initialement, une analyse de I'atome d’hydrogene en
conditions de saturation a été menée. Nous verrons comment nous pouvons
réintroduire ce dépeuplement a partir des ccefficients calculés par un systeme
d’équations couplées réduites (ECR). Dans un deuxiéme temps, la diminu-
tion de I’énergie des photon du laser afin de pouvoir se rapprocher de celle
des photons utilisés expérientalement, tres inférieures au potentiel d’ionisa-
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tion. Dans ce cas, I’étude des éventuelles résonances avec les états atomiques
intermédiaires liés rendus accessibles par la largeur spectrale du laser devient
prépondérante. Nous verrons alors comment dériver une méthode Coulomb-
Volkov dépendante du temps afin de décrire l'excitation multiphotonique
des premiers états liés de I’hydrogene. Enfin, nous nous sommes orientés sur
I'étude de I'hélium et le cas de la double photoionisation (DPI) & un et deux
photons « directe » (par opposition a la DPI « séquentielle » ne pouvant étre
décrite). Il s’agit de s’intéresser au probleme théorique récurrent des trois
corps en interaction et de voir dans quelle mesure nous pouvons extraire des
résultats sur trois facettes de cette description : la section efficace totale et
les sections efficaces différentielles en angle et en énergie.

1.5 Conclusion

Apres des considérations tres générales sur l'interaction entre une im-
pulsion laser et la matiere a 1’échelle atomique et une revue des approches
existantes, ce chapitre nous a permis de bien délimiter le contexte tant expé-
rimental que théorique dans lequel nous plagons le traitement que nous dé-
veloppons. Il est par ailleurs absolument nécessaire de cerner les limitations
intrinseques d'une approche de type Coulomb-Volkov car elles permettent
de ne pas rentrer en compétition avec d’autres méthodes plus performantes
que la notre. Le deuxieme chapitre est consacré au développement des ampli-
tudes de transitions dépendantes du temps que I'on dérivera par la suite pour
I’étude de I'hydrogene et de I’hélium. Comme nous le verrons, ce formalisme
a entre autres 'avantage de mettre tres facilement en lumiere les différents
termes physiques contribuant a la dynamique, ce qui lui confére une grande
lisibilité.



Chapitre

L’approche Coulomb-Volkov

2.1 Introduction

E but de ce chapitre est de proposer et développer le formalisme des
L amplitudes de transitions qui ont été utilisées pour I'étude de proces-
sus multiphotoniques atomiques tout au long de cette these. Nous allons
regarder comment nous pouvons aboutir aux expressions générales des am-
plitudes de transition, que nous allons ensuite appliquer a I’étude de I’hydro-
gene et de I’hélium. Comme nous 'avons déja souligné, ’approche Coulomb-
Volkov développée dans ’approximation soudaine (denommée CV1) donne
de tres bonnes prédictions lorsque tout effet dynamique issu de l'interaction
Coulombienne de I’électron avec le noyau est négligeable en comparaison de
celle de I'atome avec le champ laser [122]. Cependant, la durée de 'impulsion
laser doit rester tres breve par rapport a la période orbitale de 1’électron et ne
pas dépasser 1,7 oscillations [122]. A ces échelles de temps, 1'énergie méme
du photon mis en jeu est difficile a définir et il s’agit d’'un cas limite ou le ca-
ractere quantique de l'interaction {électron-noyau} disparait au profit d'une
description classique de la dynamique (cf. [122] chapitre 4). Cette approche
n’est donc pas capable de décrire I’absorption de photons par ’atome. Ainsi,
une autre approche Coulomb-Volkov dépendante du temps (CV2) a été mise
en place pour prendre en compte les oscillations du champ laser mais égale-
ment la variation rapide de son enveloppe quand la durée de I'impulsion est
breve. Ceci permet d’apporter des informations sur la dynamique et 1’évo-
lution du systeme tout au long de l'interaction. Elle s’est révélée pertinente
pour 'ATI? de I’hydrogene induite par des champs laser femtoseconde dans
le domaine XUV, et a ainsi démontré le crédit que I'on pouvait lui accorder

3Rappel : Above Threshold Ionization
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[22]. Dans le détail, il s’agit d'une méthode analytique approchée fondée sur
I"utilisation des états de Coulomb-Volkov comme états du systeme a chaque
instant. Ceux-ci présentent des avantages qui justifient leur emploi : nous
montrerons que pour un atome hydrogénoide, ils sont construits de maniere
a présenter un comportement asymptotique correct dans les deux cas limites
ou le champ Coulombien s’annule et o le champ laser s’annule. Nous retrou-
verons dans chacun de ces cas I'état de Volkov ou les états propres de I'atome
non perturbé. Egalement, nous rappellerons comment leur introduction dans
I’amplitude de transition se développe a tous les ordres de transition multi-
photonique directe [122]. En outre, cette méthode présente une tres grande
lisibilité mais également la possibilité de paramétrer completement le systeme
atomique (charges nucléaires) mais aussi le champ laser (profil temporel). De
plus, le développement récent d'une technique appropriée d’intégration sur
le temps améliore considérablement la rapidité et la précision des calculs sur
une large gamme de durée d’impulsions, allant de quelques centaines d’atto-
secondes a plusieurs centaines de femtosecondes [140]. Enfin, son caractere
analytique nous permet 'acces direct a de nombreuses informations comme
les distributions en angles et en énergies ou les sections efficaces totales de
la dynamique étudiée. Comme nous le verrons, elle a aussi la particularité de
pouvoir étre facilement étendue vers des systemes plus complexes.

2.2 Formalisme des amplitudes de transition
CV2

Dans ce paragraphe, nous allons succintement rappeler le développement
général des amplitudes de transition CV2 telles qu’elles ont été exploitées
dans [122]. La démarche est sensiblement analogue & celle exposée dans le
paragraphe sur les équations couplées (cf. §1.3.2) et débutons par I’expression
exacte

Ty = <\If]7(t)|\lfj(t)> (2.1)

ot W (7,t) et W5 (1), respectivement onde « entrante » initiale et « sor-
tante » finale sont solutions exactes de 'ESDT

.0 . . .
IE\D?’[’C(T’ t) = H\I/ff(r, t) = [Ho + V(t)] \Ifff('r’, t) (2.2)

et soumises aux conditions asymptotiques suivantes
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Tim W (7, 1) = B,(F, 1)
lim U; (7,1) = @, (7 1) (2:3)
t——+o0
avec ®; (7, t) solutions exactes de I’équation « non perturbée »
.0 . .
IECI)M(T, t) = H0®i7f(t) = 8i,f¢)i,f<ru t) (24)

I1 est possible de définir, en conditions de perturbation, deux formes limites de
I’amplitude de transition, qualifiées respectivement de « post » et « prior » et
labélisées par I'exposant + ou —

{ T/ = lim (U7 ()W (1) = lim ((t)|WF (1)) 2%

t——+oo t——oo
T,

= lim (W (¢ |\Ifj t>—tL1£noo< F(]@(t))

f’L t——o00

et ajoutons a chacune des formes précédentes un terme identiquement nul
du fait de I'orthogonalité des fonctions d’onde par 'intermédiaire de I'autre
limite

{ T = Tim (@)W (1) — Tim (@(r |@+<t>> .
1= (w7 0f00) - o )
que l'on peut réécrire sous la forme intégrale
+o0 o
i [ e
e (2.7)

Tf;.:/_ dt— (U7 (1) @4(t))

En utilisant (2.2) et (2.4) les expressions précédentes deviennent

T :i/+oodt[<<1>f () [Ho| W} (1)) — (@5 (1) |[Ho + V(1) | (¢ >}
o (2.8)
Tf;.:i/m at[ (W5 (0 Ho + VO 8.(1)) — (7 (1) Hol 8.(1) |

Puis, en posant pour une impulsion laser lim t=0et lim t=71

t——o0 t——+o0

T;;:—i/Tdt(cpf |V ()| (1t))
0.r (2.9)
T; = —1/0 de (W5 (8)|V (1) ]| @:(t))
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Cette formulation des amplitudes de transition est la pierre angulaire de tout
les développements ultérieurs que nous avons menés en condition de pertur-
bation. L’idée fondamentale est maintenant d’approcher les fonctions d’onde
\I/ff(F, t) par des états de Coulomb-Volkov Xff(ﬁ t) auxquels est consacré le
prochain paragraphe.

2.3 Les états de Coulomb-Volkov

Comme le nom l'indique, ces états sont composés de deux parties trai-
tant soit de I'interaction Coulombienne {électron-noyau} soit de I'interaction
{électron-champ électrique} (Volkov). L’idée sous-jacente a la construction
de ces états est la similitude entre une collision entre un atome et un ion
multichargé et celle d'un atome avec une impulsion laser.

2.3.1 L’analogie collision ionique-collision photonique

Les premieres considérations concernent le champ électrique créé par une
particule chargée se déplagant rectilignement au voisinage d’un atome et celui
d’'un laser. Sous certaines conditions, I'amplitude des champs agissant sur
I’électron de I'hydrogene peuvent se ressembler fortement. Deux différences
sont a souligner : le champ d’un ion n’oscille pas et la porté infinie du champ
Coulombien n’impose pas les mémes conditions aux limites. Formellement
toutefois, il est possible de voir une analogie tres forte entre 'ESDT décrivant
le comportement d'une fonction d’onde d'un atome hydrogénoide lorsqu’un
projectile multichargé passe suffisament loin et celle d’'un méme atome plongé
dans un champ laser. Fort de ces considérations, nous pouvons facilement
comprendre que les outils formels de la théorie des collisions vont pouvoir
étre extrapolés pour la description de 'interaction laser atome. Cette derniere
n’étant au fond qu’une collision de type photonique. Dans ce cadre, nous
allons utiliser le formalisme des ondes distordues ou la fonction d’onde d’une
cible va pouvoir s’écrire comme le produit d'un état stationnaire et d’'un
facteur de phase induit par la collision

UE(Ft) ~ &7, 1) LE(7, 1) (2.10)

Naturellement, cette fonction d’onde doit étre soumise aux conditions asymp-
totiques suivantes :

I

KA
—~
!

~
~—

A-0 2.11
lim U=(7)t) = VE(7 1) (2.11)

{ lim U*(7 t)
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A savoir, lorsque la perturbation s’éteint, elle doit tendre vers un état sta-
tionnaire non perturbé état propre du systeme, et lorsque lorsque le champ

Coulombien s’éteint, la fonction d’onde doit tendre vers un « état de Vol-
kov » : VE(F,t).

2.3.2 Les états de Volkov

La résolution de 'ESDT dans le cas hydrogénoide limite ou Z — 0 et ou
I'interaction avec le laser s’exprime en jauge des longueurs

i%Vi(F, t) = {—— + 7 E(t)} VE(T, t) (2.12)
est exacte et ses solutions sont appelées « états de Volkov » V* [12]. Ils
représentent le déplacement d’un électron libre dans un champ électrique
oscillant. Ces états sont non physiques car la résolution de I'ESDT nous
donne 'état d’'un dipdle atomique, alors que dans ce cas, le systéeme est
réduit & un monopdle, I'électron. Ces états s’écrivent comme [122]

VE(F t) = exp <iﬁi<t> - % / at’ pi2(t')) (2.13)

olt () = k + A*(t) est Pimpulsion généralisée et ol le potentiel vecteur
s’écrit en jauge de Coulomb

t t

At(t) = —/ dE) = —/ dt' E(t') (2.14)
Foo 0,7

Insistons sur le fait que ces états doivent constituer une limite vers laquelle

toute fonction d’onde solution approchée de 'ESDT doit tendre lorsque le

champ Coulombien s’éteint. Nous allons a présent construire les états de

Coulomb-Volkov tels que nous les avons employés.

2.3.3 Les états de Coulomb-Volkov

Utilisons 'approximation de la fonction d’onde exacte (2.10) que l'on
nommera Xff(ﬁ t) dans PESDT. Cette derniére s’écrit un peu différemment
en introduisant un opérateur arbitraire &/ mesurant en quelque sorte l’erreur
commise par ’approximation

.0 . .
laXff(nt) = (H - Z’{z‘j,[ ) Xii,f(raﬂ (2.15)

En développant le Hamiltonien il vient
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[—— —~Z 4P E@) - ujf] O, (7, 1) LE(F)t) =

4+ /=
LE(F )i 0%iy (7 1) gir Dy @, (7, t)iL (7, 1)
(2.16)

Puis en développant et en utilisant (2.4) dans I'expression précédente, il vient

2
D; 4 (7, 1) { % + % -7 E(t)} LE(7t) =
—UE (D4 (F ) LE(F t)) — Vi p(i7, ) - VLE(T, )
(2.17)

Il est & présent nécessaire de distinguer le traitement pour £ de celui pour
L~ car comme nous allons le voir, les conditions aux limites impliquent des
choix différents dans chacun des deux cas. Si I’étude porte sur 'ionisation, il
faut garder a l'esprit que la transition va s’effectuer entre un état atomique
lié et un état du continuum. Puisque les opérateurs L{ff sont arbitraires, il
est possible de poser

U (Bi(Ft)LF(Fot)) = =V, (7, t) - VL (7, 1) (2.18)
et I'équation (2.17) devient identique a (2.12). Cependant, les conditions
(2.3) nous menent a lim E*(F t) = 1 qui impose k = 0 dans (2.13) car

I’état atomique hmlte con51dere est un état lle de symétrie sphérique ou en
moyenne k=0 Ainsi, la « phase de Volkov » # s’écrit

[\]

LHF ) = oxp (i/ﬁ(t)-f 1 / dt A*(t )) (2.19)

En procédant de la méme maniere pour £~ (7, t), mais en posant

Us (B (F 1)L (7, 1)) = [i/&pf(f, t) — V(7 t)] VL) (2.20)

et en utilisant lim L£7(7,¢) = 1 qui impose que I’état considéré final soit un

t—+00

état du continuum décrit par une fonction d’onde Coulombienne Cy(7,t).
Il vient

—

L7(F,t) = exp (iA—(t) 7 — 2/ dt’ [A‘2( N4 2k A (t )]) (2.21)

T

“Nous la dénommons ainsi parce qu’elle présente des similitudes avec 1’état de Volkov
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Le terme 2k - fT‘(t’ ) permet de retrouver exactement ’état de Volkov quand
Z — 0. En résumé, les états de Coulomb-Volkov s’écrivent XCVi(r t) =
®, +(7,t)LE(F,t) et nous voyons tout de suite qu’ils satisfont les Condltlons
requises car

lim XY (7 ) = @, ¢(7, 1)
A—0 . . (2.22)
lim Xg}/i(r, t) = VE(7, 1)

Dans la mesure du possible, nous avons comparé les résultats Coulomb-
Volkov obtenus pour I’hydrogene avec des calculs ab initio issus de la réso-
lution de PESDT sur une base de B-splines (cf. §1.3.1 et référés par ESDT).
Nous pouvons ainsi mesurer I’erreur commise par ’emploi de ce type de fonc-
tions d’onde.

2.3.4 Suppression des termes de décalage dans les ap-
proches Coulomb-Volkov

Les spectres ATI produits par ce type de calcul présentent un décalage
des pics par rapport a des résultats ESDT, du au terme /dt AiZ(t) [141],

présent dans I’argument de la phase de Volkov. Il peut étre interprété comme
une énergie de vibration de I’électron dans le champ électromagnétique, c’est-
a~dire 'énergie pondéromotrice. Comme décrit dans [46] ce terme déplace de
la méme facon tout les niveaux de la structure atomique et ainsi ne change
pas le potentiel d’ionisation. Cependant, sa présence dans la phase de Volkov
de I'état final perturbé mais pas dans la fonction d’onde initiale ®; ¢(t) agit
sur I’énergie de cet état par

K Z A (1)

23T
et mene naturellement a un décalage des pics ATI. La suppression de ce terme
est indispensable pour décrire correctement le spectre des électrons [141], et
c’est ce qui sera fait dans toutes les approches Coulomb-Volkov ultérieures.

—w=0 (2.23)

2.3.5 Développement dans la jauge des vitesses

Le développement d’une théorie doit en principe étre indépendante du
choix de la jauge. Cependant, il n’en est pas ainsi pour le développement
Coulomb-Volkov en jauge des longueurs. Pour le montrer, il faut développer
le Hamiltonien & la limite non-relativiste et utiliser P = k — A( ) I'impulsion
conjuguée de Lagrange, ou kest] impulsion vraie de 1’électron en I’absence de
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champ. Nous pouvons alors naturellement déduire ’état de Volkov en jauge

des vitesses, en se placant également dans la jauge de Coulomb et en posant
P=K

Vv (7, 1) = exp [if? . i/ot ar (K + E(t)ﬂ (2.24)

Puis, en suivant la démarche de [122] qui consiste a introduire I'influence du
champ Coulombien en multipliant ’état de Volkov par une fonction dépen-
dante de 7 et t comme xy (7, t) = f7(7,t) x Vy(7,t) et Uintroduisant dans
I’équation de Schrodinger en jauge des vitesses

0

, B Z V: oL o A
15)(‘/(7“,0 =

—S AWV + S

xv (7, 1) (2.25)

nous parvenons ainsi a définir f~ comme une fonction hypergéométrique dé-
pendante de K elle-méme dépendante du temps au-travers du potentiel vec-
teur. Nous voyons de fait que le degré d’approximation de la fonction d’onde
de Coulomb-Volkov n’est pas équivalent dans les deux jauges. Il est donc
impossible de définir directement la transformation de ce type de fonction
d’onde dans I'une ou l'autre jauge.

2.4 Application a ’excitation multiphotonique
de ’hydrogene

L’application de la théorie Coulomb-Volkov a l’excitation des premiers
états liés de 'hydrogene se justifie par les tres bons résultats obtenus pour I'io-
nisation avec des impulsions XUV femtosecondes [22]. Comme nous 1'avons
déja évoqué, ces résultats sont encadrés par des contraintes sur I'énergie des
photons mis en jeu et l'intensité du laser. Les développements suivants ont
eu pour but de s’en affranchir, en particulier pour 1’étude de l'ionisation a
I'aide de photons d’énergie inférieure a I,,. En premier lieu, un développe-
ment appelé MCV2 (Modified CV2) adapté pour des énergies dans I'inter-

valle Ep < w < I, reproduit parfaitement des résultats ESDT [23]. C’est

une méthode hybride fondée sur le calcul les transitions a un photon vers les
premiers états liés de I’hydrogene par un développement de Born au premier
ordre, puis l'ionisation multiphotonique subséquente par un développement
Coulomb-Volkov. Ainsi, I'ajout successif des états 3p, 4p et 5p dans le cal-
cul final, a permis de mettre en évidence leur contribution a I'ATT et de
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décrire les structures secondaires liées aux transitions par ces états. Dans
la perspective d’utiliser des photons d’énergie encore plus faible (c’est-a-dire

inférieurs a 5) I’excitation multiphotonique devient des lors possible. Ce

phénomene rentre parfaitement dans le cadre d’une description Coulomb-
Volkov a deux niveaux et c¢’est naturellement que nous nous sommes penchés
sur cette étude. Le but final étant d’utiliser ces résultats pour une description
globale de 'ionisation multiphotonique par des photons d’énergie proche de
ce qui peut étre produit expérimentalement. Nous allons donc proposer dans
le paragraphe suivant un développement général qui sera ensuite dérivé au
chapitre 3 a I’étude particuliere de I'excitation des états H(2p) et H(2s).

2.4.1 Amplitude de transition appliquée aux transi-
tions entre états liés de I’hydrogene

Tout d’abord, exprimons de maniere générale les fonctions d’onde des
états atomiques liés de 'hydrogene, représentées par les nombres quantiques

{nfm}

anZm(ﬁ t) = @n@m(m exXp (_ignt) (2'26)

ou 'énergie du niveau est €, = —— en unités atomiques. L’état de Coulomb-
Volkov associé sera x,. (7 1) :%ngm(F, t)L*E(7,t) avec la phase de Volkov
(2.19) ot 'on a négligé A2(t) et qui s’exprime comme £*(7, 1) = exp (iffi (t) - F)
Les éléments de transition post et prior s’écrivent alors, avec pour plus de
facilité d’écriture i = {nfm} et f = {n't'm'}

167 =i [ a0V o) 0)
0

T]g”:—i/;dt@f |V ()| ®i(t))

Puis en remplagant les états de Coulomb-Volkov par leurs expressions préci-
tées et en utilisant les propriétés du produit Hermitien

(2.27)

167 =i [ [ar ey ovineoe @
TGV~ —i /dt/drd)* VLT (T OV (1) Dy (7, 1)

L’exposant « * » indique le complexe conjugué. En injectant (2.26) dans les
équations précédentes, il vient

(2.28)



72

L’approche Coulomb-Volkov

TCV2+ / dt/dr @3 () exp (ieft) V() pi(7)
x exp (—ig;t) LT(7)t)
TCVQ_ / dt/dr @3 () exp (iest) L (7, t)

XV (t)i(7) exp (—ieit)

(2.29)

\

puis en utilisant I'expression de la phase de Volkov exposée plus haut ainsi
que l'expression de V'(¢) en jauge des longueurs V(t) = 7+ E(t)

(

TfCiVQJr ~ —i/ dt exp [i(ey —&;)t]
0

X /df’ exp (i%f*(t) F) ©3(7) E(t) - 7 pi(7)

. (2.30)
chim— ~ —i/o dt exp (i(a—:f — Si)t)
x / a7 exp (A7 (1) - 7) @5(7) (1) -7 )
\

. . = 8 T+ N N — e -
puis le fait que E(t) = _EA (t) nous mene a E(t) - 7 exp (jzlA (t) - r) =
j:i% exp (ii/fi( ) F) nous pouvons alors rééerire (2.30)

4 T
TgY T~ — / dt exp[i(ef — &;)t]
0
8 N\ . ,
)z [ dF exp (1A5(2) - 7) 3(7) ()
{ (2.31)
TCV2- o / At expli(es — 1))
0
\ <o [ a7 e (1470 7) 50 i)
Des lors, on peut définir deux fonctions f et g
f(t) = exp [i(ef — &:)t]
(2.32)

g*(t) = [ a7 exp ($1850) - 7) (Pl
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nous permettant d’écrire (2.31) en intégrant par parties

T +
0

i (2.33)
= {l0a ) - [ a0 s,

Pour une véritable impulsion laser, on a A*(0) = A*(7) = 0 par conséquent,
on peut immédiatement écrire g*(0) = g*(7) = d;; du fait de Porthogonalité
des fonctions d’onde. Des lors, des que i # f

THV* ~ + /0 "t gi(t)%? (2.34)

Puis, en utilisant les expressions (2.32)

T

Tﬁmi ~ +i(ep — 51)/ dt exp [i(ef — Ei)ﬂ
0
X /dF exp (j:i/fi(t) . F) @3 (M)pi(T)

C’est a partir de cette expression tres générale que nous dériverons au chapitre
suivant les expressions adaptées aux transitions multiphotoniques entre 1’état
fondamental et les premiers états de 'hydrogene. Nous utiliserons alors les
expressions bien connues des fonctions d’'onde H(2s), H(2p) pour décrire les
états finaux et H(1s) pour 'état fondamental.

(2.35)

2.4.2 Le développement multiphotonique

Afin d’illustrer le caractere multiphotonique de (2.35) regardons en détail
(2.30). Nous remarquons tout d’abord que la partie responsable de la transi-
tion est contenue dans l'intégrale sur 7. Ainsi, pour chaque pas de temps, la
configuration atomique est « gelée », le calcul s’effectuant alors que le champ
Coulombien ne varie pas. Ce dernier n’a donc aucun effet dynamique sur la
transition, il n’intervient que dans la structure atomique [122]. Intéressons-
nous a la présence de la phase de Volkov dans la seconde intégrale. Son
développement en série donne
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Il s’agit donc d’un développement multipolaire a I’ordre n représentant 1’ab-
sorption de m photons, dont on démontrera qu’ils « ignorent » le passage
éventuel par des états intermédiaires résonants.

2.5 Application a I’hélium

En suivant la méme démarche, nous allons développer une amplitude de
transition pour l'ionisation double de I’hélium. D’un point de vue didactique,
nous nous sommes intéressés a la forme prior. En effet, il s’avere plus in-
tuitif de passer d’un état initial non perturbé, vers un état final qui l'est
sous l'effet du champ. Ceci étant, il est évident que des résultats identiques
devraient étre obtenus avec les deux formulations si les fonctions d’onde uti-
lisées étaient exactes. Hormis le développement analytique proprement dit,
deux difficultés apparaissent immédiatement : la description de chacun des
états initial et final et en particulier des fonctions d’onde associées. Nous sa-
vons que nous ne pouvons pas trouver de solution analytique exacte comme
pour le cas de I’hydrogene, la difficulté venant du fait que ces états sont solu-
tions d’un probleme a trois corps en interaction. En pratique, si la description
des états liés et du simple continuum de I’hélium peut étre approchée avec
une tres bonne précision, des approximations majeures vont intervenir pour
celle du double continuum. En particulier, construire une fonction d’onde cor-
recte pour I’étude des états du seuil d’ionisation mais également les bonnes
conditions de charge asymptotiques est extrémement difficile. C’est cepen-
dant dans cet état que vont se trouver les deux électrons apres ionisation
complete de 'hélium : deux électrons en interaction Coulombienne entre eux
et avec l'ion résiduel doublement chargé. Nous pointons la le probleme essen-
tiel que nous recontrons, a savoir comment décrire a la fois les interactions
{électron-électron} dénommées corrélations électroniques, et {électron-ion} ?
Nous reviendrons sur les corrélations électroniques dans la partie consacrée a
I’hélium ot nous détaillerons les moyens mis en ceuvre pour les décrire. Dans
ce qui suit, nous proposons une description de I’hélium fondée sur l'inter-
action {électron-ion} sans corrélations dans I’état final. Pour cela, débutons
par des considérations sur la construction des fonctions d’onde. Les électrons
satisfont au principe d’exclusion de Pauli dont la conséquence est I’antisymé-
trie des fonctions d’onde. Cette propriété peut étre résumée par les relations
suivantes

\Ija(la 2) — sDpara(f'l’ FQ)Ztriplet(l’ 2)

\Ija(l’ 2) — ()OOTthO(F]_, FQ)Zsingulet(l’ 2) (237)

Ce qui signifie qu'une fonction d’onde de deux électrons étiquetés (1,2) an-
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tisymétrique (indicée « a ») voit sa partie spatiale ¢ « para » pour un état
triplet de spin X"%!¢(1,2) ou sa partie spatiale « ortho » pour un état sin-
gulet de spin ¥s79ulet(1 2) respectivement états propres de I'opérateur Piy
« échange des positions 7} <+ 75 ». Les paragraphes suivants sont consacrés
au détail de la construction de ces fonctions d’onde mais il faut préalablement
définir les systemes de coordonnées employées dans les calculs.

2.5.1 Systemes de coordonnées

Par analogie avec I’hydrogene, chaque électron de la structure atomique
est repéré par rapport au centre de masse que constitue le noyau, a l'aide des
rayons vecteurs 77 et 73. Dans le double continuum, chaque paquet d’onde
électronique est également repéré par rapport au méme centre de masse a
Paide des vecteurs d’onde k et k. Puisque la représentation s’effectue en
coordonnées sphériques, chaque couple angulaire (0, ¢) est défini par rapport
au vecteur de polarisation 5\, imposant la direction de I'axe (O,) du repere
comme axe de quantification (cf. F1G. 2.1).
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F1G. 2.1 — Systeme de coordonnées électroniques.



76 L’approche Coulomb-Volkov

2.5.2 Fonction d’onde initiale

Pour des raisons de simplicité, nous allons la décrire en premiere ap-
proximation par un produit de deux orbitales hydrogénoides 1s. Dans ce
cas, chacun des électrons subit un champ Coulombien crée par un noyau
de charge écrantée Z; = 1,6875 définie par le principe variationnel [142].
L’énergie de P'état fondamental He(1s)? que I'on va utiliser est alors e, =
—2,84765625 u.a. Cet état étant un singulet de spin, nous pouvons alors
écrire

Xi(7T1, 732, 1) = 15(71)15(73) exp (—iepet) (2.38)
avec les orbitales hydrogénoides 1s bien connues

3/2

\F

En utilisant cette forme de fonction d’onde, (2.38) s’écrit naturellement

QOIS(F)

(—Zr) (2.39)

- = ZZ3 .
Xi(r1, 73, t) = — exp [—Z;(r1 + r2)] exp (—iey.t) (2.40)

Nous pouvons remarquer que 'utilisation d’une charge écranté releve d’une
certaine maniere des corrélations dans I’état initial.

2.5.3 Fonction d’onde finale

Le spin électronique total restant inchangé, la fonction d’onde finale que
I’on va utiliser s’écrit comme une somme symétrisée de produits d’orbitales
monoélectroniques

X7 (11, 73,t) = N [xa (71, 8)x5 (72, 1) + xo (72, 1) x5 (71, )] (2.41)

ou N est le facteur de normalisation ; « et 3 représentent soit un état lié soit
un état du continuum. Puisqu’on étudie la double photoionisation, les deux
électrons de He se trouvent apres interaction dans le continuum. Chacune
des deux orbitales sera représentée par une fonction d’onde respectivement
labélisée par chaque vecteur d’onde k et k. Ceci nous mene a écrire o = k et
B =k et ainsi X7 (71,73,t) devient

Xy (71,72, 8) = N (x5 (71, O)x (72, 1) + X5 (72, 1)x 5 (71, 1) (2.42)
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L’évaluation de N est un point délicat abordé dans I’annexe qui lui est consa-
crée (cf. Annexe B). Dans le cadre de la théorie Coulomb-Volkov nous allons
décrire chacun des états finaux par le produit d'une onde coulombienne en-
trante (dans un potentiel attractif et normalisée sur I’échelle des impulsions)
et d'une phase de Volkov

Xz (7 1) = C (M) L2 (7, 1) (2.43)
ou la fonction coulombienne est de la forme
C.(rt) =4 () exp (—iegt) (2.44)

2
d’énergie e = CR Sa partie spatiale est

V- () = (27)"2 exp (%) (1 +iv)exp (1/; ) 7‘#)

! (2.45)
x1Fy (—iv; 1; —ikr — ik - 7)

Zy,
avec v = —. Par ailleurs, nous savons désormais que la phase de Volkov

s’écrit dans le cas d’une ionisation (cf. §2.3.3)

Lo(7,t) = exp <iff(t) R / t dt’ff(t’)) (2.46)

De maniéere synthétique, compte-tenu de (2.43), (2.44) et (2.45), (2.42) de-
vient

O, plus simplement au vu de (2.46)

X7 (7,73, 8) = N |05 (7 U (7
X exp [— 1(€k+€k,)}

E_S 2V (1)} (2.48)

?‘1|v

avec

k‘

L (7, 75,t) = exp {iff(t) (7 ) —i(k+ k) - / t dt' A~ (t/)] (2.49)

Il faut insister sur le fait qu’a ce stade du développement, les corrélations
électroniques ne sont pas explicitement prises en compte dans 1’état final.
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L’impact de ces corrélations sur les calculs de distributions électroniques
angulaires et en énergie mais aussi sur les sections efficaces constituera I'une
des thématiques de la partie 2. Dans un premier temps, nous approchons
I’état final comme celui de deux électrons sans interaction entre eux et se
déplagant dans un champ Coulombien de charge 7, = Zy = 2. Développons
a présent le calcul de I'amplitude de transition.

2.5.4 Amplitude de transition appliquée a ’ionisation
double de I’hélium

Nous allons commencer par exploiter la forme prior

T, = —1[ de (W5 (t) | V() | @(t)) (2.50)

Ce qui se traduit explicitement par projection dans ’espace des configurations
en utilisant les propriétés du produit hermitien

T; = —i/ dt/dﬁ drs \IJJT*(T_Lr},t)V(ﬁ,r_g’,t)@i(ﬁ,r_g’,t) (2.51)
0

r1 et r5 représentent les positions respectives des électrons par rapport au
centre de masse confondu avec le noyau. Comme pour ’hydrogene, ®;(77, 73, t)
est la fonction d’onde du systeme non perturbé dans I'état initial et W (r1,73,t)
est la fonction d’onde du systeme perturbé a chaque instant ¢ de 'interaction
et satisfait la condition asymptotique

tEeroo W (r1,75,t) = @p(ri, 73, t) (2.52)
ou ®(r7,73,t) est la fonction d’onde du systeme non perturbé dans Iétat
final. V(71,73,t) est la perturbation due au laser et agissant sur le systéme
diélectronique. Dans le cadre de I'approximation dipolaire électrique elle s’ex-
prime comme

—

V(ri, 75, t) = (11 +73) - E(t) (2.53)

Des lors, si on remplace respectivement les fonctions d’onde ®;(r7,73,t) et
W (r1,73,1) par des fonctions d’onde approchées (2.38),(2.48) et en utilisant
(2.53), Pamplitude de transition (2.51) que I'on labellise par (1s)* devient
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TCV2’ —1/ dt/dfrl drs N* E’ (7 )w?, (7’3)—#1&;*(6)1&;(?})

x exp [i(eg + €7)t] Ekk, (71,75, 0) (71 +73) - E(t)

X 15(71)p15(72) exp (—icpet)
(2.54)

En introduisant I'expression des fonctions d’onde et la phase de Volkov (2.49)
puis en séparant les termes ne dépendant que du temps de ceux dépendant
aussi de 77 et 73, 'expression précédente s’écrit alors

nggf ~ —i/ dt N*exp {i(é?];—l—&“l;, —epge)t
0

X / dri dry

[qplz_*(ﬁ)@b;(r_é) exp :—iA*(t) (r1 + 772): 7 E(t) 015715 (%) (2.55)

|
D
—~
N—
—
=
+
ol
S—
ol
=,

s ()0 () exp | (1) @17 p1a(7)

|
N
—~
S—
—~
)
+
el
N—
]
=

g () ) exp | (1) 1:(71)15(73)

il

<t> (pls(r_i)gpls (7’3)

" (F)US(7) exp | 1A (8) - (7 +73) | 75 -

En remarquant que dans le facteur entre crochets, le premier et le quatrieme
terme d’une part, le second et le troisieme d’autre part, sont identiques dans
I’échange de 71 et r5, on peut simplifier en se souvenant que le facteur de
normalisation N est réel
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Tgxg’ ~ —ZiN/ dt exp {i(a,; + e — €me)t
0

t
+i(/§+l§)-/ dt’ff‘(t’)}
X /dﬁ dry

[@Dg*(ﬁ)w;(@) exp [—iz‘f’(t) - (r + TE)} 71 - E(t) 15(m ) pr(73)

—

s ()0 () exp 1A () - (7 +73)] 73

el

(0 solsm)gols(ra)]
(2.56)

En regroupant les facteurs dépendants du temps et ceux dépendant aussi de
r1 d’'une part, de r5 d’autre part, puis en développant les produits scalaires
71 - E(t) et 73 - E(t), il est possible de mettre E(t) en facteur
T&;E’ ~ —ZiN/O dt E(t) exp {i(a,g +e5 — ene)t
t
+i(k + &) / dt’A_(t’)}
X {/dﬁ =" (17) exp [—iff* (2) -7’1} r1cos b1 pis(71)

(2.57)
< [ ars vy ) exp A7) 7] i)
+ / drg 9" (73) exp [—iA_(t) : T‘é} 72 €08 02 (p15(172)
X /dﬁ w];_*(ﬁ) exp [—iff’(t) -rﬂ gols(ﬁ)]
On définit chacune des intégrales du crochet comme suit
Tep(t) = [ i v () exp [~ (6) 7] i costy ()
x [ drs zbk, 5) €Xp [ A~ (t) '7‘3} ©15(73)
(2.58)

X

T slt) = [ ar wk, 5)exp [—1A(1) 73] racos s 01,(r)

dry @D ) exp [ A~ (t) - rﬂ v15(71)

\

En vertu de ce qui précede, (2.57) se met sous la forme plus compacte :
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TOvE™ ~ —2iN / dt E(t) exp {i@fé tep —eme)t
0
t
iR+ ) / dt’ff‘(t’)} (2:59)
X ( E,I;’<t> + j]&j(t))

r1 et 73 étant des variables muettes d’intégration, on remarque aussitot que
lon a T 5(t) = J; 5(t), et Iexpression de I'élément de transition prend donc
la forme simple suivante

T

T()s =~ —2iN / dt E(t) exp [i(&; +ep et
0
t
iR [avd@)| 0
X <IE,IE’ (t) + I]&E@))

ol l'intégrale Zp () s’écrit sous la forme d’un produit

() = Ip(t) Jp(t) (2.61)

avec

—

I:(t) = / 47 Y " (7) exp (=147 (1) - 7) v cos B 1, (7)
- B (2.62)
Jr(t) = /dfwlg*(F) exp (—iA_(t) . F) 015(7)

Le développement formel des intégrales J;(t) et I:(t) est détaillé dans les
annexes C et D respectivement d’oll nous tirons les expressions finales

fg(t) = (é) 2 %exp (%y) F(l — iV)BiV*Q'H*inlx
{ —iZik, (1 —iv)(2 —iw)HB '+ vA_ (1 +iv)(Z; — ik)x

< BH™' +v(1—iv) [/@Z(Zi —ik) + ZiA;} } (2.63)

] Z,L % 8 . H .
310 (5) Lo () 10w s

[Zl-(l —W)H +iv(Z; — ik;)B}
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avec B, H et K définis comme suit

B z-

H=B -2 (ki+ikz) (2.64)
R=Fk

Ceci nous permet de réécrire (2.61) en respectant l'indexation en k et k'
Nous noterons avec le label « ' » toutes les quantités dépendant de &’. Ainsi,
dans B’ et H', k et K deviennent k' et v’ = k' + A~ (1)

Z:\° 128 m
< B’ i“"gH’_iV/_l{ { —iZik.(1 —iv)(2 —w)HB~ " + vA (1 +iv)
X (Z; —ik)BH ! + v(1 —iv) [/@Z(Zi —ik) + ZiAZ_H

X [Zi@ —WYH + iV (Z: — ik’)B’} }

(2.65)

Avec cette derniére expression, nous pouvons exprimer (2.60) en regroupant
les termes ne dépendant pas de ¢t devant 'intégrale

Z:\° 128 T
CV2— o, o “i 140 " s .
O = —2iN (5] Srex [2(u+z/)} r(1 - i)T(1 — iv/)

X /OT dt E(t) exp {1(8,5 +ep —ene)t + i(k+ k) - /t dt’ A~ (t’)}
< B2/ iV’—QH—iv—lﬂf—i”’—l{ { —iZik.(1—w)2—iv)HB™  (2.66)
+vAZ (1 +iv) x (Z; —ik)BH™ + v(1 —iv) [/‘iz(Zi —ik) + ZiAZ_H
X [Zi(l —WH +1/(Z; — ik’)B’} + [k: — k’] X {k — k’] }

Enfin, en utilisant le résultat de I’annexe B, nous nous placerons dans le cas

le plus courant ou k # &/, ce qui impose N = —.

V2
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2.6 Conclusion

Ce chapitre, tres « mathématique », nous a permis de jeter les fondations
sur lesquelles nous allons construire ’étude Coulomb-Volkov. Le développe-
ment des amplitudes de transition constitue véritablement la base des calculs
que nous souhaitons mener. En effet, les informations auxquelles nous sou-
haitons aboutir, probabilités d’excitation de I'hydrogene ou distributions en
angle et en énergie et sections efficaces totales a 1 ou 2 photons de 1'hé-
lium découlent directement des amplitudes de transition ch;mi (2.35) et
Tg;/g_ (2.66). Elles nous permettront de confirmer ou d’infirmer ’approche
Coulomb-Volkov dans le domaine des impulsions breves et intenses mais aussi
de se déplacer vers un champ d’étude plus ouvert comme celui de la double
ionisation a deux photons (DPI2w) de I’hélium. Nous verrons alors comment
nous pouvons raffiner la description en particulier pour prendre en compte,
ou du moins reproduire la répulsion électronique. L’étude de cette derniere,
au-travers des corrélations électroniques constitue une gageure récurrente de

la physique des atomes polyélectroniques.
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Chapitre

Dynamique de I'hydrogene atomique
en interaction avec des impulsions laser
breves et intenses

3.1 Introduction

’ETUDE de la dynamique atomique que nous menons dans ce chapitre
L est orientée dans deux directions. Chacune d’elles constitue une ex-
tension du domaine d’application des méthodes Coulomb-Volkov standard.
Tout d’abord, nous nous sommes focalisés sur Iionisation de I’hydrogene hors
condition de pertubation. L’utilisation de champs intenses implique, comme
nous l'avons déja souligné, la prise en compte du dépeuplement de l'état
fondamental au cours de 'interaction. Pour des raisons de simplicité, et en
suivant le travail de R. Gayet [141] nous avons débuté cette étude avec une
impulsion d’énergie de photon supérieure au potentiel d’ionisation. Ceci per-
met de négliger les éventuelles résonances par tous les états intermédiaires de
la structure atomique. Dans ces conditions, nous allons montrer comment il
est possible de calculer le dépeuplement de ’état fondamental par un systeme
d’équations couplées réduites a deux niveaux. Puis son application dans le
cas de l'ionisation d'un cristal présentant un défaut de structure, assimilé a
un atome hydrogénoide nous fournira un exemple concret. Dans un deuxieme
temps, l'utilisation de petites énergies de photon inférieures a la moitié du
potentiel d’ionisation nous a fourni un autre volet d’exploration. Il s’agit
de voir si une description Coulomb-Volkov est adaptée aux transitions mul-
tiphotoniques pouvant intervenir entre des états liés. Pour cela, nous nous
sommes spécifiquement penchés sur les transitions entre 1’état fondamental
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et les deux premiers états liés H(2s) et H(2p). Parallelement, nous avons
exploité un code de résolution de 'ESDT sur une base de B-splines (simple-
ment dénommés ESDT par la suite) fourni par E. Cormier, afin de confronter
nos résultats. Ces deux étapes peuvent constituer les premiers pas vers une
description plus large de I'ionisation de I’hydrogene en considérant non seule-
ment les transitions par des niveaux intermédiaires mais aussi des conditions
de saturation de l'ionisation, c’est-a-dire hors perturbation.

3.2 Vers les champs intenses UV et X

Cette thématique est d’autant plus actuelle que la production de champs
intenses UV et X devient une réalité expérimentale. Depuis le synchrotron
jusqu’au laser a électrons libres (LEL) en passant par la génération d’har-
moniques, I'étude de la dynamique atomique en champ fort prend un essor
majeur. Il s’agit pour les théoriciens de pouvoir répondre concretement a cette
perspective. Comme nous 'avons déja évoqué au paragraphe concernant la
premiere approximation de Born (cf. §1.3.2), les conditions de perturbation
impliquent le remplacement du ccefficient a;(t) intervenant dans ’amplitude
de transition par 1. Celui-ci contient explicitement toute l'information sur
la population de ’état initial (fondamental) au cours de linteraction. Par
ailleurs, il a été démontré que ces conditions restent valables tant que la pro-
babilité totale d’ionisation ne dépasse pas 20%. Hors conditions de pertur-
bation, il est impossible de s’affranchir du calcul de a;(t) qui nous est donné
par la résolution des équations couplées (cf. §1.3.2). Dans le but d’étudier
I'ionisation de I'hydrogene en champ intense, et hors conditions de résonance
par des états intermédiaires, nous pouvons réduire cet ensemble a deux équa-
tions appelées « équations couplées réduites » (ECR). Elles nous permettent
un calcul rapide de a;(t) tout au long de I'interaction. Son introduction dans
un élément de transition CV2 standard, permet donc d’en étendre le domaine
d’application au-dela des contraintes précitées.

3.2.1 Les équations couplées réduites

Nous regardons spécifiquement les transitions qui interviennent quand
w > I, c’est-a-dire quand le couplage direct a un photon de I’état fondamental
de I’hydrogene avec le continuum est prépondérant. Ces conditions induisent
deux simplifications des équations couplées (1.21) : les termes de couplage
entre 1’état fondamental et tous les états intermédiaires mais également les
couplages de type continu-continu sont négligés. En vertu de ces arguments,
les équations couplées se réduisent alors a
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id:(t) ~ / AF ap(t)Ve(t) exp(—idgt)
ia(t) =~ a;(t)Vz,(t) exp(iog;t)

(3.1)

ou l'on a 0y, = € — &;. Puis, en intégrant directement la seconde équation de
(3.1) et en injectant son expression dans la premiere, il vient

a;(t) ~ — /dE Vi(t) exp(—ic?,;it)/o dt’ Vi, (t') exp(idg;t')a; (') (3.2)

que 'on peut réécrire

/ ar / AV (Ve () exp [16,( — O]a(t)  (3.3)

A T'exception de I'exponentielle, tous les facteurs de I'intégrand sont des fonc-
tions lentement variables de k. L’exponentielle est quant a elle oscillante et ra-
pidement variable, ce qui rend sa contribution a I'intégrale nulle en moyenne.
Cependant, dans le cas ou ¢t ~ ¢/, sa contribution est au contraire maximum
et c’est a cet instant également que nous allons considérer la contribution
maximum de @;(t') en 'assimilant & a;(¢). De fait, I'expression (3.3) devient

~ —a,(t / dt’ /dk‘ Vi( (') exp [id7, (' — 1)] (3.4)

Finalement nous arrivons a

t t//
1) ~ exp <_ / di / AF' V(1) exp(—id.t') / a4t V. (1) exp(iéEit”)>
0 t/

(3.5)
expression qui va nous servir dans 'amplitude de transition (1.27) ou l'on
a remplacé les fonctions d’onde finales par des fonctions d’onde Coulomb-
Volkov [141]

TJECVZ‘__i/OTdtai( (G @)V ()] @s(t >—/07dtdi(t)<xf(t)|¢>i(t)>
(3.6)

et ou l'indice supérieur R indique la renormalisation. Finalement, nous pou-
vons aboutir a la formule suivante par intégration par parties
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A; U (t)

rROVE /0 "t ai(t) GEOIR) (37

Par ailleurs, nous nous sommes aussi intéressés au calcul de ag(t) représentant
la population de I’état final du continuum. Elle doit reproduire les transitions
a un photon dans le cas de 'ionisation saturée et constituer un test simple
pour vérifier notre approche en champ fort. Pour cela introduisons (3.5) dans
le deuxieme terme de (3.1) pour parvenir a

t
ar(t) ~ —i / At a (Ve (1) exp(id,t) (3.8)
0

ou chacun des facteurs intervenant dans 1'expression précédente s’écrit [141]

att) = o {-@ary [ ak gt MO

3 k? 4+ Z%)% 1 — exp(—27v)

X exp [ 4v arctan ( )}

Vi) = E@®) (o |7 4| i) ) (3.9)
)

7

i(22) 5/zexp< (1+1iv)

= —B(t) == GEYRL

k
X exp [—QV arctan (§>}

olt Hy,(t) est une fonction complexe analytique. En utilisant un développe-
N=6

ment du champ électrique en série de Fourier E(t) = Ej Z b; exp(iw;t) nous
j=1

kcos Oy (iv + 1)

\

pouvons arriver a une expression de az(t) [143]

| Ty arctan -
PPk d iilc) | B

xEOij/O dt'a;(t") exp [i(w; + ki)t']
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L’utilisation de a;(t) dans 'amplitude de transition CV2 va étre dénommée
RCV2 par la suite et Pexploitation directe de ag(t) sera ECR®.

3.2.2 Application a ’ionisation d’un cristal présentant
un défaut de structure

Des expériences récentes montrent que l'ionisation d’un isolant cristallin
par une impulsion breve d’un laser Titane-Saphir produit des électrons éjectés
d’une large gamme d’énergie. En particulier, une grande quantité d’électrons
de haute énergie a été observée [144]. Bien que la plupart de ces électrons
soient issus de la bande de valence, une telle transition requiert 1’absorp-
tion simultanée d’au moins deux photons. Cependant, si des défauts sont
présents dans la structure cristalline, un photon peut étre nécessaire pour
permettre le franchissement du gap entre ce défaut et la bande de conduc-
tion et ainsi mener a une forte augmentation du transfert d’électrons. Avec
des intensités laser suffisantes, des électrons de haute énergie peuvent ainsi
étre produits par ’absorption subséquente d’un grand nombre de photons.
Afin d’évaluer 'efficacité d’un tel transfert, un modele simple a été mis en
place [141]. L’état électronique du défaut est représenté par un atome hy-
drogénoide dont le potentiel d’ionisation est le gap de ce défaut. Celui-ci
est donnée & environ 1 eV ~ 3,675.1072 w.a. et la charge nucléaire le re-
présentant est définie a Z = 0,2711. Le transfert est donc modélisé par
I'ionisation d’un atome initialement dans son état fondamental et la bande
de conduction est considérée comme étant le continuum de ’atome. De plus
les caractéristiques du laser sont prises pour étre le plus proche possible de
I'expérience soit I = 1,71.10'2 W.em™2, correspondant & un champ élec-
trique de Ey = 6,989.1072 w.a., une durée d’impulsion de 7 = 1544, 32 w.a.
soit 7 ~ 37 fs correspondant a 14 cycles optiques et un photon d’énergie
w = 5,696.1072 w.a. soit w = 1,55 eV. Afin de s’assurer de la validité de
telles méthodes, des résultats similaires ont été fournis par H. Bachau avec
un code résolvant 'ESDT sur une base de B-splines (dénommé également
ESDT dans ce qui suit). Le calcul des densités de probabilité électronique
calculées par les trois méthodes sont reportées sur la FiG. 3.1 suivante, et
nous est donné par :

2
RCV2- RCV2-
D 2(5)—k‘lﬁ 2‘

, (3.11)
DECR<€) = k’/dQE |al-€'(7')|

SRappel : Equations couplées réduites
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100
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Energie électronique ¢ (u.a.)

F1G. 3.1 — Densité de probabilité d’ionisation d’un cristal présentant un dé-
faut de structure, calculée par ESDT (rouge), RCV2 (bleu) et ECR (noir).

dont on obtient une expression plus détaillée en développant (3.6) et (3.10)

;

k3 exp | —4v arctan =
DECR(z) — §(2Z) v { et (V)] v(1+1v?)
3 (k2 + Z2%)6 1-— e§<p(—27w)
x B2 /T dt a;(t) Z b; exp [i(w; + O )]
Deve (@) = k| [ arato) |25 4 E A0 (1 0)

(3.12)
Nous pouvons constater que les trois approches s’accordent bien pour le
premier pic ATI. Cependant, il est clair que les prédictions ECR sont plus
proches de celles RCV2° que de celles ESDT. On peut remarquer de petites

SRappel : Renormalized Coulomb-Volkov
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différences entre les prédictions ESDT et les autres en particulier sur aile
gauche du premier pic, pres du seuil d’ionisation. Ceci peut étre attribué a
la faible influence des états de Rydberg qui sont ignorés dans les traitements
RCV2 et ECR. De plus, le fond continu des spectres est identique pour RCV2
et ECR jusqu’au pied du second pic. Ceci confirme le fait qu’il est comple-
tement généré par des transitions a un photon issu des ailes de ce pic. Bien
que les trois méthodes soient en accord pour la transition a un photon elles
different pour le cas a deux photons. L’essentiel des désaccords sur la magni-
tude du fond continu entre les pics mais aussi du deuxieme pic entre RCV2
et ESDT peut étre attribuée a la légere différence de définition du champ
laser. En effet, dans le cas ESDT, il est calculé par rapport a la dérivée d’un
potentiel ou intervient explicitement le profil de I'enveloppe f, et de la forme

A(t) = %f(t — to, 7) cos(wt + ) (3.13)

De ce fait, le champ laser présente un terme supplémentaire par rapport a
notre définition. Dans notre cas, nous partons plutot de I’expression du champ
que nous intégrons pour aboutir au potentiel. Cependant, nous remarquons
que pour des photons d’énergie plus grande que le potentiel d’ionisation, il
est tres facile d’obtenir des résultats précis sur I'ionisation en champ bref en
utilisant ECR. La mise en ceuvre de ce type d’approche se justifie d’autant
qu’avec de telles intensités, les transitions a deux photons sont deux ordres
de grandeur au-dessous de la transition a un photon. Elles peuvent donc
concurrencer des méthodes plus sophistiquées si I'on se focalise uniquement
sur le premier pic d’ionisation. Des que I'on s’intéresse aux ordres supérieurs,
le recours a une méthode de type RCV2 s’avere tout aussi prometteuse en
particulier si les intensités deviennent suffisantes pour que les transitions
a deux photons (voire a un nombre plus élevé de photons), deviennent du
méme ordre de grandeur que la transition a un photon. Il faut toutefois se
souvenir que le dépeuplement de 1’état fondamental est calculé a partir d’une
transition a un photon. Ainsi, les prédictions de RCV2 resteront tres bonnes
tant que la dynamique sera dominée par ce type de transition.

3.3 Vers les petites énergies de photon

Dans l'optique d’utiliser des énergies de photon de plus en plus petites afin
de se rapprocher de ce qui est produit dans le domaine UV, nous nous plagons

a présent dans le cas ou w < gp. Il devient alors nécessaire de regarder en

détail les transitions multiphotoniques entre états liés de I’hydrogene et cette
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étude constitue un test fort de la validité d’un développemenent Coulomb-
Volkov. Dans ce cadre, nous nous sommes intéressés a 1’excitation des deux
premiers états liés. Nous pouvons d’ores et déja avoir une idée du spectre de
probabilité car la symétrie des fonctions d’onde va nous imposer des ordres de
transition dipolaire électrique pairs ot impairs. L’objectif est ensuite d’intro-
duire ce travail dans une théorie plus générale de l'ionisation de I’hydrogene,
sur le modele MCV27 déja développé dans [23]. Dans ce cas, il s’agit d’intro-
duire explicitement l'excitation des premiers états par des transitions a un

photon de type Born I et d’énergie proche de - dominant l'excitation des

autres états intermédiaires. Puis, décrire I'ionisation multiphotonique subsé-
quente a partir de chacun de ces états par un traitement CV2. L’utilisation
d’énergie de photons telle que w < -2 remplacerait le traitement Born I par

I’excitation multiphotonique décrite a I'aide d’un calcul CV2.

3.3.1 Probabilité d’excitation multiphotonique de H (1s)
vers H(2p) ou H(2s)

Nous allons dériver I'expression de 'amplitude (2.31) pour les transitions
de I'état initial H(1s) vers les états finaux H(2p) ou H(2s). Pour cela, expri-
mons les parties spatiales des fonctions d’onde intervenant dans le calcul

@i(T) = 015(7) = Rio(r) V0 (0, ¢)
@7 () = @apy () = R (1)V)(0, 9) (3.14)
@5 (F) = a25(F) = Roa (1) V9(6, ¢)

ol 'expression de chacune des parties radiales et des harmoniques sphériques
nous est donnée par [145]

;

Ruo(r) = 272 exp(—Zr)
Z3 Zr Zr
-2 (1) o (-2)
\/51 ’ ’ (3.15)
0 -
y() (87¢) - \/E
V20, ¢) = % cos 0

"Rappel : Modified Coulomb-Volkov
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Sans oublier les énergies (ou pour I’hydrogene Z = 1) en w.a.

/

€1s = —

Z _ 0,5
2_ I

Z
Eos = E2p = —g = —O, 125 (316)

37?2
E9s — €15 = ? = 0,375

\
Le calcul de I’élément de transition pour chacun des cas d’excitation de H(2s)
ou H(2p) est directement lié¢ au calcul de la fonction g*(¢) (cf. (2.32)). 1l est
d’ailleurs important de noter que si on s’intéresse a ’excitation, il n’est plus
pertinent de différencier le caractere entrant ou sortant des fonctions d’onde.
Le calcul suivant va concerner 'amplitude d’excitation de H(2s) dénommée
TEVZE tout en gardant a esprit que TS 2. doit nous donner exactement les
meémes résultats. Ainsi, en supprimant l'indice « 4+ » pour plus de simplicité,

il vient en introduisant les définitions (3.15) dans (2.32)

(t) = [ 7 exp (1A(0) 7) o) Ralr)I8(60.0)8(6.6) (317

D’apres les définitions (3.15) I'expression précédente devient

on(t) = Zif /dF (1 _ %) exp (i[f(t) . ?) (3.18)

Regardons a présent I'intégration spatiale que I’on sépare en deux et en posant

o = —

2

. A .
L = /dFeXp (iA(t) ST = ow*) o) /dFT exp (iA(t) T = ow*) (3.19)

Le calcul du premier terme de ’expression précédente nous est donné dans
I’annexe C

8T
I=———— (3.20)
(% + A2(2))
Ce calcul est tres utile car les autres formes intégrales auxquelles nous allons
arriver pourront se définir en fonction de (3.20). Ainsi, le second terme de

(3.19) s’écrit
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0

Il =——1I 3.21
1 da 1 ( )
qui devient
8T Z
Il =——— (e + A%t <a + —) — 220421 3.22
1 (a2+A2(t))3 [( ()) 92 ( )
En remplagant (3.22) et (3.20) dans (3.19) puis le tout dans (3.18) nous

déduisons une expression de T'CV2,

[(aQ + A2(1) (a + g) - 22042]
(a2 + A(t)?)°

AVO N 372
T2 ~ —i 4\/_/ dt exp (i 3 t)
0

(3.23)
En suivant la méme démarche pour l'excitation de H(2p), calculons

gan(t) = [ 47 exp (iA(6) - 7) R () Rua(r)I0(6.0)3806.0)  (321)

qui se réécrit en vertu de (3.15)

4
Gop(t) = 47TZ—\/§ /dfr cos  exp (iA(t) ST — ar) (3.25)

dont la partie intégrale peut s’exprimer comme

I = (—iaAL(t)) I (3.26)

Cette derniere expression devient tout simplement

I, = M (3.27)
(a® + A2(1))

D’ou nous tirons I'expression
3Z% [T 372 A(t
TOV2 ~ 222 [ dt exp (i t) (t) ; (3.28)
v2 Jo 8 /) (a2 + A2(1))

Des a présent le développement de ces amplitudes de transition nous mene
au calcul de la probabilité totale d’ionisation par la formule tres simple

P =|T) (3.29)
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Les probabilités d’excitation s’écrivent donc

2
o o o\ @ 220 (a4 5) 220
PEVe = Z / dt exp (i3 t) 2
1s—2s ) 0 8 <042+A2(t))3

[ e <13§2’5) (a? . Zi(t)f”
(3.30)

Le calcul de ces probabilités a donné lieu a la conception de deux codes
dont nous avons confronté les résultats a ceux fournis par le code ESDT d’E.
Cormier.

2
POV 978>
1s—2p 2

\

3.3.2 Résultats

Nous avons reporté sur les F1G. 3.2 et F1G. 3.3 les résultats en fonction

du quotient —, ot 6 = 95 — €15, = 0,375 u.a. et w est I’énergie du photon de
w

I’impulsion laser incidente de 30 cycles optiques; ce qui permet de conserver

w
une largeur spectrale relative — constante quelle que soit w. Chacun des

graphes correspond a une Valeu;dparticuliére de I'amplitude créte du champ
électrique du laser & savoir : £y = 10™* w.a. pour les Fi1G. 3.2 et Fi1G. 3.3
a), By = 107 w.a. pour les FiG. 3.2 et FI1G. 3.3 b) et Ey = 1072 w.a.
pour les F1G. 3.2 et F1G. 3.3 ¢), définissant les maxima d’intensité suivants
I = 3,51.108 W.em™2, I = 3,51.10"°° W.em™2 et I = 3,51.10'2 W.em™2.
Comme nous nous y attendions, des pics principaux de probabilités de tran-
sition apparaissent pour des ordres pairs et impairs selon que l'on satisfait
les conditions suivantes

{ nw =29 avec n pair pour U'excitation de H(2s) (3.31)

nw=>~9 avec n impair pour Iexcitation de H(2py)

Cependant, ces conditions sont applicables uniquement lorsque deux niveaux
(i.e. H(1s) et H(2s) ou H(2p)) sont couplés. En comparant les spectres CV2
avec ESDT, on voit clairement apparaitre dans ces derniers des pics ne sa-
tisfaisant pas ces conditions. Ces pics secondaires correspondent a des tran-
sitions quasi-résonantes vers d’autres états intermédiaires, suivies par des
transitions vers ’état final considéré. Ils sont rendus possibles par la largeur
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spectrale du laser, contrepartie de la durée limitée de I'impulsion. Dans ce
cas, des photons localisés sur les ailes du spectre peuvent contribuer a I’exci-
tation. Une analyse en fin de chapitre (cf. §3.4) expliquera pourquoi de telles
différences existent. Dans les sections qui suivent, les résultats ESDT pré-
sentent un champ identique a celui employé dans CV2 et nous regardons le
détail des processus mis en jeu.

Excitation multiphotonique depuis H(1s) vers H(2py)

Les seuls pics prédits par CV2 correspondent a I’absorption directe d'un
nombre impair de photons. Tant que les transitions se produisent dans le
régime perturbatif, la hauteur de chaque pic doit étre propotionnelle a I™
ou bien EZ"™ ol n est le nombre de photons absorbés. C'est exactement ce
qui peut étre vérifié pour les premiers et seconds pics. Dans toutes les fi-
gures, 'accord entre ESDT et CV2 est généralement bon. Sur la FiG. 3.2
a), l'intensité est si faible que seul le pic a un photon est présent. Sur la
F1G. 3.2 ¢), une nette différence entre les deux calculs apparait pour le troi-
sieme et quatrieme pic correspondant a une transition a cing et sept photons
respectivement. L’énergie des photons mis en jeu pour le troisieme pic est de
0,075 u.a. et 'absorption d’un photon supplémentaire conduit a ’excitation
d’un état H(3s). Ainsi, la séparation apparaissant dans le spectre ESDT est
tres certainement due a un effet Stark (« Stark splitting ») aussi dénommé
séparation Autler-Townes [146], conséquence du couplage dipolaire fort entre
les états H(3s) et H(2p). L'efficacité de ce dépeuplement a un photon est
proportionnelle & v/T. Une séparation similaire a été prédite récemment pour
'ionisation d’un positronium induite par une impulsion laser breve [147]. De
plus, 'absorption d’un septieme photon mene au continuum. Ces deux der-
niers processus sont completement pris en compte dans le traitement ESDT
au contraire des calculs CV2 (cf. §3.4). Ils sont tres certainement responsables
du dépeuplement important de I’état H(2p) quand a la fois, I'intensité du la-
ser et la population de I'état H(2p) sont suffisamment élevées. La situation
est beaucoup plus compliquée pour le quatrieme pic car de nombreux autres
couplages plus difficiles a identifier sont impliqués.

Excitation multiphotonique depuis H(1s) vers H(2s)

L’excitation du niveau H(2s) est sensiblement différente de celle de H(2p).
Les intensités laser considérées sont identiques dans les deux cas mais les pro-
babilités apparaissent beaucoup plus faibles. Comme précédemment, les seuls
pics prédits par CV2 sont les pics principaux correspondant a 1’absorption
directe d’'un nombre pair de photons et comme précédemment, la hauteur des
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pics suit la loi de puissance. Du fait des tres faibles probabilités, ESDT re-
produit difficilement le fond continu issu des ailes du premier pic. Au-dessus

de — =4,2, CV2 ne prédit correctement que les pics principaux, tandis que
w

des imprécisions liées a l'intégration numérique sur le temps apparaissent
dans la description du fond. De plus, les hauteurs de chaque premier pic
principal ESDT et CV2 different d’un facteur 2 approximativement. Cette
anomalie peut également étre observée sur les F1G. 3.3 b) et ¢), indiquant
encore une fois que les processus indirects qui contribuent au peuplement de
H(2s) sont absents de CV2. Dans chacune des figures, de nombreuses sous-
structures apparaissent dans les résultats ESDT. Elles proviennent de proces-
sus multiphotoniques complexes impliquant des états intermédiaires excités
par des photons localisés sur les ailes de la largeur spectrale. En particulier,

a — ~ 0,845 les calculs ESDT présentent un pic secondaire dont la hauteur
W

varie comme 2, signature d’'un processus & deux photons. Si 'on regarde
I’énergie du photon impliqué (au centre du pic), elle est de w = 0,4438 u.a.
qui est tres proche de 0,4444 u.a. énergie requise pour exciter I'état H(3p).
Ainsi, ce pic peut étre identifié comme le résultat de l'excitation de H(3p)
suivie par I’émission d’un photon d’énergie 0,0694 u.a. Cette derniere tran-
sition est stimulée par l'aile de basse énergie du spectre et mene a l'état
final H(2s). Cependant, 1’énergie du premier photon localisé tres loin dans
I’aile a haute énergie du spectre laser explique la faible magnitude de ce pic.
Ce scénario est confirmé par un calcul Born au deuxieme ordre (Born II)
fourni par V.D. Rodriguez et reproduisant les prédictions ESDT pour ce pic
(cf. F1G. 3.3 a), b) et ¢)). L’absence d’'un tel processus dans une approche
CV2 standard pourrait néanmoins étre corrigée par un développement de
type MCV2 adapté [23]. L’identification de tous les processus contribuant a
chacun des pics secondaires s’avere difficile mais pourrait étre rendue plus
simple par comparaison avec les prédictions MCV2 ou la contribution de
chaque nouvel état intermédiaire est clairement identifiable.

3.3.3 Effet de ’enveloppe sur I’excitation

Pour accréditer I'idée d’une dynamique électronique fondée sur des tran-
sitions rendues possibles par des photons des ailes de la largeur spectrale,
nous avons exploité le code ESDT en utilisant une impulsion d’enveloppe
gaussienne dont la largeur a mi-hauteur est identique a celle d’'une impul-
sion en sin® et d’intensité I = 3,51.10'° W.em™2. On voit parfaitement (cf.
F1G. 3.4 b)) que tous les processus de transitions secondaires évoqués au
paragraphe précédent disparaissent. Ainsi I’enveloppe de I'impulsion joue un
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role déterminant dans la dynamique électronique.
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3.4 Comparaison des développements Born
et CV2 en séries de perturbation

Afin de mieux comprendre les mécanismes mis en jeu par une description
Coulomb-Volkov, et en particulier pourquoi les états intermédaires résonants
doivent explicitement étre pris en compte, il est intéressant de la comparer a
un développement de Born en séries de perturbation (BSP).

3.4.1 Développement de Born en série de perturbation

En conditions de perturbation, les ordres n de BSP correspondent a des
transitions a n photons. Afin de bien identifier chaque processus, débutons
par le développement de la matrice T en itérant p fois I'équation intégrale de
I'opérateur d’évolution [145]

Z T (3.32)

ou chaque ordre p est connu par la formule

T = ZZ Z / dt / dt, - - / dt,

Jide
(5 (t1) \V 1)[25, (1)) (25 (22) |V (82)[ @55 (£2)) (3.33)
(i (8) [V (85) |05, (8))
Puis, écrivons le champ laser sous la forme

B(t) = aBo(t) = aBosin(wt + ) ()} (3.34)
et remplacons V (¢) par 7- E(t) dans le second ordre de (3.33)

(—i) / dt / dt’ / drr & Z@ .

X/dF, (I)j (T‘ R )F/EQ( )(I)Z<F,,t,)

que nous pouvons mettre sous la forme plus compacte (cf. Annexe E)

T = (“ia)? / "dt Bot) Y Dy (1) (3.36)

J
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oul’on a

att) = [ a¢ B0 (3.37)

et chaque Dj; étant défini comme I’élément de matrice dipolaire électrique
couplant les états ¢ et j tels que

Dj(t) = <‘I>j (t)

A présent, nous allons développer le deuxieme ordre correspondant a un
développement CV2 standard afin de relever précisément les différences.

7. X‘ <I>,~(t)> (3.38)

3.4.2 Développement CV2 en série de perturbation

En suivant la méme démarche, remplacons ’expression du champ dans
(2.30) pour laquelle I'état final est un état du continuum atomique, ce qui
signifie k # 0, par Pexpression (3.34)

- t
Tﬁ”‘ = —i/ dt exp [i(sf —5i)t+ilg-/ dt’ affg(t’)]
0 T

(3.39)

—

« / a7 5" (P exp (—iady (1) - 7) @ - Eolt)ou(?)

Pour pouvoir développer en série de perturbation du parametre «, réécrivons
I’équation précédente plus convenablement

T

Tﬁm_ = —i/ dt exp[i(ef — &;)t] /dF gpji*(F)

t
X exp {—ia (Aa (t)-7—k- / dt’ Ay (t'))] ar’ - Ey(t)pi(r)
' (3.40)
Puis le développement en série de Taylor de I'exponentielle mene a

0
00 (—i)Pa? <_,_ Lo /t . ,>p
. Z A -7F—k- dt” Ay (¢
=1 p! o () T "

—

ar - Eo(t)pi(7)

(3.41)

X

et réduisons 'expression précédente au deuxieme ordre (p = 1)
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chim_@) = —i/ dt exp[i(ef — &;)t] /dF gpf(?)

x (ggo(t) =k /Tt dt’ [fg(t’)) ai - By(t)i(7) (342)

qui devient, en supposant des transitions entre états liés, ¢’est-a-dire en po-
sant £ = 0 en moyenne

77" = (—ia)? / dt expli(e; — &;)1]
0 (3.43)

Finalement, on peut montrer (cf. Annexe E) que I'expression précédente de-
vient

7OV @) _ (Liay? /0 "t Bo(t) > D) (3.44)

J

avec dans ce cas

Po(t) = —Dy(t) /0 4t Eo(t) (3.45)

En rapprochant les expressions (3.44) avec (3.36) mais également (3.45) avec
(3.37) une conclusion s’impose : I';;(£) ne possede pas la « mémoire » des
transitions vers chacun des états intermédaires j pour t' € [0,¢] tout au
long de l'interaction avec le champ laser. Tout se passe comme si chaque
transition par chacun de ces états j se produisait durant un intervalle de
temps infinitésimal, interdisant de fait toute résonance. De telles résonances
sont précisément décrites par le second terme du développement au second
ordre de (3.36) (cf. Annexe E).

3.5 Conclusion

Nous avons montré dans ce chapitre que I'application d’une méthode
RCV2 a l'ionisation de I’hydrogene atomique en conditions de forte intensité
laser et CV2 standard pour 'excitation multiphotonique des premiers états
liés donne de tres bons résultats. Dans un permier temps, 'introduction du
dépeuplement de I’état fondamental dans ’amplitude de transition au moyen
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d’un ceefficient calculé a partir des ECR a deux niveaux est pertinente tant
que la dynamique du systeme est dominée par le couplage a un photon entre
ces deux états. Dans un deuxieme temps, le calcul des probabilités d’exci-
tation multiphotonique de H(2s) et H(2py) par une méthode CV2 standard
produit également de tres bons résultats et peut s’avérer un outil intéressant
pour la compréhension du détail des processus impliqués. Nous avons éga-
lement mis en lumiere le role prépondérant de ’enveloppe temporelle sur la
dynamique d’excitation via d’autres états rendus accessibles par des photons
localisés sur les ailes de la largeur spectrale. De plus, nous avons démontré
que I'absence d’un terme dans le développement CV2 au deuxieme ordre est
directement relié a 1’absence de transitions par des états intermédiaires ré-
sonants. Nous comprenons alors pourquoi leur contribution n’est pas prise
en compte par une approche CV2 et accrédite 1'idée d’employer un dévelop-
pement MCV2 quand ces états sont impliqués. Ainsi, la combinaison d’une
approche RCV2 avec une méthode du type MCV2 pourrait donner lieu a
une description de l'ionisation sur une large gamme d’intensités et d’énergies
de photon, en incluant une partie des états intermédiaires. Ceci est d’autant
plus réalisable que des calculs systématiques d’amplitude de transition entre
états liés peuvent étre mis en place. Le traitement se rapprocherait de fait
d’une méthode globale. Cependant, il faudrait toujours conserver ce qui fait
I'une des spécificités essentielles d’'une approche CV2 a savoir la tres grande
rapidité des calculs. Si une description plus globale tend a effacer ce caractere
pour entrer sur des échelles de temps comparables a celles d'un code ESDT
cela donnerait lieu a une compétition entre un traitement CV2 approché et
une méthode globale. Dans ce cas, on préférera I'utilisation d’une méthode
globale, sauf dans le cas de systemes plus complexes.
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Conclusion

E travail fourni dans cette premiere partie nous a permis de poser des
L jalons pour une étude plus approfondie fondée sur l'utilisation de la
méthode Coulomb-Volkov. Apres avoir revu les grands principes de l'inter-
action laser-atome, en particulier les transitions multiphotoniques pouvant
intervenir entre états atomiques, et posé le contexte de notre approche, nous
nous sommes orientés vers deux grands axes d’étude de 'hydrogene. Dans un
premier temps, nous avons regardé comment exporter notre méthode a l’io-
nisation de I’hydrogene hors conditions de perturbation. Ceci présupposait
de calculer a chaque instant de l'interaction, la population de 1’état fonda-
mental. En travaillant a des énergies de photon telles que l'ionisation a un
photon domine, cette population peut étre facilement calculée a I'aide d’un
ensemble de deux équations couplées réduites. L’introduction de ce calcul
dans une description multiphotonique de 'ionisation mene a une bonne des-
cription de la densité de probabilité des électrons éjectés et en particulier
permet de décrire la production d’électrons de haute énergie dans la bande
de conduction d’'un cristal et produits a partir d'un défaut assimilé a un
atome d’hydrogene. Par ailleurs, dans les conditions d’intensité ou 1'ionisa-
tion reste dominée par la transition a un photon, nous avons développé le
calcul de la densité de probabilité d’atteindre le continuum des équations
couplées réduites, et vérifié que le premier pic d’ionisation s’accordait avec
des calculs de type ESDT. Nous avons ainsi montré que si 'intensité dé-
passait les conditions de perturbations, sans toutefois devenir tres élevée, la
dynamique générale d’ionisation a un photon pouvait tout a fait étre décrite
par un calcul tres simple de ce type. Dans un deuxieme temps, nous avons
appliqué le calul des amplitudes de transitions a I’excitation multiphotonique
des états 2s et 2p de ’hydrogene. Dans ce cas, nous reproduisons tres bien les
pics de transition principaux aux ordres pairs et impairs respectivement. Par
comparaison avec des résultats ESDT, nous remarquons que des structures
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secondaires directement liées aux états atomiques atteints par des photons
de la largeur spectrale du laser ne sont pas décrites. Cependant, parmi tous
les processus intervenant lors de I'excitation, nous sommes en mesure d’iden-
tifier et d’évaluer clairement la contribution de ceux que nous décrivons par
un traitement CV2. Nous constatons que le cas monoélectronique est tout
a fait adapté a une description multiphotonique CV2 lorsque la dynamique
est dominée par des transitions directes sans états intermédiaires résonnants.
Nous pouvons ainsi analyser finement quels sont les processus en jeu ainsi
que leur contribution a la dynamique générale. A présent, l'idée est de re-
garder comment nous pouvons exporter ce type de traitement a un systeme
polyélectronique comme I’hélium. Pour ce systeme, nous avons choisi de nous
référer aux nombreux résultats déja existants comme test de validité de notre
approche. Cependant, nous avons parallelement mené une étude sur un su-
jet plus ouvert afin de voir dans quelle mesure un traitement CV2 pouvait
fournir de nouveaux résultats.
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Introduction

RES tot, I’étude de I'hélium s’est avérée fondamentale non seulement
T pour la Physique Atomique mais plus généralement parce qu’il s’agit
du systeme a trois corps en interaction le plus simple. La difficulté d'un tel
probleme est nécessairement contournée par des approximations, définissant
le domaine de validité de chacune des techniques d’approche. Il serait tres long
de présenter exhaustivement les théories et expériences concernant 1’hélium,
nous nous contenterons donc de quelques exemples. Des le milieu des années
80, de nombreux formalismes ont été mis en place pour décrire 1'ionisation
multiphotonique par impulsions laser IR lorsque le champ devient tres bref.
Dans ce cas, les corrélations électroniques sont traitées a divers niveaux d’ap-
proximation. Ainsi, des méthodes non perturbatives dépendantes du temps
ont vu le jour, par exemple K.C. Kulander [148] adapte une théorie Hartree-
Fock dépendante du temps traitant 1’évolution temporelle des orbitales élec-
troniques en utilisant le champ moyen crée par la densité électronique. La
fonction d’onde électronique dépendante du temps est dans ce cas repré-
sentée par un simple déterminant de Slater (« Restricted time-dependent
Hartree-Fock method »). Diverses améliorations ont été proposées, en par-
ticulier en affinant les termes de répulsion électrostatique entre les électons
par M.S. Pindzola et al. [149] ou par une approche Hartree-Fock dépendante
du temps non restrictive, c’est-a-dire ol les orbitales électroniques prennent
mieux en compte les effets d’écran [150]. Parmi les expériences qui ont singu-
lierement permis de comprendre la dynamique de double ionisation induites
par des impulsions laser IR, nous pouvons citer celle de B. Walker et al. [151].
L’amélioration conséquente de la résolution (par rapport a [152]) met claire-
ment en évidence deux mécanismes d’ionisation double par BSI® (cf. §1.3.2) :
I'un qualifié de « séquentiel » et I'autre de « non-séquentiel » via I’appari-
tion d’'un décrochage dans le taux de production d’ions He?T. Ils arrivent a

8Rappel : Barrier suppression ionization
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la conclusion que ce processus non-séquentiel est la conséquence d’une recol-
lision électronique, que 'on peut interpréter dans le cadre du modele en trois
étapes [57] (cf. §1.2.2).

A présent, I'utilisation de rayonnements XUV modifie completement les
processus d’ionisation. Dans ce domaine, la dynamique est dominée par des
transitions n’impliquant que peu de photons et nous limiterons notre étude
a deux cas particuliers du systeme {hélium+champ laser} en interaction : la
double photoionisation (DPI mais parfois appelée photo-double-ionisation) a
un et deux photons (en abrégé DPlw et DPI2w). Les deux électrons éjectés
dans le double continuum se partagent alors ’exces d’énergie apporté par le
ou les photons du laser. La connaissance de leurs distributions en angle, en
énergie ou des sections efficaces totales va nous renseigner sur les mécanismes
de DPI ainsi que sur le role des corrélations électroniques. Concernant cet
aspect, il est a noter que des les années 60, une intense activité théorique s’est
développée autour de la description de la structure atomique de I’hélium, en
particulier par la mise au point de fonctions d’onde tres précises pour I'état
fondamental [153, 154, 155, 156, 157, 158]. Une bonne modélisation de cet
état, surtout dans la maniere dont les corrélations sont prises en compte, est
déterminante pour la précision des calculs ultérieurs [159, 160, 161]. Dans
ces articles, F.W. Byron et C.J. Joachain ont développé la fonction d’onde
de I’état initial en ondes partielles et calculé la section efficace de DPI qui
s’avere en bon accord avec les résultats expérimentaux de T.A. Carlson [162].
Mais, a la limite asymptotique des énergies de photon élevées, ils estimerent
I'incertitude de leurs résultats a 25%. En 1970, R.L. Brown [163] améliore sen-
siblement la description de I’état fondamental a ’aide des fonctions d’onde de
Hylleraas [164]. Il confirme ainsi les résultats de Byron et Joachain pour des
énergies de photon comprises entre 100 et 300 eV'. De plus, ses résultats s’ac-
cordent bien avec un développement de Born, considéré comme « asymptoti-
quement » exact. Bien que les conclusions soient les mémes, a savoir I’emploi
indispensable d’un état fondamental tres précis concernant les corrélations,
ces auteurs les négligent dans la description du double continuum. Ce dernier
est donc simplement représenté par un produit symétrisé de fonctions Cou-
lombiennes non corrélées, chaque électron subissant un champ crée par une
charge Z = 2. Ils s’accordent pour dire que les effets d’écran ainsi que 'in-
teraction électronique mutuelle sont négligeables sur le calcul de la section
efficace totale. Deés que l'intérét s’est porté sur la dynamique électronique
(conjointement aux progres expérimentaux de détection), beaucoup d’infor-
mations ont pu étre apportées sur les corrélations par les distributions en
angle et en énergie des électrons éjectés (également nommées sections effi-
caces différentielles). Théoriquement, ces sections nous sont données par
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Du fait de la conservation de 'énergie, cette distribution est cinq fois dérivée.
D’un point de vue pratique, les angles polaires sont tres souvent fixés et la
mesure des vecteurs d’onde k et &’ se fait dans un plan (géométrie coplanaire)
ce qui réduit & une section efficace en angle triplement dérivée (SETD). Des
lors, les théories décrivant cette SETD different dans la maniere de prendre
en compte les corrélations dans I'état final et peuvent se classer en trois ca-
tégories [165]. Une premiere classe de théories analytiques approchées tend
a décrire le mouvement corrélé des trois particules dans ’espace. Nous pou-
vons citer d’une part une méthode fondée sur des charges nucléaires variables
en fonction de l'orientation et la norme des vecteurs d’onde de chacun des
électrons dans le continuum de I’atome [166, 167] et dénommée 2SC (« Two
Screened Coulomb wavefunctions »). D’autre part, une description purement
Coulombienne des corrélations électroniques [168, 169, 170, 171] dénommée
3C (« Three Coulomb wavefunctions ») issue des travaux de M. Brauner, J.S.
Briggs et H. Klar [172] et S. Jetzke et F.H.M. Faisal [173]. Bien qu’efficaces
dans les cas particuliers de I’équipartition de 1’énergie électronique, elles sont
mises a mal pour une répartition inégale [174]. Enfin, nous pouvons citer
un systeme de corrélations modélisées par une fonction gaussienne ajustable
[175]. Actuellement, la DPIw est bien comprise dans le cadre d’'une méthode
CCC adaptée [176, 177, 76, 77] qui constitue un exemple de la seconde classe
des approches, de type completement numériques. Dans ce contexte égale-
ment, nous pouvons évoquer une méthode fondée sur les B-splines transpo-
sée a I'étude de I'hélium [178, 179]. La derniere classe d’approches regroupe
celles fondées sur la théorie de Wannier [180] adaptée a 1’étude pres du seuil
de double ionisation [181, 182, 183, 184, 185], ou il est attendu que les élec-
trons émergent de maniere prédominante dans des directions opposées. De
nombreux travaux sont aujourd’hui engagés dans ce sens [186, 187, 188].
Expérimentalement, nous pouvons nous rapprocher des résultats de O.
Schwarzkopf et al. [189] utilisant un rayonnement synchrotron suffisamment
énergétique pour ioniser doublement avec un photon et regarder 1’émission
angulaire des électrons. L’intérét est ciblé sur la répartition de 'exces d’éner-
gie entre chacun des électrons, en particulier les cas a I’équipartition [190].
Ces résultats peuvent étre complétés par une étude de 1'éjection des élec-
trons pres du seuil d’ionisation [191]. Les figures d’éjection ainsi produites
présentent des profils en lobe tres particuliers dont nous détaillerons la struc-
ture a I’équipartition a partir de considérations sur la symétrie des fonctions
d’onde. Puis, I'utilisation de la nouvelle technique de détection des ions de
recul (« Cold-Target Recoil-Ton Momentum Spectroscopy » ou COLTRIMS

o< |Thi?6(e — & — nw) n=(1,2) (3.46)
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[10]) a permis des mesures bien plus précises et dans un plus grand nombre de
configurations angulaires et énergétiques. De nouveaux profils angulaires ont
alors pu étre observées [192, 193]. Enfin, 'utilisation de photons de tres haute
énergie met a jour différents mécanismes sous-jacents a la DPIw [194, 195], et
sur lesquels nous reviendrons également. Ces quelques références ont pour but
de souligner ’abondance de résultats sur la DPIw et le bon accord expérience
théorie.

En revanche, pour le cas a deux photons, quand w > 2 wu.a. 'analyse
est rendue plus compliquée par la compétition entre deux processus : 1’ab-
sorption « directe » ou « séquentielle ». La DPI2w demeure encore un sujet
largement ouvert car les résultats théoriques divergent. L’essentiel des tra-
vaux disponibles se focalisent sur le calcul des sections efficaces par diverses
méthodes [178, 196, 197, 198, 199, 200, 201, 202, 179] ou sont extraites des
résultats expérimentaux [6, 3]. Aucune distribution angulaire expérimentale
n’est actuellement disponible, nous ne disposons a ce propos que quelques
résultats théoriques [199, 201, 202]|. L’enjeu est de taille et le but de cette
partie est de savoir dans quelle mesure un développement Coulomb-Volkov
pourrait se situer dans ce nouveau champ d’etude. Ainsi, a partir de 'ex-
pression de I'amplitude de transition de base établie au chapitre 2, nous nous
proposons au chapitre 4 d’en déduire la densité de probabilité et de I’'exploi-
ter sur trois aspects : la distribution en angle, en énergie et la section efficace
totale. En outre, nous allons mener de front les cas a un et deux photons afin
de mettre en évidence les améliorations successives que nous envisageons sur
chacune des situations. Il faut cependant signaler d’emblée les limitations
intrinseques auxquelles nous nous attendons. La premiere est I’absence de
corrélations électroniques dans ’état final. Cette limitation est pourtant a
la base de la question suivante : quelle peut étre I'influence des corrélations
sur la dynamique ? Mais également, quels sont les types de corrélations qui
jouent un role? Bien que nous présupposons l'importance de ce point, nous
nous efforcerons de répondre a cette question au chapitre 5 en mettant en
place successivement des sytemes corrélés inspirés des méthodes 2SC et 3C.
La seconde question que nous nous sommes posés est I'importance de 1’état
fondamental dans une telle dynamique. Le niveau d’approximation que nous
faisons dans notre modele de base est-il suffisant pour représenter correc-
tement la dynamique d’interaction, en particulier quand l'intensité devient
importante 7 C’est la trame du chapitre 6 dans lequel nous avons raffiné la
description de I'état fondamental par la prise en compte d’un plus grand
nombre d’orbitales atomiques afin de mieux décrire et d’évaluer plus en dé-
tail la contribution des corrélations. Enfin, la troisieme question concerne le
traitement des états intermédiaires. En effet, nous avons démontré que ces
états n’interviennent pas dans CV2, cependant nous pouvons évaluer leur
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influence par comparaison avec un développement Born au deuxieme ordre.
Dans ce cadre, I'inclusion explicite de I'un de ces états a la dynamique de
DPI2w, He™ (1s, E), est étudiée au chapitre 7.

Ce travail que nous avons mené sur ’hélium en interaction avec une im-
pulsion laser s’articule donc en quatre temps autour de chacune des questions
précitées. Il faut cependant garder a ’esprit qu'une description tres détaillée
serait aussi tres couteuse en temps de calcul. Les choix qui ont été faits par
la suite, surtout a propos des fonctions d’onde, se situent dans un objectif de
rapport description réaliste sur temps de calcul court. Ceci afin de toujours
conserver la rapidité de nos calculs, spécificité d’une approche CV2.
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Chapitre

La double photoionisation de ['hélium
a un et deux photons

4.1 Introduction

E chapitre a pour but de placer le cadre de notre étude : nous détaillerons

les différents mécanismes qui constituent la DPI de I’hélium a un et

deux photons, afin de pouvoir les identifier plus facilement dans le traitement

CV2 qui suit. Nous allons donc développer une approche de base et regarder

a partir des résultats le degré d’approximation que ce traitement peut nous

fournir. Il s’agit de se donner un premier point de repere sur lequel nous nous

appuierons pour ensuite améliorer la description. Commencons tout d’abord
par regarder en détail quels sont les mécanismes qui constituent la DPI.

4.2 Les mécanismes de la DPI

La DPI d’un atome d’hélium par absorption d’un ot deux photons d’une
méme impulsion laser est représentée par les réactions suivantes

H6+w—>H62+—|—e%+e§,

He+2w—>H62++eg+eE, (4.1)

Nous n’étudierons pas de cas ou ces deux processus peuvent intervenir si-
multanément car les énergies des photons du laser en jeu dans chaque cas
sont tres différentes et nous choisirons des énergies s’affranchissant de toute
ambiguité concernant ces mécanismes. Nous remarquons immédiatement que
la répulsion électrostatique joue un role fondamental tant dans la structure
atomique que lorsque les deux électrons sont éjectés dans le continuum.
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4.2.1 La double photoionisation a un photon : DPIw

Il s’agit de 'intéraction de He avec un photon du champ laser. Ce dernier
apporte suffisamment d’énergie pour franchir le potentiel de double ionisation
de I'hélium (cf. F1a. 4.1).

DPIw
A T Energie (u.a.)
Double
Continuum |  ___ ______1_________.
A Energie en
exces
H62+ :::::::::::::::::::_9 ________
___________________ FEtats
Autotonisants
Simple o
Continuum He™(1s, k)
w = 3,3 u.a.
He+ - - - - - - - ZTZ-Z—T3j-Z—TZ—ZzZZzZzZcZ-rtZ _2
——————————————————— <——Flats Liés
He -2,903

F1G. 4.1 — Représentation schématique de la DPIw.

Dans le cadre d’un modele a électrons indépendants, la DPIw ne peut pas se
produire. En effet, d'un point de vue formel, des recouvrements entre états
liés et du continuum de He présentant des charges nucléaires identiques ap-
paraissent. Ces recouvrements sont nuls du fait de 'orthonormalisation des
fonctions d’onde. Par ailleurs, 1’étude de la section efficace généralisée ne
peut pas rendre compte de chacun des mécanismes individuels sous-jacents
a la DPI. Ainsi, le recours a des sections efficaces différentielles permet de
mettre en lumiere des processus plus subtils. La distinction se fait sur deux
criteres essentiels : 1’énergie des photons mis en jeu et les profils de distri-
bution en énergie et en angle. Ces derniers, vont étre étudiés a 'aide de la
densité de probabilité en énergie et en angle dont nous avons parlé en intro-
duction. L’objectif est de distinguer I'orientation préférentielle d’éjection des
électrons lors de l'ionisation car elle est la conséquence directe d’effets pure-
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ments classiques comme les corrélations électroniques ou quantiques comme
la relaxation sur les nouveaux états propres de I’atome. Comme nous 1’avons
souligné, elle dépend de six parametres qui sont les coordonnées des vecteurs
d’onde de chacun des électrons dans le double continuum de Iatome (cf.
Fia. 2.1 §2.5.1) et est directement reliée a 'amplitude de transition et a la
probabilité totale par les relations suivantes

(

D(k, K, 0, O, b1, 00) = |T]> Q= (,0)

D(€E7 E];/ana Qk’) = kk' x ‘T‘Q Ep = — (42)

= /dl%’/dk? Dk, k', e, Q)

La conservation de ’énergie ainsi que la géométrie coplanaire de ’étude ré-
duisent cette densité a la SETD?. Elle représente donc un outil essentiel
dans la compréhension de la dynamique. Si nous voulons appréhender quels
sont les phénomenes inclus dans une description Coulomb-Volkov, il est né-
cessaire de les distinguer préalablement. Nous trouvons dans la littérature
une nomenclature définissant chacun des mécanismes de la DPI d’un point
de vue phénoménologique. Plusieurs représentations sont utilisées, et nous
avons choisi d’en donner une version qui nous semble la plus pédagogique
[203]. Cependant, comme les corrélations sont un élément fondamental de la
dynamique, il apparait nécessaire de regarder avant tout ce point en détail.

Les corrélations {électron-électron}

Le terme d’interaction {électron-électron} intervient directement dans le
Hamiltonien sous la forme d’un opérateur Z;5 (cf. §1.4.1) dépendant des vec-
teurs positions r7 et 73 de chaque électron mais également de I’angle ©1, défini
entre chacun de ces vecteurs (cf. F1G. 1.8 §1.4.1). Nous pouvons I’exprimer
sous la forme d’un développement en polynomes de Legendre

Tpm Z (( ') P (cos ©13) (4.3)

|71 — 73] )ert

ou r. et r- sont respectivement la valeur minimale et maximale du couple
(r1,r2). Rappelons que si 'on néglige totalement cette interaction dans 1’état
initial et 1’état final de l'atome, la DPIw est nulle. Le développement a
I'ordre 0 sur ¢ va nous donner un terme purement « radial » puisque 1'on
a Pr—o(cos O12) = 1, qui est assimilé a des effets d’écran. Le développement

9Rappel : Section efficace triplement dérivée
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aux ordres supérieurs, dépendant explicitement de ©15, inclut également des
corrélations de type « angulaire » couplant des moments ¢ différents.

Le TS1 : Two-Step-One

Une vue simple du TS1 serait 'interaction de I'un des électrons avec le
champ laser, puis son éjection de la structure atomique. Lors de ce « tra-
jet » au sein de l'atome, I'éjection de 'autre électron se produit via I'in-
teraction (ou collisions) {électron-électron}. Cette hypothese est fortement
accréditée par la proportionalité entre la section efficace de double ionisation
par impact d’électron de He™ et le quotient de la section efficace de DPI sur
la section efficace totale en fonction de I'exces d’énergie apportée par la col-
lision. Cette proportionalité est observée tant expérimentalement [204] que
théoriquement [205]. Dans le cas du TS1, les corrélations se produiraient &
des échelles de temps tres courtes (subfemtoseconde) et confinées dans une
petite région de ’espace proche du nuage électronique. Cet effet peut étre in-
terprété classiquement par la répulsion électrostatique agissant entre chaque
électron, et est représenté par la F1G. 4.2.

photon

- corrélations

Fi1G. 4.2 — Représentation schématique du TS1.

Il est évident que sur cette figure, la représentation est arbitraire et qu’en
particulier, les électrons sont soumis a l'interaction avec le noyau non repré-
sentée. Notons qu'une description qui ne prendrait pas en compte les corréla-
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tions angulaires, se priverait de facto de ce mécanisme dominant jusqu’a un
exces d’énergie de 450 eV [206].

Le Shake-off

Si 'un des électrons est extrait brutalement par un photon d’énergie éle-
vée (considéré dans 'approximation soudaine) la fonction d’onde de 1’électron
restant doit étre projetée sur les nouveaux états propres de ’atome. Du fait
qu’une part de ces états se situent dans le continuum, 1’électron restant pos-
sede alors une probabilité de se retrouver éjecté a son tour (« Shake off »),
lors de ce processus de relaxation. La F1G. 4.3 schématise ce processus, I'état
propre de 'atome étant représenté par la partie grisée.

photon

T

S

k/

F1G. 4.3 — Représentation schématique du Shake-off.

Il s’agit d’'un effet purement quantique dominant au-dela de 450 eV d’exces
d’énergie [206].

4.2.2 La double photoionisation a deux photons : DPI2w

La DPI2w se compose de plusieurs processus semblables a ceux de la
DPIw. Cependant, il faut noter une différence fondamentale car nous avons
parlé de deux processus a priori possibles, « direct » et « séquentiel ». Bien
que tous deux interferent pour w > 2 w.a., on peut privilégier 'action de
I'un d’eux par un choix judicieux de I’énergie des photons incidents. Comme
nous le verrons par la suite, le calcul de base de la DPI2w fait apparaitre
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le produit de deux amplitudes représentant le couplage dipolaire entre les
orbitales de type 1s et un continuum de type kp. Ce produit est non nul dans
un modele a électrons indépendants contrairement a la DPIw. Cependant,
dans le cas w < 2 u.a., la corrélation dans I’état initial He(1s)? joue un role
important car elle permet énergétiquement la DPI2w. On s’attend donc a
une contribution différente des corrélations dans la DPIw et DPI2w.

DPI2w directe et séquentielle

La F1G. 4.4 suivante représente le cas ou ces deux processus coexistent
c’est-a-dire pour w > 2 u.a.

Séquentielle Directe
A L T T T T T T
T A Energie (u.a.)
Double .
Continuum Energ}e en
exces
He?t ________A _______ — _—O————-t————
. Relaxati
Simple i | elaxation
Continuum I A
w=22u.a
H6+ - - - 3j-T - C-ZC-ZZ-ZZZZZZZ|z=zZcZ-«t¢Z _2
He -2,903

F1G. 4.4 — Représentation schématique de la DPI2w directe et séquentielle.

Dans le cas direct, ’absorption simultanée de deux photons amene suffisam-
ment d’énergie pour ioniser doublement ’atome. Dans 'autre cas, ’absorp-
tion du premier photon mene a l’ionisation simple. Puis, un processus de
relaxation permet a l'ion résiduel de se retrouver dans un état fondamental
de Het et enfin I'aborption du second photon meéne & la double ionisation.
Dans sa formulation de base, la théorie Coulomb-Volkov n’est efficace que
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pour décrire des transitions ne mettant pas en jeu le passage par des états
intermédiaires. S’ils contribuent effectivement, de tels passages doivent étre
introduits explicitement dans le calcul. Nous allons alors nous fixer pour ob-
jectif ’étude de la DPI2w de I'hélium quand seul le processus direct contri-
bue, et nous nous placerons préalablement dans des cas éloignés de toutes
résonances par états intermédiaires liés. Ainsi, il sera possible d’apprécier le
role des corrélations dans 1’état final par la mise en place d’'une modélisa-
tion adaptée. De plus, un seul chemin quantique intervient, ce qui facilite
grandement 1’exploitation des résultats en éliminant les possibilités d’inter-
férences par le processus séquentiel ou les états de la structure atomique.
Nous devons donc imposer des contraintes sur 1’énergie des photons qui per-
mettent a ce seul processus direct de dominer. En effet, I’énergie apportée

par ’ensemble des deux photons doit étre au minimum suffisante pour at-
A€H62+

teindre le seuil de double-ionisation, soit w = ~ 1,4515 u.a. avec

Acpgee+ = 2,9037244 u.a. d’apres les calculs de Pekeris [156]. L’absorption
d’un seul photon de ce type mene au simple continuum avec un ion résiduel
Het(1s). En effet, atteindre le premier état excité n = 2 de He™ requiert
w > 2,4037244 u.a. Par ailleurs, 'ionisation subséquente de He'(1s) ne peut
se faire que si w > 2 w.a. La double photoionisation directe ne se produira
donc seule que si I'énergie des photons interdit 1'ionisation de Het apres
relaxation. Ce qui impose w < 2 w.a. En définitive, le processus direct est
garanti si

1,4515 <w < 2 [u.a.] (4.4)

Il est & noter que ce raisonnement ne tient pas compte de la largeur spectrale
du laser susceptible de rendre floues les limites de cet intervalle. Si cette
largeur est assez grande, elle peut faire réapparaitre 'influence de processus
séquentiels mettant en jeu des états intermédiares tels que He™(nf) avec
n > 2. Nous allons choisir dans la plupart des calculs faits les cas-type w =
3,3 w.a. pour la DPIw et w = 1,65 u.a. pour la DPI2w. Ceci nous permet,
comme représenté par les figures précédentes, de considérer des transitions
suffisamment éloignées des états de Rydberg de He mais aussi des premiers
états excités de He™. Détaillons rapidement les processus impliqués dans
la DPI2w. Nous omettrons maintenant de préciser le caractere direct des
transitions car nous nous plagons de facto dans ce contexte.

Le TS1 a deux photons

Il s’agit exactement du méme processus qu’a un photon décrit plus haut
exepté que I’éjection de I'un des deux électrons se fait par absorption de deux
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photons du champ. Comme précédemment, I’autre éjection est la conséquence
des corrélations électroniques.

Le TS2 : Two-Step-Two

Il s’agit de I'interaction simultanée de chaque électron avec un photon. Il
faut noter que ce processus met en jeu l'interaction entre les électrons car il
est énergétiquement interdit dans un modele a électrons indépendants pour
w < 2 w.a. La question de la compétition entre le T'S1 a deux photons et le
TS2 est donc ouverte.

Le Shake-off

De la méme maniere qu’a un photon, il s’agit de I'absorption de deux
photons tres énergétiques par le méme électron puis de I'éjection du second
par relaxation sur les états du continuum de He™. En pratique, ce cas ne
devrait pas intervenir pour la DPI2w directe puisque nous limitons 1’énergie
des photons a 2 u.a.

4.3 Le développement de base de la DPI : la
densité de probabilité D,

Ce paragraphe est consacré au développement analytique puis a 1’exploi-
tation des distributions angulaires, énergétiques et les sections efficaces issues
de la densité de probabilité de DPI sous sa forme la plus simple. Rappelons
que nous avons représenté pour ce cas, 1’état fondamental par un produit
d’orbitales hydrogénoides 1s avec une charge écrantée Z; = 1,6875, et I'état
final par un produit antisymétrisé d’une phase de Volkov et de fonctions
d’onde Coulombiennes. Pour ces dernieres, nous supposons que les électrons
évoluent de maniere indépendante dans le double continuum. Ainsi, chacun
d’entre eux subit un champ créé par une charge nucléaire asymptotique et
fixée a Zy, = Zp = 2. L’objectif étant de faciliter I’étude des améliorations qui
suivent a l’aide d’une expression initialement plus simple a manipuler. Cette
approche sera ensuite discutée sur la base de comparaisons avec d’autres ré-
sultats. Regardons tout d’abord I’expression de la densité de probabilité que
I’on relie a 'amplitude de transition via la formule

2
Disoys (. K, e Q) = | T

(4.5)
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Chaque électron se trouve finalement dans un état du continuum dont 1’éner-
L . k? K? .

gie cinetique respective est e = — et €5 = 5 Si nous souhaitons une

expression de la densité de probabilité en fonction de ces énergies, nous de-

vons alors utiliser

2
Dirope (g, 2y s Q) = kR x | T (4.6)
En se souvenant du résultat
2
IT'(1— il/)’2 = i (4.7)

exp(mv) — exp(—mv)

Nous obtenons donc a partir de (2.66) I'expression finale de D(y)2

911 252, 2y
w2 (1 — exp(—27v))(1 — exp(—2m'))

D(ls)2 (557 51;’7 Qk, Qk’) =

T t
X / dtE(t) exp {i(f,; +ep — ege)t +i(k+E) - / dr' A~ (t’)}
0 T

< Biv—2p3/ il/’—QH—iu—lH/—iV'—l{ { — iZz-fiz(l — iu)(2 - iV)HB_l (4,8)
FVAZ (1 +0)(Z; = ) BH 4+ v(1 = i) | .(Z; — i) + ZiA?]l

x [Zl-(l — W YH + (2 — ik’)B’] + [k — k:} {k — k] H

A ce stade du développement, deux remarques importantes sont a faire. A
propos de la configuration spatiale et de la distribution en angle, on peut
noter que D ne comporte aucune dépendance en ¢y, et ¢, . Ceci signifie qu’il
existe une symétrie de révolution autour de 'axe (O,). Naturellement, I’étude
de la géométrie coplanaire s’'impose, puisque toutes les informations que nous
pourrons extraire de cette expression seront contenues dans cette configura-
tion. Sa généralisation a l'espace se déduit par une simple rotation. Nous
pouvons donc écrire D42 (€x, €5 Qs Q) = Daoy2(€x, €45 O, O ). Nous per-
cevons d’emblée I'une des limitations de cette formulation puisque les figures
d’éjections expérimentales et théoriques concernant la DPIw sont en géné-
ral fonction des angles polaires et azimutaux. Cette dépendance devra appa-
raitre lors des diverses améliorations. Par ailleurs, rappelons que les électrons
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se partagent 1’énergie apportée par un ou deux photons du champ en exces
au-dessus du seuil de double ionisation que I'on peut résumer par

DPIlw EpteEp =€He TW

DPI2w Ep+E€p = €He T 2w (4.9)

Il faut toutefois remarquer que nous nous plagons dans le cas ou w est la
fréquence centrale de la distribution spectrale de I'impulsion laser. Nous sup-
posons donc que satisfaire (4.9) est la situation physique de répartition de
I’énergie entre les électrons la plus probable. Ce cas constituera donc I'un des
exemples récurrents d’étude dans la suite du manuscrit. Pour ce qui est de la
section efficace et d’apres I'expression de I'annexe F, la donnée importante
est la probabilité totale. Celle-ci nous est fournie en intégrant la densité de
probabilité sur chacun des vecteurs ket k.

Phsy = / dk / Ak Dygye (k, k', O, Opr) (4.10)

D’ou nous tirons une expression de la probabilité en fonction de D42 (e, €5, Ok, Or)
apres intégration sur ¢y et ¢p

“+o0o +00 T T
7)(13)2 = 47‘(2/ kdk / k/dk/ / sin Gk dek / sin Hk/ d(gk/
0 0 0 0 (4.11)

D(ls)2<€E7 €k eka ek/)

Ce qui nous donne en utilisant (4.8)

+o0 —+o0 s s
Py = 274 21 (6473)? / dk / dk’ / déy, / A6y
0 0 0 0

k sin 0,k sin 0,
(1 —exp(—27v))(1 — exp(—271"))

T t
/ dt E(t) exp [i(e,; +en —eme)t +i(k+ k) - / dt'A- (t’)]

0 T

X

(4.12)
< Biv-28/ iu’—2H—1u—1H/—iV’—1{ [ —iZik, (1 —iv)(2 — iv)HB™!
FOAZ (4 )2~ B 4 v(1 = ) [ (2~ ) + 242 |
p

x [Zi(l — W YH +i(Z - ik’)B’} + [k: — k:] {k — k] }
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Dans 'expression précédente, le dernier terme du facteur entre accolades fait
référence a celui qui le précede dans lequel k est remplacé par k'

4.3.1 Double ionisation a un photon

Dans ce paragraphe, nous présentons les résultats que nous avons obtenus
avec des codes calculant la densité de probabilité (4.8) et la probabilité (4.12).
Dans I’absolu, ils sont capables de calculer tous les ordres directs de transi-
tion multiphotoniques. Mais nous les avons limités aux calculs a un photon,
afin de pouvoir comparer aux nombreux résultats déja publiés sur la DPIw.
Ainsi, nous avons fait le choix des parametres laser suivants : Ey = 1073 u.a.
ce qui correspond a une intensité de Iy ~ 3,51.10'° W.cm™2 et nous assure de
travailler dans le régime perturbatif. L’impulsion laser présente une énergie
de photon de w = 3,3 u.a. et 30 cycles optiques, ce qui correspond a une
durée d’impulsion d’environ 1,4 fs. Pour comprendre quels sont les méca-
nismes décrits par cette densité, revenons en détail sur I'équation (2.57) qui
a l'avantage d’étre claire. Nous allons raisonner uniquement sur le premier
terme entre crochets, car le méme genre d’analyse est applicable au second
terme. La transition a un photon implique un développement a 'ordre 0 des
deux exponentielles issues de la phase de Volkov

—

/dr‘i Qﬁg*(ﬁ) exp (iA_ (t) - r_i) 11 €08 01p15(7r7)

— [ drj w,g*(ﬁ)n cos 6114(r1)
ordre 0

[ g e (170 5) oty

— %, 5
ordre 0 dry ¢ (r2)1s(12)

(4.13)

Des lors, la premiere intégrale représente bien I’absorption d’'un photon et I'io-
nisation de I’atome, la seconde est simplement le recouvrement de la fonction
d’onde de I’électron restant avec celle du continuum. Un tel recouvrement se
retrouve dans le Shake-off, mais ce processus produit un électron qui emporte
la quasi-totalité de 1’énergie en exces. Ce qui n’est, on le verra plus tard, pas
le cas ici. On peut donc voir que la densité D)2 contient naturellement I'io-
nisation de I’hélium par un photon, et un processus de relaxation apparenté
au Shake-off de I'autre électron menant ainsi a la double ionisation. Le TS1
n’est pas décrit puisque les corrélations angulaires sont ignorées. Ainsi, en
termes de moment angulaire ¢, si 'on regarde le couple (¢,¢') de ce systeme
diélectronique, le seul canal ouvert par cette description lors de 'ionisation a



128 La double photoionisation de I'hélium a un et deux photons

un photon est (0, 0) dans la voie initiale vers (0, 1) dans la voie finale. A partir
de cette densité, nous nous sommes engagés sur une étude systématique des
distributions en angle et en énergie pour chacun des cas a un et deux pho-
tons. Nous ne présenterons ici que quelques cas particuliers afin de ne pas
alourdir inutilement le manuscrit, mais il est évident que de tres nombreuses
configurations peuvent étre explorées. Tous les graphes sont regroupés en fin
de paragraphe.

Distribution angulaire

Les résultats qui suivent ont été produits en étudiant un échantillon
de 10 couples d’énergie (ej,e;) se répartissant I'exces d’énergie entre 0 et
0,45 u.a'®. et satisfaisant la conservation de I’énergie (4.9). Puis, nous avons
fixé la direction d’éjection du « premier » électron, symbolisée dans les fi-
gures par la fleche noire, par rapport a la direction de polarisation symbo-
lisée par la fleche rouge et que nous avons fait varier 'angle d’éjection du
« second » électron entre 0° et 360°. Nous parlerons abusivement de « pre-
mier » ou « second » électron bien qu’il n’existe pas de séquencement lors de
la double ionisation et qu’il ne soit pas possible de les distinguer. Une cor-
respondance énergie-couleurs des courbes que l'on retrouvera dans chacun
des graphes a été établie, nous la présentons ici afin de ne pas surcharger la
légende (en w.a.)

On observe que 'essentiel des figures est concentré dans une couronne res-
treinte, la dispersion est finalement assez faible. Mais également que 1’éjection
du second électron se fait préférentiellement dans la direction de polarisation
de la lumiere et donc essentiellement dans le demi-plan d’éjection du pre-
mier électron (cf. F1G. 4.6 a)). Le fait de changer la direction d’éjection du
premier électron n’affecte qu’en magnitude le profil d’éjection du second (cf.
F1G. 4.6 b)). Plus on se rapproche d’une éjection vers 90° plus I’éjection du
second électron s’amenuise mais reste orientée suivant ’axe de polarisation
(cf. F1G. 4.6 b)) et 'on peut remarquer les prémices d’un lobe a 6, = 180°.
Le cas le plus intéressant est celui ou le premier électron est éjecté a 6, = 90°
(cf. F1G. 4.6 ¢)) ou les lobes sont absolument symétriques, traduisant 1’équi-
probabilité de 1’éjection de 'autre dans les deux directions de ’axe de po-
larisation. Cependant, pour le cas €5 = 0,45 u.a. (courbe rouge) est le seul
qui échappe a cette hypothese. Par ailleurs, nous avons vérifié qu’il existe
une symétrie des profils d’éjection par rapport a 1’axe perpendiculaire a la
direction de polarisation pour tous les cas ou 8, > 90°. Cette premiere ap-
proche mene a des résultats prédisant une éjection préférentielle dans I'axe de

10Cette valeur est obtenue en tenant compte de I’énergie du photon fixée & 3,3 u.a. et
de Dénergie de D'état fondamental fixée pour le cas H(1s)? & (15)2 = —2, 8476562 u.a.
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(6]C = 0; Ef = 0,45)

(6]C = 0, 05; Ep = 0,4)

(€k, = 0, 1§5k’ = 0, 35)
—(Ek = O, 15§5k/ = 0,3)
(Ek = O, 2§5k/ = 0, 25)

<5k = 0,25 e = 0, 2)

(€k = 0, 3;8k/ = O, 15)

(e, =0,35ep =0,1)
I (Ek = 0,4;5k/ = 0, 05)

- (Ek = 0,45;614 = O)

F1G. 4.5 — Correspondance couleur-énergie des couples (ez,65) des courbes
de densité pour w = 3,3 u.a. et g(152 = —2,8476562 u.a.

polarisation et orientée dans le sens du premier électron (par exemple quand
celui-ci est émis suivant §; = 0°). Ils sont en contradiction avec toutes les
expériences [189, 191, 192, 195] qui montrent 1’éjection du second électron
dans le demi-plan opposé a celui contenant ’éjection du premier électron. La
répulsion électrostatique devrait en effet interdire une telle configuration et
I’absence de corrélations angulaires est directement a l'origine de ce résul-
tat. Par ailleurs, nous vérifions qu’a I’équipartition avec premiere éjection a
0 = 0° (cf. F1G. 4.6 d)), il ne peut y avoir d’émission a 6 = 180°. Cette
caractéristique s’explique par des considérations sur la parité des fonctions
d’onde. L'indiscernabilité des électrons implique que les fonctions d’onde sa-
tisfont la condition f (/;1,/{;) = f(kQ,kl) De plus, l'inversion de symétrie
donne f(ky, ks) = —(=1)F f(—ky, —k2) olt P est la parité de I'état initial. Sup-
posons 1’éjection d’un electron a Qk =0°%et I’ autre a 0, = 180° avec la meéme
énergie, ce cas implique ky = —ks = k d'ou f(k, —k) = —(=1)P f(k, —k) et si

P est pair, f (E, —E) = 0 [207]. Nous sommes exactement dans ce cas puisque
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I’état initial se trouve étre de symétrie (1s)2.

Du fait de I'absence de corrélations dans 1’état final, il n'y a aucune in-
terdiction a ce que les électrons soient émis dans la méme direction et avec
la méme énergie. Les calculs de base nous menent donc a des situations non-
physiques. La forme en lobe est due a la contribution des orbitales de symétrie
p du continuum, imposées par les regles de sélection lors de ’absorption d’un
photon. Celles-ci présentent une dépendance en cosf et par conséquent, la
densité est explicitement fonction de cos? @ ; c’est ce facteur qui est a I'origine
de ce profil.

Distribution en énergie

Les résultats sur la distribution en énergie (cf. F1G. 4.7) sont obtenus
en fixant dans (4.8) 'angle d’éjection 6y du premier électron a 0° (dans la
direction de polarisation), son énergie (pour chacune des valeurs données
dans la F1G. 4.5) et langle d’éjection du second électron. Cela signifie que
I'on se déplace tout au long de la distribution en angle du premier graphe
(cf. F1G. 4.6 a)) et que 'on calcule la distribution en énergie pour quelques
valeurs de 0 choisies entre 0 et 180°. La distribution en énergie est évaluée en
faisant varier € entre 0 u.a. et 0,45+Ac u.a. Cette correction Ae correspond
au surplus d’énergie qui peut étre apporté par la largeur spectrale du laser.
Elle est estimée a partir de la relation

27

Ae = —
c T/2

(4.14)

ou 7 est la durée de I'impulsion. Nous pouvons vérifier que chaque distribu-
tion du second électron est bien centrée sur la conservation de 1’énergie. La
largeur constante de chacune d’elles est directement liée a la largeur spectrale
du laser. De plus, on peut remarquer une relative uniformité dans les distribu-
tions en énergie, et ce jusqu’a O = 90° (cf. F1a. 4.7 a), b), ¢)). Ceci confirme,
surtout pour le premier graphe, la prédiction d'un cas non-physique ou les
deux électrons sont émis dans la méme direction et avec la méme énergie. Par
ailleurs, nous pouvons constater que ’angle d’éjection influe fortement sur le
calcul des distributions en énergie. Des que I'on se rapproche d’une éjection a
I'opposé du premier électron, les distributions s’atténuent rapidement et, les
distributions extrémes e = 0 w.a. (courbe noire) et £ = 0,45 w.a. (courbe
rouge), ou le second électron emporte soit aucune partie soit la quasi-totalité
de I'énergie en exces, deviennent prépondérantes (cf. F1a. 4.7 d)).
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Section efficace

Les calculs que nous avons effectués sont comparés a ceux référencées
dans l'article de M. Pont et R. Shakeshaft [208] (cf. F1G. 4.8). Bien que les
résultats sur les distributions angulaires et énergétiques ne soient pas sa-
tisfaisants du fait de I’absence de corrélations, la section efficace présente
quant a elle un bon accord. Les calculs coincident pres du seuil de double
ionisation, puis les résultats CV2 ont tendance a s’écarter et a légerement
sous-estimer ces calculs de référence au-dela de w = 3,5 u.a. Il est assez
surprenant de constater qu'une description non-physique a I’échelle des dis-
tributions en angle et en énergie donne des résultats tout a fait intéressants
a 1’échelle de la section efficace. Cette conclusion est déja suggérée dans [160]
ol les auteurs estiment que les corrélations dans 1’état final jouent un role
négligeable. Cette étude nous apporte toutefois une certitude : il existe deux
niveaux distincts d’appréciation de la DPIw, celui des distributions ou le role
des corrélations est absolument essentiel et celui de la section efficace ou il
ne l'est pas. Si on écarte un accord fortuit, on peut avancer '’hypothese que
notre modele représente bien le mécanisme « primaire » de double éjection
mais pas la redistibution de ce flux via I'interaction de configuration (notam-
ment angulaire) puisque cette voie est absente. Ainsi, on aurait une section
efficace totale correcte alors que les distributions en angle et en énergie ne le
sont pas.
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F1G. 4.8 — Section efficace totale de DPIw calculée par CV2.

4.3.2 Double ionisation a deux photons

Il s’agit des mémes calculs que précédemment, adaptés aux transitions a
deux photons. Par analogie, analysons quels sont les processus décrits par
notre développement CV2. Pour cela, reprenons de la méme maniere les ex-
pressions (2.57). La premiere possibilité pour que des transitions a deux pho-
tons aient lieu, consiste a développer la premiere exponentielle a 'ordre 0
puis la seconde a 'ordre 1

/dﬁ @D]g*(ﬁ) exp <i/f_ (1) -ﬂ) 71 €08 01 p15(77)

— [ drj @/},g_*(ﬂ)rl cos 61p15(71)
ordre 0

[ i D e (A0 53 entr

) o .
ordre 1 <_1§> E(t)/dm lﬁ,;, (72)72 cos Bap14(773)

(4.15)

ou l'on voit apparaitre I’absorption d’'un photon par chaque électron, méca-
nisme correspondant au TS2 (cf. §4.2.2). Ce processus produit deux électrons

de symétrie p et le canal le représentant est (0, 0) 2, (1,1). La seconde pos-
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sibilité est le développement de la premiere exponentielle a I'ordre 1 puis la
seconde a l’ordre 0

A
T 0 Et dr —*( 0 2 —
ordre 1 _15 ( ) Bt wk’ <T1)<T1 Cos 1) P1s (Tl)

——— [ i 5 (1) (1)
ordre 0

(4.16)
ce qui décrit, comme pour le cas a un photon, I'éjection d’un électron par
absorption de deux photons et le recouvrement de l'autre électron résiduel
avec un état du continuum. Ici, ce processus produit un électron de symétrie
s et un autre de symétrie s ou d (absorption de deux photons). Les canaux
correspondants sont (0, 0) 2, (0,0) et (0,0) 2, (0,2). Si les fonctions d’onde
(initiales et finales) sont toutes calculées avec Z = 2, I'orthonormalité des
fonctions d’onde dans la calcul de U'intégrale a 'ordre 0 de (4.16) impose que
ce mécanisme d’absorption de deux photons soit nul.

Distribution angulaire

Comme nous 'avons souligné, les seuls résultats sur lesquels nous nous
appuyons dans ce cas sont théoriques. Cependant, une tendance se dégage
car en polarisation linéaire, I’émission du deuxieme électron se fait préféren-
tiellement & l'opposé du premier [199, 201, 202]. Nous ne retrouvons cette
tendance que pour le cas a 6, = 0° avec une faible distribution orientée dans
la direction du premier électron (cf. F1G. 4.9 a)). A l'instar du cas a un pho-
ton, changer 0, n’affecte que la magnitude des lobes 'orientation privilégiée
étant toujours I'axe de polarisation (cf. F1G. 4.9 b)). Le cas a 6, = 90° est
symptomatique puisqu’une éjection préférentielle se fait dans I’axe défini par
I’éjection du premier électron, perpendiculairement a ’axe de polarisation (cf.
F1G. 4.9 ¢)). Les lobes que 'on prédit ne sont donc plus du tout en accord
avec les calculs présentés dans les articles référencés plus haut. Ces profils
angulaires suggerent, comme dans le cas a un photon, qu'une configuration
en cos? issue d'une symétrie p est responsable de cette répartition. La pro-
duction d'une telle symétrie dans I’état final ne peut étre que la conséquence
du processus d’absorption d'un photon par chaque électron (TS2) c’est-a-

dire le canal (0,0) 2% (1,1). Dans ce cas, le profil devrait étre strictement
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symétrique. C’est ce qui est vérifié par les F1G. 4.9 e) et f) ou 'on a arbi-
trairement posé la charge nucléaire de I’état initial égale & 2 (& mettre en
lien avec les F1G. 4.9 a) et b)). Ainsi, le recouvrement a lordre 0 de (4.16)
s’annule du fait de I'orthogonalité des fonctions d’onde. On élimine de fait le
processus d’absorption de deux photons par un électron puis le recouvrement
de I’électron résiduel vers le continuum. Ainsi, le profil général des distribu-
tions angulaires est donné globalement par le TS2 mais la présence méme
faible de ce second processus a deux photons induit une disymétrie. Nous
mettons ainsi en lumiere le role tres important des corrélations radiales dans
I’état initial et nous verrons également leur influence dans 1’état final.

Distribution en énergie

Hormis le cas tres défavorable a 6 = 90°, les distributions en énergie
montrent une relative homogénéité, les cas extrémes étant légerement favo-
risés pour 0° > 6, > 90° (cf. F1G. 4.10 a)). A propos de cette méme figure,
nous remarquons que les cas a I’équipartition (partie centrale) bien que moins
importants, sont présents. Cela signifie que les cas ou les deux électrons sont
éjectés dans la méme direction et avec la méme énergie existent également.
Nous pouvons noter qu’a partir de 0 = 90° (cf. F1G. 4.10 b)), la tendance
s’inverse et c’est la partie centrale de la distribution qui est privilégiée (cf.
F1G. 4.10 ¢)). Nous pouvons constater que c’est encore la présence du pro-
cessus secondaire a deux photons qui est responsable du profil prononcé au
extrémités, car s’il 'on compare aux cas ou ’on a extrait ce processus en po-
sant comme au paragraphe précédent Z; = 2, ce phénomene est moindre (cf.
F1G. 4.10 d) et ) a mettre en lien avec les F1G. 4.10 a) et b)). De plus, il est
aussi responsable du changement de tendance au-dela de 0y = 90° puisque
le TS2 seul ne favorise pas I’équipartition (cf. F1G. 4.10 f) & mettre en lien
avec la F1G. 4.10 ¢)).

Section efficace

Les résultats que nous avons reportés sur la F1G. 4.11 montrent deux ten-
dances. D’une part, une collection de résultats indique une certaine conver-
gence : R-matrice [197], base de fonctions Sturmiennes [198], base de B-
splines [198], TDCC [199] et CCC dépendante du temps [202]. D’autre part,
une méthode fondée sur la J-matrice [200] et sur la théorie des perturbations
dépendante du temps a lordre le plus bas [179] se situent au-dessus de ce
groupement. Enfin, les deux résultats expérimentaux disponibles [6] et [3]
donnent un point dans la premiere région de résultats et un autre au milieu
des deux groupes. Nous voyons tres clairement que les calculs CV2 sont en
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deca de toute cette collection de résultats. C’est indéniablement une preuve
supplémentaire de la nécessité d’améliorer la description. Contrairement au
cas a un photon ou les corrélations ont un faible impact sur la section efficace
totale, il semble qu’elles jouent un role dominant a deux photons. Dans quelle
mesure interviennent-elles est une question a laquelle nous essaierons de ré-
pondre. De plus, il ne faut pas oublier que ’absence des états intermédiaires
peut expliquer pourquoi les résultats CV2 sous-estiment les autres calculs et
les données expérimentales. Leur contribution reste également a évaluer.

4.3.3 Conclusion

Nous constatons que différents degrés d’analyse se distinguent. La section
efficace totale a un photon (DPIw) ne nécessitant par exemple pas une des-
cription tres détaillée pour obtenir de bons résultats. A contrario, des que
I'on s’intéresse aux distributions en angle et en énergie, il est absolument
indispensable de prendre en compte les corrélations angulaires en particulier
pour reproduire correctement la structure en lobe. En effet, la répulsion élec-
trostatique interdit certaines configurations et mene a des figures d’éjections
ou des orientations sont privilégiées. Pour le cas a deux photons (DPI2w), les
distributions angulaires et énergétiques ne sont pas satisfaisantes dans cette
formulation de base. La méme raison est a invoquer, des cas non-physiques
sont décrits dus a ’absence de corrélations angulaires. La section efficace to-
tale est inférieure aux résultats déja existants, les corrélations mais également
la contribution des états intermédiaires peuvent expliquer cette différence.
S’il I'on veut poursuivre I’étude de 'ionisation double de I'hélium, il est alors
crucial d’améliorer la modélisation. La premiere voie d’exploration que nous
avons entamée est celle des corrélations. Principalement pour permettre de ne
plus décrire des résultats non physiques, prendre en compte le processus TS1
(majeur & un photon) puisqu’il est issu de U'interaction {électron-électron}
et évaluer la contribution directe des différents types de corrélations sur les
quantités que l'on étudie.
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F1G. 4.10 — Distribution CV2 en énergie de la DPI2w avec He(1s)? et état
final non corrélé, Z; = 1,6875 pour a), b) et ¢), Z; = 2 pour d), e) et f),
w=1,65u.a., By = 1073 w.a., (cf. F1c. 4.5 pour la légende sur les couleurs).
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Chapitre

Les role des corrélations électroniques
dans I'état final

5.1 Introduction

ANS ce chapitre, nous allons explorer deux approches qui se prétent au
D contexte Coulomb-Volkov. La premiere reproduit les corrélations élec-
troniques dans I’état final a I’ordre 0 au moyen d’un écrantage de la charge nu-
cléaire dépendant des vecteurs d’onde de chacun des électrons dans le double
continuum. La seconde décrit directement via une onde Coulombienne (dé-
pendant également des vecteurs d’onde) l'interaction répulsive entre chacun
des électrons, et inclut les corrélations angulaires. Dans notre modele de base,
les électrons du double continuum subissent I'influence de champs Coulom-
biens crées par des charges nucléaires référencées 7, Z;. et égales a 2. Il nous
permet toutefois de choisir arbitrairement la valeur de chacune d’elles et par
ce biais, nous allons pouvoir mettre en lumiere l'influence des corrélations a
I’ordre 0.

5.2 Le modele a charges variables

La mise en place d'un systeme de charges ne dépendant que de la vitesse
d’éjection (ou de I'énergie cinétique) de chaque électron constitue la premiere
étape du processus d’étude des corrélations. L’hypothese sur laquelle on se
fonde est la suivante

HYPOTHESE 6 (LA CHARGE ECRANTEE)
Un électron éjecté avec une vitesse supérieure a l’autre, subira globalement
I'influence d’un champ Coulombien écranté par I’électron le moins rapide
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Ce qui peut étre facilement compris d’un point de vue électrostatique par le
théoreme de Gauss. Ainsi, un modele dit « variable » dépendant seulement
de la norme des vecteurs d’onde et donc de la vitesse de chacun des électrons,
a été mis en place. Il s’agit d’une premiere approche pour mesurer tres lar-
gement la contribution des corrélations électroniques. Nous allons appliquer
la condition suivante sur les charges nucléaires lors du calcul de I'amplitude
de transition, son expression finale restant inchangée.

_ , = : /
{ Zr=1 et Z, 2 S1 k>k (51>

Z,=2 et Zp=1 si k<K

L’idée est d’avoir une procédure qui puisse s’affranchir d’un choix arbitraire
des charges nucléaires comme celui des charges asymptotiques Z, = Z = 2
tout en reflétant une situation physique plus crédible. Cependant, nous ne
nous attendons pas a obtenir de bons résultats a propos des distributions car
aucune dépendance angulaire n’est prise en compte. C’est pour cette raison
que nous ne présenterons pas de graphes a ce propos, d’autant que nous avons
effectivement vérifié qu’aucune amélioration sensible n’est a constater.

5.2.1 Double ionisation a un photon : la section efficace

Clairement, le modele variable produit des sections efficaces tres sures-
timées d’environ un ordre de grandeur par rapport au cas sans corrélations
(cf. F1G. 5.1). Ceci démontre la tres grande dépendance des calculs vis-a-
vis de la charge nucléaire et en particulier des effets d’écran. Nous pouvons
comprendre ces résultats car le recouvrement a l'ordre 0 intervenant dans
(4.16) se fait maintenant entre deux fonctions d’onde présentant des charges
Z; = 1,6875 et Z;, = 1 ou 2. Nous avons par ailleurs vérifié que ce recouvre-
ment est plus élevé dans le cas ou Z;, = 1, ainsi les résultats pour les sections
efficaces sont globalement supérieurs. Le choix des charges s’avere étre un
élément crucial et ces résultats tendent a nous faire penser qu'un systeme de
corrélations fondé sur un écrantage de la charge nucléaire ne représenterait
pas correctement la DPIw. Ceci souléve donc une question : y aurait-il un
optimum dans le choix des charges nucléaires 7 En effet, il semble dans ce cas
suffisant d’utiliser Z, = Z;, = 2 si l'on est intéressé par la section efficace a
un photon.

5.2.2 Double ionisation a deux photons : la section ef-
ficace

Le calcul de la section efficace présente une amélioration considérable (cf.
F1a. 5.2). Le calcul CV2 a charges variables présente un gain d’environ un
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F1G. 5.1 — Section efficace totale de DPIw calculée par CV2 et écrantage de
charge variable dans I’état final.

facteur huit par rapport au calcul de base. Ceci est tout a fait intéressant car
rapproche les calculs de la « collection » de résultats. Ces resultats montrent
que les corrélations d’ordre 0 jouent un role déterminant dans le cas a deux
photons. Cependant, tout comme le cas a un photon, la difficulté vient du
choix des charges : ce systeme variable étant a priori tres grossier, regarder
un choix plus fin permettrait d’améliorer la section efficace. Nous pouvons
toutefois rapprocher nos résultats de ceux données dans [201]. Les auteurs
emploient une méthode CCC corrélée et remplacent la contribution de tous
les états intermédiaires par une relation de fermeture [202]. Les résultats
ainsi calculés sont du méme ordre de grandeur que les notres bien qu’infé-
rieurs d’'un facteur 2. Nous observons ainsi que par rapport & un calcul sans
écrantage dans 1’état final, leur prise en compte s’avere déterminante et leur
contribution d’environ un ordre de grandeur.

5.2.3 Conclusion

Il est tres surprenant d’observer que la mise en ceuvre du modele de cor-
rélations variables mene a des comportements opposés entre les cas a un et
deux photons. Néanmoins il permet de se rendre compte de I'influence du
choix des charges nucléaires différents dans chacun des cas. Nous avons vu
que les corrélations a l'ordre 0 (écrantage des charges dans le double conti-
nuum) jouent un réle important pour les sections efficaces totales de DPIw
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et DPI2w. Pour la DPIw, on s’écarte du résultat correct alors que ’on se rap-
proche des valeurs déja calculées pour la DPI2w. Néanmoins, dans ce dernier
cas la pente des sections efficaces ne correspond pas et nous pouvons nous
demander si 'augmentation de la section efficace est due a une meilleure re-
présentation physique du double continuum ou a un effet numérique, comme
pour la DPIw. Ceci nous encourage donc a raffiner notre modele pour repré-
senter les corrélations électroniques dans le double continuum.
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F1G. 5.2 — Section efficace totale de DPI2w calculée par CV2 et corrélations
variables dans 1’état final.

5.3 Les corrélations électroniques : le modele
des charges écrantées 2SC

La seconde approche va permettre d’aller plus finement dans le détail
du choix des charges en ne considérant non plus uniquement un écrantage
fonction de la valeur de I'impulsion k& ou &’ (norme du vecteur kou k' ) mais
aussi les angles d’éjections. Cette démarche est directement issue de 'article
de D. Proulx et R. Shakeshaft [166] et peut étre résumée par des corrections
A a apporter aux charges nucléaires initiales

Zk =2— Ak
Y 52)
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ou ces corrections dépendant de k et &’ sont définies comme il suit

B <k

L)
Ik = K] (5.3)
(K- (K — k)] x ¥

ST T

Cette méthode initiée par M.R.H. Rudge et M.J. Seaton [209] a l’avantage
de remplir les conditions asymptotiques définies par Peterkop [210]. Nous
pouvons la réécrire en utilisant nos notations

k3 — k2K’ (sin 0y, sin 0y cos @ + cos 0y, cos O/)
[k2 + k"2 — 2Kk’ (sin 0 sin 6 cos ® + cos O cos B )]*/
k" — K"k (sin 0y, sin 0y cos @ + cos O, cos Oy)

[k2 + k"2 — 2kE’ (sin 0, sin 6y cos D + cos by, cos Qk/)fﬂ

(5.4)

Ay =

Il est a noter que la densité de probabilité dépend de ¢ et ¢y par l'inter-
médiaire de ® = ¢y, — ¢p. Cet angle mesure 1'écart entre chaque plan d’éjec-
tion. Comme nous 'avons déja précisé, 1’étude des distributions se place en
géométrie coplanaire, c’est-a-dire & = 0°. Cependant, pour le calcul de la
probabilité totale, I'intégration sur ¢y et ¢y doit étre effectuée. Nous allons
remplacer ces deux intégrales successives cotiteuses en temps de calcul par
une seule sur ¢ en utilisant le changement de variable suivant

Ok — Ok
o — P = o — P

Les intégrations s’écrivent ensuite sous la forme

/0 " a0, /0 e — /0 " a6, /0 " 4@ det() (5.6)

ou J est la matrice Jacobienne suivante

(5.5)

O, Oy

S o Ow (5.7)
90 00
Ok i

dont le déterminant vaut det(JJ) = 1. Finalement, les intégrations deviennent
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2 21 2T
0 0 0

ce qui permet d’économiser une procédure d’intégration. Précisons a ce pro-
pos que les résultats qui suivent seront tous évalués pour une géométrie co-
planaire correspondant a ® = (0°.

5.3.1 Double Ionisation a un photon
Distribution angulaire

Les profils d’éjection se trouvent considérablement affectés par cette nou-
velle formulation des corrélations dans I’état final (cf. F1G. 5.3). De maniere
générale, on peut constater que 1’éjection du second électron se fait toujours
sensiblement dans le demi-plan d’éjection du premier électron. Cependant,
une structure en lobe se dégage symétriquement par rapport a la direction
d’éjection du premier électron. Cependant, les cas ou 1’éjection du second se
fait strictement dans la méme direction et avec une énergie proche est sinon
interdite du moins fortement atténuée (cf. F1G. 5.3 a)). C’est une avancée
intéressante dans le sens ou des situations non-physiques sont partiellement
évitées. Ces structures s’expliquent par le fait que pour les cas les plus drama-
tiques (méme direction d’éjection, méme énergie) la valeur de la correction
sur les charges nucléaires calculées par (5.3) tend vers l'infini. Ainsi, pour
ces configurations, les charges nucléaires issues de (5.2) sont également tres
grandes. Le recouvrement a cet endroit est alors tres petit et mene au creu-
sement du profil angulaire. Les lobes qui en résultent sont donc des réminis-
cences d’une symétrie p pour laquelle les configurations non physiques sont
simplement éliminées. Il reste cependant toujours le probleme de 'orientation
qui n’est pas correcte (cf. F1G. 5.3 b) et ¢)), en particulier a I’équipartition
(cf. F1Ga. 5.3 d)) ou les lobes doivent étre préférentiellement orientés vers
I’arriere. Nous vérifions tout de méme que pour ce cas, I’émission du second
électron a 6 = 180° pour le premier émis a 6, = 0° n’existe pas (courbe
rouge).

Distribution en énergie

Les distributions en énergie présentent quant a elles un tout autre com-
portement que précédemment (cf. F1G. 5.4). Le cas 0 = 0° (cf. F1G. 5.4 a))
présente un profil ou I'un des électrons emporte la quasi-totalité de 1’énergie
en exces laissant 'autre avec une énergie proche de zéro. Cependant, jus-
qu’a 0 = 90° il n’y a plus de tendance tres claire qui se dégage méme si
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les cas ou des électrons de plus haute énergie semblent relativement favorisés
(cf. F1G. 5.4 b)). Nous constatons tout de méme que I’homogénéité autour de
I’équipartition telle qu’elle était présente auparavant n’existe plus. Puis, pour
et au-dela de 0 = 90° (cf. F1G. 5.4 ¢) et d)) nous retrouvons, comme pour
le cas non corrélé, une prépondérance plus marquée pour la configuration
e = 0,45 u.a. (courbe rouge).

Section efficace

La section efficace (cf. F1G. 5.5) est du méme ordre de grandeur que le
systeme variable, avec une sous-estimation pour les plus basses énergies. Nous
pouvons supposer que le systeme 2SC procede a une répartition différente
de la probabilité totale. Asymptotiquement, les deux formulations semblent
converger. Globalement, le systeme reste tres affecté par un choix arbitraire
ou non des charges et nous pouvons définitivement conclure que 'utilisation
de charges écrantées ne convient pas a la section efficace a un photon, le choix

Z; = 1,6875 et Zy = Zp = 2 reste donc un optimum pour une description
simple de la DPI.
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F1G. 5.3 — Distribution CV2 en angle de la DPIw avec He(1s)? et corrélations
2SC dans I'état final, w = 3,3 w.a., By = 1073 w.a., (cf. F1G. 4.5 pour la
légende sur les couleurs).
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F1G. 5.4 — Distribution CV2 en énergie de la DPIw avec He(1s)? et corréla-
tions 2SC dans I'état final, w = 3,3 w.a., Ey = 1072 w.a., (cf. F1G. 4.5 pour

la légende sur les couleurs).
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F1G. 5.5 — Section efficace totale de DPIw calculée par CV2 avec corrélations
2SC dans I’état final.

5.3.2 Double ionisation a deux photons

Distribution angulaire

Les distributions angulaires présentent des similitudes assez fortes avec le
cas a un photon. La ou elles étaient tres différentes dans le calcul de base,
leur comportement révele maintenant des ressemblances. De la méme maniere
qu’a un photon, les cas non-physiques sont fortement atténués en particulier
pour des configurations proches de I'équipartition et de 'éjection dans la
méme direction. Cependant, le méme constat est a faire, I'orientation n’est
toujours pas satisfaisante et ’on tire la méme conclusion : il s’agit de réminis-
cences de lobes auxquels les valeurs tres importantes des charges interdisent
certaines configurations. C’est pour cette raison que nous ne présentons pas
de graphes concernant ce point.

Distribution en énergie

Nous pouvons remarquer a propos des distributions en énergie (cf. F1G. 5.6)
que le cas a 0, = 0° présente tout comme le cas a un photon, une structure o
les contributions proches de ’équipartition n’existent plus (cf. F1G. 5.6 a)).
Puis, pour 6, = 45°, une dominante se dégage pour le cas ou 1'un des élec-
trons emporte une énergie importante mais non maximum, en méme temps
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que se creuse les contributions autour de I’équipartition (cf. F1G. 5.6 b)). Ce
comportement s’accentue jusqu'a 0 = 90° ou les deux configurations ex-
trémes sont prépondérantes (cf. F1G. 5.6 ¢)). Au-dela de 6, = 90°, le profil
général est bien différent puisqu’au fur et a mesure que 6, augmente, 1’en-
semble des contributions centrales s’éleve et se nivelle (cf. F1G. 5.6 d)). Cette
tendance a déja observée pour le cas non-corrélé, cependant les cas extrémes
e = 0u.a. et €5 = 0,45 u.a. sont toutefois favorisés.

Section efficace

Nous vérifions cette fois encore que la probabilité totale de double ionisa-
tion est simplement redistribuée par rapport au cas a charges variables (cf.
F1G. 5.7). Bien que 'on puisse constater que les résultats soient légerement
inférieurs pour w < 45 eV et 1égerement supérieurs pour w > 45 eV l'ordre de
grandeur est similaire entre ces deux modeles. Nous pouvons tout de méme
nous interroger sur I'impact de 1’écrantage a deux photons. Il apparait comme
tres important de considérer d’une maniere ou d’'une autre 'effet de la répul-
sion électrostatique pour une bonne description de la section efficace a deux
photons.

5.3.3 Conclusion

Les résultats obtenus nous menent a reconsidérer la description des cor-
rélations par d’autres moyens que I'écrantage. Il s’avere que ’application di-
recte du modele 2S5C a une méthode Coulomb-Volkov dépendante du temps
ne soit pas triviale. A l'origine, D. Proulx et R. Shakeshaft transforment une
partie de leur amplitude de transition en une intégrale de surface, évaluée
dans une région ou le mouvement des électrons est considéré classiquement,
et projettent apres interaction sur un état final présentant les charges calcu-
lées par 2SC. Dans notre cas, I’élément de transition est calculé a chaque pas
de temps, tout au long de l'interaction. Le calcul des charges nucléaires n’est
donc certainement pas adapté a une description dynamique de l'interaction
en particulier pour les distributions angulaires. Une fois de plus, la question
du choix d'une charge écrantée est soulevée car elle reste d'une importance
fondamentale pour bien décrire la section efficace a deux photons. Dans le
prochain paragraphe, nous allons conserver la description du double conti-
nuum avec les charges asymptotiques Z, = Z;, = 2, mais inclure un facteur
représentant directement la répulsion électrostatique.
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F1G. 5.6 — Distribution CV2 en énergie de la DPI2w avec He(1s)? et corréla-
tions 2SC dans 'état final, w = 1,65 w.a., Ey = 1072 w.a., (cf. FI1G. 4.5 pour
la légende sur les couleurs).
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F1G. 5.7 — Section efficace totale de DPI12w calculée par CV2 avec corrélations
2SC dans I’état final.

5.4 Les corrélations électroniques : le modele
a trois fonctions Coulombiennes

A présent, nous allons représenter l'interaction entre électrons dans le
double continuum au-travers d'une fonction d’onde Coulombienne. Initiée par
M. Brauner, J.S. Briggs et H. Klar [172] pour le calcul des sections efficaces
différentielles angulaires d’ionisation de I’hydrogene par impact d’électrons
et de positrons, elle se révele dans ce cas en tres bon accord avec I'expérience
[211]. Il s’agit en définitive de décrire I’état final par un produit de trois ondes
Coulombiennes (dénommée ainsi 3C) telles que

Uso = (2m) % exp [i(E PR ﬁ)]
: ‘ - o . (5.9)
X Hexp (_—> I'(1 — i) Fy (laj; 1;ikjr; — ik; - F])

ou
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( - - 4
— — Z/
i=2 k=K ap=-77 (5.10)
. - K-k L 1
\323 k3:| 5 | r3 =19 —1] a3:2—k3

Son application au calcul de la distribution angulaire pour la double photo-
ionisation de I’hélium permet de décrire cette structure en lobes caractéris-
tiques [168]. De tres bons résultats sont obtenus par comparaison avec les
données expérimentales fournies par O. Schwarzkopf et al. [189] utilisant un
rayonnement synchrotron polarisé et dans le cas d’une équipartition entre
chaque électron du double continuum de l'exces d’énergie apportée par un
photon de la source. Elle est également appliquée avec succes pour une ré-
partition inégale [169] lorsque 1’éjection se fait dans le plan perpendiculaire
au faisceau de photons [190]. Dans ce cas, le développement d'une amplitude
de transition se fait par 1'utilisation des fonctions d’onde de Hylleraas pour
représenter ’état fondamental corrélé en jauge des vitesses. Cependant, des
différences apparaissent par rapport aux donnés expérimentales de P. La-
blanquie et al. [191] lors de I'éjection hors équipartition de 'exces d’énergie,
pres du seuil de double ionisation et pour une géométrie coplanaire [174]. Ces
différences sont affirmées avec les résultats de R. Dorner et al. [192] puis ceux
de H. Brauning et al. [212, 193] ou le choix de jauge s’avere déterminant pour
reproduire convenablement le comportement angulaire de ’éjection.

Nous allons donc appliquer cette méthode a nos calculs CV2 afin d’éva-
luer si elle est plus adaptée qu'un systeme de charges écrantées. Nous avons
choisi d’utiliser ce processus car il nous semble assez intuitif de décrire direc-
tement la répulsion entre les électrons par une onde Coulombienne. Pour des
raisons de simplicité et en suivant la démarche de [168], la majeure partie des
effets liés a l'interaction {électron-électron} est représentée par le facteur de
normalisation

No = ‘exp (—%) r(1— ia3)‘2 (5.11)
Il s’agit finalement d’une pondération de I'amplitude de transition dépen-
dante directement des vecteurs d’onde de chaque électron dans le continuum.
Nous allons également utiliser le méme changement de variable sur les angles
azimutaux que pour 1’étude avec 2SC, afin de réduire le nombre d’intégra-
tions. Il est a noter que les charges nucléaires des états finaux sont fixées a

2.
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5.4.1 Double ionisation a un photon
Distribution angulaire

Nous assistons a un net redressement des distributions angulaires et a
I’apparitions de structures en lobes prononcées (cf. FiG. 5.8), de la méme
maniere que [168]. Hormis les cas & €5 = 0,45 w.a. (rouge) et €5 = 0 u.a.
(noir) ot le second électron est émis préférentiellement dans la direction de
polarisation, toutes les autres situations de répartition de I’énergie présentent
deux lobes orientés de chaque coté de I'axe défini par la direction d’éjection
du premier électron. La proportion relative de chacun d’eux évolue d’une
situation symétrique pour 6, = 0° (cf. F1G. 5.8 a)) vers une situation tres
disymétrique pour 0° < 0 < 90° (cf. F1G. 5.8 b)) pour a nouveau revenir a
une configuration symétrique quand 6 = 90° (cf. F1G. 5.8 ¢)).

Distribution en énergie

D’emblée, une nette dominance des cas €5 = 0,45 w.a. (rouge) et £ =
0 w.a. (noir) se dégage, et ce tant que 6 < 90° (cf. F1G. 5.9 a) et b)).
Il est tout a fait intéressant de noter que les distributions a et proches de
I’équipartition sont soit inexistantes pour 6 = 0° soit tres défavorisés lorsque
I'on augmente 6y (cf. F1a. 5.9 a) et b)). Puis, pour 0 = 90° (cf. F1G. 5.9
¢)) nous voyons apparaitre cette homogénéité dans la distribution en énergie
que nous avons déja observée pour le cas non-corrélé. Cependant, plus 6y
augmente, plus la répartition dominante se déplace vers les extrémités du
spectre en énergie pour reformer une structure creusée a 0 = 180° (cf.
F1G. 5.9 d)). En définitive, les processus non-physiques sont interdits pour
O < 90° et I'on retrouve ensuite certaines caractéristiques des profils non
corrélés mais accentuées.

Section efficace

La mise en place du systeme 3C modifie fortement le profil de la section
efficace (cf. F1G. 5.10). Les calculs CV2 avec ce type de corrélations sous-
estiment largement les autres résultats, entre un et trois ordres de grandeur
quand on passe des hautes vers les basses énergies de photon. Il semble aussi
que la section efficace tende vers une asymptote horizontale alors que les
autres calculs décroissent régulierement. Cet aspect se comprend par le fait de
ne conserver que le facteur N¢ (« facteur de Maulbetsch ») dans les calculs
modifie drastiquement la normalisation des fonctions d’onde. En effet, la
partie hypergéométrique de la fonction Coulombienne n’entre plus en compte
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et de fait, il n’est pas surprenant que les sections efficaces calculées par ce
modele soient largement sous-estimées.

Densité¢ de probabilité D (u.a.)
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F1G. 5.8 — Distribution CV2 en angle de la DPIw avec He(1s)? et corrélations
3C dans I'état final, w = 3,3 u.a., By = 1073 u.a., (cf. F1G. 4.5 pour la légende
sur les couleurs).
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F1G. 5.9 — Distribution CV2 en énergie de la DPIw avec He(1s)? et corréla-
tions 3C dans I'état final, w = 3,3 u.a., Ey = 1072 w.a., (cf. F1G. 4.5 pour la

légende sur les couleurs).
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F1G. 5.10 — Section efficace totale de DPIw calculée par CV2 avec corrélations
3C dans I’état final.

5.4.2 Double ionisation a deux photons
Distribution angulaire

Dés que l'on inclut les corrélations angulaires, nous observons que le
deuxieme électron est majoritairement éjecté a I'opposé du premier tout en
éliminant la contribution pour 0 = 0° présente dans le cas non corrélé (cf.
F1a. 5.11). Le fait changer I'angle d’éjection du premier n’affecte que peu
I'orientation du second qui reste toujours préférentiellement dirigée autour
de 180° (cf. F1G. 5.11 b)). Cependant, nous pouvons voir qu’entre ), = 45°
et 0 = 90° le changement d’orientation est tres rapide (cf. Fi1G. 5.11 ¢)).
Sous cette forme, ces résultats concordent avec ceux fournis par [201].

Distribution en énergie

Les distributions en énergie présentent deux tendances radicalement op-
posées (cf. F1G. 5.12). Dans un premier temps, nous retrouvons comme pour
la DPIw, les cas a 6, < 90° ou les configurations principales sont celles pour
lesquelles le second électron emporte la soit quasi-totalité soit aucune partie
de 'énergie en exces (cf. F1G. 5.12 a) et b)). Nous pouvons également noter
I'importance relative du cas € = 0 w.a. (courbe noire) qui croit jusqu’a son
maximum a f = 90° (cf. F1G. 5.12 ¢)). Dans un deuxiéme temps et au-dela
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de cette valeur, le profil général devient largement distribué autour de 1’équi-
partition, caractéristique déja présente pour le cas non-corrélé, mais moins
accentuée (cf. F1G. 5.12 d)).

Section efficace

La section efficace a deux photons présente exactement les mémes ten-
dances qu’a un photon avec un profil tout a fait similaire (cf. F1G. 5.13)
c’est-a~dire sous-estime du meéme ordre de grandeur les résultats publiés.
Ainsi, Ng impose un comportement pour la section efficace de toute évi-
dence tres en-deca des calculs déja référencés. Des lors, nous ne présenterons
plus de sections efficaces totales calculées a partir du modele 3C.
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F1G. 5.13 — Section efficace totale de DPI2w calculée par CV2 avec corréla-
tions 3C dans I’état final.

5.4.3 Discussion et conclusion

L’exploitation des calculs Coulomb-Volkov de la DPIw avec corrélations
3C sous certaines conditions, a mis en lumiere deux cas ou elle ne correspond
pas aux observations expérimentales [191, 195]. Premierement, pour 1'équi-
partition entre chaque électron de ’exces d’énergie apporté par un photon du
rayonnement, si l’on augmente w, les deux lobes symétriques ont tendance a se
rabattre vers ’avant comme illustré par les F1G. 5.14 a), b) et ¢) ot respective-
ment w vaut 3 puis 4 et 5 u.a. Aucun phénomene de ce type n’est observé ex-
périmentalement méme pour des énergies de photon élevées [195]. Deuxieme-
ment, expérimentalement, quand ’énergie en exces n’est pas également répar-
tie entre chaque électron, nous constatons une éjection privilégiée du second
électron a 0y = 180° quand le premier est éjecté a 0, = 0°. Plus ¢; est diffé-
rent de €z, plus cette éjection privilégiée est favorisée. Au contraire, la struc-
ture en lobe est de moins en moins marquée au fur et a mesure que 1’on se rap-
proche de €; = ¢, [195]. Ce phénomene n’est pas reproduit par la description
actuelle et ’on peut voir que s’il I’on se place dans les mémes conditions que
les figures 6 a), ) et i) de cet article on 'on a w = 179 eV (6,58 w.a.) et une
répartition de 'énergie de e = 98,5 eV;e; = 1,5 eV (resp. 3,621 et 0,055
u.a.), e = 50 eViep = 50 eV (1,838 w.a.) et e = 1,5 eVien = 98,5 eV
la déformation des lobes n’existe pas (cf. F1G. 5.14 d), e), f)). Seuls les deux
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Fi1G. 5.14 — Distribution angulaire de la DPIw calculée par CV2 avec 3C et
équipartition de I'exces d’énergie : a) w =3 w.a; b) w =4 u.a;c) w=>5u.a
puis dans les mémes conditions que les figures a), e) et i) de [195] ou I'énergie
deep; =98,5eVie; =1,5eV, e =50eV;e; =50eV et e =1,5eV;e, =
98,5 eV/. 1l s’agit pour notre cas des figures d), e) et f) respectivement.

types de profils représentés subsistent dans notre approche et ce, quelle que
soit la répartition de I'énergie entre les électrons. Nous voyons a présent la
nécessité de raffiner la description Coulomb-Volkov actuelle car bien que les
corrélations angulaires soient prises en compte, elle ne décrit convenablement
que les cas a ’équipartition de 'exces d’énergie, ce qui reste tres insuffisant.
A présent, I'idée est de s’orienter vers une description de I’état fondamental
autre qu’un simple produit d’orbitales hydrogénoides, permettant d’extrapo-
ler le calcul hors équipartition.

Nous avons vu dans ce chapitre qu’une description simple de I’état fonda-
mental avec Z; = 1,6875 et du double continuum avec Z;, = Zy = 2 conduit
a une évaluation correcte de la section efficace totale de la DPIw. Dans tous
les autres cas ; distributions angulaires, distributions en énergie et DPI2w, les
corrélations électroniques jouent manifestement un role important. L’intro-
duction d’un facteur représentant la répulsion électronique dans I’état final
semble le meilleur moyen d’améliorer la description des distributions angu-
laires et en énergie a un et deux photons. Les prochaines étapes consistent
a évaluer l'influence des corrélations dans ’état initial et des états intermé-
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diaires, négligés dans I'approche CV2. Le premier point constitue la trame
du chapitre suivant.



Chapitre

Le role des corrélations électroniques
dans |'état initial

6.1 Introduction

A deuxieme amélioration sur laquelle nous avons travaillé est le raffi-
L nement de ’état fondamental. Au chapitre précédent, il nous est ap-
paru nécessaire de prendre en compte de maniere plus précise les corréla-
tions dans I’état fondamental. L’objectif est de décrire les cas relatifs a la
non-équipartition de I'énergie en exces. Pour cela, nous avons remplacé la
description initiale, produit d’orbitales hydrogénoides 1s (dénommé (1s)?),
par un état fondamental exposé dans 'article de J.N. Silverman, O. Platas
et F.A. Matsen [157], décrit comme une configuration en « couche ouverte ».
Il s’agit de rajouter explicitement la contribution d’orbitales 2pgy, 2p, et 2p_
dont 1'un des avantages est sa bonne précision en regard de sa relativement
faible complexité. Les auteurs suggerent d’ailleurs que ’essentiel des contri-
butions angulaires provient des orbitales 2p qu’il va étre donc étre possible
d’évaluer directement dans nos calculs. Ceci est un élément important pour
la compréhension générale de la dynamique de double ionisation.

6.2 Le formalisme

Tout comme le cas (1s)?, nous allons redévelopper 'amplitude de transi-
tion en utilisant cette nouvelle expression de 1’état initial, I’état final restant
quant a lui inchangé. Les calculs exposés ici sont résumés et les détails du
développement sont regroupés dans les annexes auxquelles on fera référence
tout au long du développement.
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6.2.1 Fonction d’onde initiale

La fonction d’onde que nous allons utiliser pour décrire 1’état fondamental
est [157]

1 - -
(I)i(’f’_i, 73, t) = W{N [wls(ﬁ)@ls'(@) + 8015(7’2)@13' (7’1)]

= [ D) (5) + o, () (7 (6.1)

o (), ()] pexp (~ien)

ol eg. = —2,8952278 wu.a. et le parametre A\ = —0,0617557. Chaque or-
bitale s ou p est représentée par une fonction d’onde, produit d’une partie
radiale exposée dans [157] et de I'harmonique sphérique correspondante. Elles
prennent alors la forme suivante

(

01s(F) = T 2a% exp (—ar)  a=2,17621
)

b=1,20152
(6.2)

ggrexp (—gr)cosf g = 2,47547
3

\

Insistons sur la différence entre les facteurs de normalisation N et IV, repré-
sentant respectivement la normalisation de la fonction d’onde initiale et celle
du double continuum (cf. annexe B).

6.2.2 Amplitude de transition

En suivant exactement la méme démarche que pour 'amplitude T{;4)2,
débutons par la forme prior

Ty, =~ —i/OT dt (x5 (0)[V ()] i(t)) (6.3)

Puis, par projection dans I’espace des configurations avec les définitions (2.48)
et (6.1), et en labélisant ’amplitude par S il vient
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Tg::—{ATdﬁ/dﬁi/d@JVﬂwgﬂfnw576>+¢g*wa¢57ﬁﬂ

x exp [i(eg + ep)t] Lo (7,73, 1)(F +73) - E(t)

< |V [P + oo

e [an e 72) + () () + gy (D (D)}

X exp (—ieget)

(6.4)
Séparons les termes ne dépendant que du temps de ceux dépendant aussi de
71 ou 73, et utilisons la définition de la phase de Volkov (cf. §2.3.3) (souvenons-
nous que N est réel)

Ty ~ —i/T dt E(t) exp {i(a,; tep)t+i(k + E) - /t dt" A= (') — iaHet]
0
< far [am N o ey 09 + o 0 00)

r1 cosfy + ry cos 6 . ~ B )
1 (1 _1|_ >\2)21/2 : {N [‘Pls(rl)%s/(?‘z) + 015(73) P15 (7”1)]

= [eam D 03) + g, (D () + 3y () )] |

(6.5)
Le calcul détaillé de Ty est décrit dans I’annexe G, et en vertu de ces résultats
nous pouvons réécrire I’équation précédente sous la forme simplifiée

Ty ~ —iN(1+ \2)"2exp [g(y + V’)] (1 —iv)[(1 - i)

T t
X / dt E(t)exp [i(eg +ep —epe)t Hi(k+K) - / ar A- (t’)}
0

—+00

x@z+@z+@%]
(6.6)
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ou chaque terme 7 intervenant dans le facteur entre crochets concerne res-
pectivement la contribution des orbitales 1s1s’, (2po)? et 2p. Les ccefficients
C s’écrivent quant a eux

32

Cl = ﬁj\/(ab)g’ﬂ
64\
€2 =~ (67
o TA
\ ? \/37729

Nous allons exploiter le calcul ci-dessus pour chacun des cas a un puis a deux
photons comme nous l'avons fait auparavant. Tout d’abord, regardons le
cas sans corrélations, dans un second temps nous les incluerons en utilisant
le modele 3C afin de mettre en lumiere séparément l'influence de chaque
amélioration.

6.3 Double ionisation sans corrélations dans
I’état final

Nous présentons les calculs pour les mémes conditions de champ que
précédemment c’est-a-dire pour Ey = 1072 w.a., une énergie de photon w =
3,3 u.a. pour les transitions a un photon et w = 1,65 u.a. a deux photons et
un nombre de cycles optiques égal a Neyees = 30.

6.3.1 Double ionisation a un photon
Distribution angulaire

L’amélioration de la description de l'état fondamental a un réle majeur
pour la distribution angulaire (cf. F1G. 6.1). Une structure en lobe apparait
qui atténue systématiquement l'éjection du second électron a 1'opposé du
premier, pour la majorité des répartitions en énergie (cf. F1G. 6.1 a)). Bien
que la dépendance angulaire ne soit plus strictement fonction de 6 (du fait
des orbitales p), I'absence de corrélations dans 1’état final se remarque car
I’éjection du second électron se fait toutefois dans un cone globalement orienté
suivant la direction d’éjection du premier électron (cf. F1G. 6.1 b)), hormis
le cas 0, = 90° ou l'on retrouve une symétrie des lobes par rapport a la
direction d’éjection du premier électron (cf. F1G. 6.1 ¢)). L’évolution relative
de chaque lobe est tres dépendante de I'angle d’éjection du premier électron
et nous passons successivement d’un profil symétrique par rapport a ’axe
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d’éjection du premier électron pour 6, = 0° (cf. F1G. 6.1 a)), a un profil
tres asymétrique quand 0° < 65, < 90° (cf. F1G. 6.1 b)) puis & nouveau un
profil symétrique pour 6, = 90°. Nous vérifions toujours pour 1’équipartition,
I’absence d’émission a 'opposé de ’éjection du premier électron (cf. F1G. 6.1

d)).

Distribution en énergie

Nous constatons d’emblée une nette prépondérance pour les cas extrémes!!

méme lors de I'éjection de chaque électron dans la méme direction (cf. F1G. 6.2
a)). Puis cette structure creusée tend a s’effacer au fur et a mesure de I'aug-
mentation de 6y (cf. F1G. 6.2 b)) jusqu’a une distribution tres homogene
pour ¢y = 90° mais répartie autour de e = ¢ (cf. FI1G. 6.2 ¢)). Enfin,
pour G > 90° le comportement tend a effacer a nouveau les configurations
centrales et revenir a la situation initiale ou a nouveau les cas extrémes sont
largement majoritaires (cf. F1a. 6.2 d)).

Section efficace

Nous observons tres bien l'influence grandissante des orbitales 2p sur la
section efficace quand I’énergie du photon augmente (cf. F1G. 6.3). Nous
avons vérifié par ailleurs que le calcul de la section efficace totale en sup-
primant les orbitales 2p et en posant les charges nucléaires des orbitales 1s
et 1s' égales & 1,6875 permet de retrouver exactement les résultats (1s)2.
La coincidence des calculs pres du seuil de double ionisation nous indique
que dans cette région, la contribution essentielle est celle des orbitales 1s.
De plus, si nous omettons les orbitales 2p dans le calcul, 'augmentation que
nous constatons est légerement plus faible. Nous pouvons comprendre cette
différence car I'essentiel de la contribution supplémentaire provient des orbi-
tales 1s1s’ du nouvel état fondamental. Les charges tabulées pour chacune
d’elles sont respectivement a = 2,17621 et b = 1,2015. Le recouvrement des
fonctions d’onde est alors différent du cas Z; = 1, 6875, et mene a cet écart
vers les plus hautes énergies de photon. Il est donc clair que le choix opti-
mum des charges Z;, = Zp = 2 pour le double continuum est propre a la
représentation (1s?) I’état fondamental pour lequel on a Z; = 1,6875.

"' Nous entendons par cas extrémes les cas oll un des électrons emporte la quasi-totalité
de I'énergie laissant ’autre avec une énergie proche de 0. Il s’agit des cas qui tendent vers
les extrémités de la répartition en énergie.
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6.3.2 Double ionisation a deux photons

Distribution angulaire

Nous constatons que 1'utilisation du nouvel état fondamental modifie com-
pletement la structure en lobes & I'opposé du cas (1s)? (cf. F1G. 6.4). L'es-
sentiel de I’éjection du deuxieme électron se fait dans la direction du premier
lorsque celui-ci est émis a 0, = 0° (cf. F1G. 6.4 a)). Nous retrouvons a nouveau
un cas non-physique. Lorsque 6, augmente, la structure relative de chaque
lobe est fortement modifiée (cf. F1G. 6.4 b)) et I'on assiste a 'apparition de
structures secondaires de chaque coté de 1'éjection principale (cf. Fi1G. 6.4

c)).

Distribution en énergie

Nous retrouvons un comportement tout a fait similaire au cas (1s)? (cf.
F1G. 6.5). En effet, 'homogénéité présente dans le cas 0 = 0° (cf. F1aG. 6.5
a)) se transforme au fur et & mesure que ), augmente en un profil asymétrique
(cf. F1G. 6.5 b) et ¢)). Puis, au-dela de 0 = 90°, a nouveau une distribution
trés homogene se dégage (cf. F1G. 6.5 d)). Il faut toutefois souligner que si ces
profils présentent des similitudes par rapport a (1s)?, 'importance relative
des cas a Oy = 0° et 0y = 180° est inversée, en accord avec les profils

angulaires respectifs.
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Section efficace

De la méme maniere qu’a un photon, nous constatons l'influence de ce
nouvel état fondamental par un écart de plus en plus marqué lorsque 1'on se
rapproche du seuil de double ionisation (cf. F1G. 6.6).
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6.4 Double ionisation avec corrélations 3C dans
I’état final

Il s’agit a présent de combiner la nouvelle description de I’état fondamen-
tal avec le systeme de corrélations 3C dans ’état final(cf. §5.4).

6.4.1 Double ionisation a un photon
Distribution angulaire

La prise en compte des corrélations dans I'état final a encore une fois
un impact tres fort sur les distributions en angle (cf. F1G. 6.7), et se re-
trouvent globalement distribuées en deux lobes situés de part et d’autre de
I'axe d’éjection du premier électron (cf. F1G. 6.7 a)). Sur cette méme figure,
on constate aussi la possibilité d’éjecter a 'opposé du premier électron par
I’apparition d’un lobe a 6, = 180° quand ’énergie est répartie différemment
de ¢ = €. De plus, Pamplitude relative de chaque lobe est bien plus propor-
tionnée que dans le cas avec les corrélations 3C seulement, et son évolution en
fonction de 6y est comparable aux résultats présentés dans [192] (cf. F1G. 6.7
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b) ¢) d) et e)). Pour chacune de ces configurations, nous constatons 1’exis-
tence d'un nceud pour I’émission a 'opposé de 1’éjection du premier électron.
Il s’avere donc que l'utilisation d’'un état fondamental prenant en compte
un plus grand nombre d’orbitales, couplé a un systeme de corrélations du
type 3C dans I’état final est déterminante pour une description réaliste des
profils angulaires a un photon. L’état fondamental nous permet de décrire
des situations d’éjection hors équipartition et les corrélations dans 1’état fi-
nal introduisent directement la répulsion {électron-électron} dans le double
continuum atomique.

Distribution en énergie

Comme nous ’avons déja constaté, les distributions en énergie sont forte-
ment modifiées par 'implémentation des corrélations dans 1’état final. Nous
retrouvons encore une fois I’accentuation par les corrélations 3C des carac-
téristiques déja présentes avec 1'état fondamental amélioré seul : une domi-
nance des cas extrémes pour €5 = 0 u.a ou €5 = 0,45 u.a quand 6, < 90°
(cf. F1G. 6.8 a) et b)). Puis, un changement radical pour 6, = 90° ou encore
une fois, une homogénéité se dégage (cf. F1G. 6.8 ¢)) et se brise (cf. F1G. 6.8

d)) pour a nouveau laisser place a une configuration extréme (cf. F1G. 6.8 e)
et f)).
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6.4.2 Applications de la théorie CV2 a un photon

A ce stade du développement, les résultats nous encouragent a exploiter
cette forme de 'amplitude de transition et en particulier a comparer avec les
cas expérimentaux et théoriques existants.

Comparaison des profils angulaires avec les résultats expérimen-
taux

Nous nous sommes fondés sur 'article [195] qui regroupe un grand nombre
de configurations angulaires expérimentales. Les caractéristiques du rayon-
nement synchrotron linéairement polarisé de w = 179 eV (6,58 u.a.) incident
rentrent bien dans le cadre de notre étude a un photon. Bien que ce ne soit
pas une impulsion laser et donc qu’aucun temps d’irradiation ni méme une
valeur d’intensité ne soit précisé, nous supposons que les mécanismes en jeu
sont semblables dans les deux cas. En effet, s’ils peuvent étre décrits par la
théorie des perturbations car mettant en jeu un grand nombre d’oscillations
du champ, les résultats en particulier les sections efficaces, sont indépendants
du profil temporel de I'impulsion. Dans notre cas, les caractéristiques sont :
Ey = 1073 u.a. et un nombre de cycles optiques Neyeies = 30, correspondant
a une durée d’impulsion d’environ 700 as. Nous avons par ailleurs vérifié que
les profils sont identiques quand Nye.s augmente. Pour chacun des graphes
de la F1G. 6.9, une configuration différente est considérée. Nous voyons que
nous pouvons reproduire tout a fait convenablement chacune des figures 6
de [195]. Cependant, nous devons utiliser une répartition différente de I'exces
d’énergie de celle décrite dans 'article, dont la valeur pour I’électron émis
suivant la direction 0, = 90° (fleche rouge) pour chaque cas est la suivante :
la F1G.6 a) ez = 98,5 eV, la F1G.6 b) ez = 90 eV, la F1G.6 c) e = 80 eV,
la F1G.6 d) e = 70 eV, la F1G.6 e) correspond a ’équipartition e = 50 eV,
la F1G.6 f) ez = 30 eV, la F1G.6 g) e = 20 eV, la F1G.6 h) ¢z = 10 €V, la
F1G.61) e = 1,5 V. L'énergie de I’autre électron se déduisant par la relation
(4.9). Pour notre cas, la F1G. 6.9 a) correspond a ez = 100 eV, la F1G. 6.9
b) correspond a ez = 98,5 eV, la F1G. 6.9 ¢) correspond a ez = 90 €V, la
F1G. 6.9 d) correspond a e = 80 eV, la F1G. 6.9 e) correspond a 1'équipar-
tition, la F1G. 6.9 f) correspond & e;; = 20 eV, la F1G. 6.9 g) correspond
acp = 10 eV, la F1G. 6.9 h) correspond a ¢z = 1,5 eV, la FI1G. 6.9 i)
correspond a € = 0 eV. Ainsi, nous constatons quun décalage systéma-
tique intervient lorsque l’'on veut reproduire correctement les distributions
angulaires expérimentales. Tout se produit comme si le calcul gérait différe-
ment la répartition en énergie. Cet effet n’est pas encore expliqué mais nous
pouvons avancer I’hypothese d’une contribution des orbitales d dans 'état
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fondamental. Dans ce méme article [195], les calculs théoriques utilisent un
état fondamental décrit par un développement de Hylleraas sur 20 termes
et reproduisant la quasi-totalité de I’énergie de corrélation. Ainsi, bien que
I’énergie de corrélations décrite par les orbitales d représente une tres faible
partie de I’énergie de corrélation globalement disponible, leur prise en compte
pourrait étre importante pour les distributions angulaires.
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Fic. 6.9 — Distribution CV2 en angles de la DPIw avec état fondamental
amélioré et corrélations 3C dans 'état final dans les conditions de 'article
(voir texte), w = 179 eV, Ey = 1072 w.a., a) e = 100 eV, b) ez = 98,5 eV,
c) g =90eV, d) ez = 80 eV, e) équipartition e = 50 eV, f) ez = 20 €V, g)
eg=10eV, h) ez =1,5¢€eV,i)ez=0eV.

Profils angulaires d’éjection 3D

Dans ce paragraphe, il s’agit d’étendre le domaine d’étude a 1’ensemble
de I'espace. Pour cela, nous avons fait varier I’angle ® mesurant la différence
entre les angles ¢ et ¢p (cf. §5.3 et F1a. 2.1) et ainsi calculé la densité
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angulaire correspondante pour chaque pas. Nous reproduisons ainsi une sur-
face représentant 1’éjection du second électron dans tout ’espace. Rappelons
que la fleche noire symbolise la direction d’éjection du premier électron et
la fleche rouge la direction de polarisation du laser. Nous avons représenté
trois cas de répartition de I’énergie et deux configurations angulaires pour
chacun d’eux : I’équipartition avec 6, = 0° et #, = 45° pour les FI1G. 6.10
a) et b), ez = 0,35 w.a. avec 0, = 0° et 0, = 45° pour les FI1G. 6.10 c)
et d), eg = 0,05 w.a. avec 6 = 0° et 6, = 45° pour les FIG. 6.10 e) et
f). Nous voyons clairement que pour les cas hors équipartition et 6, = 0°
(cf. F1G. 6.10 c) et e)), il existe une possibilité pour 1'électron de s’éjecter a
0, = 180°, contrairement au cas a I’équipartition (cf. F1G. 6.10 a)). Pour les
autres cas (cf. F1G. 6.10 b), d) et f)) seule la magnitude relative de chaque
lobe change.
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Comparaison des profils en énergie intégrés avec les résultats ex-
périmentaux

Un autre point de comparaison avec les résultats expérimentaux, concerne
la distribution en énergie des électrons intégrée sur tout I’espace. Nous avons
choisi dans notre cas w = 100 eV (3,67647 w.a.) et Ey = 107 u.a. (cf.
F1G. 6.11). Nous remarquons que, globalement, la distribution intégrée est
répartie de maniere tres homogene le long d’une diagonale représentant la
conservation de ’énergie, les axes étant normalisés a l'exces d’énergie. Les
cas extrémes, ot I'un ou l'autre des électrons emporte la quasi-totalité partie
de l'énergie en exces sont légerement favorisés. Ces résultats sont en bon
accord avec ceux prédits par [166] mais aussi par une méthode TDSE [213]
et avec les résultats expérimentaux de [214]. Le fait que ces configurations
extrémes soient favorisées s’explique par les corrélations dans 1’état final.
Si 'on procede exactement au méme calcul, en ne prenant pas en compte
I'interaction {électron-électron} sous la forme 3C, nous obtenons la F1G. 6.12.
La densité est alors completement homogene quelle que soit la répartition en
énergie.

x10°

Densite integree

Fia. 6.11 — Distribution CV2 en énergie de la DPlw, intégrée sur les angles
avec état fondamental amélioré, corrélations 3C dans I’état final et normalisée
a lexces d’énergie, w = 3,67647 w.a. et Ey = 1072 u.a.
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Densite integree

F1G. 6.12 — Distribution CV2 en énergie de la DPIw, intégrée sur les angles
avec état fondamental amélioré, sans corrélations 3C dans 1’état final et nor-
malisée & l'exces d’énergie, w = 3, 67647 u.a. et Ey = 1073 w.a.

6.4.3 Double ionisation a deux photons
Distribution angulaire

Les distributions angulaires sont en définitive assez peu modifiées par
I’emploi d’un état fondamental amélioré (cf. F1G. 6.13) en comparaison avec
le cas He(1s)? (cf. F1G. 5.11). Globalement, le comportement est assez simi-
laire dans les deux situations et nous observons tout a fait la méme tendance
a 1'éjection privilégiée a I'opposé du premier électron (cf. F1G. 6.13 a)). La
différence essentielle tient au fait que le cas ou le second électron emporte
la totalité de I’énergie en exces (cas rouge), se trouve émis dans la direction
de polarisation (6 = 0°). Cependant, les corrélations réajustent fortement
les caractéristiques apportées par 'utilisation de I’état fondamental amélioré,
puisque nous avons vu qu'une éjection préférentielle du second électron dans
la direction du premier était prédite dans ce cas.

Distribution en énergie

Nous retrouvons dans ce cas le méme comportement final qu’avec I’emploi
des charges écrantées 2SC (cf. F1a. 6.14). Les configurations non-physiques
sont éliminées (cf. F1G. 6.14 a)) et les cas € = 0 w.a. (noir) et ez = 0,45 u.a.
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(rouge) dominent jusqu'a 0y = 90° (cf. F1G. 6.14 b)). Puis nous assistons
a une inversion de tendance au dela de 6 = 90° (cf. F1G. 6.14 ¢)), les
distributions se répartissant autour de I’équipartition (cf. F1G. 6.14 d), e) et

f)
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(cf. F1G. 4.5 pour la légende sur les couleurs).
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6.4.4 Applications de la théorie CV2 a deux photons
Profils angulaires d’éjection 3D

De la méme maniere que dans le cas a un photon, tracons les surfaces re-
présentatives de 1’éjection angulaire en trois dimensions pour une énergie de
w = 1,65 u.a. et une amplitude de champ de Ey = 1073 u.a. (cf. F1G. 6.15).
Nous n’avons représenté que deux cas particuliers la répartition en énergie, le
premier électron emportant ez = 0,35 u.a. et émis dans la direction symbo-
lisée par la fleche rouge. Nous avons vérifié par ailleurs que des répartitions
différentes de I’énergie présentaient des caractéristiques d’éjection tout a fait
similaires.

a) b)

g // \\\\\\\\\\\;\$§

\
\ \\\\\ \

3

i

)

{////// ‘
\\\\\\\\\\\\\\ \ \ | ’ /} //
\ \\\5\\\\\\\\ W

Fi1c. 6.15 — Profils d’éjections angulaires en trois dimensions avec w =
3,3 u.a.:a)ep=0,35u.a. et O, =0° b) e = 0,35 u.a. et 0, = 45°.

Tout comme le cas en géométrie coplanaire, nous voyons 1’apparition d’un
second lobe d’éjection dont la magnitude va augmenter jusqu’a ce que les deux
soient symétriques pour 6 = 90°. Nous illustrons ici la facilité d’étendre les
calculs de notre méthode a tout I'espace.



Double ionisation avec corrélations 3C dans ’état final 189

Profils en énergie intégrés

Il s’agit comme précédemment d’intégrer la densité sur tout ’espace afin
d’obtenir une distribution totale en énergie. Nous avons représenté les cas
avec et sans corrélations 3C sur les F1G. 6.16 et F1G. 6.17 suivantes, norma-
lisés a 1’énergie en exces. Nous constatons clairement que la distribution en
énergie a deux photons est largement répartie autour de I’équipartition avec
une concavité négative prononcée. En mettant en relation ce résultat avec
les distributions angulaires, nous pouvons conclure que pour cette énergie de
photon, les électrons sont préférentiellement émis a 180° I'un de 'autre, em-
portant chacun une énergie cinétique égale. Nous pouvons également voir que
ce profil est une conséquence directe des corrélations car si ’on omet les corré-
lations 3C dans 'état final, le profil présente une distribution quasi-uniforme
(cf. F1G. 6.17).

15

Densite integree

Fic. 6.16 — Distribution CV2 en angle de la DPI2w, intégrée sur les angles
avec état fondamental amélioré, corrélations 3C dans I’état final et normalisée
a lexces d’énergie w = 1,65 w.a., By = 1072 u.a.
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densite integree

F1G. 6.17 — Distribution CV2 en énergie de la DPI2w, intégrée sur les angles
avec état fondamental amélioré sans corrélations 3C dans I’état final et nor-
malisée & l'exces d’énergie w = 1,65 u.a., Ey = 1073 w.a.

6.5 Perspectives et conclusion

L’idée est a présent d’exporter le calcul en conditions de champ ultra-
intense et ultra-bref. Les premiers résultats que nous présentons (cf. F1G. 6.18)
sont obtenus avec des champs de Ey = 4 w.a., By = 5 u.a., £y = 6 u.a.,
Ey = 7 uwa., Ey = 8 u.a. et By = 9 u.a. correspondant respectivement
a des intensités de I = 1,404.10' W.em=2, I = 1,755.10'" W.em™2, I =
2,106.10'" W.em™2, I = 2,457.10" W.em™2, I = 2,808.10"" W.cm™2 et
I = 3,159.10'7 W.cm™2. Le nombre de cycles optiques est N = 5 avec une
énergie de photon de w = 1,65 w.a. ce qui correspond a une durée d’impulsion
de 'ordre de 7 =~ 460 as et pour une équipartition de I’énergie des électrons.
Nous constatons que ’éjection évolue fortement d’un profil globalement di-
rigé a 'opposé de 1'éjection du premier électron, caractéristique d’'une DPI2w
(cf. F1a. 6.18 a) et b)) vers un profil en lobe caractéristique d’une figure
d’éjection a un photon (cf. F1a. 6.18 ¢) et d)), ou l'éjection a 0 = 180°
est fortement atténuée (cf. F1a. 6.18 ¢) et f)). Nous avons vérifié pour un
nombre plus élevé de cycles optiques entre N = 5 et N = 30 soit jusqu’a
une durée d’impulsion 7 ~ 2,8 fs, que ce phénomene se reproduit. Nous
voyons donc que des comportements atypiques peuvent avoir lieu pour des
conditions particulieres de champ intenses. Explorer ces nouveaux domaines
et expliquer ces comportements rentre tout a fait dans le cadre de notre
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approche et constitue une voie vers laquelle nous pouvons nous orienter.

La prise en compte simultanée des corrélations dans 1’état initial sous
la forme d’orbitales supplémentaires et dans I’état final sous la forme d’une
répulsion Coulombienne directe s’avere fondamentale pour une bonne des-
cription des profils d’éjection en angle et en énergie. En effet, le modele de
corrélations 3C seul ne permet que la description angulaire des cas a 1’équi-
partition et la prise en compte d’orbitales p ouvre le champ d’application de
la méthode aux configurations hors équipartition. Cependant, la dépendance
des distributions angulaires a ces diverses formes de corrélation semble diffé-
rente entre le cas a un ou deux photon. Ce dernier semble par exemple moins
sensible a une description précise des corrélations dans ’état initial. Malgré
cela, la maniere dont nous prenons en compte les corrélations ne nous permet
de conclure que qualitativement. Dans le chapitre suivant, nous revenons sur
la section efficace totale de la DPI2w pour laquelle nous allons regarder le
role des états intermédiaires, négligés dans CV2.
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F1G. 6.18 — Etude de la distribution CV2 en angle de la DPI2w pour 1’équi-
partition avec w = 1,65 u.a., état fondamental amélioré et corrélations 3C
dans I'état final en fonction de l'intensité a) Ey = 4 w.a., b) Ey = 5 u.a., )
Ey=6u.a.,d) By =Tu.a., e) Ey=8u.a., f) Ey=9u.a.
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Chapitre

Le role des états intermédiaires dans la
DPI2w

7.1 Introduction

ous avons démontré (cf. §1.4.2) que les termes de transition multipho-
toniques calculés par une méthode Coulomb-Volkov ne prennent pas
en compte les éventuelles résonances par les états intermédiaires liés. Ceci
est dii a ’absence de termes, qui, par comparaison avec les ordres corres-
pondants aux séries de Born représentent ces processus. Pour bien illustrer
la contribution de ces états, nous nous sommes donc orientés vers un déve-
loppement Born au deuxiéme ordre (Born II) afin de comparer les résultats
obtenus par CV2. Nous savons que Born II prend en compte tous les états
intermédiaires au-travers d’'une somme infinie, nous nous limiterons dans ce
manuscrit a I’étude d’un seul d’entre eux dont nous supposons a priori étre
le plus important. Il s’agit de I’état He(1s, l;:) représentant l’atome dans un
état de simple ionisation (cf. F1Gg. 4.4). Cependant, avant d’étudier le cas
Born IT adapté a la DPI2w en particulier, nous allons développer I’amplitude
de transition de maniere générale.

7.2 Formalisme général

Débutons de ’élément de transition en conditions de perturbation

T = —i/OT at (W5 (1)|V ()| @:(0)) (7.1)

En suivant la démarche de [23] approchons alors 1'état initial |(I>Z(t)> par une
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superposition d’états atomiques

|i(t)) = [xi(t >+Zanw £) X (1)) (7.2)

n>1

ou la quantité afplo (t) représente 'amplitude de transition calculée a 'aide de
I’approximation de Born I d’atteindre des états intermédiaires de symétrie p,
depuis Iétat fondamental i. Dans notre cas, n = (1s, k), ce qui nous permet
d’écrire

V()

t
aﬁi,;})(t) - _i/o dt’ <X(1s,12)<t/) Xi(t/)> (7.3)

En utilisant cette derniere expression dans (7.2) et elle-méme dans (7.1) ou
I’on remplace également <\Ilj7(t)| par <X,7 (t)}, il vient

)

Ty ~ —i/OT dt[<)(f )|V () |xit)) — /Ot dt/ <X(15,;‘5)(t/)‘v(t’

X <Xf(t)‘v<t)‘x(ls,’5)(t)>}
. (7.4)

Tfiz—i/OTdt@(f )|V ()] xi(t) / ]V ‘xlsk) )>
<[t (@) <>>

Chaque terme de (7.5) représente respectivement les transitions Born au pre-
mier et second ordre. Ce dernier est celui qui nous intéresse et nous allons
I’exploiter tout d’abord sans état intermédiaire, afin de comparer aux résul-
tats CV2.

(7.5)

7.3 Born II sans états intermédiaires

Nous voulons vérifier si les résultats que nous avons obtenus par CV2 sont
cohérents avec une approche de type Born. Pour cela, 1'idée est de recalculer
la section efficace a I’aide de ’amplitude de Born au second ordre sans états
intermédiaires, que 1'on a démontré identique a 'amplitude CV2. Elle se
déduit de (7.5) et s’écrit sous la forme
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1= [Caesa0 (o |[6i+ -3 ew) o

et 'on va décrire I’état final par la somme de fonctions Coulombiennes

Xy (71, 75,t) = N [Cr (77, 8)Cpo (73, ) + Cy; (73, 1)C (77, 1)
= N [0 ()0 (73) + i (7)1 (7)) (7.7)
x exp [—i(ez + )]

ou les ondes Coulombiennes sont définies par (2.45). Quant a I’état initial, il
est décrit par le produit d’hydrogénoides 1s

Xi(11,72,t) = @15(17)p15(r2) exp(—ie pet) (7.8)
avec g, = —2,8476562 u.a. et les orbitales définies en (2.39). Regardons
plus précisément la perturbation

2
[(ﬁ +75) - )\} = (71 cos 0y + 1o cos 05)*

(7.9)
= (rycos61)? + (ry cos 03)% + 2ryry cos 6 cos Oy

Les termes en (rcos®)? de (7.9) représentent 1’absorption de deux photons
par le méme électron. Nous allons négliger volontairement ce type de cou-
plage pour deux raisons : premierement, nous supposons qu’en conditions de
perturbation, le premier terme de transition domine dans le calcul des sec-
tions efficaces, ainsi I’absorption de deux photons par un électron serait faible
en comparaison de I’absorption d’un photon par chaque électron. Deuxieme-
ment, nous savons également que toutes ces transitions a un et deux photons
sont incluses dans 'amplitude CV2. Ainsi, en réduisant la perturbation a
I’absorption d’un photon par chaque électron dans I’amplitude Born II, nous
pourrons mesurer par comparaison, la contribution de I’absorption de deux
photons par un électron également présent dans CV2. Simplifions donc la
perturbation a 2ryrs cos 6y cosfs. Injectons a présent cette derniere expres-
sion dans (7.6) mais aussi celles de @ (¢) et ®;(t), il vient

TH? ~ (-i)’N /OT dt E(z&)A(z&)/dﬁ/df2
[ ()Y (73) + ¥y, " (173) g (77)] 2112 cos 6y cos 6. (7.10)

©15(77)p15(72) exp [—1(5;; +ep — EHe)t]



196 Le role des états intermédiaires dans la DPI2w

Nous remarquons que des termes entre crochets sont identiques dans I’échange
r1 < 711 et nous pouvons réécrire plus simplement 1’expression précédente

TE ~ 4N / dt B(t)A(t) exp [—i(ez + £ — eme)t]
/drl/drgwk 7)Y (75) 1172 cos 0) cos O, (7.11)

P15(71) p15(72)

Nous voyons tout de suite apparaitre une forme particuliere d’intégrale KCr 5 (t)
définie comme un produit d’intégrales I;(t) quand A(t) — 0

Kia(t) = /dm@/)k (r1)r1 cos O1p15(7r7)
X/dr3¢,;*(r§)rg cos Oap14(72) (7.12)

= lim [ﬂ(t)Ik,()
A(t)HO

11 est facile de déduire de 'expression de I z(t) sa limite pour At) — 0 que
I'on nomme K;(t) et qui se met sous la forme (cf. Annexe D)

_ 51273297, — 7,) k
Rft) = 24 BZ k>—§eXp [u (g—wﬂ r2—iv) (7.13)
(0]

™

Z k
avec v = ?k; Zy =23 Z; = 1,6875; @zarctan(j

)eta:Zf—l—kQ.De

maniére analogue, nous avons la limite de I ()

. 25/223/2 27, — Zy) k.
Kat) = — ( v) = exp [V' (g - 2(,0/)} PQ2—1iv) (7.14)

™

/

Lyt k
avec v = =7 Zy =2 Z; =1,6875; ¢ = arctan 7 et o/ = Z2+k?. En

remplacant chacune de ses expressions dans (7.12) nous déduisons la forme
finale de Tfo
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27327 — Z4) (2% — Zy) kK

T oo %

TB? ~ N
X exp [g (v+1v)—2(pv+ go’z/)] re—-ivl(2 -1 (7.15)
X /T dt E(t)A(t) exp [—i(ez + €5 — eme)t]

L’un des points intéressants de ce développement est qu’avec les expressions
de champ que l'on utilise, I'intégrale sur le temps est analytique et son déve-
loppement est donné en annexe H. Le calcul de la probabilité totale se fait
donc par la formule connue

+o00 +o0 7T u
P = 4n’ / dk / dk’ / db;; sin 6, / A0y sin Oy (kK')? |TE2* (7.16)
0 0 0 0

La section efficace que 'on déduit de cette formule est référencée Born II (1)
et reportée sur le graphe suivant (cf. F1G. 7.1). Deux conclusions s’imposent :
la premiere confirme que les calculs CV2 effectués sont corrects mais aussi que
'essentiel de la section efficace (80% environ) est dominée par ’absorption
d’un photon par chaque électron uniquement.

7.4 Born II avec état intermédiaire

A nouveau, nous allons développer une amplitude de transition Born II
en considérant cette fois ’état intermédiaire He™ (1s, k). Elle s’écrit alors

V(t"

(t))
(7.17)

Intéressons nous tout d’abord au premier facteur de I'expression précédente,
que I’on nomme M,

1= = [ at (O Oas®) [ ()

M= [t (a0 O] xoun ) (7.18)

et qui devient

M, :/ dt/dﬁ/dfg X5, 2, OV (1, 73, 0) X (15 7y (71, 72, T) (7.19)
0
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F1G. 7.1 — Section efficace totale de DPI2w calculée par Born II sans états in-
termédiaires et réduite a I’absorption d’un photon par chaque électron (TS2),
référencée Born 11 (1).

Précisons comme a chaque fois ’expression des fonctions d’onde. Nous uti-
lisons le méme état final que pour le calcul précédent c’est-a-dire (7.7). Par
contre, nous allons modéliser 1’état intermédiaire comme une somme symé-
trisée d’un produit d’une onde Coulombienne représentant 1’état de 1’électron
éjecté dans le continuum et d’une orbitale 1s pour celui restant dans la struc-
ture ionique. Nous labelisons toutes ces fonctions par un « & » afin de les
distinguer des autres en particulier pour le choix des charges nucléaires.

X (75 73,1 = Ny [C2 (7, DX 03, 8) + € (73, X373, )|
= N; [0 PR 0%) + v " ()00 (7.20)
x exp [—i(ej + epen )]
Il faut ajouter que dans ce cas, les transitions continu-continu ont été ignorées.

On peut donc démontrer qu’avec ce type d’états l'expression finale de M; est

(cf. Annexe I)
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272282279 — Z,) I,
M, = —INNJ i ( i k)—zexp |:I// (g_280/>:| P(Q_IV/)

T a/S

X /OT dt E(t)exp [i(eg — epmes)]

(7.21)
De la méme maniere, nous pouvons déterminer une expression de Ms, deuxieme

facteur de (7.17) (cf. Annexe I)

gy goy k. m _
M, = —iN; 2T Z) 3 &XP [I/EB <§ — QQD):| r'2-—iv?®)

t
X / dt’ E(t') exp [i(eg + emee — eme)t']
0

(7.22)
Enfin, 'amplitude de transition s’écrit
3
TB2 ~ _NN2 ZIOZ?ZZ'@ (222@ - Zk/)(2Zi — Zl?) kzk,,z
e w77+ 2y (aa)?
X exp [g(y’ + %) = 2(V + gpu@)} re-uw)re-—iv®)
(7.23)

X / dt E(t)exp [i(eg — emen )t]
0
t
X / dt’ E(t') exp [i(e + €mee — e )t']
0

Encore une fois, chaque intégrale sur le temps est analytique (cf. Annexe H).
L’expression du dessus représente un processus direct cohérent ot un électron
est excité vers un état He(ls, lg) durant un temps fini; la transition vers le
double continuum se faisant ensuite par ’absorption d’'un deuxieme photon
par I’électron résiduel. Il faut noter que comme nous sommes dans le cas de
la double ionisation directe (w < 2 w.a.), le processus de double ionisation ne
passe donc pas par l'ionisation de He suivie de 'ionisation de He™.

7.4.1 Section efficace

Nous nous sommes tout d’abord intéressés au cas sans corrélations dans
I’état intermédiaire, c’est-a-dire que nous avons posé Z; = 1, 6875 pour 'état
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fondamental, Z = 2 et Z;” = 2 pour D'état intermédiaire et Z, = Zp = 2
pour 'état final et la section efficace est référencée Born II (2) (cf. F1a. 7.2).
Nous voyons clairement que I'état He(1s, l;) joue un role de plus en plus im-
portant au fur et a mesure que I’énergie du photon augmente. Nous pouvons
également constater que le comportement est bien plus proche des autres
calculs en particulier au niveau de la pente. Cependant, nous pouvons nous
interroger sur le redressement visible pour w > 51 eV. Pour cela, nous avons
prolongé le calcul au-dela du seuil de double ionisation séquentielle ; référencé
Born IT (3) (cf. F1G. 7.3). Nous observons clairement que cette augmentation
n’est pas due a une divergence, puisque les résultats sont continus. Il s’agit en
définitive de la contribution importante de l'intégrale sur ¢ de (7.23) repré-
sentant le couplage a un photon de 1’état He™ (1s) vers un continuum k'p. La
différence d’énergie nécessaire pour ioniser est de 2 u.a. et des que 1’énergie
du photon se rapproche de cette valeur, I'argument de 1’exponentielle tend
vers 0, sa contribution a l'intégrale est alors maximale. Ici, il faut noter que
pour w > 2 wu.a., on est dans le régime de DPI2w séquentiel avec possibilité
d’ioniser He par un photon puis He' par absorption d’un photon supplé-
mentaire. Ce processus n’est pas représenté par CV2 mais une prolongation
de cette étude serait de I'appliquer aux temps ultra-brefs, ou la relaxation
vers Het n’a pas le temps de se faire. La validité de cette approche pourrait
étre étudiée dans ce contexte.

Par ailleurs, afin de regarder I'influence des corrélations a I'ordre 0, nous
allons les modéliser dans 1’état intermédiaire et dans 1’état final par un
procédé analogue a celui des charges variables. Cependant, rappelons tout

d’abord comment est défini le processus de DPI2w décrit par le traitement
Born II

He(ls,1s) < He(1s, k) < He(k, k) (7.24)
Les deux électrons sont initialement dans un état 1s avec une charge Z; =
1,6875. Par absorption non-résonante d’un photon, I’hélium se trouve dans
un état transitoire (1s, lg), puis par absorption du deuxieme photon dans I’état
final (E, % ). Si l'on regarde chaque électron individuellement, le systéeme de
charges relatif a chacun d’eux est le suivant

He(ls) % He®(k) — He*t (k)
Z,=1,6875 Z° =2  Z =2

(7.25)
He(ls) — He®(1s) < He* (k)
Z,=1,6875 ZP=2  Zu=2

Nous voyons que 1'un des électrons évolue d'un état du continuum H e@(l;)
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vers un autre état du continuum H e2+(E), tous deux calculés avec la méme
charge nucléaire. Ainsi, le recouvrement entre ces deux états sera 1. Dans
les calculs qui suivent, en particulier quand nous modifierons les charges
nucléaires de ’état intermédiaire, nous veillerons a toujours avoir Z¥ = 7.
Ainsi, pour évaluer I'impact des effets d’écran dans cet état intermédiaire, le
systeme de charges variables que nous avons mis en place est le suivant

{Z?:Zkzl et Zp =2 si k> K (726)

Z;B:Zk:2 et Zy=1 i k<K

Sous cette forme, nous voyons tres clairement que l'introduction d’un état
intermédaire et des corrélations a l'ordre 0 dans cet état a le méme impact que
le calcul CV2; résultats référencés Born II (4) (cf. F1G. 7.4). Il est donc clair
que la sous-estimation de la section efficace de DPI2w est due a ’absence des
états intermédiaires et que les corrélations au sein de chacun d’eux doivent
étre considérées.
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Fi1G. 7.2 — Section efficace totale de DPI2w calculée par Born II avec état
intermédiaire et sans corrélations dans I’état intermédiaire ni final, référencée
Born II (2).
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F1Gg. 7.3 — Section efficace totale de DPI2w calculée par Born II avec état
intermédiaire et sans corrélations dans I'état intermédiaire ni final, prolongée

au-dela du seuil de double ionisation, référencée Born II (3).
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Fia. 7.4 — Section efficace totale de DPI2w calculée par Born II avec état
intermédiaire et avec corrélations variables dans l’état intermédiaire et 1’état
final, référencée Born II (4).
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7.5 Born II avec état intermédiaire et fonda-
mental amélioré

Nous allons développer la méme amplitude de transition que précédement
avec I’état fondamental amélioré que nous avons déja utilisé pour 'amplitude
CV2. La seule différence avec précédemment tient au calcul de Msy puisque
c’est dans ce facteur qu’intervient 1’état fondamental. Nous pouvons donner
sa forme finale en faisant référence a ’annexe I.

. N 213/2(abZ?)3/2 % -
2__1(1+>\2)1/2{ w e )T
2a — Z,? 2b— 7P
== Tk 208y 4 —— Tk —20'®
[z o2+ e (26|

A 217/2g5Z®3/2(2g —Z?) m®
i ® 311,
+ 7§ 7-(-043<Z® I g)5 k'z exp (T — 2@]/ ) F(2 — 1V )

¢
X / dt'E(t') expli(er + epee — epe)t']
0

(7.27)

Utilisons cette derniere expression pour calculer I'amplitude de transition

2127832278 _ 7.) k!

NN? T
B2 ~, j 2 .
= IESOIE —11,) exp [yl (—2 - 2@1)} 2 - wl)]

213/2(abZ?) Tv® 2a — 7
S Sttt A S — \re2-iv® [ —Zk —2051/®
X {./\/' - . €Xp ( 5 ) (2 —i®) ([ozg(Zi@ nwATE exp(—2por?®)

3/2
b B Coony) £ A ETZ 2y - )
0s(Z7 + )P V3 mad(Z7 4 g

(S5} T
k. exp (% - 2g0y®) re- iy@)] / dt E(t) exp [i(ep — emen )t]
0

t
X / dt'E(t') expli(er + eger — €e)t’]
0

(7.28)
Nous pouvons vérifier que 'utilisation d'un état fondamental plus précis a
pour conséquence d’abaisser le calcul de la section efficace et sous-estime
le calcul CV2 pour les faibles énergies de photon. Ce phénomene est du
a Dénergie du nouvel état fondamental qui est différente du cas (1s)%. Si
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on accorde arbitrairement ces énergies a g; = —2,8476562 wu.a., le calcul
de la section efficace est en meilleur accord aux basses énergies, mais sous
estime de la méme maniere pour w > 1,6 u.a.; les résultats sont référencés
Born II (5) (cf. F1G. 7.5). Nous pouvons aussi montrer que l'essentiel de la
contribution vient des orbitales 1sls’ de I’état fondamental, car les calculs
coincident quand on supprime les orbitales 2p; référencés Born II (6) (cf.
F1G. 7.6). En dernier point, la contribution de I’état fondamental amélioré
est négligeable quand on prend en compte les corrélations radiales du type
(7.26) dans ’état intermédiaire et final ; ces derniers résultats sont référencés
Born II (7) (cf. F1G. 7.7).
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Fi1G. 7.5 — Section efficace totale de DPI2w calculée par Born II avec état
fondamental amélioré d’énergie ¢; = —2,8476562 u.a. sans corrélations dans
I'état intermédiaire ni final, référencée Born II (5).
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Fi1G. 7.6 — Section efficace totale de DPI2w calculée par Born II avec état
fondamental amélioré sans orbitales 2p, d’énergie ¢, = —2, 8476562 u.a. sans

corrélations dans I'état intermédiaire ni final, référencée Born II (6).
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7.6 Conclusion

Le but de ce chapitre a été d’évaluer quelle pouvait étre la contribution
des états intermédiaires a la section efficace de DPI2w. Pour cela, nous avons
développé un traitement Born II prenant explicitement en compte I'un d’eux :
I’état de simple ionisation de I’hélium He™t. Nous avons supposé qu'il jouait
un role majeur pour ce processus. Dans ce cas, I'un des électrons est éjecté
dans le continuum par ’absorption d’un photon, I'autre se retrouvant « ins-
tantanément » dans un état propre 1s de He™. Nous avons vérifié par compa-
raison qu’en simplifiant notre modele Born II a la description de ’absorption
directe d'un photon par chaque électron, ce mécanisme dominait dans le cal-
cul CV2. Puis, nous avons démontré I'importance de cet état intermédiaire,
atteint par ’absorption d'un photon et en particulier la dépendance du cal-
cul aux effets d’écran pouvant y intervenir. Enfin, nous avons vu le faible
impact relatif de ’état fondamental amélioré quand la transition par un état
intermédiaire est rendue possible.



Conclusion

ETTE étude de la DPI de I’hélium a un et deux photons en condition

de fortes intensités laser et d’impulsions breves, nous a permis de dé-
gager des tendances générales. Tout d’abord, nous avons mis en lumiere le
fait qu'une méthode CV2 de base n’était pas satisfaisante pour les distribu-
tions en angle et en énergie de chacun des cas. Nous avons ensuite vu qu’a
deux photons, la disymétrie qui intervient dans la production des lobes est
due a un mélange de TS2 majoritaire et d’une proportion plus faible d'un
processus annexe ; l’absorption de deux photons par un électron puis du re-
couvrement de 1’électron résiduel sur un état du continuum, conduisant en
pratique a des configurations de moments angulaires (1,1) et (0,2). En ce qui
concerne la section efficace totale a un photon, il s’avere que les résultats
sont en tres bon accord avec ceux de référence, en choisissant des charges nu-
cléaires Z; = 1,6875 et Z), = Z;» = 2. Cette configuration serait un optimum
du calcul pour une premiere approche reposant sur la description d’'un état
fondamental a ’aide d’un produit d’orbitales 1s et d’un état final comme une
somme antisymétrisée de fonctions Coulombiennes non corrélées. Nous avons
ensuite travaillé sur les corrélations dans 1’état final, afin de mieux décrire
les distributions en angle et en énergie, et en particulier sur deux systemes
de charges écrantées dans 'état final (corrélations a l'ordre 0). Tous deux
se sont révélés inadaptés pour les distributions lors de l'ionisation a un ou
deux photons. Cependant, 1'utilisation de ces systemes donne des résultats
encourageants pour la section efficace totale a deux photons, ou les résul-
tats se rapprochent sensiblement du reste des travaux disponibles. Bien que
ces deux systemes procedent a une redistribution différente de la probabilité
d’ionisation, il semble toutefois que I’écrantage de charges dans ’état final
joue un role beaucoup plus important pour le mécanisme primaire de double
ionisation a deux photons qu’a un photon. Le processus de redistribution de
la probabilité vers tous les canaux ouverts (corrélations angulaires) a consti-
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tué la deuxieme étape de notre étude de 'interaction {électron-électron}. Sa
prise en compte au moyen d’une onde Coulombienne représentant la répul-
sion électrostatique entre les deux électrons s’est avérée déterminante pour
les distributions en angle et en énergie. Pourtant, la maniere dont nous avons
considéré ces corrélations dans I'état final n’a pas permis de conclure quan-
titativement, en particulier a propos des sections efficaces totales a un et
deux photons. Bien que nous nous soyons rapprochés des résultats angulaires
théoriques existants a deux photons, la description correcte des distributions
angulaires a un photon s’est limitée a l’équipartition de l’exces d’énergie
entre les électrons. De la s’est imposée 'étude de 'état fondamental, ou la
prise en compte de maniere plus précise des corrélations s’est traduite par
I'inclusion explicite d’orbitales 2pg, 2p+. La description de nouveaux profils
hors équipartition, toujours pour le cas a un photon, a des lors été possible.
Au niveau des distributions angulaires, nous reproduisons assez bien le com-
portement expérimental avec toutefois un décalage dans la répartition en
énergie, point qui nécessiterait un examen approfondi. Nous avons pu dans
ce cadre, déterminer les distributions angulaires dans 1’espace mais également
des distributions en énergie intégrées sur toutes les configurations spatiales.
En mettant en lien ces résultats avec ceux des distributions angulaires, nous
prédisons que pour la DPI2w avec une énergie de photon de w = 1,65 u.a.,
les électrons sont préférentiellement émis a 'opposé I'un de 'autre et avec
une méme énergie cinétique. Enfin, nous avons étudié 'influence d'un état
intermédiaire en particulier sur la DPI2w et montré I'importance grandis-
sante qu’il pouvait avoir dans le processus d’ionisation double. Nous avons
a ce propos soulevé la problématique des effets d’écran dans cet état et en
particulier leur importance relative par rapport aux corrélations dans 1’état
initial. Il s’avere que ces dernieres jouent un role moindre que les corrélations
dans I'état intermédiaire lorsque celui-ci contribue a la dynamique générale
du systeme.
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E travail présenté dans ce manuscrit s’inscrit dans une thématique qui
L prend actuellement un essor considérable, liée a 1'utilisation de rayon-
nements XUV brefs et intenses pour sonder la matiere. Dans ces conditions
et a I’échelle atomique, seuls quelques photons interviennent et la distinction
entre tous les processus peut des lors se faire plus précisément. De plus, 'utili-
sation d’un rayonnement présentant un large spectre multiplie les possibilités
de transitions vers un grand nombre d’états atomiques. L’approche théorique
que nous avons adoptée dans ce contexte est de type analytique approchée, et
se fonde sur 'utilisation d’états de Coulomb-Volkov pour décrire I’état d'un
systeme atomique en interaction a chaque instant avec une impulsion laser.
Sous sa forme actuelle, elle s’avere adaptée a une large gamme d’énergies
de photon et de durées d’impulsion, que 1'on peut facilement étendre au ré-
gime XUV ultra-bref; toutefois, cette approche reste contrainte par 1’emploi
d’intensités modérées. L’objectif de ce travail a été d’exporter cette méthode
vers trois nouveaux champs d’investigation : les intensités de champ laser au-
dela des conditions de perturbation, les processus non-linéaires d’excitation
et d’ionisation double et les systemes multiélectroniques. Apres avoir revu
les grands principes de l'interaction laser-atome au chapitre 1 et décrit le
développement des amplitudes de transition pour ’excitation de 'hydrogene
et ionisation double de I'hélium au chapitre 2, I’étude de l'interaction de
I’hydrogene en champ intense nous a amené a prendre en compte dans un
développement Coulomb-Volkov conventionnel (CV2), le dépeuplement im-
portant de I’état fondamental au cours de I'interaction. Ceci a été réalisé dans
le chapitre 3 par la résolution d’équations couplées réduites, nous donnant la
population de I’état fondamental, en considérant son couplage avec le conti-
nuum dominé par la transition a un photon. Ceci se justifie par les énergies de
photon élevées que I'on envisageait alors. En tout état de cause, il apparait a
posteriori que cette hypothese est valable tant que I'intensité du laser ne per-
met pas aux ordres supérieurs de transition de contribuer a la méme propor-
tion que le premier ordre. Ainsi, nous reproduisons par exemple tres bien les
spectres d’ionisation du défaut d’un cristal, assimilé a un atome d’hydrogene,
lorsque 'énergie du photon reste supérieure au potentiel d’ionisation. Nous
constatons que par une procédure relativement simple, nous sommes capables
d’étendre le domaine d’application a des intensités de champ jusqu’alors dif-
ficilement accessibles par une approche CV2. Nous avons par ailleurs vérifié
qu’a partir des équations couplées réduites, nous pouvons déduire directement
la population de I’état du continuum et qu’en conditions ou la dynamique
est dominée par la transition a un photon, nous prédisons tres bien par ce
biais le spectre en énergie des électrons éjectés. Les applications prospectives
a envisager sont multiples des lors que 'on s’intéresse a des champs intenses,
de lordre d’une wu.a. (soit I = 3,51.10'® W.cm™2) par exemple. Dans ce
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cas, aucune des théories usuelles d’ionisation par effet tunnel (KFR,ADK)
ne prédit correctement les taux d’ionisation car les transitions sont calculées
vers un état final de Volkov non-perturbé [17]. Nous pourrions ainsi évaluer
par notre méthode CV2 renormalisée (RCV2) la contribution de 'interaction
Coulombienne sur les taux d’ionisation en conditions de champ intense.

La seconde étude du chapitre 3 se focalise sur des transitions intervenant a
I’aide d’énergies de photon plus petites que la moitié du potentiel d’ionisation
de I'hydrogene. Il devient alors nécessaire de considérer les transitions multi-
photoniques entre les états liés de sa structure atomique. En appliquant une
amplitude de transition établie au chapitre 2, nous avons pu calculer la pro-
babilité que ces phénomenes se produisent. Nous sommes parvenus a décrire
correctement 1’excitation multiphotonique des premiers états de I’hydrogene
lorsque l'intensité du laser reste cette fois en conditions de perturbation. Ce-
pendant, restreindre cette description a seulement deux niveaux ne permet
pas de décrire la dynamique via tous les autres états de la structure atomique
accessibles par des photons situés dans la largeur spectrale du laser. En par-
ticulier, I’apparition de pics secondaires dans le spectre d’absorption produit
par une méthode ab initio (résolution numérique de 1’équation de Schrodin-
ger dépendante du temps, ESDT) témoigne de ces passages. Toutefois, par
comparaison avec des résultats du type ESDT, nous pouvons clairement iden-
tifier et évaluer la contribution des processus mis en jeu entrant dans le cadre
d’une description CV2. L’une des perspectives de ce traitement appliqué aux
états liés, pourrait étre I’étude du doublet Autler-Townes apparaissant lors
des transitions multiphotoniques par des états intermédiaires quasi-résonants.
Ce doublet peut étre décrit en incluant explicitement 1'un de ces états dans
I’état initial « réel » a I'aide d'un développement MCV2 adapté [147]. Puis,
I'utilisation d’une impulsion présentant une dérive de fréquence permettrait
de sélectionner le passage par I'une ou 'autre des composantes du doublet.
Il s’agit donc d’étudier comment controler les voies (canaux) d’ionisation
par des caractéristiques intrinseques a l'impulsion laser. Par ailleurs, nous
pouvons également nous orienter vers une modélisation plus générale de la
structure atomique. Par exemple, par la prise en compte explicite des pre-
miers états liés 2s et 2p, puis considérer la contribution des états suivants a
l'aide d’'une loi en N~3. Ce serait ainsi une maniére de développer un trai-
tement CV2 plus global, tout en gardant un temps de calcul court et en
évitant de rentrer en compétition avec des traitements de type ESDT. De
plus, puisque le cas monoélectronique semble tout a fait adapté a une des-
cription CV2, nous pouvons envisager dans ce cadre la description de spectres
d’harmoniques d’ordre élevées. En considérant d’une part l'ionisation multi-
photonique d’un atome vers les états du continuum par une amplitude CV2,
d’autre part la recombinaison radiative a un seul photon de l’électron du
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continuum vers 1’état initial a ’aide d’une amplitude de type Born, il sera
possible de modéliser le processus électronique de génération d’harmoniques
(cf. [18] équation (62)). Le spectre harmonique pourra ensuite étre déduit
par une transformée de Fourier de 'amplitude de probabilité ainsi calculée.
Mais également, du fait de la souplesse du traitement, en particulier pour
paramétrer le champ laser incident, nous pourrions envisager des études en
fonction de sa polarisation. De ce fait, nous pourrions décrire la génération
d’harmoniques induites par des impulsions présentant une polarisation va-
riant pendant la durée de l'interaction. L’objectif est de se rapprocher des
protocoles expérimentaux de confinement de la génération d’harmoniques tels
que la porte d’ellipticité [55] qui consiste a restreindre le temps de génération,
maximum en polarisation linéaire, par une modulation de la polarisation du
rayonnement IR fondamental. Plus généralement, 1’étude des conséquences
de l'utilisation d’un tel rayonnement polarisé sur la dynamique électronique
semble accessible. Un autre sujet d’étude peut étre de travailler avec une su-
perposition de champs laser. De fait, la voie serait ouverte a la description de
processus a deux couleurs : par exemple 'ionisation par une impulsion harmo-
nique couplée a 'impulsion IR primaire atténuée. Dans ce cas, des structures
satellites dénommées « bandes-latérales » (ou « side-bands ») apparaissent
entre les pics d’absorption des harmoniques. Deux canaux contribuent a la
production d’une bande-latérale : d’une part I’absorption d’un photon harmo-
nique d’ordre inférieur plus un photon de I'IR, d’autre part I’absorption d’un
photon harmonique d’ordre supérieur et 1’émission stimulée d’un photon IR.
Ce phénomene se répete pour chaque ordre de transition harmonique consé-
cutif, c¢’est un processus multiphotonique. L’intensité des bandes-latérales
dépend du délai de recouvrement entre les deux impulsions et ’analyse du
comportement de leurs phases relatives permet d’extraire I'information sur la
dérive de fréquence du train d’impulsions harmoniques [55]. Dans un premier
temps, nous serions en mesure de reproduire ces structures satellites ; par la
suite, la prise en compte dans notre modele de la dérive de fréquence nous
permettrait de regarder le détail des caractéristiques des bandes-latérales.
Dans un troisieme temps (partie 2), nous avons effectué une étude ex-
haustive, sur la base de I'approche CV2, de la double ionisation de I’hélium
par absorption d’un et deux photons. La double ionisation par absorption
d’un photon (DPIw) ayant largement été étudiée, nous avons pu comparer
notre « modele simple » avec les résultats théoriques et expérimentaux déja
publiés. La double ionisation par absorption de deux photons (DPI2w) est
quant a elle un domaine beaucoup plus ouvert, les résultats théoriques et ex-
périmentaux divergeant a ce propos. Notre approche nous a permis d’extraire
les sections efficaces totales et les distributions en angle et en énergie. Nous
avons montré que les corrélations électroniques jouent des roles tres différents



214 Conclusion et perspectives

dans la DPIw et DPI2w. Nous avons tout d’abord étudié¢ la DPIw, et montré
qu’aux intensités utilisées dans ce travail, 'approche CV2 correspond a une
théorie des perturbations au premier ordre (chapitre 4). Des résultats calculés
par des approches fondées sur cette théorie peuvent donc étre directement
comparés a nos résultats. Dans notre cas, une représentation simple impli-
quant deux orbitales 1s écrantées pour I’état initial et deux Coulombiennes
pour I’état final (calculées en supposant que les électrons subissent un champ
crée par la méme charge nucléaire Z, = Z, = 2) conduit & une évaluation
de la section efficace en accord avec les résultats de la DPIw existants, sur
une large gamme d’énergies de photon. Une telle représentation conduit a
un couple de moments angulaires électroniques (0,1) dans I’état final et est
donc tres incomplete. Cependant, si on excepte tout accord fortuit, on peut
imaginer que ce canal représente bien le flux « primaire » de double ioni-
sation a un photon, mais la redistribution par les corrélations électroniques
entre les canaux de double ionisation de moments angulaires (1,2), (2,3) etc.
est bien str absente de la représentation. Ceci est confirmé par I'analyse des
distributions en angle de I’éjection des électrons qui ne correspondent pas
aux résultats expérimentaux. Nous avons donc poursuivi notre étude dans le
chapitre 5 par la prise en compte de 'effet des corrélations dans 1’état final
et par 'amélioration de I’état initial dans le chapitre 6. Nous avons appliqué
dans I’état final un facteur de normalisation (« facteur de Maulbetsch ») qui
prend en compte la répulsion électronique et obtenu de bons résultats pour
les distributions angulaires dans le cas d'une équipartition de 1’énergie des
électrons émis. Il faut néanmoins noter qu’avec ce facteur, I'état final n’est
plus correctement normalisé et il est impossible de calculer quantitativement
des sections efficaces absolues. Lorsqu’on améliore la représentation de I'état
initial en incluant des orbitales 2p, on obtient des distributions angulaires qui
se comparent bien avec les résultats théoriques et expérimentaux existant a
la fois a I’équipartition et hors équipartition. De bons résultats sont aussi
obtenus pour la distribution en énergie des électrons intégrée sur tout l'es-
pace : par exemple pour des photons de 100 eV (3,676 u.a.) (apportant un
exces d’énergie de 21 eV (0, 77 w.a.) au-dessus du seuil de double ionisation),
on obtient un profil plat relevé aux extrémités correspondant a un électron
emportant la quasi-totalité de 1’énergie en exces. Ce résultat est en accord
avec les profils expérimentaux [214], mais aussi en bon accord avec la distri-
bution théorique calculée par D. Proulx et R. Shakeshaft [166]. Ces derniers
montrent également que pour des énergies de photon supérieures a 100 eV,
le canal o un des électrons emporte la quasi-totalité de I'exces d’énergie est
favorisé. Exporter notre calcul a ces énergies constitue la prochaine étape de
notre travail, d’autant que des résultats expérimentaux sont disponibles avec
des photons de 179 eV (6,58 w.a.) [195]. Nous voyons ainsi qu'il est abso-



Conclusion et perspectives 215

lument nécessaire de représenter finement les corrélations électroniques a la
fois dans les états initial et final pour avoir une description complete de la
DPIw au moins au niveau des distributions angulaires. Ce travail constitue
donc un test positif pour le développement CV2; en méme temps, il met en
lumiere les différences avec la dynamique du processus de DPI12w.

Pour ce mécanisme, nous avons montré que I'approche CV2 de la DPI2w
prend en compte deux types de processus : d’une part ’absorption directe
d’un photon par chacun des électrons décrit par une orbitale 1s de 1'état
initial (T'S2), et d’autre part I’absorption de deux photons par un électron 1s
et ’éjection subséquente de 'autre électron par recouvrement sur un état du
continuum. Contrairement a la DPIw, le développement de ’amplitude CV2
aux intensités modérées ne correspond pas a la théorie des perturbations au
deuxiéme ordre (Born II). La relaxation de I'ion He™ qui intervient lors de la
double ionisation séquentielle, n’est par exemple pas représentée dans 1’ap-
proche CV2. Nous pouvons cependant montrer que si I’on veut s’orienter vers
I’étude de la compétition entre le processus direct et le processus séquentiel
d’ionisation double, la premiere étape, I'ionisation simple de I’hélium, est en
tres bon accord avec les résultats expérimentaux (cf. F1G. 7.8). En particulier
dans la région d’énergie de photon ou ce processus séquentiel domine c’est-
a-dire pour w > 2 w.a. Notre étude a donc porté sur la double ionisation
directe de I’hélium avec des énergies de photon inférieures a 2 w.a. (54,42
eV'). Dans le cadre de notre développement le plus simple décrit plus haut
(sans corrélations dans I’état final et sans états intermédiaires), on obtient
a I’équipartition de I'exces d’énergie, une distribution angulaire asymétrique
de 1’éjection des électrons, favorisée dans des directions opposées. Ceci est
qualitativement en accord avec les résultats théoriques publiés [202] et les
calculs récents effectués par H. Bachau au CELIA et B. Piraux a 'UCL. Il
est important de noter que, si la section efficace totale est dominée par le
TS2, il faut inclure le processus annexe d’absorption de deux photons par un
électron pour représenter I'asymétrie dans la distribution des lobes éjectés.
En effet, le processus T'S2 conduit & un état final de moments angulaires (1,1)
représenté par deux lobes symétriques. Pour le profil angulaire a 1’équipar-
tition, la prise en compte du processus annexe conduit a des configurations
de moments angulaires (0,0) et (0,2) qui brisent cette symétrie. Néanmoins
les résultats ne sont pas totalement satisfaisants dans la mesure ou I'éjection
de deux électrons dans la méme direction et avec la méme énergie n’est pas
négligeable, ce qui est non-physique. La prise en compte de la répulsion élec-
tronique dans I’état final au-travers du « facteur de Maulbetsch » conduit a
une amélioration des résultats dans le sens ou la distribution angulaire est tres
proche des résultats récents de [202] avec une asymétrie trés accentuée des
lobes d’éjection. La distribution en énergie intégrée sur tout I’espace montre
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quant a elle un profil parabolique maximum a 1’équipartition et pour une
énergie de photon de w = 1,65 u.a. (45 eV'). En mettant en lien ce résultat
et ceux des distributions angulaires, la principale conclusion que nous tirons
est qu’a cette énergie de photon, les électrons sont préférentiellement émis
dans le continuum a 180° I'un de I'autre, avec la méme énergie. A la différence
de la DPIw, la section efficace totale obtenue avec CV2 a l'aide du modele
de base est tres inférieure aux résultats existants. Nous avons vu, dans la
partie 1 consacrée a ['’hydrogene en champ UV intense, que la représentation
CV2, développée de fagon perturbative, ne représente pas les transitions par
les états intermédiaires. Il était donc intéressant de comparer les approches
Born au deuxiéme ordre (Born II) et CV2 pour évaluer la contribution spéci-
fique de I'un de ces états a la DPI2w. Une étude détaillée du développement
Born IT menée au chapitre 7 montre que l'inclusion de He™ conduit & une
augmentation significative de la section efficace de DPI2w, qui se rapproche
donc des calculs référencés. Nous montrons également que I’écrantage de la
charge nucléaire (corrélations a 'ordre 0) au sein de cet état sont également
a considérer pour la description générale du phénomene. Notre étude de la
DPI2w nous a donc permis d’extraire des informations importantes sur la dy-
namique de ce processus, qui reste un sujet largement ouvert. Comme nous
I’avons noté dans l'introduction, il faut considérer ce travail comme une étape
vers ’étude de la double ionisation en champ laser XUV tres intense. Grace au
développement du laser a électrons libres, on peut envisager la production de
rayonnement XUV & des intensités importantes (de 'ordre de 10" W.cm™2)
avec des temps d’interaction tres brefs. Il y a, a notre connaissance peu de
travaux dans ce contexte, par exemple dans [215] les auteurs ont appliqué la
théorie SFA a l'ionisation non-séquentielle de I’hélium en polarisation circu-
laire avec des photons de quelques unités atomiques. Dans une approche tres
prospective, ces auteurs ont considéré des intensités tres élevées (de I'ordre
de 10* W.cm™?) dans la limite non-relativiste et ont étudié en particulier le
processus de stabilisation. Le domaine d’intensité qui nous intéresse est moins
élevé (101 —10'8 W.cm™2), pour des photons de quelques unités atomiques le
parametre de Keldysh devient inférieur a 1 : on passe ainsi du régime multi-
photonique au régime non-perturbatif d’ionisation. Peut-on considérer, dans
un contexte ou la double ionisation se fait dans un temps bref (sans relaxa-
tion de He™), seulement ce qui résulte de 1’absorption simultanée (directe)
d’un ou plusieurs photons par 1’état initial 7 L’approche CV2 est-elle valide
dans ce contexte 7 Comment évoluent les sections efficaces et les distributions
en énergie et en angle ? Autant de questions qui constituent les futures voies
sur lesquelles nous pouvons nous engager. En définitive, le travail que nous
avons mené tout au long de ce manuscrit prend son importance quand on se
place du point de vue de 'analyse détaillée du comportement électronique.
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Il s’agit de posséder non pas un outil général mais bien une collection d’ou-
tils spécialisés, adaptés et modulables entre eux. Nous espérons donc avoir
montré que dans le contexte actuel, une méthode Coulomb-Volkov a toute sa
place.
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F1G. 7.8 — Section efficace totale de simple ionisation de I'hélium calculée par

CV2.
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Annexe

Le systeme d'unités atomiques

ESURER, c’est comparer une grandeur physique inconnue avec une
M grandeur de méme nature prise comme référence. Ainsi, la physique
atomique nécessite un systeme de mesure adapté a la description de sys-
temes microscopiques tels que les atomes et les molécules : ce sont les unités
atomiques (u.a.). Pour ce faire, il faut définir un jeu de trois parametres
permettant de reconstuire une masse, une longueur et un temps adaptés aux
dimensions étudiées. Or, ’ensemble des propriétés de la matiere en dehors des
forces nucléaires, s’appuie sur 1’électrodynamique quantique qui repose sur
les trois grandeurs de base e, m. et h respectivement la charge de 1’électron,
sa masse et la constante réduite de Planck. Ainsi, les grandeurs physiques dé-
crites par I'électrodynamique quantique ne s’exprimeront qu’a 'aide de ces
trois parametres. L’idée fondamentale a été d’associer ces grandeurs fonda-
mentales a 1'unité

e=m.=h=1 (A.1)

auxquelles s’associe 'expression en u.a. des constantes fondamentales sui-
vantes

1
¢ = — vitesse de la lumiere (A.2)
a
€0 =~ conductivité du vide (A.3)
T
Am T .
po = — perméabilité du vide (A.4)
c

ou « est la constante de structure fine définie par



246 Le systeme d’unités atomiques

Quantité en unités atomiques Notation Valeur en unité S.I.
1 u.a. de masse (masse de 1'électron) Me 9,10953.1073! kg
1 u.a. de charge (charge de I’électron) e 1,60219.107% C
1 u.a. de longueur (rayon de Bohr) ap 5,29177.107 " m
1 u.a. de vitesse (vitesse de I'électron) vy = ac 2,18769.10° m.s~!
1 w.a. d’'impulsion Po = mevy  1,99288.107% kg.m.s™*
1 u.a. de temps To = Z—z 24,1889.1071% s
1 u.a. d’énergie & = meCPa 27,2116 eV
1 u.a. de champ électrique Ey = a% 5,14224.101 V.1

TAB. A.1 — Correspondance entre les u.a. et le S.I.

1
oy ———
137,036
Ainsi, la correspondance entre les unités du systeme international (S.I.) et
les u.a. se déduit simplement et est résumée dans le tableau ci-dessus. Une

correspondance dont on aura besoin est celle de l'intensité I, intervenant
dans ’annexe F sur la section efficace, et telle que

(A.5)

Io = %E@ (A.6)
Une analyse dimensionelle utilisant gy = 8,854187.10712 et ¢ ~ 3.10% m.s~

nous mene a la relation!?

1

Topw.em-2) = 3,509338.10'% x Eg (A7)

u.a.

2Pour plus de détails sur les constantes, voir http ://phy-
sics.nist.goc/cuu/Constants/
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Annexe

La normalisation du double
continuum, le facteur N

"UTILISATION d’une fonction d’onde symétrisée d’espace pour décrire le

double continuum de I’hélium telle que nous 1'utilisons nécessite la vé-
rification de la condition de normalisation pour tout les instants. Soit, en
utilisant nos notations

/dﬁdr} |X;(ﬁ,r§,t)’2 =1 (B.1)

Ot X (r1,72,t) est de la forme

X7 (7,73, 8) = N 0 (7 U5 (3) + 05 (75 ()| -
x exp [—i(ez + eg)t] L. (r1,73,1) '
Avec
V- (F) = (27)"2 exp (%) I'(1+iv)exp <1E . F) (B.3)

x1 Py (—iv; 1; —ikr — ik - 7)

Or, il faut se souvenir que les fonctions Coulombiennes sont orthormalisées
entre elles. Ceci est représenté par la relation

[ v o) = o - ) B
—1 si k=

Par ailleurs, la phase de Volkov s’écrit (2.49)
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kk'

L=_(r,73,t) = exp [uf(t) () — ik + k) - / t dt' A~ (t')} (B.5)

L’exponentielle complexe sur les énergies et la phase de Volkov de (B.2)
n’interviennent pas dans le calcul de la normalisation, donc on peut réecrire
(B.1) simplement en fonction des vy

2
N[z ()0 (3) + 07 ()07 |
(B.6)
En se souvenant que N est réel, la condition de normalisation pour le membre
de droite de I’équation précédente se met sous la forme

/dfidfé }X;(ﬁ,r_é,t)f = /dﬁdr}

N? / aridrs | [z (i) 05) + vz (g ()] | = 82 = ) (B.7)
=1 si k=F

Intéressons-nous maintenant a la partie intégrale de 1’expression précédente
dont on réécrit 'integrand en posant

O(r1,73) = U (M) (73) + ¥ (7)o (1) (B.8)
Il vient, en développant
[aras i ml = [ andn ey ey ) + v (v )]
x [0z ()0 (%) + vz ()0 ()]

(B.9)
Ce qui nous mene a
[ardlowi ) = [ dnas o @ )0y (D05 03)
L ()L (F)es T (72)Y (73) B.10)
(7)) 05 (7)Y s (R (73)
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Et on peut remarquer que les variables 7] et 75 sont muettes dans l'intégra-
tion. Ceci signifie que le premier et le second terme du membre de droite de
I’expression précédente sont identiques dans I’échange 71 avec r5. Il en va de
méme pour le troisieme terme et le quatrieme, ceci nous amene a

t/dﬁd@r¢oafaf::z/dﬁd@z%*wnwgwnwg%@y4x6>

(B.11)
FU ()5 (7)) (7)Y (73)

Regardons maintenant le cas particulier ou k=K. Le premier terme de
I’équation précédente, que l'on peut qualifier de direct et le second de croisé
sont identiques dans le méme échange de variables. Il est donc possible
d’écrire

[ s o =4 [ dids o )0 (v (B3 (B2

Ainsi, en vertu de la normalisation des fonctions d’onde coulombiennes (B.4)
I'intégrale du membre de droite de (B.12) se résume a l'unité, il vient donc

/dﬁdr} (7, 73)|> = 4 (B.13)
Par conséquent, en injectant ce dernier résultat dans (B.7), il vient

4N? =1 (B.14)

Soit
N =— B.15
5 (B.15)

Il s’agit a présent de déterminer la valeur de N pour k + k. Dans ce cas, du
fait de l'orthonormalisation des fonctions d’onde Coulombiennes, la contri-
bution du terme croisé sera finie et négligeable par rapport a la contribution
infinie du terme direct (distribution de Dirac). Cet argument nous permet de
réécrire (B.11) sous la forme

/ drdrs |o(r, 73) | = 26%(k — &) (B.16)

Encore une fois, en injectant ce résultat dans (B.7) nous arrivons a
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—
/

IN?52(k — k') = 62 (k — k') (B.17)

Ce qui nous donne

N- L (B.18)

V2

En résumé, suivant les cas étudiés, la valeur de N peut éetre

2 - (B.19)



Annexe C

L'intégrale J 7(t) et ses limites

C.1 Calcul de l’intégrale j,g(t)

IL s’agit ici de calculer I'intégrale j,;(t) définie de maniere générale comme
il suit

Je(t) = / a7 g (7 exp (147 (1) - 7) 1(7) (C.1)
Les fonctions d’onde normalisées de fagon habituelle intervenant dans ce cal-
cul sont bien connues et s’expriment ainsi

3

2

©15(7) = % exp (—Z;r)
vp (7)) = (27)7% exp <%V> ['(1+iv)exp <1E : F) (C.2)
X1 (—iu; 1; —ikr — ik - f’)

En regroupant les termes dépendant de 7 et ceux qui n’en dépendent pas, il
vient

[SI[oY

7.

J(t) = (2m)” 2 exp (gy) I'(1—iv)

X /dFexp =i (F+ A 0) 7= Zar| 1B (s 1k +F - 7)
(C.3)

S8

Le coefficient devant l'intégrale se simplifie
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;= (%) mpgij?y)m i) (C.4)

Intéressons-nous maintenant au calcul de I'intégrale proprement dite que nous
appellerons Jx(t)

Jr(t) = /df’exp [—i <E + A)f(t)> 7= Zﬂ’] 1Fy <iu; 1;ikr + ik - F') (C.5)
Ce type d’intégrales est connu et calculé par A. Nordsieck [216]. C’est ce que
nous allons utiliser dans ce qui suit. Pour cela, posons K = k +
nous amene a

C
A~ (t) ce qui
Jp(t) = /df’exp (—iRk -7 — Zir) 1 Fy (iu; 1;ikr + ik - f') (C.6)

Nous pouvons réécrire cette expression comme il suit en utilisant la conver-
gence uniforme sur Z;

9 —ik-T—=Z; oo 7
Jr(t) = ~37 /dF b ( MTT r)lFl (11/; 1;ikr 4 ik - 7“> (C.7)

La partie intégrale de I'expression précédente est connue [216]

—iR-F— Z .
/dFeXp( F-r=Zr) o <iy;1;ik:r+ik:-F>

”
o [ (7 +ikz:) (C.8)
K2+ 22 K2+ Z?
Le membre de gauche de (C.8) se met sous la forme
w [ 2 (7 k+ikz)]
K2+ 72| K2+ Z?
iv—1 . —iv
— 47 (,& + ZE) [rﬂ v 22 2Rkt ik:Zi)]
(C.9)

Pour simplifier les notations, posons
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_ 2 72
{B—li + Z (C.10)

H=B-2R k+ikZ)
En utilisant ces définitions dans (C.9) puis le tout dans (C.7) nous parvenons
a

a iv— —iv
J=(t) = 47 (_aZZ-) (B¥'"H™Y) (C.11)
Intéressons-nous aux dérivées de B et H par rapport a Z;
0
—927.
8ZZ-B ‘
(C.12)
0

En vertu de ce qui précede, il est possible d’écrire

a iv— —iv
= —(iv — 1)B¥22ZH " — BV (—ivyH ¥ 1 2(Z, —ik) (C.13)

— 9B 21 [Zz-(l —W)H +iv(Z; — ik)zs}
En subsituant cette derniere expression dans (C.11) nous arrivons a

J(t) = B! [Z,»(1 —WYH + (2 — ik)B] (C.14)
D’apres (C.3), (C.4) et (C.14), I'expression de j,—ﬁ»(t) devient

. Z\? 8 L .
Jr(t) = (—) — exp <%V> (1 —iv)Bv—2H 1

(C.15)
X [Zi(l —W)H +iv(Z — ik:)B]

C.2 Limite de J.(t) en k=0

Afin d’étudier le comportement de cette limite, la démarche que nous
allons adopter est de regarder séparément les limites de B¥*~?H~"~! puis
celle du terme entre crochets. Regardons préalablement les limites de B et H
qui seront utiles plus tard
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lim 5 = A2 (1) + 22
- C.16
lim H = A (1) + 22 (C.16)

—iv—1

Ensuite, réécrivons le facteur B ~2H sous une forme plus facile a étudier

Biy—2H—iV—1 — B—QH—I (%) (Cl?)

iv

B )
Dans l'expression précédente. la limite de [ — nous est inconnue. Inté-
’ H

ressons nous a ce facteur, et utilisons la forme exponentielle d'un nombre
complexe pexp (i)

(g) - (%) — (pexp (i)™ = exp (—ivlnp)exp (pv)  (C.15)

Ceci va nous permettre d’étudier séparément les limites de chacune des ex-
ponentielles de (C.18). Commengons par la seconde et par I'argument ¢

—27:k
¢ = arctan <22 A0 - k’2> (C.19)

Or le développement limité de I'arctan est

3 zd (_)nx2n+1
arctanr = — —+ —+--- +

X 7 .. p
T+ o T eE) (C.20)

En utilisant le développement limité précédent dans le cas qui nous intéresse
il vient

( —2Z;k )
pr = varctan

Z2 4+ A7 — k2
—27:k 1 27k 2
= ! 1—= : Ok |(C.21
A - [ 3(23+Mt>—k2) HOUEC2Y

Ainsi, le premier terme non nul de la limite de exp(¢v) au voisinage de k = 0

. L,
en utilisant v = - est

222 ) (C.22)

imesston) = e (- g
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Par ailleurs, pour exprimer la limite de la premiere exponentielle de (C.18)
il est nécessaire d’écrire p qui est fonction de B et H. Exprimons ces derniers
sous une forme plus maniable

b= <22 +AT0) |1+ Z??k—i;A_‘gt()t) Wz +lf1—2(t)
B ( i ) l? _— " (C.23)
HZ( t)_l_ZerA—l?(t)_Z?JrA—Q()
= <22 + At ) H
Or
o= []-| -2 o

Ce qui nous amene a considérer les développements de |H| et |B|. Commen-
cons par celui de |H| et posons 0 = Z2 + A~>(t)

1/2
2 gpege]Y
+

J

T + ﬁ + 5 (0.25)

_ 2 2 4 27271/2
|H|:U1_l% :[1_% K 4k

Développons jusqu’au second ordre ’expression précédente en suivant le dé-
veloppement limité bien connu

2

(1+2)"=1+nx+n(n— 1) + O(2*) pour |z] < 1 (C.26)
I1 vient
k? 272 k?
—1-= (1=
Hl = J 526
k! 1622 1620 k' 2K? A7,
B2l R A R R S S
(C.27)
+O(k°)
K, 2712 A~ (t)k* .
1+§<Zi —A <t>>+T+@(k )
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Utilisons la méme démarche pour calculer le développement de \B |1

- - —1
~ ~ . - 2
B! =B""= (1 + 2k A ;t) Tk > (C.28)

A T'aide du méme développement limité, il vient

> - - = 2 - = 3
Blio1_ 2 A1) + K (2!<:-A(t) +k2> . <2k;-A(t)+k;2>

) o o
+O(k*)
B ok - A(t) k> 4A72(t) cos? b, 4k3 cos 0y, )
_1_T_§<1_ 5 + 5 (1 —2cos®6y)
+O(k*)

(C.29)
A Taide des deux expressions (C.27) et (C.29), (C.24) se met sous la forme

2 2712 A~ (1) kA
+ - @ 7

k
p=|1+5 (22 -4a7) o+ O()
2kAZ (t)cosby  k* 4A2(t) cos? b,
- O8I Ry .
5 5 5 (C.30)
4k3 cos 0
+Tk (1 —2cos?6;) + O(k*)

En développant les termes entre crochets, en ne retenant que les termes du
second ordre puis en remplagant J par son expression ; il vient

_ 2
_ %Az(gﬂ + % 72— A7) = 5+ 447 (1) cos? b,

_ 2kA7(t)costy 2>
72+ A2t 22+ A1)

p~1

(1 —2cos?6y) (C.31)

Ainsi, on peut exprimer la limite de p au voisinage de £k = 0 en s’aidant du
développement limité du logarithme népérien au premier ordre In(1 4 z) =
r + O(x?) pour r < 1

2kA
lim Inp = _2kA; (t) cos by

C.32
o 27+ A7) (€32
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Dans cette expression, on a retenu uniquement le terme d’ordre 1 car apres
multiplication par —iv, il est le seul a avoir une limite non nulle. On a donc

: . 2A (t)Zy, cos by,
lim —ivlnp =i 5
k=0 Zr+ A7)
En réunissant la limite précédente et celle exprimée en (C.22), cela nous mene
a

(C.33)

) B\" 277 2A7 () Zy cos Oy,
lim (=) = _ z C.34
F0 (H) eXp< 0+ A 22+ A ) (C.34)

On peut finalement écrire la limite de (C.17) en vertu de (C.16)

lim BY?H"1 = lim B2H! (E)
k—0 k—0 H
o < YAVAY n 2A;(t)Zk COS (9k>
xp [ — i
A 2 AR

= VIR (C.35)

(22 +A22()
Il nous faut maintenant étudier le comportement du terme facteur entre cro-
chets de (C.15). Cependant la présence de facteurs v impose un développe-

ment a l'ordre 1 (en k) des facteurs H et B. Commengons par les réécrire a
partir de (C.23)

B= (z} + A*%t)) (1+ Bk +~k?)

(C.36)
M= (ZE + A‘Q(t)> (1— ak — vk2)
Ou l'on définit les quantités suivantes
( 27,

o=

72+ A2(t)

5= 2A7 (t) cos by,
O 224+ A2 (C.37)

B 1
Ly

\
Nous pouvons maintenant évaluer le terme entre crochets de (C.15) en utili-
sant les expressions (C.36)
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Zi(1 — w)H +iv(Z; — ik)B
= | Zi( —1]/)(1—0[]{ ’7162) (Zi_ik)(1+ﬁk+7k2)]

X <Z2 + A7 )
= [Z:(1 — ak — k2 — i +iaZy + iV Zk)

(2, — k) (i + 162, + iyzkk;)} (Zf + A‘2(t)>

— 2, = aZik —~Zik? = iZv + i0ZiZy + iV ZiZik + i Zuv

HBZ:2 + Z + kBZi + 1 ZiZe| (22 + A7)

= | =2 Z + k(B2 — aZs + 27 Z:24) + 12, Zi(a + B)
Y7+ Zk} (Zf + A‘Q(t)> (C.38)

Puis sa limite au voisinage de k = 0

= [iZiZk(oz +0) + Z; + Zk] (ZE + A—Q(t)) (C.39)
Au final en utilisant (C.37) cette limite devient
lim Z;(1 — iv)H + iv(Z; — ik)B

= A7, 2,(iZ; + A (t) cos b)) + (Zi + Z,)(Z2 + A2 (1))

Ainsi en rassemblant tout ce qui vient d’étre fait c’est-a-dire (C.40) et (C.35),
nous pouvons écrire la limite de J;(t)

( YAVA 2A;(t)Zk CcoSs 9k>
— 1
P 72+ A1) 72+ A1)

lim Jz(t) = (%) ’ %eXp (%) (1 —iv) (77 + A_Q(t))g

(C.A41)
En dernier point, si on garde le terme de premier degré dans (C.38) pour une

meilleure continuité quand k — 0 celui-ci s’écrit en utilisant les définitions

(C.37)
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(B2 — aZ; + 2ivZ: Z1) = 2k [ZkA;(t) cosbp +iZ:(Zn — Z)|  (C.42)
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Annexe D

L'intégrale [ 7(t) et ses limites

D.1 Calcul de l’intégrale INE(t)

IL s’agit ici de calculer lintégrale I 7(t) définie de maniere générale comme
suit

f,—ﬁ»()—/drg& ()exp( A~ (1) - )Tcos&pls(_') (D.1)

Les fonctions d’onde intervenant dans ce calcul sont identiques a celles de
I'annexe précédente (cf. eq. (C.2)). En utilisant ces définitions dans (D.1),
puis en regroupant les termes dépendant de 7 et ceux qui n’en dépendent
pas, il vient

L(t) = (2m) "2 exp (7%”) N iy)\g/ﬁ;

X /dF exp [—i (E—F /F(t)) ST = Zz-r} rcosf (D.2)

1 F} <iy; 1;1k;r+1/2§-f>

Le ccefficient devant 'intégrale se simplifie :

4

C: — (5) Mm — i) (D.3)

2 2

Intéressons-nous maintenant au calcul de I'intégrale proprement dite que nous
appellerons I;(t)
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Ii(t) = /df’ exp [—i <E+ ff‘(t)) ST — Zir] rcos 01 Fy (il/; 1;ikr + ik - F)
(D.4)
Comme nous 'avons souligné dans I’annexe précédente, ce type d’intégrales
est connu et calculé par Nordsieck [216] et nous allons encore utiliser le ré-

sultat dans ce qui suit. Pour cela, posons & = k + fT‘(t) ce qui nous amene
a

I:(t) = /d’F exp (—iR - 7 — Z;r) rcos 61 F} (iu; 1:ikr + ik - F) (D.5)
Par ailleurs, si nous développons le produit scalaire < - 7 comme il suit

KT = Kyrsinf cos ¢ + kyrsinfsin ¢ + k.1 cos (D.6)
Nous pouvons alors explicitement écrire

0
Ok,

En utilisant cette expression pour transformer (D.5) et grace a la convergence
uniforme sur k., il vient

i— exp (—ik - ') = rcos @ exp (—iK - 7)) (D.7)

0
IE(t) = la/fz

/df’exp (—iR - 7 — Zir)rcos 0y Fy (iv; 1;ikr + ik - 7)  (D.8)

Nous pouvons réécrire cette expression comme il suit en utilisant la conver-
gence uniforme sur Z;

.0 0 _exp (—ik -7 — Z;r) oL 7
I:(t) = 18—/@ (_8Zi) /dr " 1F1 (11/, 1;ikr + ik - r)
(D.9)

Ce qui revient a dériver par rapport a . 'expression de Ji(t) exprimée dans
I’annexe C précédente (C.7)

.0
En remplacant I'expression de Jg(t) par (C.7) réécrivons 1'équation précé-
dente plus en détail



Calcul de l'intégrale f,g(t) 263

I:(t) = Sin ( 8‘22) {BiV—ZH—iV—l [Zi(l —W)H + iv(Z — ik)B] } (D.11)

Intéressons-nous préalablement aux dérivées de B et ‘H par rapport a s,

0
Ok,

B =2k,

(D.12)
0

Ok,

H =2k, — 2k, = 2(k, + A (t)) — 2k, = 2A ()

A Taide de ces expressions, calculons séparément les dérivées de chacun des
facteurs de (D.11). Dans un premier temps

a iv—2q/—iv—1
= (v — 2)B¥ 32k, H "1 — (iv + 1)BY"2H»2247(¢t)  (D.13)

— 9B w2y iv-1 [ﬁz(iy C B — A (t)(iv + 1)H*1]

Ensuite calculons la dérivée du terme entre crochets

0
Ok,

[Zi(l —W)VH + (2 — ik;)B]
= Z;,(1 —iv)2A; +iv(Z; — ik)2k, (D.14)
=27,(1 —iv)A; +2iwv(Z; — ik)k,

L’expression a dériver dans (D.11) s’écrit

(aiz) {B R 21— w)H 4 v(Z — ik)B) }

_ (%Bw—zu—iv—l) [Zl-(l —w)H + w(Z —ik')B] (D.15)

0

w—2q—iv—-1 | 7
LB ( -

) [Zl-(l —W)H +iv(Z — ik;)B}

En utilisant les expressions des dérivées (D.13) et (D.14) il vient
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(aiz) {B R ZU(L— )M+ w(Z, ~ ik)B| }

= 2B (i — 2)B — A (8) (i + )R]

(D.16)
X [Zi(l —w)H +iv(Z; — ik)B}
+Biv=2p—iv-1 [222,(1 —iw)A (t) + 2iw(Z; — ik>l‘izi|
Puis en regroupant
0 Biv—2p—iv-1 [Z-(l — iy)H + i;/(Z- — ik’)[)’}
Ok ' z

_ 2Biu—2H—iy—l{ [/@Z(il/ — 2B — A (t)(iv + 1)7—[—1}

(D.17)

%[ 2.0 = w)H + (2~ i0)B] + 2,1 — i) A7 (1)

—|-1V(ZZ — lk)/iz}

Il est maintenant nécessaire de développer les crochets de I’expression précé-
dente

ko (iv — 2)B~1 — AZ (1) (iv + 1)H—1} {ziu — WM + iv(Z; — ik)B
= Zik,(1 —w)(iv — 2)HB™ ' + vk, (Z; — ik)(iv — 2)
—A- () Z(iv+1)(1 —iv) —wAZ (t)(iv + 1)(Z; — ik)BH ™!
=—Zik, (1 —w)(2 —w)HB™ — ik, (Z; — k) (2 — iv)
~A; () Z;(1+iv)(1 —iv) —ivA; () (1 +iv)(Z; — ik)BH ™
(D.18)

Ceci nous permet de réécrire I'expression entre accolades de (D.17)
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{ e } = —Zik(1 —iw)(2 — w)HB™' —ivA (t)(1 4 iv)(Z; — ik)BH ™

Vivk,(Z; — ik) [1 (2 iu)] + ZAZ ()1 — i) [1 —(1+ iy)}

= —Ziw.(1 —w)(2 —iv)HB™ —ivA; (t)(1 +iv)(Z; — ik)BH™*
—ivk,(Z; —ik)(1 — iv) — ivZ,AZ ()(1 — iv)

= —Zir,(1 —w)(2 —iv)HB™ ' —ivA; (t)(1 +iv)(Z; — ik)BH™?

—iv(l — )|k (Z; — ik) + Z; AL (t) (D.19)

Ensuite, de I'expression (D.11), en vertu de ce qui précede et de (D.17) il
vient

I(t) = 167rBiV—2H—iV—1{ —iZik.(1 —iv)(2 — iv)HB!
+vAZ () (1 +iv)(Z; — ik)BH! (D.20)

(1 — i) [/@Z(ZZ» —ik) + Z,AZ (t)] }

Au final, en injectant cette expression dans (D.2) et en tenant compte de
(D.3) nous pouvons exprimer I;(t)

2

Ii(t) = (& ) 16 exp (Z2) T3 = i) B2
x{ —iZik. (1 — i)(2 — i)YHB~ + vAZ (t)(1 + iv) (D.21)

x(Z; —ik)BH™' +v(1 — iv) [@(Zi —ik) + Z; A7 (t)} }

D.2 Limite de [;(t) en k=0

Dans I'annexe C précédente, nous avons déja calculé la limite du facteur
Biv=2H~¥=1 intéressons-nous au facteur entre parentheses de (D.20) que
nous appellerons Q;
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Q; = —iZik.(1 —w)(2 —iw)HB' + vA; (t)(1 +iv)(Z; — ik)BH ™!
(1 — i) [KZ(ZZ- —ik) + Z,AZ(t)] (D.22)

La présence de v et v? imposent de développer a 'ordre 2 les expressions de
H B! et BH!. Dans un premier temps, mettons k=2 en facteur général

Qr = —iZik,(—v? = 3w+ 2YHB™ ' + A (t)(v + w?)(Z; — ik)BH™!

(v —iv?) [nz(zi —ik) + Z;AZ (t)]
1
TR

+AZ (1) (Zk +i122)(Z; — ik)BH ™ + (Zpk — iZ2)

X [K:z(Zz' —ik) + Z; A7 (t)} }

{ — iZik.(— 22 — 3iZk + 2k2)HB !

(D.23)
Par ailleurs, développons le rapport H B~1

B—2(R-k+ikZ)
B

K2+ A2 (t) + 2k A (t) cos O + Z2 — 2(R - k + ikZ;)
k2 + A=2(t) + 2k AZ (t) cos Oy, + Z?

k2 4+ A72(t) 4 2k A~ (t) cos O + Z2 — 2(k2 4+ kA~ (t) cos 0, + ik Z;)

k2 4+ A=%(t) + 2k A~ (t) cos Oy, + Z?
A2 () + 22 — k? — 2ikZ;
T A2(t) + Z2 1 k% + 2kA~(t) cos b,

S|

K+ 2ikZ
A2 (t) + 77
L+ k% + 2k A~ (t) cos b
A2 (t) + 72
1 — ak —yk?
=— D.24
1+ Ok + vk? ( )

Ou 'on définit les quantités suivantes
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( 2i7;
=27
72+ A2(t)
5= 2A7 (t) cos by,

- 7 A (D.25)
1

ST

Si 'on poursuit le développement

% = (1 —ak —yk*) (1 + Bk + k> (D.26)

En utilisant le développement limité

1‘2

(1+2z)"=1+nz+n(n-— 1)5 + O(2*) pour |z| < 1 (D.27)

Il vient donc

H

(1 — ak —vk*) (1 — (Bk + vk?) + (Bk + vk*)? + O(K?))

(1 —ak —yk*) (1 — Bk — vk* + B2k + 72k* + 287k?

+O(k%))
= (1—ak —9k*)(1 = pk — (v = B*)K* + O(K?))
=1-Bk— (v - BHk* — ak + aBk* — vk* + O (k%)
=1—(a+B)k—(y— 8 —af+7)k +O6(k*
=1—(a+B)k—(2y—af—5°) + O(K) (D.28)

Suivons la méme démarche pour calculer le développement de B H ™!

2
g = % = (14 Bk + vk (1 — ak — yk*)7!
= (1+ Bk +vE*) (1 + (ak + vk*) + (ak + vk*)* + O (k%)
= (1 + Bk +vk*) (1 + ak + vk* + o®k* + O(K?)
= (14 Bk +vk*) (1 + ak(y + o*)k* + O(k*)
=1+ ak + (v + o®)k* + Bk + afk® + vk* + O(k?)
=1+ (a+ Bk + (27 + a® + aB)k* + O(K?) (D.29)

Utilisons les développements de H B! et BH ™! pour calculer les trois termes
du crochet de (D.23) que 'on va nommer respectivement ¢, g2 et gs. La
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présence du facteur k=2 nous mene a ne retenir que les termes d’ordre 2 dans
chacun des développements suivants

¢ = —ik.Z;(— 2% — 3iZk + 2k2) [1 —(a+ Bk — (2o —af - 62)k2]
= —iK.Z; [ — 72+ Za+ Bk + Z2(2y — af — B — 3ikZ,
131k Z (o + B) + 2k2]
- —mzzi{ - [Zg(a +B) — 3iZ, + @(k3)} ke
+ [2,3(27 —aff — %) + 3iZk(a + B) + 2} 13}
= —iZ(kcosO + A (t)){ —ZF + [Z,f(a +8) — 3124
+ [25(27 —af — )+ 3iZ(a + ) + 2} }
- —iZZ-{ — Z2AZ(t) + kAZ(t) [Z,f(a + ) — 3124
FREAS(1) [2,3(27 —aff — %) + 3iZu(a + ) + 2] ~ kcos 0,72

+k? cos O [Z,f(oz +3) — 3iZk} } (D.30)
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Regardons a présent le terme ¢

@ = (Zk +iZ})(Z: = k)AL (1) (1 + (o + B)k
+(29+a* + af)k?)|
= ZWAZ (O)(Zik — iK? + 12,2, + Zik) [(1 +(a+ B)k
H(2y+a?+ aﬁ)kZ)]

= Zh A (O)(k(Z; + Zy) —ik* +12:2;,) (1 + (a + B)k
+(27 + o® + aB)k?)

— ZAZ (1) [k(Zl- Y Z0) + K22+ Z)(a+ B) — ik 12,7

VikZiZy(o+ B) + K2 Z Z(2y + o + aﬂ)}

= Z, AL (1) {iZZ-Zk +k [Z,- + Zy +iZiZ(a + ﬁ)]

Enfin, le terme g3

g5 = (Zuk —i72) [ZZA; (1) + (k cos by, + AZ(£))(Z; — m)]

= Zu|KZ,AZ () + k(k cos O + AZ(1)(Zi — ik) — iZ:ZuAZ (1)
—i_Zk(k cosO + A (t))(Z; — ik)
= Zu|kZAZ (1) + (K2 cos O + kA (1))(Z; — ik) — 1Z:Zu AS (1)

—iZy(k cos 0, Z; — k*icos O + AL (t)Z; — ik‘Az_(t))}

= Zu|kZiAZ(8) + K2 Zi cos Oy, + kAT (1) Zi — iK*AT(t) — 12,2, A (1)

ik cos 042 2y — k2 cos 0p 2y, — 1AT (D) ZiZy — kAT (t)Zk]

= Zk [ — 21AZ_ (t)Zle + ]{7(214; (75)2z — IZZZk COS gk — Az_ (t)Zk)
+k*(Z; cos Oy, — 1A (t) — chosek)] (D.32)

S’il on somme q1, g2 et g3 en rassemblant les termes de méme degré en k, il
vient
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S=q+q+aqg
=1Z;ZF A (t) +1Z; 2R AL (t) — 82,27 A7 (t)

—l—k{ —1Z;A; (t) [Z,f(oz + B) — 3iZ),| +icosO,.Z: 27 + Z; 2, A7 (t)
+ZPA@) +iZiZEA; () (o + B) + 22, Zp A (t) —icos 0.2, 27 — ZEA; (t)}

+k2{ —iZAZ(t) [2,3(27 —af — B+ 3iZ(a + ) + 2}

iZ; cos O [Z,f(a +8) — 3124

L2 A (1) [(Zl- 4 Z) o+ B) +iZ:Zu(2y + o + af) — i}

+ 77, cos Oy, — 12, A; (t) — Z cos ek} (D.33)

S’il on regarde attentivement, seuls les termes d’ordre 2 en k£ ne s’annulent
pas. S se réduit donc a

S = kz{iZl-Z,f(a + B + 42, Z AL () (a+ B) + ZEAL () (a + B3)
—iZ; 7% cos Op (o + B) — 8A, (t)(Z; + Zy) — 2Z; 7y, cos Oy,
—Z} cos Gk}

— kQ{iZiZ,fA; (t)(a+ B)* + Z(a + B)(AZ; AL (t) + Zp AL (t) — iZ;Z) cos Oy)

En se servant de l'expression précédente, et d’apres (D.23), nous arrivons
facilement a une expression de Q;

Qr=k"%S8

(D.35)
En utilisant les limites de chacune des expressions B et H de I'annexe C
précédente, puis en rassemblant (D.35) dans (D.21) nous pouvons écrire la
limite de I(t)
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< YAVAY 2A;(t)Zk cos Qk)
- 1
P\TZzra2n T T2 aw

3 ex
. ~ Z,L 216 nz .
lim I(t) = (—) — €xXp <7> (1 —iv) 7+ A—2(t))3
X {iZiZ,fAZ_(t)(a + B)? + Zi(a+ B)(AZ; A (t) + Z1AS (t) — 1Z;Zy cos Oy,

(D.36)
Avec les définitions respectives de «, 3 et v détaillées en (D.25).

D.3 Limite de [;(t) quand At) =0 K;(t)

Cette limite s’écrit

lim () = K(t) (D.37)
A(t)—0
Pour cela, nous devons réécrire (D.20) en supprimant tous les termes dépen-
dants de A(t), ainsi nous avons

16irk, o\ a

lim F(t) = == (3) (v = 1) [ Zi(2 k+iz) (3)] o
dim 1) = 25 (5) -0 [z - )+ vtk 4120 (5)] 039)
Avec les quantités o = k? + Z? = (Z; + ik)(Z; — ik) et & = (Z; — ik)?, ainsi
le quotient de ces deux quantités s’écrit

a  Zi+ik  pexp(ip)
§  Zi—ik  pexp(—ip

) = exp(2ip) (D.39)
Et l'on peut réécrire

(67

<g>iy = exp(—2pv) (D.40)

k
ol ( = arctan (2) Par ailleurs,
Zi +ik
Zi—ik

SRS

Ainsi

Zi(2 — i) + vk +12)) (%) — 27, 7, (D.42)
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Finalement en vertu de (D.42) et (D.40), (D.38) devient

16irk. (22, — Z )
lim I;(t) = ik ( 3 3 exp(—2¢v)(iv — 1) (D.43)
A(t)—0 (€]

En injectant cette derniére expression dans (D.37) il vient

Rty = 214 = D) b
()=

exp [1/ (g - 2(,0)] ['2-—1iv) (D.44)

T o



Annexe E

Born et CV2 en série de perturbation

EVENONS sur 'amplitude de transition & deux photons (3.35) sans terme
de déplacement électronique

T = (~ia) /dt/ dt/dr(I) Zdﬁ)
x / 07! & (7 )7 ~Eo(t’)®i(F’,t’)
Dans l'intégrand, regardons le facteur

t
:/0 dt’/df’ O (7 ) Eo(t)®i(7, 1) (E.2)

Et 'on définit

Eo(t') = AEy(t)
Dy(t)) = / a7 (7 )7 AB,(7. 1) = (2, (7)

Ainsi, (E.2) devient

Ti(t) = /0 t At Eo(t') Dy (t') (E.4)

Puis, introduisons

Ap(t) = — /Ot dt' Eq(t") (E.5)
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En intégrand (E.2) par parties, il vient

t
/ / / / d /
D) = [~ A D)), + [ AW A)Dstt)  (B)
Comme Ay(0) = 0, I'équation précédente devient
t d
L(t) = ~Ao(®Dlt) + | ' Aalt) 3 D) (E7)
0

Examinons en détail le deuxieme terme du membre de droite de (E.7)

d d L] L]

tIDi(t)> + <c1>j(t)

d
Fo0)  ®

ou les dérivées par rapport au temps du bra et du ket sont

F00) = (i) 1000 = Hal0) = = fou(0)

(E.9)
S, (1)] =~ (@,(1)
a7 1
Finalement, nous obtenons
d i — €4 . . — &
gDt = — <<I>a-<t> A <I>z-<t>> = =5D(1) (E.10)
i i
En intégrant cette derniere équation, il vient

Ainsi, nous pouvons réécrire I'j;(¢)

Fji(t) = —Ao(t)DjZ‘(t) + i(&j — EZ)DW(O) /t dt,Ao(t/) exp [i(gj — €i)tl] (E12)

Or nous pouvons réécrire le deuxieme terme du développement Born comme

T3 = (—ia)? / ' dtEy(t) prj(t)rﬁ(t) (E.13)

0 J

En injectant I'expression (E.12) dans I’équation précédente, il vient
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T3 = —(~ia) / dtEy(t) ZDf] (t) Ao (t) D (1)
+(—i)?i(e; — &) / tho Zij D;i(0) (E.14)
< / dt' Ag(') exp i(e; — i)t

D’un autre coté, le développement CV2 au deuxiéme ordre est (cf. eq. (3.43))

TEV0) Z (Lia) / at / A7 &7 (7, 1) Ay ()7 Bo(t)®:(7 1) (E.15)

En introduisant une relation de fermeture, nous parvenons a l’expression
suivante

T = 1a/dt/dr<b 7 Ag (t)
/dr Z‘I’ (F, 1) (7' )7 - Eo(t) (7, 1)

Soit, en suivant la définition de Dj;(¢)

TOV2-(2)

10 = i [ 4500 3 DO BODA0
— (i) [ at Bl 'S Dyst)45 (1Dl

J

~ (—ia)? /O " Eo(t) 3 Dys(0) /0 A5(¢ — ) Ag () Dys(t')
’ (E.17)

En introduisant

t

T'ji(t) :/Otdt'5(t’—t)Aa(t')Dji(t') =—Dj(t )/ dt' Eo(t") (E.18)

Nous obtenons finalement

7OV _ (i / Lt Bo() S Dy (1) (E.19)

J
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. F

Annexe

La section efficace totale d’interaction
photon-atome

FIN de donner une formulation précise de la section efficace totale d’in-
teraction photon-atome que 1'on utilise tout au long de ce manuscrit,
il faut partir de sa définition initiale issue de la physique nucléaire

DEFINITION 1 (LA SECTION EFFICACE)

La section efficace est la surface fictive que devrait avoir une particule cible
pour reproduire la probabilité observée de collision ou de réaction avec une
autre particule en supposant que ces collisions se produisent entre objets
matériels impénétrables.

Ceci peut étre résumé par le schéma suivant

Particules se déplacant
suivant o
(¢ dans le cas de photons)

Surface d’interaction o

17 dans laquelle la probabilité est p;
° que I’événement considéré
se produise
Faisceau de particules .
de section S
o

Pour un faisceau incident, la probabilité totale d’interaction par unité de
temps se définit comme la probabilité d’interaction individuelle (par parti-
cules) que multiplie le nombre de particules incidentes par unité de temps
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Cette probabilité individuelle peut étre définie comme le rapport de la surface
d’interaction appellée o pour une particule cible (a 'intérieur de laquelle la
probabilité d’interaction est p;) avec la section totale du faisceau de particules
incidentes

P = 5 (F.2)

Par ailleurs, le nombre de particules par unité de temps se défini comme la
densité de particules n multiplié par une unité de volume par unité de temps
que l'on obtient par la multiplication de la section S par la vitesse v (¢ dans
la cas de photons)

n;=nxJSxc (F.3)
En injectant (F.3) et (F.2) dans (F.1) nous obtenons la probabilité par unité
de temps

P=oxnxc (F.4)

Par ailleurs, 'intensité s’exprime comme 1’énergie par unité de surface et par
unité de temps. Ceci peut étre écrit comme le nombre de particules par unité
de surface et par unité (n x ¢) de temps que multiplie I’énergie de chaque
particule

I=nxcxhw (F.5)

On peut en tirer une expression de n

1
= F.6
"X w (F6)
Puis
o
P=—x1I F.
X (F.7)

Enfin nous pouvons définir P la probabilité totale comme

P:/OTdtP:%/OTdtI(t) (F.8)

ou 7 représente la durée d’interaction entre le faisceau et les prticules cibles. A
présent, regardons comment nous pouvons exprimer 'intensité. Des lors que
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I'on est en présence d'un champ électromagnétique, la puissance instantanée
par unité de volume s’écrit

W = %EQ(t) + 2—;032(15) =g E2(1) (F.9)

D’ou l'intensité par unité de surface et de temps

I(t) = W x ¢ = ggcE*(t) (F.10)

Si on écrit le champ électrique intervenant dans ’expression précédente comme
un produit d’une amplitude, d'une porteuse et d’une enveloppe ou profil tem-
porel

E(t) = Eysin(wt + ¢) f(t) (F.11)

Ce qui nous mene a

/T dt I(t) = gocE} /T dt sin®(wt + ) f2(t) (F.12)
0 0

En utilisant ’approximation de I’enveloppe variant lentement par rapport a
la porteuse, il est possible de découpler chacune de leurs contributions. Ainsi,

1
celle de la porteuse nous donne 5> on peut donc obtenir une expression de P

o e, o [T 9
= ——F dt f(t F.13
Pom [ (F.13)
Appelons C(1) la moyenne temporelle de I'enveloppe
1 T
0(1)_—/ dt f2(t) (F.14)
T Jo

En vertu de ce qui précede, il est possible de déduire de (F.13) une expression
de o

hw P
o= X (F.15)
EoC
TEg T x C(1)
A ce stade, rappelons que o est en cm ™2, hw doit étre exprimé en Joules,
Iy= %Eg en W.em™?2 et 7 en secondes. Soit, en u.a.
w P
= — X ——— F.16
T TxcQ) (F.16)

En suivant la méme démarche, ce calcul peut étre généralisé a N photons
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o)
Et
(V)
o
W(nSC)N = nNgMeN (F.18)
Donc
Py = nNo@™eN (F.19)
Par ailleurs
IN
N —— F.20
Ce qui nous donne
P /Td py = 2 /Td V(1) (F.21)
N = tPN = ——x t (1 -
0 (hw)™ Jo
Définissons aussi la moyenne temporelle de 'intensité
1 T
C(N) =~ / dt V() (F.22)
T Jo

Finalement on tire de ’expression précédente, et de

/T dt IV (t) = 1} /T dt f2N(t) (F.23)

0 0
I’expression de la section efficace généralisée a N photons en u.a.

= — X —
IY = 7 xC(N)
Une analyse dimensionelle nous permet d’écrire la correspondance suivante

entre la section efficace & un photon exprimée en [u.a.]* de longueur et celle
exprimée en mégabarns (1Mb = 10~ '8¢cm?)

ol (F.24)

O[Mb] = 5, 29177 x Olu.a.] (F25)

Le tableau ci-apres résume les calculs des premiers C'(N) effectués avec dif-
férents profils temporels d’impulsions laser.
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c() Profil temporcl o
o f(t)y=6(t—r) %

c(1) £(t) = sin? (7;) g

C(2) £(t) = sin? (7;) &

C(2) f(t)=exp (—41n2 X (%)2) g y erf Efn(;n) 12/)21/2)

TAB. F.1 — Valeur des coefficients sans dimension C'(N) pour différents profils
temporels d’'impulsions laser.
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Annexe G

Amplitude de transition avec état
fondamental amélioré

E but de cette annexe est le développement de la partie intégrale de
I'équation (6.5) sur 77 et r3 que 'on appelle R

R= N+ [ ar exp [-A0)- (07 +73)
X [1/1;(5)%3*(5) + wlg*(rg)zﬁlg*(ﬁ)} (r1 cosby + 1o cosby)

. {N{%(ﬂ)w (73) + 916(3) 1w (1)

5 [P ) (53) + o, () 75) + 2 (g ()
(G.1)

Découpons I'expression précédente en quatre intégrales représentant la contri-
bution de chaque orbitale

R = N<1 + /\2>_1/2(R18 + R2P0 + R2P+ + R2P7) (G2)

ou l'on a R,
Ry = N/dr_i A exp | —1A™(t) - (17 + 7’3)]
X [wg*(ﬁ)w;(ﬁ) + w]g*(fg')z/};(ﬁ)] (rpcosby +rycosth) (G.3)

x| )rs () + 1 8o ()|
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Détaillons a présent le calcul de cette contribution, il vient en développant
I’expression précédente

Ry, = N/dﬁ dry exp [—iff_ (t) - (ri +73)| X
[@Z;]g*(r‘i)wlg*(ﬁ)rl cos 01¢1(77) 15/ (73)
+¢g*(r§)¢]§*(ﬁ)r1 cos 01015(71)p1s (72)
Uz ()Y ()2 008 Oaiprs (1) p1s (73)
_1_1/;]5*(7"3)@/)]3*(7“})7‘2 cos 02015(71) P14 (73) (G.4)
HY ()Y (7)1 cos O1p1s (7)) i (71)
2 ()0 (7)1 cos B1p1s (7)o (1)
+le_* (ﬁ)@[)kj/*(r_é)m cos Oap15(72) P15 (71)

()0 ()72 €08 030157301 (77

Nous remarquons que le premier et le huitieme terme, le second et le sep-
tieme et ainsi de suite, sont identiques dans ’échange 77 «— r5. L’équation
précédente se réduit alors a

Ry, = 2N / dr dr exp [—iA7(1) - (1 +73)]
[wg*(ﬂ)@%*(fé)ﬁ cos 01015(71) 01 (73)
+¢Ig*(r‘2‘)zp’§*(ﬂ)r1 cos thp1s(r1) e (12)  (G.5)

()5 (7212 cos Oy 14 (77 ) 1 (173)

F T (73) Y5 (17)ra cos Ba s (171 (75)
Divisons encore Ry, en quatre intégrales telles que

Avec respectivement
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Ri, = /dr‘i dry exp A (t) - (r1 + 7’3)-
)= (75 (73 )1 cos 81 (7)1 (7)
Ri, = /dr‘i dry exp _—i/Y_(t) (1 + 7“3)_
X (13)05 " (7)1 cos Br (7)1 (73)
R}, = /dﬁ dry exp A~ (t) - (r] + r_ﬁ)_

X" (75 (73 )2 cos Bypr (7)1 (73)
R}, = /dﬁ dry exp A~ (t) - (11 + 7’3)-

(G.7)

Xwi*("?)%*( 1)1o cos Oap15(r7 ) 15 (72)

Regardons tout d’abord R}, que I'on met sous la forme suivante a Paide des
expressions des fonctions d’onde (6.2)

m /
exp [§(V +v )}
Rl, = oy (1 —iv)[(1 —iv')(ab)*/?
T

X /dﬁ dry exp [—i (%T’(t) + lg) oy —1 <ff’(t) + /5’) -T_é} (G8)

x 15 <il/; 1;ikry + ik - r‘i) a (iy’; 1;1k'ry + i - 7‘3) 71 COs 04

X exp (—ary — bry)

. L. . exp [E(V + 1/’)}

Posons & = A= (t) + k et § = A (t) + £’ ainsi que C; = 2 X

84
['(1 —iv)[(1 —iv')(ab)?/?, ainsi I'expression précédente devient

fis = /dﬁ exp (—id - 71 — ary) ry cos b11 13 (il/; 1;ikry + ik - ﬁ)

X /dr_ﬁ exp (—ig~ Ty — brg) 1F1 <iu'; 1;ik'ry + i - 7’3)
(G.9)
On voit immédiatement que l'intégrale sur 73 est équivalente a J () et sur

71 a I;(t) des annexes C et D respectivement. En utilisant les résultats de
ces annexes, nous obtenons
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/dﬂ(. ) = I(t)
= 1678 2H; " { i (1 — ) (2 — i) By 'H,
+v(1+1iw)A; (t)(a — ik)YH' B+ v(1 — iv) [a.(a — ik)

+aAZ ()]}

(G.10)
et également

/dr}(...):J,;,(t) @11)
= 87BY PH WD [b(1 — i) Hy + i (b — k) B

avec

- 4

By =ao?+a? Hy =By —2(a -k +iak) y:?k
o L (G

Bi=@+0 Hy=B -23-F+ibk') v = k’j

Au final, nous pouvons écrire R}, en utilisant (G.11) et (G.10) dans (G.9)

RY, = 1287%C, BY 2B P HT VT YH T T (1 — wYH) + /(b — ik)B]]
x{ —iaa, (1 — i) (2 — w)Br Y + v(1 + i) AS (8)(a — ik)HT' B,
+u(1 — iv)[as(a — ik) + aAZ (£)] }

(G.13)
Si I'on examine R?,, nous remarquons qu’elle est similaire & R}, sauf qu’il

faut changer k en k’. Nous pouvons donc directement réécrire son expression,
en notant que le coefficient est identique a celui de Rj,

R, = 12872C By 2By 7P Hy M T HY TV T [b(1 — iv)Ha + iv(b — ik) By
><{ —iaB.(1 —iv')(2 — W)By " Hy + v/ (1 + i) AS (t)(a — iK' )H, ' By
+/(1 =) [ﬁz(a — ik + aAZ_(t)] }
(G.14)
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oul’on a

ibk)

2 2 _ o .
BQ—Oé +b HQ—BQ 2( : (G15)
iak’)

a- k4
By=@+a> H,=By—2F i+

En suivant la méme démarche, nous remarquons que R}, est similaire & R?,
sauf qu’il faut changer a en b. Nous obtenons donc

R3, = 1287%C, BY 2By "2 H; Y YHL T T a(1 — iv)Hs + iv(a — ik)Bs)
x{ —ibB(1 — ) (2 — )BT + (1 + i) AZ (8) (b — ik )Y, B,
/(1 — i) [B.(b — ik') + bAZ (1)] }
(G.16)

oul’on a
Bs=a®+a®  Hs=Bs—2(a-k+iak)
) ) o = (G.17)
By =03"+0b H, =By —2(6 - k' +ibk')

Enfin, nous remarquons que R, est similaire & R, sauf qu’il faut changer k
en k’. Nous obtenons donc

R, = 12872C By 2B, P H T H T T a(1 — Y + v/ (a — k) By
x{ —iba, (1 — i) (2 — iw)By "Hy + v(1 + iv) A7 (¢) (b — ik)Hy ' By

+u(1 — i) [as(b — ik) + bAZ(1)] }
(G.18)

oul’on a

ibk)

o) (G.19)

Bi=a®+0®  Hy=B,—2(a k+
K+

a -
By=p+a>  Hy=B,-27

Ainsi, en utilisant chacune des expressions des intégrales R}, nous en dédui-
sons ’expression finale de Ry en remarquant que By = B3, B} = B}, By = By,
B, = B}, H1 = Hs, H| = H%, Ha = Ha, H5 = H); et nous pouvons les mettre
en facteur en ne conservant que les expressions en 1 et 2
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Ry = 256m2NCy, <B§”Bgi"’2Hli”H’1“”1
x{ [b(l —WYH i (b — z’k:’)B’l] [ “a(k, + AT (1)1 — iv)(2 — w)BH,
+u(1+ i) Az (8)(a — ik)YH By + v(1 — i) [(ks + AZ (£))(a — ik) + aAZ (t)”
+ [au —W)H, + iv(a — ik)Bl} [ bk A1 — )2 — B, H,
(1 i) AZ (5)(b — KM B+ o/ (1= i) [(K, + A2 (5)(b = iK) + bAZ (1)]] }
LB 2 g
X { [b(l — W) Hy + iv(b — ik)Bg] [ —ia(k. + AZ (1)) (1 — )2 — )B, M,
/(1L )AL (8) (0 — R YH, ™ By + v/ (1= ) [(K] + A (0)(a — W) + adZ (1))
n [au WM + iV (a — ik/)B;} [ bk, + AZ(0)(1 — iw)(2 — iv)Bs My

(1 +iv)AZ (1) (b — ik)Ho ' By + v(1 — i) [(k. + AZ (£)) (b — ik) + bA;(t)]] })

(G.20)
avec chaque quantité définie par
(G=A"(@t)+k [F=A@®+F
v= 2 V= Zi
k k'
By = a®+a? By = o? + b?
Bll - 62 + b2 Bé - /62 + a2 (G21)

Hy =B, —2@-k+iak)  Hy=Bs—2(a@-k+ ibk)
H, =B, —2(6-K +ibk')  Hy,=B,—2(3 -k +iak')
m
exp [i(y—i—y’)}
Cls -

\ 84

(1 —iv)[(1 —iv')(ab)?/?
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A présent regardons Ry,, qui s’écrit comme
PO

Rop, = \/Lg/dﬁ dry exp [—j/f—(t) (i + r})}
X [?/),;_*(ﬁ)@/’kj/*(?%) + wlg*(ré)@blgl*(ﬁ)} (rycosfy +rocosfy)  (G.22)

X P2pg (T_DQO?PO (fé)

Développons 'intégrand

Rop, = % / 475 dr exp [—1A7(t) - (77 +73)
X [wg*(ﬁ)zplg*(r})rl 08 0102, (11) Pap, (73)
= ()5 (7)1 €08 01 0o, (7)o (73)  (G-23)
+¢,§*(ﬁ)¢,§*(r‘§)r2 08 0202, (17) Pap, (72)
(1)1 (7772 €08 Oapay (1) g (@)]

Nous remarquons que le premier et le quatrieme terme ainsi que le second et
le troisieme sont identiques dans 1’échange 71 «— 73. Ainsi Ry, devient

2A\ .
Rayp, = % dry dry exp [—iA* (t)- (17 +73)
X [wg*(rﬁ)iﬁlg*(ré)rl cos 01 pap, (11) Pap, (73) (G.24)

*

0 () ()11 €08 010, (7702 13) |

Une fois encore, divisons Ry, en deux intégrales telles que

2)
Ry, = 7 (R, + R3p,) (G.25)

Chacune d’entre elles s’écrivant alors

Répo = /dﬁ dry exp [—ifff (t)- (11 + 7’3)]

) ) (G.26)
)= () (7)1t €08 By Py (1) o (1)
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et

R3, = /dﬁ dry exp [—iff_ (t) - (r1 4+ 73)

. (G.27)
xap (73) 5 (11)71 €08 0102y, (17) P2po (12)
Regardons tout d’abord Rép , que l'on met sous la forme
Répo = /dr‘i exp (—iff‘ (t) - ﬁ) w;*(ﬁ)rl cos 01pap, (17)
(G.28)

X /dfé exp (—LZIL (t) -T_é) wk;*(r_é)SOZpo (73)

Intéressons-nous a l'intégrale sur r7 et en utilisant la définition des fonctions
d’onde, nous pouvons réécrire a 'aide de & = A~ (t) + k

., 2-3/2 v’ .
/dfrl(. )= —5 XD <7) (1 —iv)g®?

x / dri exp (—id - 17 — gr1) 1 Fy (iu; 1;ikry + ik - ﬁ) (r1 cos 0;)°
(G.29)

Que I'on peut mettre sous la forme suivante, en suivant la méme démarche que

273/2 TV
pour 'intégrale I(t) de I'annexe D et en posant C,, = —— exp <?> r'ia-

2
iv) g5/ 2

forr-e.(2) (-3

x /dﬁeXp (Zia i Zgr) p (s Lsikry +iF - 77)

T1

(G.30)

La partie intégrale de I’expression précédente a déja été calculée dans I’annexe
C et nous pouvons directement écrire

2
/ dri(...) = 8nC,, (i%) BY H;™g(1 — iv)Hs + iv(g — ik)Bs]

(G.31)
Posons P; = [g(l —iv)Hs +iv(g — ik)Bg], I’expression précédente devient
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/dﬂ(...) = —81C,, (a%z) K%) (BY *H; ™ NPy

(G.32)

_i_BiufZHfiI/fl) a 7)

3 3 oo, )

Regardons chaque dérivation

0 iv—2q —iv—1 iv—2q —iv—1 . -1

—(a. — k) (1 +iv)H5 (G.33)
<8a ) P =2(a, — k,)g(1 — iv) + 2a,iv(g — ik)
a,

En injectant chacune de ces expressions dans (G.32) il vient

/dﬁ(. ..) = —167C,, (%) (15’;”_27-[3_1”_1){ [ (iv — 2) B3
—(a — k)1 + iw)H5 '] [9(1 — iv)Hs + iv(g — ik)B]

o — k)g(1 — iv) + asiv(g — ik)] }
(G.34)

Puis, en posant P; égal au terme entre parentheses de I'expression précédente,
cette derniere devient

- d iv— —iv—
/drl(. ..) = —167C,, [(@) (BY 2H V1P,

Ry (G.35)
+B:13V_2H3_W_1 (aa )P2:|

Regardons la dérivation de P,

(ai) Po = [(iv—2)By (1 —2a2B5%) — (1 +iv)Hz ' (1 — 24 (1) Hz Y]

x [g(iv — 2)Hs + iv(g — ik)By '] + 2 (iv — 2)B; "
— A~ (A +iv)H5 [ [A(t)g(1 — ) + a.iv(g — ik)]

+g(1 —iv) +iv(g — ik)
(G.36)
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0
Pour des raisons de simplicité, nous garderons des expressions P et < Po

da,

sachant que 1’on pourra toujours se référer a le formulation donnée ci-dessus.
Au final, nous pouvons simplement réécrire l'intégrale sur 71 comme

dri(...) = —167rCTlB§V_2H§i”_1){2 [ (iv —2)B;' — A~ (1 + iv)H5 |

(ouc) P}
(G.37)

Regardons maintenant 'intégrale sur 73 de (G.27) que 'on peut mettre sous
la forme

/
/ dia(...) = (27)~3/2 exp (%) T(1 —iv/)r1/2g5/2
X /dr} exp [—i (ff’(t) + /9) ~7’§} v <iz/; 1;ikry + ik - 7’3)
X T cos Oy exp(—grs)
(G.38)

/

Avec f = A= (t)+K et C,, = 27327 2 exp (%) I'(1—iv')g°/?, nous pouvons

voir apparaitre l'intégrale I;(¢), en utilisant son expression dans ’équation
précédente, il vient

/ dry(...) = 167rCTQBgi”"2Hg‘i”"1{ CigBu(1 — i)(2 — iV YHLBL !
+V/ AT (L +1iv) (g — iK)ByHE ' +v/(1 — 1) [B.(g — i)
+gA~] }
(G.39)
Rappelons que l'on a By = 32+ g%, Hy = By — 2(5 l<7+ik’g). En définitive, si

I’on reporte chacune des expressions des intégrales sur 77 et 73, nous pouvons
en déduire une expression de R%po
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Rl — _(167T)267~1C7«28?3V2H31VlBéiyl_QHé_iyl_l{ . lgﬂz(l . iV/)

2po

x (2 — i YHLB "+ VAT (1) (1 +iv) (g — ik ByHE T+ V(1 — 1)

X [ﬁz(g — ik + gA_(t)] }{2 [az(iu - 2)63_1 — A~ ()1 + il/)Hgl}PQ

()™}
(G.40)

Si I'on regarde R3, , il s’agit simplement de Rj, ou l'on change k pour &,
on peut donc I’écrire comme

RZ = —(167T)2Cr1Cr25’§”2H3i"1Bgil’l27’(51”/1{ —iga.(1—iv)

2po

X (2 —iv)HsBs ™t + vA~ (t)(1 4+ ) (g — ik)BsHs* + v(1 — iv)

x[az(g —ik) + gA=(8)] 4 2[B.(' — 2)By " — A= () (L + i/ ) Hy '] P

~(o5) 7}
(G.41)

A partir de chacune de ces expressions, nous arrivons a une formulation de

2\ ) o . o
R2p0 — _E(167T)QCQPOB§V—QBSW 2H3—1y—1Hé iw'—1

X { —igB.(1 — i) (2 — i/ YHLB, ™ + VA~ (1 +i')(g — ik")ByHS

+/(1 — 1) [B.(g — iK') + gA~(t)] }{2[%(11/ —2)B; = A (t)(1 +iv)H; ' | Py

+ (aiz) 732} + { —iga.(1 —iv)(2 — w)HsBs ™' +vA~(t)(1 +iv)(g — ik)BsHz
+v(1 —iv)[a.(g — ik) + gA~ (¢)] }{2 (3. —2)By — A= () (1 + v )Hy Py

(3)7))

ou l'on a

(G.42)
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By=a*+¢* By=p3+g°

My =By —2(d -k +igh) My =By —2(5-F +igk') (G.43)
T
exp |:§(V + I/I)}
Copy = oy L(1—iv)D(1 —i)g

Procédons encore de la méme maniere pour Ry,, qui est la somme des deux

quantités Ry, et Ry

AN L
RZpi = ﬁ/dfl drs exp [—1A (t) . (7’1 +7n2):|

.

X [?ﬂg—*(ﬁW&*(TE) + ¢,g*(7“3)% (ﬁ)} (r1 cos by + 14 cos 0s)

<[ 02p. ()20 (13) + 3 (7). (1)

- R2p+ + RQZL
(G.44)
Ry, s’écrit comme
A o o o
Ry, = ﬁ /dr1 dry exp |[—1A™(t) - (r7 +r2)]
x@bg*(rﬁ)iblg,*(ra)rl cos 0102y, (17) 2y (73)
—l—wlg*(r})z/;é*(ﬁ)rl cos 01p9p, (11)P2p_(732) (G.45)

(U (75 ) cos Baipay, (71 )y (1)

Y (12) Y (17)ra o8 Oapay,, (71) 02 (73)

Ry, s’écrit comme
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Ry = % /dﬁ dr5 exp |—iA~(¢) - (11 + T_ﬁ)]
X (g (72 cos uom (7)o, (72)
+¢g*(r§)¢’3*(ﬁ)r1 cos 01p9p_(71)p2p. (72) (G.46)
_|_1/;]_€—.* (ﬁ)zﬁki/* (73)1ro co8 0209, (71)p2p, (73)
(70 (77)ra cos Oapay, (1) oy, (13)

A ce stade, on remarque que le premier terme de I'accolade de Ry, est
identique au quatrieme terme de Ry, dans I’échange 71 «— 75. Il en va de
meme pour le deuxieme terme de Ry, et le troisieme de Ry, , le troisieme
de Ry, et le second de Ry, ainsi que le dernier de Ry,, et le premier de
Ry, . Dans ce cas, Ry,, devient

Ry, = % /dﬁ A3 exp | —1A™(t) - (r; + 772)]
X (7)) (7)1 cos Orpap, (17) 2y (173)
UL ()0 ()1 o8 Orpay. () pap (73) (G.47)
U (M) ¥y (72)ra cos Oapay, (1) pap_ (13)

O 3 (72 008 Oapay., (772 (1)
Divisons cette derniere expression en quatre intégrales telles que

A
Ry, = 7 (Ry,, + R3,, + R3,, + R3,,) (G.48)

Intéressons-nous a R} ui s’écrit comme
2p+

Répi = /dr_i dry exp [—ig_(t) (1 + r})] : )
G.49

—

X wg’* (ﬁ)wki,* (73)11 cos O19p, (17)P2p_(72)

D’apres les expressions des fonctions d’onde (6.2), il vient
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Ry, = (2m)"*exp [z(y + 1/)} L(1—i)l(1—i)g°
2
X /dﬁ dry exp [—i (/T_(t) + E) cry —1 <ff_(t) + /9) -772}
expl—g(r1 + r2)|1 Fi (iy; 1;ikry + ik - ﬁ) vl (il/; 1;ik'r + i - fi)
71 cos 6177 sin 0y exp(—igpy )r sin Oy exp(ips)
(G.50)
Posons Cy, = (2m) " exp [g(u + 1/)} (1 —iv)[(1 —iv')g®, séparons les fac-

teurs dépendants de 71 de ceux dépendants de 75 en utilisant les quantités &

et 0

R, =Cj, / ari exp |=i (A(t) + K) - 7i = gri | 1 Fi (s Likry +iF - 77)
X1 cos 0 sin 0 exp(—i¢p)
X /dr_é exp [—i (g_(t) + k?’) STy — gr2} B (iV'; 1;ik'ry + i - ﬁ)
X1 sin O exp(igs)

(G.51)

Développons le produit scalaire @77 = a7 sin 01 cos ¢1 + i sin 6 sin ¢ +
o, 11 cos B1. De cette derniere formule, nous pouvons tirer les expressions

0
(i ) exp (—id - 1) = 7y sin 6y cos ¢y exp (—id - 77)

(i) exp (—id - 1) = —iry sin 6 sin ¢y exp (—id - r7) (G.52)

0
<i ) exp (—id - 1) = 1y cos 0y exp (—id - 77)

Si on développe exp (—i¢1) = cos ¢; —isin ¢q, on voit apparaitre dans (G.51)
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7% cos 0y sin ¢y exp (—igy) exp (—id - r7)

= 72 cos 01 (ry sin 61 cos ¢y — iry sin 6y sin ¢y ) exp (—id@ - r7)
(L) [y 2 (—id@ - r1)
- O Oa,,  Oay, AT

(G.53)

Si I'on regarde (G.51) que 'on décompose en un produit de deux intégrales
telles que

X T}

2p+

— !

2p+

Rl

2p+

(r1) x Igpi (73) (G.54)

Il est donc possible de réécrire Z , (1) en vertu de (G.52) comme

. 0 0 0 0 _ exp (—id -7 — gry)
7 - ~2) |4
2. (1) (18az) {180@ * 8%] ( 69)/ " 1
w1 F, (iz/; 1:ikry +11§-ﬁ)

(G.55)
L’intégrale est connue, c’est une forme de Nordsieck et en utilisant les nota-
tions B3 et H3 nous pouvons réécrire 1’équation précédente

- : a : 8 a a —iv piv—
7 )= (1702 ) [0z * 3] () 7678 (@

Nous avons déja calculé la dérivée par rapport a g (cf. Annexe C ou dans
cette derniere la dérivation est effectuée par rapport a Z;)

0 o o
(—a—g) Hy By = 2By iv(g — k)G + g(1 - w)By!| (G5T)

Dérivons cette derniere expression par rapport a y

img”[ﬁg’*l [iy(g —ik)Hz"' 4+ g(1 - iz/)Bgl} =

Oay
2 (iH;”B;f—l) ]+ 2Hgi”B§”‘1£[. ]

Oay, Oayy,

(G.58)

Regardons tout d’abord la dérivée du facteur Hz " BY
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MG VBY T = 2B~ iv(ay — k)G oy (v — 1)B;
Oay
(G.59)
Dérivons ensuite le terme entre crochets de (G.58)
9 [iu(g —ik)H5 ' + g(1 - iI/)B_l} = —2iv(a, — k,)(g — ik)H5?
Do, 3 5 v 5 (G.60)
—2a,9(1 —iv)B;?
En remplacant (G.60) et (G.59) dans (G.58) il vient
i%{—i“BiV—l [il/(g —ik)H; ' +g(1 — iu)B—l} =
Do, 3 73 3 3
—iv pRiv—1 s o -1 s, -1
4H3™ By { [ iy — ky)Hy" + oy (iv — 1)By ] (G.61)

x iy = ikVH5 "+ g(1 = )By | = iv(ay — ky)(g — ik)H;
—2a,9(1 — iV)l3’32}

I nous faut dériver (G.57) par rapport a a,. Cette dérivée sera identique a
I’expression précédente au changement y en x pres. On a donc

0
day,

2H; By [il/(g —ik)YHs '+ g(1 — iy)Bgl} =
4H3_il’B§”_1{ [ — (e, — ko) Hy 't + au(iv — 1)83_1}

(G.62)
X [iu(g —ik)Hz' +g(1 — iy)Bgl] —iv(a, — k) (g — ik)H5?
—20,9(1 — iu)15’3_2}

. . o, . 1 =
Nous pouvons ainsi écrire Z,, (1) sous la forme

I3, (11) = 167 (i ai ) HyVBY ! <1{ [ —iv(a, — ko) Hy ' + ap(iv — 1)8;1]

X [il/(g —ik)Hz' +g(1 — il/)Bg_l] —iv(a, — k) (g — ik)H3?

+20,9(iv — 1)6;2} + {a: — y})

(G.63)
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Calculons a présent la dérivée par rapport a a,. Pour cela, rappelons la
dérivée du facteur Hz "By !

(ai ) Hy By~ = 2KV BY ! [ —iv(a, — k)Hy ' + a,(iv — 1)83_1]
(G.64)

Et celle du premier terme entre accolades de (G.63)

(aiz) { [ — (o — ko) H5 " + ag(iv — 1)Bs?
x [iy(g —ikYHE 4 g(1— iy)Bgl} ~iv(ay — ko)(g — ik)Hz2

+20,9(iv — 1)15’3—2} —

[217/(@2 — k) — k) H? — 200 (iv — 1)[3’;2}

X [il/(g —ik)H;' +g(1 — iu)Bgl} + [— (o — k) Hy ' + (v — 1)B3
X [ —2iv(a, — k.)(g — ik)H5? — 20.g(1 — iy)Bg2] + div(a, — k)

x (o, — k) (g — ik)H5? — da,a,(iv — 1)B3°
(G.65)

La dérivation de la seconde accolade de (G.63) est identique a la précédente
en échangeant x «— y

(afl) {x ‘H y} B

[Qil/(az — k) (o — Ky YH3? — 200, (iv — 1)15’3_2]

x [iu<g —ikYH; + g(1 — iu)Bgl} + [ — oy — k) H5 ' + ay(iv — 1)3;1]
X [ —2iv(a, — k.)(g — ik)Hz? — 2a.g(1 — iy)Bgz] + 4div(ay — ky)

x(a, — k.)(g — ik)H3® — 4oy, (iv — 1)B3°
(G.66)
En vertu de (G.66), (G.65) et (G.64) nous pouvons finalement réécrire (G.63)
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Il

2p+

(r1) = 32inH; By ! ([ iv(a, — k) Hy '+ a.(iv —1)By 1
X [1{ [ —iv(oy — ko) Hs ' + au(iv = 1D)B3 ] [iv(g — ik)H '
+g(1 —)Bs] — vl — ki) (g — k)Y H5? — 20,9(1 — iy)Bg2}

e

x |iv(g — ik)Hz ' + g(1 — iv)By 1] + [— (o — ky)Hy '+ ap(iv — 1)[5’3_1}

X [ 2iv(a, — k.)(g — ik)Hz2 — 2a.9(1 — iz/)BgQ} + div(a, — ky)

(0 ) (g — K5 — doenfiv = 05, b+ Lo — y}>

(G.67)
Regardons a présent la deuxieme intégrale de (G.54), nous pouvons directe-
ment la réécrire comme

0 0 0
2 el . . ) —iv 47 iv—1
ORI L1 [ AP

Cette derniere expression est a rapprocher de (G.56) et son résultat est a
rapprocher de (G.63)

IZ

2p+

(r3) = 160 H, ™ By~ i{ [ — (B, — KL)HG T 4 B> — 1)By

X [il/(g B A w/)zsj;l} (B — k) (g — ik )H,

+ougtir = 08, | - fo y})
(G.69)

A partir des expressions (G.67) et (G.69) nous pouvons déduire une expres-
sion de Rép . en utilisant les simplifications ci-apres

a, —k, = A.(t) B. — k. = A.(t)
oy — ky =0 B, — K =0 (G.70)
oy —ky, =0 B, —k.=0
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11 vient donc

—Cl

2p+

Rl

2p+

s 27 —ivRiv—1q 0 —iv v/ —1
S12im“Hy "By "Hs T B

{ - AT (OH; !+ auliv = DB; | [if k(v — )87 [iv(g — ik)H5
+g(1—w)By '] + kug(iv — 1B} + {z — y}} + i{ [ — kpa(iv —1)By 2]
x [il/(g kY 4 (1 — iy>33—1] + k(i — 1)By [ — ivA; () (g — ik)H;
—a.g(1 — v)By 2] — 2k, (i — 1)5’53} + {x — y}}

X {i(k;;(iyf — DBy i (g — ik)HE T+ g(1 - 1)By ]
R g — 1By ) — Ky = 1By [iv/ (g — ik VH ™+ g(1— )By ]

+hklg(iv' — 1)6{;2})
(G.71)
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Regardons a présent la seconde intégrale Rgpo, son résultat est a rapprocher

de celui de R%po sauf qu’il faut intervertir k£ en k’. Ainsi, nous pouvons direc-
tement déduire

R2 — Cl 51217727'(3_iy[5gl_ng_ileéiy,_l

2p+ 2p4+
<{ [ — WA (M + B — 1)8;’1} [i{k;(iu' — DB, i/ (g — ik H,
a1 =8, + gl = 08+ o )] i [ kv - g
X [iu’(g —RYH, T+ (1 — iyf)zagﬂ R — 1By [ — A (1) (g — ik )H,
—B.9(1 —iv)By ] — 2kL k! (v — 1)B§,‘3} + {x — y}}
X {i(k:w(iy — 1)B; ! [iv(g — ik)Hs " + g(1 — iv) B3 ']
thag(iv — 1)3;2) — ky(iv — 1By [iv(g — ik)Hz ' + g(1 — i)B; ]

+k,g(iv — 1)63—2}>

(G.72)
Regardons a présent la troisieme intégrale Rg’po, son résultat est a rapprocher
de celui de Rgpo sauf que les moments magnétiques sont opposés dans chaque
cas. Ceci va se manifester par un signe « - » dans l'expression des dérivées
N ) . 3 ~ . . N
par r2apport a ag et ay. Au final, 'expression de Ry, va étre identique a celle
de Rj, sauf que les termes d’échange x «— y seront précédés d'un « - »
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3 : 27 —ivpiv—1qm —iv ypriv'—1
R o O12iT H B Hy T By

2p+

{ [— WA (OHL T+ B — 1)8{;1] [i{k;(iy’ — 1B, i/ (g — ik H, !
Fall = )8 + Kagl’ = DBy~ (o o] +i{ [ - Kt - 857
x [il/’(g YT 4 g(1 - i;/)zsg—l} R — DB — A (1) (g — iK)H
.90t - w8, - 2y - 08y | - Loy
x {i(/{:x(iy — 1By [iv(g — ik)yHz ' + g(1 — i) Bg ]

Fhag(iv — 1)5;2) — ky(iv — 1)B;  [iv(g — ik)H5 " + g(1 — iv)B; ']

+kyg(iv — 1)832})
(G.73)

N PRN 4 . N . . N 1 . N
De la méme maniere pour Ry, qui va étre identique a Ry, au signe « - » pres
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4 c 2 —ivpiv—1qm —iv 1riv'—1
R op, O12iT H Y By HL T By

2p+

{ [ Az (M + o — DB [k — 185 [ivlg — kYA
+g(1 —)B5"] + kngliv — 1)B5 %} — { — y}} + i{ [ — kpa(iv — 1)6’52]
xivlg — )H: + (1= )By!| + ko — DBy [ = wAZ (t)(g - ik)H;
—azg(1 = w)B3?| — 2k k, (iv — 1)853} - {x — y}}
ikt = 08 [ — )35+ g0 )8
TR g — 1)BY ) — k(i — 1B [iv/ (g — ik VR + g(1— iv)By ]
+K, g(iv — 1)332}>

(G.74)
1 4
Afin de calculer Ry,,, commengons par sommer R,, et R,, car pour ces

intégrales, les termes d’échange x «+— y vont se compenser exactement
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Ry, + R, = C} 1024ir>Hz "By V1, ™ BV

{[—iyA (5" + v = )85 | [i{ka (v = 1B [iv(g — ik) M5!
+9(1 = w)B; "] + gl — 1B} + {[—kxazov—l)zsf]
X [iy(g — ik + g1 - iu)Bgl] + ko (iv — D)B; [ — A (t)(g — ik)H5
~aug(1 - )B5?] 2kl v - 155 |
ik = 08 [l - w3+ g0 )87
R g = 1)By ) — k(i — )BT [iv/ (g — i)y + (1 — )8y ]

+K, g(iv' — 1)Bj 2})

3
De la méme maniere pour la somme de R2po et Ry,

(G.75)
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Rgpi + R, = Cglpi1024i7T2H§iVBéV*1Hg*iV’Béiu’ﬂ

2po

{ | =i AD (O 4 Bl — 0By [k G - 1By i (g — WMy
g1 = )87 + kg’ — 1By} + i{ [ K - 1By
x[ivg = ik + (L= )BT | + R = DB [ = i AL (1) (g — i)
(1= w8y 2k - 1
X {i(kx(iu — 1By [iw(g — k) H5 " + g(1 — iv)B5 ]
Fhogliv — 1)B;?) = ky(iv — 1)B; [iwl(g — k)M + g(1 — iv)B; ]

+kyg(iv — 1)832}>
(G.76)

Au final, en utilisant ces deux dernieres expressions dans (G.48) il vient
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Ry, = —\2/—%1024w202pi85”1831”/‘17{3“’713_1”/

({ [ — A (OHG + (k. + AZ (1) (v — 1)133—1} [kx(iy — 1B [iv(g — ik)Hz "
g1 = )B; ] + kagiv = 1B;?| + | = k(e + AZ (1) (v — 1)B5?]

X [iu(g —ik)HT 4 g(1 — iu)BgI] +ka(iv — DBy [ — ivAZ (1) (g — ik)H;?

—(k. + AZ(1)g(1 — iv)B5?] — 2k, ky (v — 1)83‘3}

% {i(k;;(iu’ —)B i (g — K)HE T + g(1 — )BT

+k g(iv — 1)15’5*2> — k(i = DBy i (g — iKYHE T+ g(1— i) By
+hkyg(iv — 1)6{;2}

"

{ [ — A (OHE T+ (KL + AZ (1) (v — 1)3;;1] [k;(iy' — DBy i/ (g — iK)H,
+9(1 —i)By ™ + kLg(iv' — 1)35—2] + [ — KL (K. 4+ AZ () (i — 1)3;;2}

x [iy’(g —EYHL T 4 g(1 - w')ngl} R — DB — A (1) (g — iK)H,
—(kl 4+ AZ(t))g(1 — V") By %] — 2k, K] (i — 1)85‘3}

X {i(kx(iy —1)B; ! [iv(g — ik)H5 " + g(1 —iv) B3 ']

+k.g(iv — 1)B§2> — ky(iv — 1)B;  [iv(g — ik)H5 ' + g(1 — iv) B3]

+ky,g(iv — 1)133—2}>
(G.77)
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avec dans ce cas

exp [g(y + 1/)}
e (2m)4
A T'aide de chacune des expressions (G.20), (G.42) et (G.77) nous pouvons

déduire une expression générale de (G.2) que, par simplicité nous mettons
sous la forme

(1 —iv)I(1—iv)g’ (G.78)

R=N(1+ ) "exp [g(y + z/)] T(1 - in)D(1 — iv/)

(G.79)
x0T + G T, + G|
ou l'on a
( Cl = 3—§N(ab)3/2
T

Co _64/\95

o 27 \g°
\ T 7T2\/§

Et chacun des termes
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7—1 — BinQB/iV’*QH;inlH/ —i/—1
{ [b(l — WY, i (b — )B’] [ —ia(k, + AZ ()1 — iw)(2 — ) By "M,

+r(1+iv)A; (t)(a — ik)H{'Br + v(1 —iv) [(k. + A7 () (a — ik) + aAS (t)ﬂ

+ [a(1 —iwYHy + iv(a — ik)Bl} [ bk + AZ (D)1 — )2 — V)BT H,

HV/ (14 1)AZ(8) (b — ik VH, B+ v/ (1 — 1) [(K, + AZ (£) (b — ik') + bA;(t)]] }
B g g

x{ [b(l W) Hy + iv(b — @'k:)Bg] [ “ia(k + AZ (1)1 — i) (2 — ) By H,
FV(1+ )AL (8)(a — WVHE By + v (1= ) (K, + AZ (D) (a — k) + aA; (1)
+ [a<1 WYY+ iV (a— ik/)B;} [ bk, + AT (D)1 — w)(2 — iv)By M

(14 iv) A (t)(b— ik)Hs ' Bo + v(1 — ) [(k. + A (1)) (b — ik) + bA;(t)H }
(G.81)

’]’2 — B;V—ZB;V,—2H3—il/—1r}_{é—iy'—1
X ({ —igB.(1 —i)(2 — W YHEB, " + VA~ (1 4+ i) (g — ik")ByHE

+/(1 —1i) [ﬁz(g —ik") + gA*] }{ [ozz( 2)Byt — A= (1 + iu)Hgl}Pg

+ (az ) 792} + { —iga. (1 —iv)(2 — w)HsBs ™! + vA~(1 + iv)(g — ik)ByHs ™"

+v(1 —iv)[a.(g — ik) + gA~ ]}{Q[ﬁz(w/ —2)By - AT (1+ i’//)Hé_l}Pé

(a%) P2})

et enfin

(G.82)
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Ty = By I H HY T
({ [ — WA (HG + (ke + AZ (D) (v — 1)53—1} [km(iy — 1B [iv(g — ik)H; "
ol = )87 + kgl — VB3] + [ — ko (ke + A7 (1) — 1B
X [iu(g —ikYH; +g(1 — iy)Bgl} + ko (iv = 1)By [ — AL (t)(g — ik)Hy?
(b A2 (O)g(1  0)85%] = 2k i~ B
X {i(k;(iy/ — 1By i/ (g — k)M + g(1 — iv)By Y
kL g(i) — 1)5{;2) — K = 1)By  [i (g — ik H, T 4 g(1 — 1)By Y]
+hyg(i — 1)5{;2}
n
{ [— WA (OHE + (K + AZ () (1 — 1)8;,‘1} [k;(iu' — 1B, i (g — iK)H, !
+9(1—i)By '] + kLg(iv/ — 1)6;;2} + [ — kL (K 4+ AZ (1) (i — 1)5{;2]
< [iv(g — iy + (1= )BT K — DB [ - AL (g — kM
— (kL + AZ(t))g(1 — V") By %] — 2k, k! (i — 1)63—3}
x {i(kx(iu — 1B [iv(g — ik)Hs " + g(1 — i)B5 ]
Fhagliv = 1)B?) = ky(iv = 1)B; [iwlg — k)M " + g(1 — iv)B; ]

+ky,g(iv — 1)53_2}>
(G.83)
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Annexe

Intégrales sur ¢t du développement
Born 11

E but de cette annexe est de développer analytiquement les intégrales sur
le temps des développements Born II avec et sans états intermédiaires.

H.1 Born II sans état intermédiaire

Il s’agit de regarder en détail I'intégrale sur le temps de (7.15)
I= / dt E(t)A(t) exp [—i(eg + e — eme)t] (H.1)
0

Sachant que l'on a A(t) = —/ dt'E(t') et que pour un champ du type
0

t
E(t) = Eysin(wt + ¢) sin® (W—) ce potentiel se calcule analytiquement sous
T

la forme
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om\ >
— ] cos
T 7 N cos(wt + @)

A(t) = E,
®) 0 27\ 2 2w
2w |w? — (—)
-
2m 2w
cos |[(w+—|t+e cos |[lw——]t+ o
B T B T
2 2
4 (w + —W> 4 (w - —”>
T T
H.2)
(%)
— | cosgp
E E
Posons a présent B = Ej T , C = —O, D = ——0, E =
27\ 2 2w 4wt
2w |w? — (—)
-
0 2T 27 : i
——— avec wm =w+ —, w~ =w — — ce qui nous permet de réécrire A(t)
4w~ T T

sous la forme

A(t) = B + Ccos(wt + ) + D cos(wtt + ¢) + E cos(w™t + ¢) (H.3)
Et finalement, I devient en posant a = ep + 5 — €pe
I= B/ dtE(t) exp(iat) + C’/ dtE(t) exp(iat) cos(wt + )
0 . 0

+D/ dtE(t) exp(iat) cos(wtt + ) (H.4)

—I—E/ dtE(t) exp(iat) cos(w™t + @)
0
Que nous pouvons découper en quatre intégrales

I=L+L+L+1; (H.5)

A présent, nous allons développer la forme

I'= /t dt'E(t") exp(iat”) (H.6)
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Sachant que I'on peut développer le champ comme E(t) = Ej cos ¢ sin ( ) sin(wt)+
. ) mt m
Eysinpsin® | — | cos(wt) ; posons A = Eycosp, B = Egsing, § = —
T T
nous permet de rééerire I’ comme
t
I' = / dt’ (Asin® ft' sinwt’ + Bsin® B¢’ sinwt') exp(iat’) (H.7)
0

En utilisant la forme exponentielle du sinus et du cosinus puis en intégrant,
cette derniere expression devient

I A+iB [exp(i&t) -1 N exp(idgt) =1 2exp(155t) — 1]

8 61 53 (55
A—iB i0yt) — 1 i0,t) — 1 id6t) — 1 (H8)
n —1 _exp(12)— +exp(—14)— +26XP(16)—
8 02 04 56
ou l'on a utilisé
( (51225+w+a 51:254‘55
52:2ﬁ—w+04 52:26—1—56
54:25+w—04 64:26_56
0s = a+w
| ds=a—w
i — i 112
En posant C; = M, D, = A—iB maisaussi &, =C |—— — — + —
8 o1 03 05
1 1 2
et F1 =Dy | - ——— = et enfin G; = &, + Fi, 'expression précédente de
o 04 O
I’ peut alors s’écrire comme
r—c exp(idit) N exp(idst) B 2exp(ié5t)
51 53 (55
(i6ot) (—id4t) (i66t) (H.10)
LD, _exp(idy +exp 04 +2exp16 ‘G
62 54 66

Cette derniere expression va nous étre tres utile puisqu’elle est a la base de
chaque développement des intégrales sur ¢. Ainsi le premier terme I de (H.4)
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va s’exprimer directement a 1’aide de (H.10). Pour le calcul de I, evaluons a
présent une intégrale du type

I" = /OT dtE(t) exp(iat) cos(wt + ¢) (H.11)

En utilisant la forme exponentielle du cosinus, nous pouvons réécrire I’'équa-
tion précédente sous la forme

I" = w /OT dtE(t) expli(a + w)t] + w /OT dtE(t) expli(a — w)t]
(H.12)

expli) | . _ expl-ig)

Posons I = mais également ¢; = a +w et g9 =

a — w. Ainsi, en vertu de (H.10) nous avons

IC/T dtE(t) exp(ieit) = /C{Cl |:eXp(i,u17') N exp(ipsT) QeXP(iMﬂ)]

251 M3 s
exp(isT exp(—ipaT exp(iugT
D, [_ plipar) | exp(=ipar) |, exp(ise )]+g2
K2 Ha He
(H.13)
ou l'on a
(11 =20+ 05
o = 23 + d¢
ps = —203+ 05
H.14
s =26~ 0 (H.14)
Us = €1 tw
( M6 = &1 — W
1 1 2 1 1 2
et G = Cy {—— ——+—| +D [ ————— ] De la méme maniere,
1 H3 o s K2 M4 e
Nnous avons

1%} V3 Vs

£/OT 4B(E) explicst) — £{Cl [exp(iulT) N exp(ivsT) B 2exp(ium’)}

exp(iveT) N exp(—ivyT)

+D, { + 2eXp(iVGT)} +Gs

Vg V4 Vg

(H.15)
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( V1:25+V5
vy =20+ 15
v3 = —20+vs
i, (H.16)
Vs = &9 + W
L Vg = &2 — W

1 1 2 1 1 2
et G3 =C; [—— - —+ —} + D [ ————— } Pour le calcul de Iy, éva-
Vi vs Vs Vo Vg Vs

luons a présent une intégrale du type
I" = /T dtE(t) exp(iat) cos(w™t + @) (H.17)
0
que nous pouvons réécrire sous la forme
K / " AE() explingt) + £ / " ALB() explinat) (HL18)
0 0

oulon a k1 = a+wt et kg = a—w'. A Taide de (H.13) et (H.15) nous
pouvons déduire une expression de "

o — /C{Cl [exp(lplT) N exp(ipsT) 26Xp(1p57'):|

P1 P3 Ps
D, {_ exp(ipaT) N exp(—ipyT) n ZQXP@ﬂﬁT)} i 94}—|—
P2 P4 Pe
exp(iAiT)  exp(idsT) exp(iAs7)
L -2
+D, _exp(i)\ﬂ) N exp(—iAy7) N 2exp(i)\67) LG
)\2 /\4 )‘6
(.19)
ou l'on a
[ p1 =28+ ps A =20+ A5
p2 =20+ pe A2 =20+ X¢
p3:—2ﬁ+p5 )\3:_2/8+)\5
H.20
ps =20 — pe Ay =20 — X ( )
5 =K1+ w As = Ko +w
P =K1 — W A = g — W
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1 1 2 1 1 2 1 1
et Gy, =0 {———— —]—i—Dl [ ————— ] mais aussi G5 = C; {————
1 pP3 Ps P2 Ps Pe Al A3
1 1 2
Dy|———— — . En dernier lieu, une expression analytique de l'intégrale
P YT VI P
I3 peut se déduire directement de
" = / dtE(t) exp(iat) cos(w™t + ¢) (H.21)
0

que l'on peut tirer de (H.19) en changeant x; par (; = a + w™ et kg par
(o = a —w™. En résumé, d’apres chaque expression de I’ I"” et I" nous
pouvons écrire
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I C]{C1 exp (1617) eXp(1537') B 2€Xp(i(557‘):|

53 55
exp(1527') N exp(—1d47) N 2exp(i(567') o by
54 56
exp(ipy7) exp(i,ugT) exp(ipsT)
Cl -2
3 s
D, [_ exp(luﬂ) N exp(—ipaT) n 2eXP(iM6T) " 92}+
2 Ha He
cole [exp(lyﬁ) N exp(ivsT) B 2exp(1y57)}
exp(iveT)  exp(—ivgT) exp(iveT)
+D, |- + +2 +Gs o+
1) Vy Ve
p1 S P (H.22)
[ eXp(IpQT) N exp(—ipsT) n QGXP(WGT)] . g4}+
P4 Pe
(i i\ i\
CV{Cl expl 17) exp(; 3T) 2€Xp§ 57')1
3 5
exp(1)\27-) N exp(—iAg7) N 2exp(i)\67') Lo by
)\4 /\6
eX (i017) eX 1037 exp(ifsT
CVI{CI plif, Pé : )_2 p(9 5 )}
3 5
exp(1027') N exp(—if,7) N 2exp(1067') Lo by
494 ‘96
exp i 7) eXp(iﬁsT ) exp(insT)
Cvir —2
M3 75
[ exp 17;27) N exp(—ingT) N 2exp(i7767')} N g7}
72 74 Tls

ou chaque terme est défini par
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(6 =20+ m =20+ wr=20+vs p1=20+ps
0p=20+0d p2=20+0 v2=20+1vs p2=20+ps
03 = =20+ 05 p3 = =28+ 05 v3 = =28+ v5 p3 = =208+ ps
04 =28—0s pz=28-0¢ 1v3=20—1vs ps=20—pe
bs=a+w ps=c1+w Vs=e2t+w ps=K t+w
0g = —w e =E1—W Vg=Ey3—W pPg=FK —w

(M =20+X 01=208+0; m=20+ns
A =20+ X O=20+0s n=20+mns
A3 = =20+ X5 03 = =28+ 0503 =—28+1;
A =20—-Xs 04=208—-05 ny=20—n;
M=retw O=G+tw pB=0Ctw
N=rr—w Og=C—w nN=0C—w

\

mais également

(
o =¢€p+Ep —€He
n 2m B 2m
wr=w+ — W Ew = —
T T
gl =a+w Eg =0 — W
K1 =a+wt kg = —w"
| G=atw G=a—w"

et aussi

| <2ﬂ>2
— ) cosyp
C, = E, T

- ()]

L )
Crr = 0 exp(ip)

2w

w
Ey exp(—igo)

Crir =
4o
Cro — Ey exp(ip)
V="
8wt
o — Eqexp(—ip)
Vo 8wt
Cor — Ep exp(ip)
VST e
Ejy exp(—ip)

Corr = —
L VII 8w‘

(H.23)

(H.24)

(H.25)

(H.26)
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enfin

1 1 2 1 1 2
G =0C ————+—}+D1 {—————}
1 1 2 1 1 2
Go =0y ————+—}+Dl[—————]

[ 1 1 2 1 1 2
Gs=C ____+_:|+D1|: ————— }

1 1 2 1 1 2
g4 == Cl —_— — — + _:| + D]_ |: _____ :| (H27)
P P33 Ps P2 P4+ Ps
[ 1 1 2 1 1 2
—C |- =3+ Z 4D, | ===
g5 Cl L /\1 /\3 + )\5:| * ! |:)\2 )\4 )‘6:|
[ 1 1 2 1 1 2
g C —_——— - D _____
Go=C|=5 ~g " 95] o {92 2 96]
[ 1 1 2 1 1 2
Y IR | S T
m N3 15 M2 My T

H.2 Born II avec état intermédiaire

Le but de cette section est de calculer I'intégrale temporelle de (7.23)

I= / dt E(t)exp [i(eg — epes )t]
0
. (H.28)
x/ dt’ E(t') exp [i(e; + emes — e )t']
0

Nous allons a nouveau définir des changements de variable et réutiliser les
meémes notations que la section précédente. Pour cela, précisons que ces nou-
velles notations n’ont, pour certaines, plus de lien avec la section précédente.

. ] b
Ainsi, posons A = Eycosp, B = Eysinp, f = - et a = €p + €fged — €He,

I'intégrale

¢
I'= / dt' E(t') exp [i(ez + emen — pe)t'] (H.29)
0

s’écrit donc en fonction des changements de variables précédents et de (H.10)
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= exp(idi?) N exp(idst) 2exp(155t)
51 53 55
650 5.t 5t (H.30)
4+, |-SRURD | op() | el | g
52 54 56
avec
( .
C - A—ng
D, — A—1iB
: 1 1 2
= —_ = — 4+ — H.31
& =0 [ 5 5 + 5 ( )
1 1 2
-D, |- _Z
=" [52 51 56]
\ gl - 51 + fl
mais aussi
( 51 = 26 + 65
52 - 26 + 66
53 = _25 + (55
04 = 203 — d¢ (H.32)
0s = a+w
0g = —w

\

L’expression (H.31) va nous permettre de calculer (H.28), cette derniere de-

venant en posant A\ = €5 — €gce

I :/ dt E(t) eXp(i)\t){Cl {exp(lélt) n exp(idst) B 2€Xp(15st)}
0 51 53 55

+D [— oplidsh) | eXp(é_iM) + 26Xp(i56t)} + 9’1}
2 4 6

(H.33)

Ce qui nous donne en développant I'expression précédente
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I= 2/ th()exp[i()\+51)t]+§—;/ontE()exp[(/\+53)]
25051 dt E(t) exp [i(\ + 65)t] — ?21 /0 Y E(t) exp [i(A + 05)t]
D

s / dt E(t) exp [i(\ — 84)t] + 25—721 /O "t B(t) exp i\ + 66)1]

+G1 /T dt E(t) exp (iAt)
0

(H.34)
Puis, utilisons successivement (H.30) pour calculer chaque intégrale de 1'ex-
pression précédente. Nous pouvons alors donner une forme finale pour 1
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I CI{CI {exp(ielr) N exp(iest) 2exp(i557)}
€1 €3 €5

D, [_exp(iaﬂ) N exp(—iey7) N 2exp(i567)1 N g1}+
€9 [y €6
enf, [20)  extir) _yootin)
G G G
D, [_exp(g(ﬂ) N exp(glgn) N 2exp(<1§67)} N gz}+
2 4 6
c { c {exp(iw) L explinsr) 2exp(insf)]
m 13 Tl
D, [_eXp(inzT) L exp(=imT) Qexp(inef)} N g3} N
T2 T4 Tle
exp(ihr) | exp(if3m) exp(ifs7)
CIV{Cl [ ) + 0 2 6 .
D, [_ exp(ify7) N exp(—ify7) N 2exp(i¢96¢)} . g4}+ .
05 0, 06
co { e {exp(luﬁ) | explius) 2exp(1u57)]
M1 U3 U5
D, {_eXp(iuzT) L oxp(ipaT) | 2eXp(iN67')} N g5} N
H2 Ha He
CVI{CI [exp(iuﬁ) N exp(ivgT) 2exp(i1/57)}
12 U3 Vs

exp(iveT exp(—ivyt exp(ivgT
m{— plivar) | exp(=iniT) |, cxp( 6>]+g6}+
125) Uy Vg

01 g3 05

CVII{Cl {exp(ialr) N exp(io3T) 2exp(i057')}

02 04 O¢

D, [_ exp(iogT) N exp(—ioyT) n 2exp(i067)} i 97}

ol chaque terme est défini tout d’abord par
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(M =)\+6
Ao = A+ 09
A3 = X+ 03
A= A+ Oy (H.36)
/\5:)\+55
[ 06 = A+ J6
ensuite avec
(e1=20+4+e5 G =20+CG m=20+n 061=20+p;
go0=20+¢cs C=20+C m=20+n 0y=20+ps
< g3=—20+¢e5(=—-20+CGn=—20+1n;03=—20+ps (H.37)
1 =20—¢c¢ (3=20—-C n3=20-—mns 04=20—ps
85:)\1+u) §5:)\3+w 775:/\5—|—w 05:)\2+w
L 86:)\1—(,0 C6:>\3—w 7]6:/\5—(,0 86:)\2—w
et enfin par
(i =20+ps 11 =20+4+vs o01=23+05
po =208+ s vo=2B+vs 03=28+0%
ps = =20+ ps v3 = =20+ v5 03 = =206 + 03 (H.38)

pa=20—ps va=20—vs 04=20—05
s =M+w UVs=Xt+w o05=A+w
e =M —W Vg=XN—wW 0Og=A\—w
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Annexe

Développements Born 11

L s’agit dans cette annexe de développer les recouvrements et couplages
dipolaires intervenant dans les développements Born II.

I.1 Born II avec état intermédiaire

Nous devons développer ’élément de transition (cf. eq. (7.18))

M= [t (x0]v0)x.n0) (L)

que nous pouvons réécrire par projection dans l'espace des configurations

M, :/ dt/dﬁ/dr} X’}(fi,r},t)V(T_i,FQ,t)x(ls’g)(r_i,ré,t) (1.2)
0

en utilisant les fonctions d’onde suivantes
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X7 (73,73, 1) = N |G (77,005 (5. 1) + C; (7, 1)CR (7, 1)
= N [ (1)U (%) + s () ()]
x exp [—i(eg + 7))
(1.3)
X(1s,k) (ri,72,t) = [C* (71, )X 572, 1) + C~ (7”27 X1, t)}
= N [0 ()8 0%) + v ()R (7))

X exp [—i(EE + €H€€B)t:|

mais également la perturbation sous la forme V (1, 73,t) = (1 +73) - E(t).
Si on l'injecte ainsi que (I.3) dans (1.2) il vient

M, = / dt / dr; / a5 N vz (7)us" (%) + vz " (3)ug (7))
X (r1 cos @ + 1o 00592) [wﬂ (11) %, (73) —1—1/1:69(772%0%(7’})} (L.4)

x E(t) exp [i(eg — epee )]

On peut réécrire les intégrales spatiales de cette derniere expression en déve-
loppant puis en regroupant les termes identiques dans ’échange r{ «— 73

Dy =2NN; /dﬁ /dfg @D]g*(rq)w’;*(TB)Tl cos 91¢]g@(r})wi(5) +
WL (g (7 cos v (13) @R, (1) +
U () (73)ra cos Oa0 () (73) +
UL () (732 cos Oa0 s (7)1 (13)
Découpons cette derniere expression en quatre intégrales

D, = 2NN, [[1 Ty A A (16)

Regardons en détail la premiere intégrale
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L = /dﬁ @Z)E_*(ﬁ)rl Cosﬁle_@(ﬁ)/dfg’ wk?/*(ra)goﬁ(r_g’) (I.7)

La contibution de cette intégrale est nulle puisqu’elle calcule le couplage entre
deux états du continuum et que nous négligeons arbitrairement ces processus.
Regardons a présent la seconde intégrale

I = | dr="(7)r1 cos 0108 () [ A (7)v= () (1.8)
i k i

L’étude du cas sans corrélations dans I’état intermédiaire ni final nous impose
un choix asymptotiques de charges nucléaires, Z = Z° = 2. Dans ce cas,
I'intégrale sur 73 se résume a une fonction delta

—

/ drs " () “ (7)) = 6(k — K) (1.9)
réduisant la contribution de I a 0. Regardons la troisieme intégrale

I3 = /dﬁ 1/)]3_*<T_i)¢,;_®(r_i)/dr_§ ¢;€:/*(r_é)r2 cos O207(73) (1.10)

comme nous avons Z; = Z_ = 2, l'intégrale sur r; vaut 1 et il nous faut
calculer le couplage

X v/ 7982
[ i v e costugt3) = 2my ey (T v i) D
/dfé exp (—ilg’ ST — Zme) Fy <il/; Lik'r + ik - 77> 9 cOS Oy
(I.11)

Or l'intégrale est exactement égale a I;(t) calculée dans 'annexe D, d’out
nous tirons l’expression suivante

/dr_ﬁ exp <—ik?’ 7= Z?TQ) F (il/; 1;ik'r + i - F) r9 COS Oy =

16i7k’ N iV /

bimk, (%) (i — 1) {Z?(Q — ) + V(K +iZ2) (g‘—)]
(1.12)

Or nous avons o/ = k2 + Zi@2 = (ZP +ik) (27 —ik) et & = (27 - ik:')2 ce

qui nous permet d’écrire

0/3
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o ZP 4 ik pexp(iy) _
o4 — = 2i’ I.13
& ZP —ik'  pexp(—iy) exp(2ig) (1.13)

)

/

ou l'on a ¢’ = arctan (ﬁ) Ainsi, nous pouvons écrire
: : o
Z22 -+ V(K +iZP) (W) =279 — Zy (I.14)

Finalement, en vertu de (1.14) et (1.13), (I.12) se réécrit

1617k, (227 — Z
/d@(...) _ L6k R8— D) o~ )i — 1) (L15)

a/S

En injectant cette derniére expression dans (I.11) nous arrivons a une expres-
sion de I3

25/279%%(27% _ 7, I
22722 k)_;exp [V/ (g_ggpf)]r(z_i,/) (L.16)
(0%

3= —

(e

Regardons la quatrieme intégrale

I, = /dfi@bg*(ﬁ)gpi(ﬁ)/dr}zp’;*(r_é)rg 008921/113@(7“3) (L.17)

ou l'on voit apparaitre explicitement le couplage entre deux états du conti-
nuum. Comme le cas précédent, nous allons directement négliger ce type de
processus. Ainsi la seule contribution effective a Dy viendra de I3 et en in-
jectant (I1.16) dans (I.6) nous déduisons finalement une expression de D que
I'on remplace dans (1.4)

272722 — Zy) K,
(22 k)—;exp [u’ <z—2g0’)}f‘(2—iy’)
iy o} 2

X /0 dt E(t)exp [i(eg — emen )]

(1.18)

Il s’agit de développer une expression de

t
M2 :/ dt/ <X(1$’E)(t/)
0

que l'on réécrit sous la forme

V(t

() (L.19)
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¢
M, = / at / ar / 05 Xy (RT3 OOV (0, 7 a0, 7)) (120)
0 )
A T'aide de la définition de X, 7 donnée en (I.3) et de celle qui suit

Xi (71,73, 1) = @15(r7 ) p15(73) exp(—ie get) (I.21)

nous pouvons développer Ms sous la forme

Mo = [ari [ ars N [u " (DR 0D + 0 ()l (5]
X (11 cos 01 + 19 cos 02)15(771)p1s(72) (I.22)
t
X / dt'E(t") exp [i(eg + epes — iege)t']
0

On peut réécrire les intégrales spatiales de cette derniere expression en déve-
loppant puis en regroupant les termes identiques dans 1’échange r{ «— 73

D, = Q/dr_i /dr_g’ N; [@Dg@*(ﬂ)goi* (73)11 cos O1015(71) p15(73)
e

(1.23)
v (7))t (13)rs cos 928015(T?)9013(T3)]
que l'on peut découper en deux intégrales
Dy = 2N, [Jl + Jg] (1.24)
Regardons en détail la premiere intégrale
Ji = /dﬁ Tﬂi@*(rq)rl cos O1p15(r7) /dr} P1e (12)15(172) (L.25)

or on a déja calculé l'intégrale sur r7 (cf. 1.16), celle sur 75 peut s’écrire

Z@S/Z Z3/2

VE Vr
(222)"”

(28 + z)°

/dr_g’ O (13)p1s(15) = dry exp [— (ZZ-69 + Zi) TQ]

(1.26)
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Ainsi, en injectant directement ’expression précédente avec (1.16) dans celle
de J; nous arrivons a

2027379 (97, 79 |, ™ .
0= 2RI CACI e o (5 3) -

ZGB
ou l'on a v® = ?k, Z; = 1,6875, ZP = 2, 7)) = 2, a = Z} + k* et

k
p = arctan (7) A présent, regardons la deuxiéme intégrale

Jy = /dﬁ zplz’@*(r_i)gols(ﬁ) /dr} O (13)1r5 cos Oap14(73) (1.28)

Nous voyons apparaitre dans ce cas le couplage explicite entre deux états de
méme symétrie s. Du fait des regles de sélection lors des transitions dipolaires
électriques, ce couplage est nul. La seule contribution a Ms va donc venir de

Ji

218273 78%% (27, — Z%)
M, = —iNj A — ) — exp [V@ (z - 2@)} I'(2-—i%)
m(ZF + Z;) o 2

t
X / dt’ E(t') exp [i(ez + €mee — pe)t']
0

(1.29)

1.2 Born II avec état intermédiaire et état
fondamental amélioré

L’idée est ici d’utiliser 1'état fondamental de J.N. Silverman et al. [157]

IR 1 - - . .
Xi(r1,72,t) m{/\/[%s(ﬁ)%y(ﬁ) + @15(72) P10 (7”1)]

= [ D) (73) + o, () (7 (130

o (), ()] bexp (~ien)
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et de recalculer le facteur M,. Ainsi en utilisant ’expression précédente dans
(I.19) nous parvenons a

N. . . O, v/ - _ B, %/ —
MQ = m /d?"l /d’l"z [wEEB (7’1)90?5 (Tg) + ﬂ),;@ (TZ)SO?S (Tl):|
71 cOS 01 + 1o cos Oy {N [9013(771)9013’@3) + p15(12) p1s (ﬁ)]
A . . . . . .
—|—ﬁ [SOZpo (Tl)gﬁgpo (r3) + Pop, (7‘1)902;97 (72) + Pop_ (r1)902p+ (T2)]

t
X / dt’ E(t') exp [i(&?,; + Eged — iEHe)t/}
0

(I.31)
et nous allons diviser les intégrations sur r; et 73 comme suit
N [Jis + Jop + Jop. |
2T L+ A2yl s T a0 T s .

t
X / dt' E(t') exp [i(e + epen — iepe)t']
0

Commencons par étudier .J;5 que I'on simplifie du fait de ’échange 7 «— 73

Jis = 2N/dﬁ/d7"§ [wgea*(ﬁ)goi*(rz) +w’g@*(r§)¢i*(rj)]

(1.33)
X171 cos 0 [wls(ﬁ)golsf (72) + p15(r2) P1sr (ﬁ)]
que l'on sous-divise encore en quatre intégrales
Jis = 2N [J}, + Ji + T3+ 1] (1.34)

et débutons par

To= [ @i v G costron(ri) [ oDt 139

Chacune des formes intégrales a déja été calculée, a l'aide de (1.26) et (1.16)
nous pouvons directement écrire

11/2 ®\3/2 (9, _ 7P
. _12 (abZ?) EB(2(1 3Zk ) k. b [VEB <7r
™ [aa (ZF +b)]
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ZEB
ot 'on a a = 2,17621, b = 1,20152, Z% = 2, ZP = 2, v¥ = ?k, p1 =
arctan <— et a; = a? + k?. Si l'on regarde en détail JZ,, son expression
a

est identique & J{, en interchangeant a et b. Nous déduisons facilement son
expression

212 (abZ?)3 (20— Z2) k T
J? = —i : k.2 (= —20,) | T(2—1w®) (137
T (2 o)) exp [v° (3 = 262) | T2 = %) (137

k
ou l'on a ¢y = arctan (g) et ay = b* + k*. A présent regardons J;,

Jf’s = /dr_i O (r7)ry cos O1p15(71) /dr_é @DE_@*(@)%S/(FQ’) (1.38)

et 'on voit apparaitre explicitement le couplage entre deux fonctions d’onde
de méme symétrie s. Ce couplage est donc identiquement nul. Pour les mémes
raisons, la contribution de J}, se réduit & 0. Ainsi en vertu des deux expres-
sions précédentes, nous pouvons écrire

913/2( 11 7®)3/2 o
Jis = —iN (abZ) k. exp (%) ['2—iv%)x
s
20 — 7 2b— ZF
g exp(—2p17) + 5 exp(—220)
(o1 (ZF + b)] [o(ZF + a)]
(1.39)
Pour les raisons de symétrie d’échange .Jy,, peut s’écrire comme
_ 2)\ — 1 = —D* o D[ —D*, o (S EN S
Japy = 7 dridry |0 (r)ers (r2) + ¢ (r2)er (1)
3 (1.40)
X711 08 6 ¥2po (T_i>902p0 (7“3)
que l'on divise en deux intégrales
2\
Jopy = —= [L1 + Lo] (1.41)

V3

Intéressons-nous tout d’abord & L,

L - / 4 = (7)1 08 B oo (1) / A o8 (7)o (73)  (142)



Born II avec état intermédiaire et état fondamental amélioré 333

Calculons tout d’abord l'intégrale sur 77 que nous pouvons directement ré-
écrire a l'aide des définitions des fonctions d’onde

. .0 . 2
/drl (...)=C,, (16—]{:2) /drl exp (—1k S — gm) 71 COs 01

. (1.43)
1 F, (iu; 1;ikr + ik - ﬁ)
avec C,, = 274(29)%*1 2 exp <%> ['(1—iv). A laide de (I.15) que I'on dérive

par rapport a k., nous arrivons a

JEETO i a (%3 2] e

oF]

6vkk? e _QV@/@ g _ p3
[(1‘73 )(1” 0-2 (- 7)

, VP2
x(iv® —1)—1i 3 ]

(I.44)
N 9 2 2 1 k: s
oulon aaz =g¢°+ k% 3= —, et o3 = arctan [ — ). A présent, regardons
g g

I'intégrale sur 73, sa contribution va étre identiquement nulle & cause des har-
moniques sphériques. Cet dernier point a pour effet de réduire la contribution
de Ly a 0. Intéressons-nous maintenant a Lo qui peut s’écrire comme

L= [ a0 cosuan () [ 47 0" (Dgam (D) (145)

Nous avons déja calculé le premier facteur intégral de Lo qui s’écrit

o Gy - 32 3/2
/drl OLE(r1)11 €08 O1pap, (17) = WZZ@ 2o/ (1.46)

Puis le second

(29)**(29 = Z2) k-

— —D* o — .
/dﬁ Ui (12)Pap, (12) = —i - -

; (1.47)
X exp [V® (g — 2(,03>T 2 —iv?)
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En rassemblant les deux expressions précédentes, nous parvenons a une ex-
pression de Lo

3/2
[ 2Py (29 - Z)
2= —1 3( 7D 5
Ta3(Z7 + g)

k. exp |:I/€B (g - 2<p3>} re—iv®) (148)

d’ott nous déduisons directement une formulation de Jp,

3/2
L _11217/295259 P(2g - Z,?)k exp [V@ (z iy )}
B ral g 2

xD(2 — iv®)

(I.49)

En dernier lieu, regardons .J;,, qui s’écrit en tenant compte de la symétrie
d’échange comme

22 o e e
Fye = [t [ [ )08 05) + ™ (e )]

x11 €08 01 [@ap, (1) 2p_(12) + op_(17)pap, (73)]

(1.50)

Nous pouvons remarquer que nous allons calculer des couplages et des recou-
vrements entre des fonctions d’onde de moments magnétiques différents. Ceci
entraine que chaque contribution va étre nulle. Au final, la contribution de
Jop, est 0. Finalement, en vertu de (1.49) et (I1.39) nous arrivons a la forme
finale de M,

N, 213/2(qhZ®)3/2 @ .
M, = —1(1 TP {N = k. exp N (2 —iv®)

2a — Z;? o 2b— 7} _9,'/®
[[a(z,-@w)]s P2 ¥ e ap O )]

A 217/2g5Z®3/2(2g 9 Tv®
AN i LY, Y —i®
+ 73 oM (25 + ) k. exp ( 5 2pv ) ['2—iv®)

¢
X / dt'E(t) expli(e; + epee — eme)t’]
0

(L51)



Résumé : Nous présentons une approche théorique fondée sur des états
de « Coulomb-Volkov » bien adaptée a 1’étude des processus multiphoto-
niques atomiques induits par un laser XUV femtoseconde intense. Elle pré-
dit les spectres d’ionisation de I’hydrogene quand I'impulsion incidente reste
en conditions de perturbation. Trois voies sont explorées dans ce manus-
crit. L’extension a des champs intenses quand hiw > I, : il est nécessaire de
prendre en compte la population de ’état initial de I’hydrogene, en l'intro-
duisant dans une amplitude Coulomb-Volkov standard, on décrit 1'ionisation
multiphotonique quasi-saturée. L’extension aux transitions multiphotoniques
avec hw < I, : de nouveaux chemins quantiques sont ouverts par 1'excitation
des états liés de ’hydrogene. Une approche Coulomb-Volkov de 'excitation
multiphotonique de ces états est développée. L’extension a I'hélium : I’étude
de la double ionisation directe a deux photons permet d’exhiber 'influence
des corrélations électroniques dans 1’état initial et dans 1’état final. De nom-
breuses informations, comme les distributions angulaires et énergétiques mais
aussi les sections efficaces sont accessibles.

Excitation and ionization of hydrogen and helium atoms by
femtosecond laser pulses : theoretical approach by “Coulomb-Volkov”
states

Abstract : We present a theoretical approach using “Coulomb-Volkov”
states that appears usefull for the study of atomic multiphotonic processes in-
duced by intense XUV femtosecond laser pulses. It predicts hydrogen ioniza-
tion spectra when it is irradiated by laser pulses in perturbations conditions.
Three ways have been investigated. Extension to strong fields when Aw > I, :
it requires to include the hydrogen ground state population, introducing it in
standard Coulomb-Volkov amplitude leads to saturated multiphotonic ioni-
zation. Extension to multiphotonic transitions with hw < I, : new quantum
paths are open by the possibility to excitate the lower hydrogen bound states.
Multiphoton excitation of these states is investigated using a Coulomb-Volkov
approach. Extension to helium : two-photon double ionization study shows
the influence of electronic correlations in both ground and final state. Huge
quantity of informations such as angular and energetic distributions as well
as total cross sections are available.
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