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Introduction

L’oeil humain est capable de résoudre plus d’une vingtaine d’images par seconde. Au-dela,
il n’est plus apte a suivre le mouvement d’un corps quelquonque. Par exemple, le battement
d’aile d’une abeille, qui se produit a I’échelle de la milliseconde, n’est pas détectable tel quel.
De maniere a suivre en temps réel ces dynamiques rapides, les physiciens n’ont eu de cesse de
développer des outils, comme I’obturateur qui a permis en 1878 a Muybridge de décomposer
le mouvement de course du cheval, et de bien d’autres animaux par la suite [1].

Milliseconde

Temps de battement d’aile d'une abeille (= 5.107s)

Microseconde
Durée d'un flash de stroboscope commercial
Temps que met la [umiére pour faive 1km dans le vide (3.10°5)

Nanoseconde

Durée de vie de ﬂuorescence

Picoseconde

Réaction chimique (transfert de protons)

AH+B = A" +BH"

Femtoseconde

Mouvement de vibration dans les molécules

Attoseconde

Dynamique é[ectronique

Figure .1 — Temps caractéristiques associés a différents mouvements dans la matiere



Lorsqu’on passe a des échelles spatiales et temporelles plus petites, cela se complique
encore d’avantage puisqu’il est nécessaire d’avoir les résolutions appropriées pour résoudre le
phénomene. Dans notre organisme par exemple, certaines réactions enzymatiques ou de Iésion
de I’ADN, se produisent en quelques microsecondes. Il a donc fallu développer, a la maniere
d’un stroboscope, des techniques qui permettent d’obtenir des instantanés d’un objet lors de
son mouvement, ce méme pour des objets de tres petite taille. Cela a été rendu possible par
la mise au point du LASER (Light Amplification by Stimulated Emission of Radiation) par
Maiman [2] en 1960.

Les scientifiques ont ensuite cherché a concentrer I’émission lumineuse sur un laps de
temps donné de facon a non plus obtenir une lumiére continue, mais une impulsion de durée
finie qui va pouvoir servir a initier et suivre une dynamique dans la matiére. La durée obtenue
définit le temps caractéristique du mouvement qu’on peut sonder (figure .1). Ainsi, avec une
impulsion de I’ordre de la nanoseconde, il est possible de suivre en temps réel le déclin associé
a la luminescence des Quantum dots [3], ou encore le mouvement de translation de molécules
organiques [4], tandis qu’une impulsion de quelques picosecondes est capable de résoudre la
dynamique d’une réaction chimique acide/base qui implique un transfert de proton. La course
aux impulsions toujours plus courtes avait débuté, les durées diminuant continument grace a la
découverte de nombreux phénomenes (figure .2). En particulier, 1’invention du CPA (Chirped-
Pulse Amplification) [5] en 1985 a permis d’obtenir des impulsions IR d’une centaine de fe-
motsecondes, pour atteindre quelques années plus tard moins de 6 fs, rendant possible le suivi
en temps réel des dynamiques de vibration et de dissociation dans les molécules [6, 7, 8, 9].

Néanmoins, les technologies d’optique linéaire basée sur la compression des impulsions
se sont heurtées & un mur, interdisant de passer sous la femtoseconde. En effet, la durée des
impulsions est limitée par la période du laser. De plus, il faut savoir que la compression d’une
impulsion sur un laps de temps de plus en plus court s’accompagne d’une augmentation de
Iintensité créte du laser. Ceci a permis d’ouvrir de nouveaux domaines de la physique, et en
1987 a deux groupes (un aux Etats-Unis [10] et un en France [11]) de découvrir la géné-
ration d’harmonique d’ordre élevé (GHOE ou HHG en anglais), phénoméene optique haute-
ment non-linéaire. Avec ces impulsions XUV dont la durée peut atteindre la centaine d’atto-
secondes [12, 13], il est désormais possible de sonder des mouvements de la matiere ayant
lieu a une échelle sub-femtoseconde. On peut ainsi suivre la dynamique des électrons dans les
atomes et molécules [14] comme 1’évolution dans I’iodométhane de la densité de charge suite
a I’ionisation [15], la dynamique d’ionisation dans I’hélium [16] ou I’argon [17], ou encore
le déclin d’une résonance de forme dans le diazote [18, 19]. C’est la naissance d’une nouvelle
branche de la physique, 1’attoscience [20, 21, 22].

De nombreuses méthodes de spectroscopie impliquant I'utilisation d’impulsions attose-
condes ont vu le jour. En particulier, le schéma méthode pompe-sonde classique (déja utilisée
en femotochimie) qui met en jeu les impulsions XUV générées lors de la HHG afin de détecter,
a travers la photoémission, des dynamiques ultra-rapides dans les atomes [23] et les molécules
[24, 25, 26]. Cette méthode est trés intuitive puisqu’elle utilise une impulsion pompe qui initie
la dynamique dans la molécule et une deuxieme impulsion, retardé par rapport a la premiere,
qui a pour but de sonder cette dynamique. Le probléme principal de cette approche réside dans
sa résolution temporelle, du méme ordre de grandeur que la durée des impulsions, c’est-a-dire
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100 ps
’ Maiman

Helkvarth

100 ns ‘ Hargrove
‘ Maker and Cdllins

\ DeMaria CPA

)|

100 ps —
Q-Switching KLM
7 \ Shank and Ippen
1 T Sibbet
. Made-locking Mourou Cheng
3 Dregher
1fs Zhou i
) Matushek
7] De Silvestri
T T T T T - T r .
1960 1970 1980 1990 2000

Figure .2 — Evolution des durées d’impulsion au cours des 70 dernieres années.

la dizaine a la centaine de femtosecondes.

Pour sonder les effets plus fins présentés dans cette these comme les premicres femtose-
condes de la dynamique d’ionisation en présence d’une résonance de Fano [27], ou en-
core les retards d’ionisation [17, 28], qui vont de la dizaine a la centaine d’attosecondes,
des méthodes plus sophistiquées sont nécessaires. Parmis elles, on peut citer deux techniques
pompe-sonde “interférométriques”, initialement développées pour la caractérisation des impul-
sions attosecondes issues de la génération d’harmoniques d’ordres élevés, a savoir la méthode
Streaking [21, 29, 30] et la méthode RABBIT pour Reconstruction of Attosecond Beating By
Interference of Two-photons transitions [31, 32, 12].

Ces méthodes sont devenues des standards pour étudier en détail la dynamique de photo-
ionisation, et les différents effets qui influent sur ce processus dans les atomes et molécules.
En particulier, il existe des effets de corrélation entre plusieurs électrons ou encore entre le
photoélectron et les noyaux, qui peuvent paraitre anecdotique lorsque 1’ionisation est étudiée
dans sa globalité, mais qui sont au contraire de premiére importance quand on s’intéresse a
la dynamique de photoémission résolue a I’échelle attoseconde.

Ainsi, au cours de cette these, nous avons étudié a 1’aide de simulations numériques 1’im-
portance de ces corrélations dans les processus fondamentaux comme la photoionisation. Nous
avons articulé le manuscrit comme suit :

Dans une premiere partie (chapitre 1), nous reprenons les concepts associés a la dynamique
de photoémission d’un systeme atomique ou moléculaire. En particulier, la notion de phase
accumulée par le photoélectron lors de sa diffusion a travers le potentiel ionique est introduite,
puisqu’elle contient d’importantes informations sur la dynamique. Les différentes corrélations



(électroniques et vibroniques) pouvant intervenir au cours du processus de photoionisation
sont ensuite décrites dans un cadre général. Enfin, nous explicitons les techniques mises en
place expérimentalement, qui permettent de sonder cette dynamique a 1’échelle attoseconde.
La méthode RABBIT est décrite en détails car elle est utilisée numériquement tout au long de
ce manuscrit et fournit des conclusions généralisables et extensibles, au moins qualitativement,
aux systemes réels.

Dans le chapitre II, nous détaillons les outils numériques qui servent aux simulations ef-
fectuées tout au long de mon travail de these. Nous décrivons différents codes de propagation
des équations de Schrodinger dépendant et indépendantes du temps développés (ou modifiés)
par mes soins, et définissons leur cadre d’application. Ces modeles a dimensions réduites
illustrent bien notre travail qui vise a interpréter qualitativement et fournir une image phy-
sique ‘“‘simple’ des phénomenes ultrarapides dans la matiere, tout en restant avec des temps de
propagation raisonnables.

Ces bases théoriques et méthodologiques nous permettent dans le chapitre 111 d’étudier la
dynamique de photoionisation asymétrique dans des molécules diatomiques. Plus précisé-
ment, les retards d’ionisation en fonction de la direction d’émission du photoélectron sont
sondés et nous fournissons une interprétation originale du comportement de ces quantités en
présence de corrélations vibroniques. Nous détaillons 1’étude de molécules modeles, une hé-
téronucléaire (type CO) et I’autre homonucléaire (type HD), qui exhibent des comportements
asymétriques bien différents vis-a-vis de la dynamique d’ionisation. En effet, la premicre est
destinée a 1’étude des effets d’asymétrie (du potentiel et de masse) dans leur globalité tandis
que la seconde sert a étudier le role de 1’asymétrie de masse plus spécifiquement. Cela nous
permettra de définir des régles qui peuvent a priori s’appliquer a I’étude de molécules de tailles
plus conséquentes.

Dans le chapitre I'V, nous relions la dynamique de photoionisation moléculaire asymétrique
étudiée de facon théorique dans le chapitre III, a une approche plus réaliste du point de vue
expérimental. Il est a noter que ces expériences ont été réalisées sur ce genre de systéme dans
le groupe d’Ursula Keller a '’ETH Ziirich [33, 34]. En I’occurence, nous avons simulé des
mesures interférométriques RABBIT dans le but de sonder cette dynamique, que nous allons
comparer aux résultats du chapitre III.

Dans un ultime chapitre V, nous changeons de cap et nous focalisons sur la dynamique de
photoionisation d’un systéme atomique en présence d’une résonance de Fano, ce type de ré-
sonance portant la signature des corrélations électroniques. Nous étudierons ainsi la construc-
tion du spectre de photoélectron en fonction du temps [35, 36], et testerons une conjecture
utilisée implicitement dans 1’étude expérimentale [27], qui permet une interprétation ‘“‘simple”
de la dynamique de photoémission. Ensuite, a I’instar du chapitre IV, nous étudierons les ca-
pacités et les limites de la méthode RABBIT pour mesurer (voir contréler) ces dynamiques
et valider I'interprétation des résultats expérimentaux du groupe de Pascal Salieres au CEA
Saclay.

De nombreux sujets d’études décrits dans ce manuscrit sont le fruit de collaborations avec
des expérimentateurs dans le domaine de 1’attoscience. Nous tenterons ainsi de répondre “sim-
plement” a des questions que la communauté scientifique est en mesure de se poser lors d’ex-
périences innovantes de spectroscopie ultrarapide.



Chapitre I

Etat de I’art de la photoionisation :
grandeurs et spectroscopies

I.1 Introduction

Avant de s’intéresser aux retards d’ionisation dans les molécules, qui constitue les résul-
tats des chapitres III et IV, et aux phénomenes li€s aux résonances de Fano développés dans
le chapitre V, il convient d’introduire les concepts théoriques qui seront utilisés dans ce ma-
nuscrit. Nous allons donc présenter les différents régimes de 1’interaction lumiere-matiere, en
particulier entre un systéme atomique ou moléculaire unique et une source de rayonnement. Au
cours de ce chapitre, nous allons introduire les grandeurs relatives a la dynamique d’ionisation
d’atomes et de molécules, et décrire les différents types de corrélation, a savoir électronique
et vibronique, qui jouent un réle crucial dans les processus se produisant a 1’échelle de temps
sub-femtoseconde. Enfin, nous nous pencherons sur les méthodes de mesure qui permettent de
sonder expérimentalement les processus ultra-rapides, c¢’est-a-dire de 1’ordre de ou inférieur a
la femtoseconde, et faire ainsi un bref bilan des phénomenes déja étudiés par ces techniques.

1.2 Dynamique de Photoémision

1.2.1 Effet Photoélectrique

L’effet photoélectrique, mis en évidence par Antoine Becquerel en 1839 et théorisé par
Albert Einstein en 1905 [37], décrit le phénomene d’émission d’un électron suite a I’interaction
entre une espece chimique (un atome, une molécule ou encore un solide) et un photon d’énergie
hv suffisamment €levée (par rapport au potentiel d’ionisation /). Si hv < I,, I'ionisation n’a
pas lieu. Si hv > I, le systéme en question peut émettre un €lectron dont 1’énergie cinétique
(asymptotique) E¢ s’exprime :

E¢=hv—I, (1.1)

Une fois suffisamment loin du coeur ionique pour pouvoir considérer son influence né-
gligeable, le photoélectron se comporte comme une particule libre se propageant a la vitesse



1.2 Dynamique de Photoémision

2E¢ . . . < . L.
ve =4/ 5.5 Cette description sommaire constitue la base de I’étude de la dynamique d’émis-
e
sion de I’électron lors de I’ionisation d’un atome ou d’une molécule.

1.2.2 La photoionisation : grandeurs caractéristiques

La résolution de I’équation de Schrodinger dépendant du temps (TDSE) (donnée ici en

unités atomiques définies dans 1I’annexe A.1)

.0 n

i [¥()) = H[¥ (1)), (1.2)
permet de décrire quantiquement le phénomene de photoionisation d’un atome ou d’une mo-
lécule en présence d’une pertubation extérieure. Ici |¥(z)) et H représentent respectivement la
fonction d’onde et I’hamiltonien du systeme (atomique ou moléculaire) considéré.

Au cours de cette theése, nous avons ét€ amené a étudier 1’interaction lumi€re-matiére en ré-
solvant numériquement la TDSE de diverses manieres. Nous avons effectué toutes nos études
dans le régime correspondant a des intensités du rayonnement faibles I; < 10'' W.cm (les
probabilités de transition a 1 et 2 photons peuvent alors &tre décrites par la théorie des pertur-
bations en annexe A.2), ce qui est suffisant pour décrire les phénomenes de retard d’ionisation
(voir chapitres III et IV), ou encore d’ionisation en présence d’une résonance de Fano (voir
chapitre V). Nous comparerons en particulier I’interaction d’un systéme avec un rayonnement
a une ou plusieurs couleurs.

Nous savons que la théorie des perturbations permet de calculer les amplitudes de proba-
bilité de transition entre un état initial 1ié |@p) et un état excité |¢,). Cette théorie s’applique
aussi dans le cadre de I’ionisation perturbative, avec la régle d’or de Fermi [38]. L’acces a ces
amplitudes de transitions apporte deux informations sur le processus d’ionisation, la probabi-
lité d’une part, et la phase acquise par le paquet d’ondes décrivant le photoélectron au cours
du processus d’autre part. Ces deux grandeurs vont étre sondées tout au long de cette these,
pour dégager le maximum d’informations sur le processus de photoionisation dans le domaine
temporel.

a) Probabilité d’ionisation

Durant le temps 7 d’application d’un rayonnement d’énergie suffisante pour ioniser le
systéme, I’état initial | @) se retrouve couplé a un continuum d’état par I’intermédiaire du terme
d’interaction (symbolisé par F(¢)), et une partie de sa population va étre transférée de facon
irréversible vers ce continuum. La théorie des perturbations permet de calculer la probabilité
associée a ce transfert, qui s’écrit dans le cas de I’ionisation :

2 .
Pin= [ dE S\ el W (0] 00) e 13)

avec pg la densité d’états a I’énergie E > 0. Cette expression est connue sous le nom de regle
d’or de Fermi [38]. Nous détaillerons dans le chapitre I1.3.1 comment cette probabilité d’ioni-
sation est obtenue en pratique dans nos approches numériques.

6
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b) Phase accumulée par le photoélectron

Lors de la photoionisation, 1’électron éjecté subit un processus dit de “demi-collision”, au
cours duquel il accumule une phase, signature des interactions avec le coeur ionique. Cette
phase est propre a chaque espece chimique, a chaque voie d’ionisation et dépend de I’énergie
du photoélectron, méme dans le cas d’un continuum lisse.

En appliquant la théorie des perturbations a le plus bas (ordre p pour I’ionisation a p pho-
tons), il apparait que cette phase d’ionisation porte en elle trois contributions :

— la phase ¢ qui provient du rayonnement ionisant. Elle est caractéristique de la source
employée.

— la phase 0 acquise lors de la transition, correspondant a la phase de I’élément de matrice
de transition (P /(t)|W|@).

— la phase 1 qui caractérise le déphasage accumulé lors de la diffusion du photoélectron
par le potentiel ionique, dans I’état final.

La phase de transition 8 apparait des lors qu’on considere des transitions a plusieurs pho-
tons, puisque dans cette situation I’élément de matrice (¥7(¢)|W|@o) est complexe (détaillé en
annexe A.3). Réciproquement, cet élément est purement réel pour 1’ionisation a un photon si
on considere la fonction finale réelle (ce qui sera réalisé pour I’analyse des états stationnaires
présentées dans le chapitre III), impliquant une phase de transition nulle dans ce cas-ci.

La phase de diffusion est intrinséque au processus. Elle a été définie par Wigner en 1955
[39] pour expliquer des phénomenes de collision, et témoigne du caractere ondulatoire des
particules quantiques. C’est cette phase de diffusion qui constitue I’élément central de ma these
et qui sera étudiée en détail dans les chapitres qui suivent. Nous allons illustrer cette grandeur
en considérant la diffusion quantique d’un électron par un potentiel attracteur, a une dimension.
Ce potentiel est ici de la forme

V(x)=—-136 e_xz/zseV(x en ua)

et possede bien un continuum d’énergie positive.

Dynamique temporelle du paquet d’ondes : Le processus de diffusion d’un paquet d’ondes
électronique d’énergie moyenne E = 54.4 eV et de largeur initial Ax(r = 0) = 10 ua est illustré
figure 1.1, ol les densités de probabilités de présence du paquet d’onde électronique [¥r(x,7)[?
sont montrées a différents instants de la propagation (courbes pleines bleues), et comparées a
celles associées a un paquet d’ondes de référence qui ne subit pas 1’effet du potentiel (en gris
pointillé).

Loin du potentiel (pour t; <t < 1»), la particule évolue librement selon la direction x. Elle
peut étre caractérisée par une position et une quantité de mouvement moyennes :

@)= (Fr@O)RI¥s (@) 5 ()= (Yr()|D[¥s(2)) (1.4)

et leurs largeurs respectives (Ax), et (Ap), définie telle que :

(A0), = \/<‘Pf(t)\6!‘i‘f(t)> — (W (0)[o[¥r(1))? (L5)

7
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Figure 1.1 — Diffusion d’un paquet d’ondes électronique par un potentiel attracteur. A gauche :
des instantanés du paquet d’ondes (en bleu) et de celui de référence (en pointillé gris) sont
représentés a différents instants. A droite : évolution du flux de photoélectrons (défini dans
I’équation III.1) en x,; pour les deux paquets d’ondes.

avec o désignant aussi bien la position que la quantité de mouvement. Par résolution de la la
TDSE, on identifie un déplacement de la gauche vers la droite de la part du paquet d’ondes,
ainsi qu’un étalement lent et progressif [38], provenant de la largeur non nulle en p. Dans
I’hypothese ou ce paquet d’ondes est peu étalé en p et x, ce qui revient a considérer la particule
quasi-classique, on peut définir une pseudo-trajectoire a 1’électron. Lorsqu’il arrive dans la
zone d’interaction avec le potentiel (f ~ 1), le paquet d’ondes se déforme trés nettement et ne
peut plus étre décrit semi-classiquement, contrairement au paquet de référence. Il subit alors
une accélération puis une décélération dans cette région, avant d’en sortir. A la sortie de la zone
d’interaction, le paquet d’ondes reprend sa forme initiale (avant interaction avec le potentiel),
mais il se situe maintenant en avance par rapport au paquet d’ondes de référence qui n’a pas
senti I’effet du potentiel (courbes gris pointillées). Si on enregistre le flux de particule au niveau
d’un “détecteur” positionné en x; en fonction du temps (fenétre de droite de la figure 1.1), on
observe bien un décalage temporel des deux paquets d’ondes qui vaut ici ATOF = —60 as.
C’est la différence de temps d’arrivée et non le temps d’arrivée au détecteur qui permet de
définir un retard de diffusion. Le paquet d’ondes est en fait déphasé par rapport a un paquet de
référence, ce qui se caractérise par un retard dans le domaine temporel.

Analyse dans le domaine spectral : La dynamique temporelle possede, d’apres la relation
de Fourier temps-énergie, son équivalent dans le domaine spectral. Dans cette représentation,
le paquet d’ondes peut s’exprimer comme une combinaison linéaire de fonctions stationnaires
O (x) solutions de 1’équation de Schrodinger indépendantedu temps (appelées les états de dif-
fusion du potentiel considéré [39]) :

Wi(x,t) = /C(E)(,‘DE(X) x e i dE (1.6)

Sur la figure 1.2 est représentée la partie réelle de 1’état de diffusion stationnaire a 1’énergie
moyenne du paquet d’ondes E = 54.4 eV.

De part et d’autre du potentiel, loin de la zone d’interaction, la fonction se comporte comme

une onde plane de nombre d’ondes k(E) = V2mE /h. Dans la zone d’interaction au contraire,

la fréquence des oscillations augmente, signe de 1’accélération de la particule. En effet, alors
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Figure 1.2 — Diffusion d’une particule par un potentiel attracteur. A gauche : Evolution spatiale
de la fonction d’onde @ (x) a ’énergie E = 54.4 eV (en violet) et de la fonction d’onde de
référence isoenergétique (en gris pointillé). A droite : Valeurs calculées du déphasage 1(E) en
fonction de I’énergie E.

que la fonction ¢z(x) (en violet) est en phase avec 1’onde plane de référence a I’énergie E

ref
E

cas sur la droite de ce dernier. Les deux fonctions y oscillent bien a la méme fréquence mais

(x) (représentée en gris pointillé) sur la gauche du potentiel d’interaction, ce n’est plus le

sont déphasées d’une valeur qui dépend de 1’énergie considérée. Ainsi, la fonction d’onde peut
s’exprimer a droite du potentiel :

P (x) ox e FN(E)] 17)

ot 1(E) représente le déphasage par rapport a 1’onde ¢’**qui se propage librement. Le cadre
droit de la figure 1.2 illustre la variation de ce déphasage en fonction de 1’énergie E pour le
potentiel courte portée considéré ici.

Il est ensuite possible de remonter a une grandeur temporelle en dérivant cette quantité et
en définissant le retard de groupe :

an(E)
OE |,_f

T(E)=h 1.8)
Cette quantité est attendue équivalente a ATOF issu de la dynamique temporelle dans la limite
ou la particule est bien représentée par son énergie moyenne [39, 40]. Dans le cas présent, le
calcul donne 7(E) = —60 as, c’est-a-dire la méme valeur que celle trouvée dans 1’approche
dépendant du temps.

Cette approche reste cohérente tant que le paquet d’ondes peut étre considéré comme non
structuré énergétiquement et temporellement (ce qui peut s’apparenter a un profil de type gaus-
sien). Nous allons voir comment ces retards temporels, souvent inférieurs a la femtoseconde,
peuvent étre la signature de corrélations de nature électronique ou vibronique dans la ma-
tiere sondée. Cela peut en effet paraitre anecdotique dans certains calculs de dynamique, du fait
de ’ordre de grandeur dérisoire, mais ces retards d’ionisation sont d’une importance capitale
en physique et chimie attoseconde lorsqu’on souhaite étudier la dynamique de photoémission
par exemple. Méme dans les systemes les plus simples comme Ar [17] ou Ne [41], les cor-
rélations électroniques doivent étre considérées pour rendre compte des retards d’ionisation
mesurés. De méme dans les molécules comme Hb, les corrélations vibroniques sont a prendre
en compte pour caractériser avec précision la dynamique de photoémision [33].

9



1.3 Corrélations Vibroniques

Nous verrons aussi que ces notions de retards atteignent leur limite en présence d’un conti-
nuum structuré (autour d’une résonance autoionisante par exemple) et qu’il faut revenir a la
description de la dynamique temporelle complete dans de telles situations [27].

I.3 Corrélations vibroniques dans les molécules : Au dela de I’ap-
proximation Born-Oppenheimer

Dans le but de comprendre la nature des corrélations entre le mouvement des électrons
et celui des noyaux dans une molécule, méme aussi simple qu’une diatomique, nous allons
reprendre le développement de la fonction d’onde totale du systéme et voir en quoi consiste
I’approximation de Born-Oppenheimer. Il sera ainsi plus aisé de définir son domaine de validité
et dans quelles mesures il n’est plus possible de la considérer pour décrire I’ionisation d’une
molécule. Ce type de corrélation est a mettre en écho avec 1’étude des retards d’ionisation de
molécules diatomiques des chapitres Il et I'V.

1.3.1 Approximation Born-Oppenheimer dans les molécules

La dynamique d’un systéme moléculaire simple (diatomique) est completement encodée
dans la fonction d’onde globale du systeme. Pour connaitre son évolution temporelle, il est
nécessaire de résoudre I’équation de Schrodinger dépendante du temps (TDSE) :

.d N
() = () () 19)

|w(t)) et H(t) sont respectivement la fonction d’onde et I’hamiltonien global du systéme mo-
léculaire.

a) Hamiltonien du systeme moléculaire

L’hamiltonien associé a la dynamique d’ une molécule peut se décomposer comme la somme
de plusieurs termes :

HRrt)=T+V(R,r) + F(R,r,1) (1.10)

ot T représente 1’ opérateur énergie cinétique du systéme, fonction des quantités de mouvement
des particules le constituant, et V 1’opérateur énergie potentielle, qui ne dépend que des coor-
données des particules (ici noté de fagcon compacte R pour les noyaux et r pour les électrons).
Ces deux termes constituent I’hamiltonien propre du systéme Hy, indépendantedu temps, pré-
sent dans I’équation de Schrodinger indépendantedu temps (TISE). £ est un opérateur dépen-
dant du temps, simulant dans notre cas ’interaction entre le systeéme et le rayonnement. Nous
verrons dans le chapitre II quelles formes prennent ces différents opérateurs dans les modeles
que nous avons développés.

10
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De maniere générale, pour un systeme comportant N atomes et n électrons, 1’opérateur

énergie cinétique s’écrit :

T:i— 1 @Mi—l% (L11)
~ 2M; |42
Ty 1.

ol M; représente la masse du noyau i et V> est I’opérateur Laplacien. L opérateur potentiel V
s’exprime lui a travers les interactions coulombiennes entre particules :

WRn =YY Ay Ly A 1)
,r)=— ) .
T IRi—nd Slme-n| 5| Ri- Ry

avec Z; la charge effective du noyau i considéré. Les trois termes représentent respectivement
les termes d’attraction noyau-électron V,y, de répulsion électron-électron V,, et de répulsion
noyau-noyau Vyy.

b) Développement de la fonction d’onde : Born-Huang

La fonction d’onde totale du systeme y(R,r,t) peut s’écrire comme une somme de pro-
duits de fonctions d’onde vibrationnelles et électroniques, c’est le développement de Born-

Huang [42] :

v(R,r,t)= in(R,t)éi(T;R). (I.13)

Ici, y; représente la partie vibrationnelle (associée au mouvement nucléaire) et &; la partie
électronique de chaque terme.

La masse d’un nucléon est environ 1836 fois plus importante que celle de 1’électron. 1l
s’ensuit que le mouvement de ces deux particules se produit dans des échelles de temps tres
différentes. Pour exemple, la période de vibration moléculaire dans H; est de 15 fs alors que le
mouvement de révolution d’un électron 1s sur son orbite de Bohr est de 1’ordre de 100 as. De
par cette inertie différente, il est possible de séparer le mouvement des électrons de celui des
noyaux (approximation adiabatique). De ce fait, généralement en chimie quantique, lorsque
seul I’état électronique fondamental et quelques excités sont impliqués, les noyaux sont fixés
et on détermine les fonctions d’onde électroniques a une géométrie R donnée :

H,(R,r,1t) &(rR) =Ef(R) E(r;R) et Vi, j € [[1,n]] /dréi*(r;R)éj(r;R) =g (I.14)

otl I’hamiltonien électronique H, ne prend en compte que le mouvement des électrons (H, =
Vv + Voo + TA}), pour une géométrie fixe des noyaux. La coordonnée R agit donc ici comme un
paramétre, d’oti la notation &;(r; R).

A partir de I’équation 1.14, on peut faire varier R de facon a reconstruire les surfaces
(ou courbes pour une molécule diatomique) d’énergie potentielle (PEC pour Potential Energy
Curve) associées a un état électronique donné. L’approximation de Born-Oppenheimer (BO)

11



1.3 Corrélations Vibroniques

[43] consiste a négliger les termes de couplage électrons-noyaux (présentés en annexe A.4),
ce qui permet par la suite, en se plagcant sur une unique surface (correspondant a un unique
terme dans le développement 1.13), d’étudier la dynamique vibrationnelle ou rotationnelle des
noyaux sur cet état en présence, par exemple, d’un rayonnement.

1.3.2 Dynamique Born-Oppenheimer : transition soudaine

Dans le cadre de I’approximation BO, on peut étudier la dynamique d’un paquet d’ondes
vibrationnel sur une surface d’énergie potentielle Ef(R) = Vyn(R) + E4 (R) indépendante des
autres. En d’autres termes, on suit le mouvement des noyaux (vibration par exemple) en ré-
solvant la TDSE avec I’hamiltonien Ty + A¢ (R), négligeant de ce fait toute sorte de couplage
avec un autre état électronique.

Pour décrire I’ionisation d’un systeme moléculaire par exemple, on va utiliser I’approxima-
tion soudaine qui consiste a considérer 1’interaction avec le rayonnement comme instantanée,
ce qui revient a négliger le couplage entre les PEC de I’état initial et de 1’ion formé. Aussi, la
transition électronique est réalisée soudainement, et le paquet d’ondes nucléaire, initialement
dans 1’état fondamental du neutre | o) (centré sur sa géométrie d’équilibre Ry), reste inchangé
durant le processus. Ainsi, il est projeté sur la PEC de 1’état final E5 et peut évoluer sur cette
nouvelle surface. Les états vibrationnels (x,})en de cette PEC étant états propres de 1’hamil-

tonien, on peut développer |xo) sur cette base :

120y = Y 120) 2k (L15)

m

avec, du fait de 1’orthonormalisation :
[ (xolxo) P =1 =Y | (Xor |20} (L.16)

Comme détaillé en annexe A.2, la probabilité de se trouver dans un état vibrationnel |} ) donné
est constante dans le temps en absence de champs extérieur supplémentaire, c’est-a-dire une
fois la “transition” soudaine effectuée. On remonte ainsi a la distribution des états vibrationnels
dans I’ion grice aux coefficients du développement

FC, = (i) = [ dR 20(R)1 (R)", L17)

nommés facteurs Franck-Condon (FC) associés a la transition [44, 45, 46]. Puisque ces facteurs
dépendent uniquement du recouvrement des deux fonctions d’onde vibrationnelles, plus la
forme de la surface d’énergie potentielle atteinte par la transition est proche de celle de 1’état
électronique initial, plus la transition sera dirigée vers les premiers états vibrationnels de 1’ion,
et plus elle pourra étre considérée adiabatique (les noyaux restant fixes au cours de I’interaction
avec le rayonnement). Ce principe est schématisé figure 1.3.

Les deux surfaces étant décalées sur 1’axe des distances internucléaires, la transition FC est
dans ce cas centrée autour du 2¢ état excité. Dans le cas d’une dynamique d’ionisation Born-
Oppenheimer, toute I’information relative au processus est donc contenue dans les facteurs
Franck-Condon. Cela revient a négliger totalement la corrélation qui peut avoir lieu au cours de
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Energie nucléaire

Ro Rt Distance internucléaire

Figure 1.3 — Surfaces d’énergie potentielle typiques d’une diatomique, de géométrie d’équilibre
Ry pour le neutre et R;), pour I'ion. La fléche bleue symbolise la transition induite par le photon.
Ce fichier est sous licence Creative Commons Attribution et a été modifié pour les besoins de

ce manuscrit. 1l est disponible en version originale ici.

la transition entre le nuage électronique et les noyaux [45], ou dans le cas précis de I’ionisation
entre le photoélectron et le coeur ionique [47].

Toutefois, le photoélectron ne peut étre considéré comme totalement indépendant du coeur,
en particulier si on s’intéresse a des phénomenes se produisant a I’échelle attoseconde. Cela
entraine certaines restrictions sur la validité de 1’approximation BO et de la transition Franck-
Condon. Nous verrons pour certains cas modeles dans le chapitres I1I et IV que méme pour des
durées d’impulsions courtes (de 1’ordre de 15 fs), il n’est possible ni de considérer I’interaction
avec le rayonnement comme soudaine, ni de négliger totalement la corrélation photoélectron-
noyaux au cours des premiers instants de I’ionisation. Ainsi, nous sonderons I’effet de la dyna-
mique des noyaux sur le photoélectron et comparerons la dynamique réelle du paquet d’ondes
a celle attendue dans le cas d’une transition Franck-Condon, dans le cas de molécules modeles

a dimensions réduites.
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1.4 Modele de Fano

1.4 Corrélations électroniques dans les atomes : modele de Fano
pour ’autoionisation

1.4.1 Corrélations électroniques

Les phénomenes de corrélation se produisent des lors qu’on considere plusieurs particules
non-indépendantes. Comme vu dans la partie précédente, c’est le cas des noyaux et électrons
dans les molécules. Mais méme dans un atome (autre que H), des corrélations électroniques
doivent étre prises en compte pour expliquer certains phénomenes de photoionisation, particu-
lierement lorsqu’on s’intéresse a la dynamique de ce processus a I’échelle attoseconde [17, 41].
En chimie quantique, de nombreuses méthodes ont été mises en place afin de rendre compte
de tels couplages entre particules. Les méthodes multiréférences [48] ou encore d’interaction
de configuration [49] permettent d’améliorer la simple méthode Hartree-Fock [50], basée sur
I’hypothese des électrons indépendants. L’une des conséquences principales de ces corrélations
électroniques est la présence d’états multiplement excités métastables [5 1] situés au dessus du
seuil de premiere ionisation. Ces états, liés dans I’approximation des électrons indépendants,
se retrouvent couplés a un continuum par 1’intermédiaire des corrélations électroniques. Une
facon de traiter leur caractere métastable est par exemple de les considérer comme des états
liés mais possedant une énergie complexe :

E, =g, +iT, (1.18)

La partie réelle g, représentant I’énergie de 1’état considéré, et I'; est la largeur énergétique de
1

cet état. Cette largeur est directement reliée a la durée de vie de I’état par 1, = o

De nombreux états métastables sont présents dans la matiere, et se dévoilent au cours du
processus de photoionisation. L’émission d’électrons Auger constitue 1’'un des effets les plus
étudiés dans les atomes et molécules [52, 53]. Ce phénomene a généralement lieu suite a I’io-
nisation d’un électron de coeur, puisque le systeme se retrouve ainsi dans une configuration
électronique excitée de I’ion, qui se relaxe par émission d’un deuxiéme électron (nommé élec-
tron Auger).

Concernant I’ionisation des électrons de valence, on peut citer par exemple les états au-
toionisants du neutre. Ces états se situent au dessus du seuil d’ionisation du systéme. Ils sont
néanmoins structurés et posseédent de ce fait une durée de vie finie. De par leur situation au des-
sus du seuil, ils sont couplés énergétiquement au continuum d’ionisation et vont se relaxer dans
celui-ci. Un schéma de principe de 1’autoionisation est présentée figure 1.4 voie b. On assiste
ainsi d’abord a une transition vers 1’état autoionisant, puis une relaxation (par I’intermédiaire
du terme V) vers le continuum.

On retrouve ces états autoionisants notamment dans 1’atome d’hélium [54], le plus simple
des systemes polyélectroniques. En effet, on peut prendre pour exemple I’état doublement ex-
cité 2s2p (voir figure 1.5) qui se situe au dessus du seuil de premiere ionisation (émission d’un
électron 1s) situé a 21.56 eV. Cet état est métastable et il lui est ainsi associé une durée de vie,
qui vaut 17 fs [55]. Cette résonance est I’archétype des états autoionisants qui sont étudiés de
maniere extensive tant expériementalement que théoriquement.

En outre, alors que le profil spectral (obtenu par spectroscopie d’absorption ou de pho-
toélectron) de certaines résonances d’autoionisation peut étre caractérisé parfaitement par un
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S)

W) < > |95)

voie b) Autoionisation
voie a) Ionisation directe

Vo)

Figure 1.4 — Résonance de Fano : les différentes voies d’ionisation considérées sont : voie a)
ionisation directe dans le continuum, voie b) autoionisation. Ces deux chemins conduisent au
méme état final |Wg).

profil lorentzien (dans Kr par exemple [56]), d’autres résonances comme celle présentes dans
I’hélium [54] ou encore dans N, [57], présentent un profil de raie original et asymétrique,
comme il est visible sur la figure 1.5 pour I’hélium. De facon & décrire le phénomene et plus
précisément caractériser cette forme particulicre, Herman Feshbach pour la théorie des col-
lisions d’une part [58], et Ugo Fano pour la photoionisation d’autre part [59], ont proposé un
modele indépendantedu temps basé sur la théorie des perturbations. Depuis lors, les résonances
de Fano sont étudiées a 1’aide de ce modele dans divers systemes allant de 1’atome [27] aux
solides [60]. Nous allons voir dans la suite comment ce modele permet d’expliquer la forme
asymétrique de la section efficace d’absorption.

1.4.2 Modele de Fano pour la description de résonances autoionisantes

Un schéma illustrant la réprésentation de Fano est présenté figure 1.4. En plus de 1’auto-
ionisation, la voie directe contribue a I’ionisation a la méme énergie. De ce fait, on observe
la signature d’interférences sur le spectre de photoélectron (voir figure 1.5). Considérons un
systéme atomique dans son état fondamental |yp) d’énergie Ey < 0. Au cours de I’interaction
de cet atome avec un rayonnement d’énergie hv = E — Ey, une partie de la population va étre
ionisée. Si de plus, le photon est résonant avec un état métastable |¢,) d’énergie E?, c’est-a-
dire hv =~ E? — Ey, une autre partie va pouvoir étre promue vers cet état. La contribution de
la fonction d’onde totale ne figurant plus dans I’état fondamental peut donc se mettre sous la
forme :

[PE) = al¢a) + / dE' bp/|E') (1.19)

Deux contributions sont visibles, une due au continuum (a droite) et ’autre a I’état lié |¢,) (2
gauche). En outre, la matrice associée i 1’opérateur hamiltonien A du systéme atomique dans
le sous-espace (|9,), |E)) s’écrit comme

A EI’ VEI

a={" (1.20)
E' E'
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Figure 1.5 — Spectre d’absorption de He en fonction de la longueur d’onde du photon incident.
Les signatures de plusieurs résonances autoionisantes sont visibles, comme par exemple a A =
206 A (AE = 60.1 eV) pour Iétat 2s2p. Le premier seuil d’ionisation de He est de 21.56 eV
(A =582 A). Figure issue de [54].

Basé sur ce formalisme, Ugo Fano [59] a développé une expression analytique de I’am-
plitude d’ionisation (¥g|d|wo). En particulier, le rapport d’amplitude de transition vers un
continuum perturbé comparé au continuum non perturbé (aussi appelé dans la suite amplitude

normalisée) prend une forme simple :

_ ¥e|d €
Rie,q) = oeldlvo) gt a.21)
(Eld|yo) — €+i
ou
E—E’—F(E) |Vel*
€= Tt avec F(E P/dE' E B (1.22)
(P représentant la partie principale de I’intégrale) et
D,|d

 aVi(yeldye)

La fonction |®,) est la vraie fonction accessible par des mesures expérimentales (tout comme
pour la vraie énergie mesurée E, = E° + F(E)). Elle correspond a |¢,) modifiée par son inter-

action avec le continuum :

D) = |Pa) +P/dE’E E,|E) (1.24)

Le module au carré de Z(¢€,q) est proportionnel au signal de photoélectron, et se met sous

la forme :
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(g+¢)?

R(e,q))? = ~—%
IR(,q)| e

1.25)
Cette formule définit une famille de courbes (selon la valeur du parametre g) représentant le
profil de probabilité d’ionisation normalisée dans le cas d’une résonance autoionisante. De
méme, on peut définir la phase associée a 1’amplitude R(&,q) :

arg[R(e,q)] = arctane — 1O (e + q) + g (1.26)

O(e + g) étant la fonction de Heavyside. Ces courbes pour différentes valeurs de g sont mon-
trées figure 1.6.

Il est clairement visible que selon la valeur de g, la forme du spectre de photoélectron (ou
d’absorption) varie énormément. Le signal tend vers 1 lorsque € — +oo. Ceci est cohérent car
loin de la résonance, la probabilité d’ionisation n’est plus influencée par cette derniere et il ne
reste que le continuum lisse. En outre, dans la région proche de la résonance, on peut identifier
un minimum a I’énergie € = —¢, signature d’interférences destructives entre les deux chemins.

Par ailleurs, pour une valeur de |¢| donnée, le spectre associé a —g est le symétrique de celui
associé a 4-q par rapport a “€ = 0”. Lorsque g — oo, correspondant au cas ou uniquement 1’état
autoionisant est peuplé au moment initial, on observe un profil quasi-lorentzien de largeur I',.
Un seul des deux canaux d’ionisation est ouvert et les interférences n’ont pas lieu. Au contraire,
pour g = 0 il ne se produit que de I’ionisation directe méme si un minimum est visible au niveau
de la résonance a € = 0.

Concernant les phases, on observe un saut de 7 centré en € = 0 et étalé sur la largeur I,
de la résonance, qui correspond au changement de signe de la partie réelle du numérateur de
I’équation 1.21. En outre, un saut brusque de 7 est observé a € = —q, et est a relier avec le
changement de signe du dénominateur de 1.21 a cette énergie ou les deux chemins interferent
de facon destructive.

Pour conclure, la modélisation d’un pic de photoélectron par la formule 1.25 nous permet
de déduire des informations importantes sur le rapport de probabilité d’ionisation par les deux
canaux. Couplé a la détermination de la durée de vie de I’état autoionisant, cela donne acces a
la force de I’interaction de configuration.

Nous verrons dans le chapitre V que la résolution de 1’équation de Schrodinger dépendant
du temps (TDSE) avec un modele simplifié d’ionisation a plusieurs canaux permet de suivre
la construction du spectre de photoélectrons en temps réel, de facon a mettre en évidence la
manifestation des interférences. Ceci nous permettra de valider numériquement le modele de
reconstruction de la dynamique complete d’ionisation a partir des amplitudes spectrales conjec-
turé dans les travaux de [27].

Dans la suite, nous allons voir les méthodes qui permettent de sonder expérimentalement
les dynamiques d’ionisation, aussi bien dans le cas d’un continuum lisse qu’en présence d’une
résonance de Fano. Ces méthodes sont basées sur I’ionisation a deux couleurs du systéme
atomique ou moléculaire, et nécessitent des caractéristiques de rayonnement bien particulieres,
qui sont détaillées dans la section suivante.
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Figure 1.6 — (a) Probabilité d’ionisation normalisée pour différentes valeurs du parametre de
Fano g. (b) Profil de phase correspondant aux différents spectres de a). Toutes sont décalées

artificiellement de 0.1 rad sur 1’échelle des phases pour plus de visibilité.
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I.5 Sonder la dynamique de photoionisation : les techniques expé-
rimentales

Pour avoir acces expérimentalement a des temps si faibles (de la dizaine d’attosecondes a
la femtoseconde), il est nécessaire de mettre en place des techniques impliquant des sources
de rayonnement ultracourtes. Ces sources sont développées depuis une trentaine d’années et
reposent sur le principe de la génération d’harmoniques d’ordres élevés.

I.5.1 Source de rayonnement attoseconde : Génération d’Harmoniques d’Ordres
Elevés

Nous avons vu que la théorie des perturbations permet d’expliquer les interactions impli-
quant un ou plusieurs photons, ce pour des intensités laser faibles. Lorsqu’on augmente 1I’inten-
sité (au dessus de 10" W.cm2), divers phénomenes apparaissent et la théorie des perturbations
commence a atteindre ses limites. On atteint un régime intermédiaire entre champ perturbatif et
champ fort et il se produit I’ionisation au dessus du seuil [61] (ATI pour Above Threshold Ioni-
zation en anglais) qui consiste en I’absorption de plus de photons que nécessaires pour ioniser
le systeme. De ce fait, le spectre de photoélectron d’un atome est formé d’une suite de pics
espacés de 1’énergie d’un photon laser (généralement dans I’infra-rouge IR). Le passage aux
intensités encore plus grandes (> 10'* W.cm) conduit 4 I’ionisation tunnel du systéme [62],
base de la génération d’harmoniques d’ordres élevés (HHG pour High Harmonic Genera-
tion).

Ce phénomene d’optique hautement non linéaire se produit lorsqu’on soumet un systéme
(en phase gazeuse généralement) a une impulsion laser IR intense (I;z ~ 10'* W.cm2) d’éner-
gie hayg. Linteraction résultante génére un rayonnement dans I’extreme ultra-violet (XUV),
constitué des harmoniques impaires du laser générateur. C’est au milieu des années 1980 que
les groupes d’Anne L’Huillier au CEA Saclay [11] et de Charles Rhodes de 1’université de
I’'llinois a Chicago [10] ont découvert cet effet spectaculaire et inattendu dans les gaz rares.
Dans les années qui suivirent, une interprétation théorique de ce phénomene a été proposé
[63, 64, 65], basé sur un modele semi-classique en trois étapes (schématisé sur la figure 1.7).

i) Ionisation tunnel : Le potentiel ressenti par I’électron actif est modifié sous I’effet du
champ laser intense, laissant apparaitre une barriere proche du maximum du champ.
L’électron peut ensuite s’échapper du potentiel par effet tunnel.

ii) Propagation dans le continuum : L’électron libéré du potentiel est guidé par 1’évolu-
tion du champ laser oscillant. Pendant un demi-cycle optique, il va évoluer dans le conti-
nuum d’ionisation, a I’image d’une onde de Volkov décrivant la particule en présence du
champ.

iii) Recollision : Le champ éléctrique change de signe et redirige 1’électron vers le coeur
ionique. On assiste a la recombinaison du photélectron avec le coeur ionique, qui conduit
a I’émission d’un photon XUV d’énergie howy, = (2n+ 1) X hioyg.

Ce phénomene se reproduit tous les demi-cycles optiques, générant des photons espacés de
2ayr en fréquence. On voit bien dans ce modele I’importance d’un laser intense (pour I’étape i)
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N
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Figure 1.7 — Principe de la génération d’harmoniques d’ordres élevés selon le modele en trois

étapes : 1) ionisation tunnel, ii) propagation dans le continuum et iii) recollision.

et de fréquence faible de facon a amplifier la probabilité d’ionisation par effet tunnel. Ce modele

qualitatif a permis a Lewenstein et al. de développer son pendant quantique [66], I’approxima-

tion en champs fort ou SFA (pour Strong Field Approximation). Par cette théorie, il est possible

de caractériser chaque étape du modele, et d’en déduire des propriétés fondamentales liées a la

génération d’harmoniques d’ordres élevés :

* Le rayonnement généré est constitué des harmoniques impaires du laser du fait de la

symétrie du systeme générateur, ainsi que de la périodicité du processus, et s’étend de
I’'IR a I’XUV. Trois zones distinctes sont visibles sur le spectre (voir figure 1.8) : une
région perturbative a basse énergie (1), un plateau d’intensité quasi constante (2) puis
une coupure (3) ayant lieu a I’énergie :

ho, =1,+3.170, 1.27)

Le rayonnement XUV est cohérent et donc relativement brillant, permettant d’obtenir
des intensités jusqu’a 10> W.cm2, idéales pour étudier I’ionisation a 1 photon.

La structure temporelle du rayonnement émis peut varier selon les conditions de géné-
ration. Pour les études qui nous intéressent dans cette these, il est composé de trains
d’impulsions attosecondes (APT pour Attosecond Pulse Train) spectralement fines et es-
pacées d’une demi-période du laser générateur [12] (représenté sur la figure 1.8 a). On
peut aussi le retrouver sous la forme d’une impulsion attoseconde unique (SAP pour
Single Attosecond Pulse) spectralement large [13, 67], comme il est illustré sur la fi-
gure 1.8 b).

La génération d’harmoniques est un domaine de recherche & part entiere, et 1’étude des

propriétés de génération se veut tres complexe et encore d’actualité [68, 69, 70]. Dans le cadre
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Figure 1.8 — a) spectre d’harmoniques schématique. On identifie les trois zones : (1) région
perturbative, (2) plateau d’intensité et (3) coupure. On obtient uniquement les harmoniques
d’ordre impair, chaque raie étant relativement fine en énergie. Cela donne dans le domaine
temporel un train d’impulsion, chacune courte dans le temps. b) spectre schématique large en
énergie (environ 20 eV), ce qui implique une impulsion ultra-courte (de 1’ordre de 100 as).

de cette these, ce processus nous permet surtout de considérer le rayonnement harmonique ré-
sultant afin de simuler des expériences de spectroscopie. Nous allons donc considérer acquises
les caractéristiques de nos sources de rayonnement, cela dans le but d’étudier la dynamique de
photoionisation.

L.5.2 [Etude des processus d’ionisation a deux couleurs : méthode RABBIT

Nous avons vu précédement qu’il existe deux types d’impulsions générées via HHG et
structurées a I’échelle attoseconde. Deux méthodes liées a ces deux types d’impulsion ont été
développées dans le but de caractériser avec une grande précision les impulsions attosecondes
générées en laboratoire. par la suite elles se sont fortuitement révélées trés prometteuses quant
a leur faculté a dégager des informations temporelles trés fines sur les dynamiques d’ionisa-
tion atomique ou moléculaire. La méthode de Streaking (basée sur I'utilisation de SAP) et la
technique RABBIT (qui utilise un APT) sont employées en proportion égale dans la littérature,
mais nous ne donnerons une description détaillée que du RABBIT. En effet, les simulations
effectuées dans le cadre de cette thése ne se basent que sur des mesures de type RABBIT, et

non de Streaking. Cela est un choix qui provient des diverses collaborations avec les groupes
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de Pascal Saliere au CEA Saclay ou encore d’Ursula Keller a I’ETH Ziirich, qui utilisent cette
technique pour sonder le processus de photoémision a I’échelle attoseconde.

La méthode RABBIT (pour Reconstruction of Attosecond Beating By Interference of Two-
photons transitions) a été développée initialement a des fins de caractérisation d’impulsions
XUV se présentant sous forme de train d’impulsions attosecondes (voir [31, 32] pour la partie
théorie et [12] pour la premiére implémentation expérimentale). C’est une méthode d’interfé-
rométrie quantique qui permet de déterminer avec une grande précision la différence de phase
du rayonnement entre deux harmoniques impaires successives [19, 71, 17]. Elle a été ensuite
revisité dans le but de déduire des informations sur la phase d’ionisation du systeme atomique
ou moléculaire sondé [72]. Le principe de la méthode est schématisé figure 1.9.

Energie de photoélectron

Intensité de la SB

seuil d’ionisation

0 0.5
Ey=—1I, Retard pompe-sonde

Figure 1.9 — Principe de la méthode RABBIT. Un peigne d’harmonique (en bleu) est envoyé
sur 1’échantillon a étudier. Il génere I’ionisation de ce dernier a 1’énergie des différentes har-
moniques constituant le peigne (pics violets). Le laser IR couple les différents chemins d’ioni-
sation entre eux et un pic satellite apparait a chaque position 2¢ (pics rouge). En faisant varier
le retard entre la sonde IR et le peigne XUV, on peut suivre 1’évolution de I’intensité de la SB
intégrée.

Concretement, le peigne d’harmoniques impaires générées par HHG interagit avec un sys-
téme atomique ou moléculaire, induisant ainsi des transitions électroniques. Si le potentiel
d’ionisation I, est inférieur a I’énergie des harmoniques HHy, (| et supérieures, il y a ionisa-
tion et émission de photoélectrons. On obtient donc sur le spectre de photoélectron une suite de
plusieurs pics situés aux énergies Ep, 41 = (2g+1) x hayg — I, espacés de 2hayg. De plus, si
on se place en présence du champ laser fondamental (d’intensité perturbative), des transitions
a deux photons vont apparaitre aux €nergies Er, = Eo,41 4= hoyg. Pour atteindre une énergie
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Figure 1.10 — Spectrogramme expérimental obtenu par mesure RABBIT sur un syst¢me ato-
mique Ar. Le laser fondamental est un Ti :Sapphir centré en A = 800 nm. Figure issue de
[73].

E>, donnée, deux transitions sont alors possibles, une liée a I’absorption d’un photon XUV
et de I’émission d’un photon IR HHy, | — @y, et autre liée a 1’absorption d’une photon
XUV et d’un photon IR HHy, | + @yg. Or, comme tout processus ondulatoire, si deux chemins
différents conduisent au méme état final, on observe un phénomene d’interférence. Cela est en
effet rendu possible par le fait que les harmoniques sont cohérentes entre elles et avec le laser
IR, ce qui constitue une propriété importante de la génération d’harmoniques d’ordres élevés.

L’intensité de la bande d’énergie satellite 2¢q intégrée (SB pour SideBand en anglais) située
a I’énergie Ep, peut s’écrire :

by = |Dg1* +|Tags1 [* +2|Tog—1Tag 11| c0s (200r X Txuv-IR +Ahy) (1.28)

L’équation 1.28 permet de mettre en évidence les oscillations de la SB en fonction du retard
TxuVv-Ir entre le laser IR sonde et le train d’impulsion XUV pompe. La phase A, correspond
a la différence de phase d’ionisation [voir section 1.2.2 b)] accumulée dans les deux chemins :

A192q = 192q+1 - 192q71 (129)

Il est ainsi possible, en balayant le retard Txyv.r, d’obtenir I’oscillation de I’intensité de la
bande satellite intégrée, et par suite d’une modélisation de ce signal en cosinus (selon la fonc-
tion de I’équation 1.28), d’avoir acces a la différence de phase Ath,. Un spectrogramme typique
(retard vs énergie de photon) issu de [73] est présenté figure 1.10. On reconnait bien les bandes
d’intensités quasi constantes associées au signal des harmoniques impaires, et les bandes au
niveau des harmoniques paires dont I’intensité oscille avec la fréquence 2wyg.

Dans certaines conditions, on peut se défaire de la composante de A, associ€ée aux
sources de rayonnement, et ainsi avoir acces a la différence de phase de transition A6,, entre
les deux chemins. En effet, dans le cas ot le train d’impulsions harmoniques possede une phase
constante sur la largeur spectrale de chaque harmonique (une longue durée du train d’impulsion
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est donc souhaitable), ce terme se décompose sous la forme :

Tog+1 = Pog+1 + Orgt1 (1.30)

Le terme ¢4+ correspond a la phase du rayonnement de I’harmonique 2g =+ 1, tandis que 64+
représente la phase de transition (atomique ou moléculaire) intrinséque au systeme sondé [voir
section 1.2.2 b)] vers I’état intermédiaire (a I’énergie E» 1), et est indépendantedes caractéris-
tiques du rayonnement, mise a part 1’énergie de photon.

On peut ainsi remonter a la valeur de A6y, associée a chaque SB intégrée sur son extension
spectrale. Toutefois, il faut garder a I’esprit que le déphasage A, dépend de I’énergie du pho-
toélectron, et ce méme a I’intérieur d’une bande satellite. Originellement, les études RABBIT
étaient réalisées en intégrant spectralement sur toute la largeur de la SB. Ceci est totalement
justifié dans I’hypothese des phases constantes (des impulsions) mentionnée ci-dessus. De plus,
la résolution spectrale des premieres mesures [19] ne permettait pas une étude plus détaillée.
Néanmoins, des mesures récentes de photoionisation résonante [27] ont mis en évidence des
structures a 'intérieur d’une SB, impliquant donc des variations de phase brusques. Dans ces
études réalisées a haute résolution spectrale grace a des dispositifs de détection suffisament pré-
cis (bouteille magnétique), il est donc nécessaire de tenir compte de la dépendance en énergie
a ’intérieur des SB. On parle dans ce cas d’expériences Rainbow RABBIT.

Les deux types de grandeurs (notée AB,, quand nous parlerons de RABBIT intégré et A,
pour le Rainbow RABBIT) seront respectivement utilisées dans les chapitres III-IV et V pour
I’étude de la photoémission résolue en temps.

En outre, la grandeur accessible par des mesures de transition a deux photons ne correspond
pas exactement a la quantité 1), définie par Wigner [39] décrivant la différence de phase de
diffusion accumulée par 1’électron dans les deux états intermédiaires (aux énergies Ep, | et
E>g11). Pour retrouver cette grandeur (accessible uniquement avec des simulations numériques
et non expérimentalement), il est essentiel d’expliciter A8y, [17, 74] dans les deux cas de figure.

Concernant le RABBIT “traditionnel”, on peut exprimer pour chaque chemin la phase
comme suit :

021 = Mg + P 1.31)

Le terme 12,41 représente la phase de diffusion a 1’énergie de HHy 41, accessible via des
simulations d’ionisation a un photon, tandis que (pzcg +, rend compte du couplage entre I’état
intermédiaire (a 1’énergie de HHy, 1) et I’état final (a I’énergie de la SB»,) induit par le laser
IR au travers de la queue coulombienne du potentiel ionique. Ce dernier terme présente un
comportement asymptotique (loin du seuil d’ionisation) universel, dont I’expression analytique
est dérivée dans [75]. Il ne dépend donc pas a priori de la partie courte portée du potentiel du
coeur ionique. La différence de phase RABBIT peut ainsi s’exprimer :

ABry = Magi1 — M1+ P55 1 — P5iy1 (1.32)
e e g
A(pC(?

Par différence finie, et parce que la phase est considérée comme variant linéairement avec
I’énergie entre deux harmoniques consécutives, il est possible de relier cette grandeur au retard
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de diffusion a I’énergie de la SB», :

_ ABy, _ M2g+1— M2g-1 4 A

M7 2%y 2x o 2x oL 9
—_— Y
T (EZq) Tee (EZq)

Pour chaque bande satellite, il est ainsi possible d’obtenir une valeur du retard de diffusion, a
une correction de 7. pres. Pour de grandes énergies cinétiques de photoélectron (E > 50 eV),
le terme dii au couplage continuum-continuum est méme négligeable et on a directement acces
a I’observable désirée [75].

Toutefois, nous avons vu dans [27] que la phase de diffusion peut &tre amenée a varier non
linéairement méme au sein d’une bande satellite, et qu’une étude résolue spectralement est
parfois nécessaire. Dans le cas du Rainbow RABBIT, la phase s’exprime :

65, (E) = Nse(E £ ha) + ¢ (E) (1.34)

Le retard mesuré par la méthode Rainbow RABBIT est défini par :

_ JABy(E) _ INs.(E+hoy) B INy(E—hop) JAQ“(E)

Ty(E) = 5E 3 E + °F (1.35)
T (E+hor) T (E—fiay,) T (E)

Alors que le RABBIT donne acces au retard de diffusion a I’énergie centrale de la SBy,, le
Rainbow RABBIT permet de remonter a la différence de temps de diffusion entre les deux
chemins et ce pour toutes les énergies de la SB. Ces deux méthodes sont comparables dans
le cas d’un continuum lisse. Toutefois, lorsque la phase ne varie pas linéairement a I’intérieur
d’une SB donnée, la notion de retard n’est plus suffisante pour décrire la dynamique du paquet
d’ondes. Finalement, il faut bien garder a I’esprit que si la phase varie linéairement d’un signal
harmonique a I’autre, une étude RABBIT est suffisante (chapitres III et IV). Par ailleurs, si
la phase varie linéairement a I’intérieur méme d’une SB, il faut considérer le retard calculé
par Rainbow RABBIT, mais si ce n’est pas le cas, il faut aller plus loin qu’un simple retard
(qui n’est plus représentatif du paquet strucutré) et décrire la dynamique complete du paquet
d’ondes (chapitre V).

Dans tous les cas, 'impulsion IR doit étre suffisamment longue en durée (fine en énergie)
pour justifier une bonne restitution de la dynamique d’ionisation des harmoniques a la position
de la SB. Cela permet ainsi de considérer que le paquet d’ondes électronique a un photon est
“répliqué” dans les SB voisines. Dans le cas contraire, des effets de durée finie d’impulsion [76]
peuvent apparaitre et déformer la réplication du signal. La méthode RABBIT utilise un train
d’impulsion XUV composé de plusieurs harmoniques, ce qui permet une résolution en énergie
tres fine (par exemple de 1’ordre de 400 meV [27]). Les états électroniques atteints par la transi-
tion (initié par I'impulsion pompe XUV) sont donc pleinement définis. Nous verrons ainsi dans
le chapitre V qu’il est possible d’obtenir des informations sur plusieurs états résonants proches
en énergie par la méthode Rainbow RABBIT. Par ailleurs, les deux méthodes impliquent que
le temps mesuré est représentatif du temps de diffusion a un photon si 7., peut étre calculé
et retranché des mesures [17] ou si I’énergie du photoélectron est suffisament élevée pour le
considérer négligeable. Proche du seuil d’ionisation, il sera de ce fait difficile de comparer les
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résultats issus des mesures a deux photons avec ceux obtenus pour I’ionisation a un photon,
mais nous verrons dans les chapitres IV et V qu’il est possible de relier ces deux quantités
méme dans cette gamme d’énergie. Nous allons ainsi, dans les trois derniers chapitres, pouvoir
mesurer numériquement les quantités lies au processus d’ionisation (a un et deux photons),
comme par exemple des retards d’ionisation ou encore le spectre de photoélectron. Ces obser-
vables nous renseigneront sur les phénomenes de corrélation impliqués dans I’ionisation des

systémes atomiques et moléculaires considérés.

I.6 Conclusion

Au cours de ce chapitre, nous avons donc passé en revue les principaux concepts liés a
la photoionisation qui seront ensuite utilisés au cours de cette thése. Ainsi, les spectroscopies
a un et deux photons, en particulier la méthode RABBIT, ont été abordés, de méme que les
observables d’intérét, comme la probabilité ou encore la phase d’ionisation. Nous avons dé-
crit quelques phénomenes de corrélation pouvant se produire dans des systemes atomiques
ou moléculaires simples, a savoir les couplages vibroniques non-adiabatiques ou encore les
interactions de configuration menant a des profils de Fano. Ces phénomenes seront discutés
en détails dans les chapitres III, IV et V, sur des systemes concrets. Nous allons maintenant

détailler les outils théoriques et numériques nécessaires a I’étude de tels phénomenes.
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Chapitre 11

Outils pour les simulations
numériques

II.1 Introduction

Nous allons, au cours de ce chapitre, explorer les différentes approches utilisées lors de
cette theése pour propager et résoudre I’équation de Schrodinger dépendant du temps a dimen-
sion réduite. Le but est ici de comprendre les algorithmes et outils mathématiques utiles pour
la simulation d’un probléme de physique quantique. Cette liste n’est en aucun cas exhaustive
et de nombreuses autres méthodes existent. Pour plus de détails sur les algorithmes, on pourra
consulter la référence [77]. Nous allons donc dans un premier temps développer les différents
modeles de propagation de la la TDSE, partant du plus simpliste (modele a un électron, a une
dimension), pour aboutir au modele principalement développé et utilisé dans cette these : MOL-
BIT et ses extensions. Ensuite, nous nous intéresserons plus en détails aux outils d’analyse de
la fonction d’onde, et a quelles informations il est possible d’avoir acces par ces derniers. Nous
verrons aussi les méthodes de résolution de la TISE, pour la détermination des états propres
du systeme et le calcul de la densité d’état par exemple. Ce chapitre est donc un préambule
nécessaire a la compréhension des chapitres de résultat I1I, IV et V.

II.2 Résolution de la TDSE : méthode de propagation

Dans cette section, diverses méthodes de résolution de I’équation de Schrodinger dépen-
dante du temps sont abordées. Reprenons ici I’équation générale :

iaat‘P(T,R,t) =H(r,R,t) ¥(r,R,t) (IL.1)
La fonction d’onde ainsi que 1’hamiltonien du systeme dépendent tout deux des coordonnées
des particules (électrons + noyaux) du systeme et du temps. Les études qui nous intéressent
dans cette these sont centrées sur le photoélectron émis lors de la photoionisation, ainsi que le
mouvement de vibration des noyaux dans le cas de molécules diatomiques. Les dynamiques des
autres électrons vont donc étre négligées dans la suite, ou plutdt traitées de maniere approchée.
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1.2 Propagation de la TDSE

De plus, les rayonnements utilisés dans les simulations sont considérés comme polarisés linéai-
rement selon la direction ey, qui coincide avec I’axe internucléaire dans le cas moléculaire. De
ce fait, en premiere approche, nous considérons uniquement le mouvement du photoélectron
selon cet axe (de coordonnée x), ainsi que la distance internucléaire R. L’équation II.1 peut
donc s’écrire :

d R
i Y(oR.1) = H(x.R.1) ¥(x.R.1) (IL.2)

Trois modeles de résolution de la TDSE vont étre abordés dans ce chapitre. Le premier (mo-
dele 1D “x”) ne considere que le mouvement de I’électron actif dans un atome ou une molécule
diatomique a géométrie fixe. Le deuxieéme (modele 2D “Rx”) et le troisieme (MOLBIT) consi-
derent le mouvement corrélé photoélectron-noyaux.

I1.2.1 Modele a une dimension : dynamique du photoélectron
a) Discrétisation de ’espace : développement sur grille

De fagon a appliquer un opérateur a la fonction d’onde, il nous faut choisir une représenta-
tion pour cette derniere. Nous détaillerons le développement sur base dans la partie MOLBIT.
Ici, il est plus intéressant de discrétiser la fonction d’onde et les différents opérateurs sur une
grille en x. En d’autres mots, la fonction va étre développée sur une base de 2n, 4 1 fonctions
de Dirac centrées sur les points de coordonnée x;, i € [[—n, : ny]]

Y(x,t) ~ ﬁ O (xi,1) 8(x—x;) (IL3)

i=—ny

Le principe de la discretisation d’une fonction f est schématisé figure II.1.
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Figure II.1 — Fonction f discretisée selon la coordonnée x avec un pas Ax = 0.1 ua.
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Cette base de Dirac constitue une base orthonormée, ce qui va faciliter I’application de I’ha-
miltonien. En outre, plus le pas spatial est petit et meilleure est la précision du développement.
Il est possible d’exprimer I’opérateur énergie potentielle simplement :

T

Ve@) = Y vi(x) 8(x—x) (IL4)

i=—ny

L’ opérateur énergie cinétique peut étre approché par la méthode des différences finies. En ef-
fet, T, dépend de la dérivée spatiale seconde de la fonction d’onde. La dérivée premiere peut
s’exprimer, pour un pas de temps suffisamment petit :

_ P(x+Ax,t) £¥(x—Ax,t) )
5 ¥(r) = A + O(Ax?) (IL5)

Dans ces conditions, la dérivée seconde s’écrit :

0? W (x+ Ax,t) — 2% (x,1) + ¥ (x — Ax, 1)

ﬁlll(x,;) = A +0(Ax) (IL.6)

Concernant le terme d’interaction avec le rayonnement, nous allons le traiter classiquement
(du fait du nombre important de photons qui rend la quantification négligeable). En outre, on
se place dans I’approximation dipolaire, de sorte & négliger les variations spatiales du champ a
I’échelle atomique. Ceci est valable puisque la longueur d’onde du laser (de I’ordre de la cen-
taine de nm) est grande devant la longueur d’onde de De Broglie de I’électron (une énergie du
photoélectron de 1 eV donne une longueur d’onde de 12 A). Il est ainsi possible de I’exprimer
de deux manieres, en fonction du systeme de jauge utilisé [38]. On a

Fy(x,t) =&(t)-% (IL7)

en jauge longueur (avec &'(t) le champ électrique scalaire) et

A 1 ; 9
5@&:E¢@ym:—%ﬂayag (IL8)

en jauge vitesse (avec <7 (t) le champ électrique vecteur), les deux étant reliés par

194(1)

i) = c 0ot

(IL9)

Dans nos simulations, a champ perturbatif le plus souvent, le choix de la jauge n’affecte pas
les résultats de méme que leur convergence.

La matrice de I’hamiltonien électronique A, (x,t) = —1 83722 + V, (x) + F, (x,) 8écrit sur la
grille :
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1.2 Propagation de la TDSE

a(x,t)  Br(r)
() alx,n) BT
B(1)  alxs;1)

(IL.10)
o(xa2,t)  BT(r)
B~(1)  aluw-10) BT()
(0)

(1) olo,t)

o(x;,1) = Vo(x;) + é +&@)x; et BH(t)=B"(t)= ﬁ (IL.11)
en jauge longueur et

o (xi,t) = Vo(x;) + é (I1.12)

en jauge vitesse. Dans les deux cas, c’est une matrice tridiagonale hermitique. Cela va nous
permettre d’utiliser des algorithmes de propagation efficaces, a savoir 1’algorithme de Crank-
Nicholson.

b) Algorithme de propagation de Cranck-Nicholson
Avant de développer 1’algorithme de propagation, il convient de définir ce qu’est un propa-
gateur. Reprenant 1I’équation la TDSE I1.2 en notation ket, il est possible d’en prendre la forme
intégrée :
[P(t+ A1) =U(t,t +Ar) (1)) (IL.13)

ol
~ t+At R
O(t,t + Ar) = exp —i/ dt A () (IL14)
t

La méthode du propagateur permet de résoudre pas a pas 1’équation de Schodinger dépendante
du temps, c’est une méthode itérative puisque la solution au temps ¢ constitue la condition
initiale pour la fonction en ¢ + Ar.
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De fagon & appliquer le propagateur U a la fonction d’onde en un temps de calcul raiso-
nable, il est nécessaire de faire une série d’approximations. Tout d’abord, on va supposer que
le pas At est suffisamment petit, de sorte que

Ul(t,t+At) :exp<—iI:I(t+A2t) At> +0(AF?) (IL.15)

Par un développement limité de la fonction exponentielle, il est possible de linéariser U :

A .Y
Ot +A1) ~ 1 —iH 1+ =) At (IL.16)

Le probleme de I’expression I1.16 réside dans la non-conservation de la norme de la fonction
d’onde. En effet,

(W(t4A) | (1 + Ar)) = (P ()| 070 ¥ (r)) (I1.17)

070 =1+ H*Ar? (IL.18)

L opérateur 1 —i H (t + %) At n’est donc pas unitaire ce qui entraine une variation non physique
de la norme. De plus, ’erreur commise est en Ar>. C’est pour palier a ce probleme que Cranck
et Nicholson [77, 78] ont développé U (t,t+Ar) :

exp<—iH(t+A2t) A2’>

Ul(t,t+At) = (I1.19)
- Aty A
exp <+1H(I+ 7’) 2t>
Il est ensuite possible de faire le développement limité au premier ordre en At :
R 1—iA(r+4) 4
Ult,t+At) ~ .A( AZ) < (I1.20)
1+iH(t+4) 4

Cette fois-ci, le propagateur est unitaire (il conserve la norme), stable numériquement et I’ erreur
est en Ar>. Nous pouvons donc écrire I’équation de propagation de la fonction d’onde

<1+i1f1(z+A2’) A;) [P (t+At)) = (1—i1f1(z+A2’) A;) R46) (I1.21)

Partant d’un état initial (correspondant généralement a 1’état fondamental |¢y), il suffit de ré-
soudre I’équation I1.21 a chaque pas de temps pour obtenir la dynamique de la fonction d’onde
du systeme en temps réel. La partie de droite autorise une application explicite de 1’opérateur
linéaire, tandis que la partie de gauche nécessite 1’inversion d’un systéme. La matrice H étant
tridiagonale, ceci peut €tre réalisé sans trop de difficulté. Néanmoins, pour résoudre 1’équation
de Schrodinger dépendant du temps, il convient de connaitre I’expression de £, (x,7) et V,(x),
ainsi que la fonction d’onde initiale |¢y).
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c¢) Champ laser

Le champ électrique scalaire d’une impulsion laser peut se mettre sous la forme :
&(t) = & f(t)sin(orr + ¢), (I1.22)

avec &7, I’amplitude, @y, la fréquence et f(r) I’enveloppe du laser. Expérimentalement, les im-
pulsions possedent une enveloppe temporelle gaussienne. Toutefois, une fonction gaussienne
tend vers zéro a I’infini, ce qui pose des problémes de propagation sur un temps tres long pour
pouvoir négliger I’impulsion par rapport au potentiel atomique. Nous avons donc fait le choix
d’une enveloppe en sinus carré qui permet d’annuler I’impulsion a des temps bien précis :

sin® (3%1)  sit € [0;N. Ty

flt) = (I1.23)

0 sinon

Un profil typique d’impulsion est représentée figure I1.2. L’intensité du laser est considérée
perturbative dans les simulations des chapitres III-IV et V.

Amplitude laser & (unité arbitraire)

0 5 10 15 20
Temps de propagation (fs)

Figure I1.2 — Profil d’impulsion laser pour @, = 1.55eV, N, =8 et & = 1. 1012 W. cm?

d) Potentiel atomique

Dans les modeles de résolution de la TDSE, nous utilisons I’approximation d’un seul élec-
tron actif, le photoélectron. Néanmoins, les autres électrons sont considérés au travers du po-
tentiel d’interaction V,(x). Ce potentiel effectif reproduit le comportement d’un électron intéra-
gissant avec un champ moyen (noyaux + électrons). Différentes expressions de ce potentiel ont
été utilisées. La premiere considérée est le potentiel coulombien régularisé [79]. Contrairement
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au potentiel coulombien —Z/|x| qui diverge en x = 0, celui ci admet une valeur finie :

Z
Ve(x) = ——— (I1.24)
‘ Vva?+x?
avec Z la charge effective du coeur ionique (1 pour de la simple ionisation), et a le parametre
de régularisation qui définit la profondeur du puit. Ce dernier est représenté figure I1.3. Comme
pour un potentiel coulombien classique, il posseéde un grand nombre d’état li€s convergeant
vers le continuum d’ionisation (assimilé a des états de Rydberg). Autour de x = 0, on voit le

coulombien (bleu) plonger, tandis que le régularisé s’arréte a V,(0) = —1.

0.2 T T T T T

02y N~ /N ‘

04 | -
0.6 | -
0.8 | 1
-1t -
‘1.2 - - - -
-10 5 0

-15 5 10 15

Coordonnée de 1’électron x (ua)

Energie de I’électron (ua)

Figure I1.3 — Potentiel d’interaction électron-coeur ionique de type coulombien régularisé. Ici

a = 1 uva (en noir).

C’est un potentiel dit “longue portée” puisque de par son comportement en —1/x, il tend
lentement vers 0. Il s’en suit que 1’électron sentira toujours 1’effet du potentiel V, (x), méme trés
loin de celui-ci. Nous verrons quelle influence cela peut avoir sur la détermination des temps
de vols ou des phases de diffusion par exemple.

Le second potentiel utilisé est le potentiel gaussien. Contrairement au coulombien régula-
risé, le potentiel gaussien ne possede que tres peu d’états excités en dessous du seuil d’ionisa-
tion, ce qui permet d’étudier un état excité indépendamment du reste du systeme. Il prend la
forme

2

Ve(x)=Ae . (I1.25)

A et ¢ représentent respectivement I’amplitude (qui définit la profondeur du puit) et la variance
(qui définit la largeur du puit) du potentiel.

Comme vu sur la figure 11.4, le potentiel est plus étroit que le potentiel coulombien, c’est

o]

un potentiel “courte portée”, il tend rapidement vers 0 aux grandes valeurs de x.
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Energie de 1’électron (ua)

15 -10 5 0 5 10 15

Coordonnée de 1’électron x (ua)

Figure I1.4 — Potentiel d’interaction électron-coeur ionique de type gaussien. Ici, A = 1 ua et
o =33 ua.

e) Détermination des états propres : itération inverse

La méthode la plus complete pour déterminer tous les états propres d’un hamiltonien déve-
loppé sur une base donnée est la diagonalisation de sa matrice. Cela sera utile pour déterminer
des densités d’états. Toutefois, cette méthode peut vite s’avérer tres cofiteuse en temps de cal-
cul si n, est grand et n’est donc pas forcément la plus adaptée pour obtenir uniquement 1’ état
fondamental. Cette tache peut étre accomplie par la méthode de I’itération inverse [77]. Partant
d’une estimation de 1’énergie Eq de 1’état fondamental (déterminé par exemple par diagonali-
sation avec un nombre de points faible), il est possible de trouver de facon itérative 1’énergie

exacte ainsi que 1’état propre correspondant. Pour ce faire, le systeme

®
(Bo—e)|e® 0y = 1570 puee N® — frew| gy (I1.26)

est inversé n fois, k étant le numéro de 1’étape. Nous débutons donc avec une énergie € et
une fonction d’essai |&(?)). La premiére inversion du systeéme conduit a |£(1)) qui sert ensuite
d’entrée pour 1’étape suivante (aprés normalisation). Seulement quelques itérations plus tard,
les fonctions |&*+1)) convergent vers 1'état |@p). En effet, on peut développer |E X)) et |£ (K1)
dans la base des états propres du systeme :

DY =Y el |

EEDY = ¥ Y )

m

(I1.27)
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En incorporant 11.27 dans 11.26, il vient :

(k+1) ¥

C =
" E,—¢

VmeN (I1.28)

Si € est proche de I’énergie Ey, le coefficient dominant apres inversion sera c(()k+l>, la renorma-
lisation évitant tout explosion durant le processus. La convergence est testée par 1’évaluation de
la norme de |E*1)) — |E®))qui tend vers 0. Si cette valeur est inférieure 2 un seuil arbitraire
(aux alentours de 10~'0) a I’itération n, on a :

EMEMY =Y e =1 (I1.29)

m

du fait de la normalisation. Or, le processus a convergé donc nous pouvons écrire :

) c(nfl) 1
n 0
= ~ I1.30
“0 Ey—¢ Ey—¢ ( )
et finalement nous obtenons I’expression de la correction a I’énergie € :
1

Toutes ces étapes peuvent étre répétées plusieurs fois de maniére a converger avec grande
précision vers 1’énergie E( (en ajoutant un critere de convergence sur 1’énergie AE qui tend
vers 0). Cette méthode peut aussi &tre appliquée a la détermination des premiers états excités,
en adaptant I’énergie estimée a 1’état E,, et en s’assurant que la fonction d’onde d’essai ne
posseéde pas de symétrie qui pourrait exclure I’état (1’état impair |@;) ne peut étre atteint en
commengant avec une fonction d’essai paire). Pour la détermination des états de Rydberg ou du
continuum qui posseédent des énergies relativement proches, cette méthode n’est plus adaptée
et la diagonalisation classique doit étre privilégiée.

f) Absorption aux limites

Lorsqu’on effectue un développement sur grille, des problémes peuvent se poser aux li-
mites de la boite de simulation. En effet, les électrons d’énergie cinétique élevée sont suscep-
tibles d’atteindre le bord de boite avant la fin de la simulation. IlIs vont donc étre réfléchis et
repartir en direction du coeur ionique. Ceci va entrainer des interférences avec les paquets émis
plus tard ou posseédant une moins grande énergie cinétique, et peut donc fausser 1’interprétation
physique des résultats. Pour pallier a cet artefact numérique, plusieurs méthodes sont considé-
rées. La premiere est I’application d’un potentiel complexe absorbant [80, 81] de la forme :

Vips(oc) = 4 ~Cats{Labs =Lt ) sl > L — Lo 1132)
0 sinon

La seconde méthode consiste a multiplier a chaque pas de temps (apres résolution de

I’équation de propagation) la fonction d’onde par une fonction absorbante :

I/Nabs Lahs_Lx""lx‘ : | |
cos —as =l Si|x|>Ly— Ly
2Labs x abs
Vabs(X) = b (IL.33)

1 si |x| < Ly — Laps

35



1.2 Propagation de la TDSE

Dans les deux cas, L, représente la taille de la boite, L, la largeur de I’absorbeur (distance
sur laquelle I’absorbeur va agir), N, I’ordre associé a I’absorbeur. L’ efficacité d’un absorbeur
dépend du pas de temps At, ainsi que de la vitesse de propagation des électrons. Les différents
parametres doivent donc €tre optimisés de fagon a absorber la partie électronique désirée. Ces
deux méthodes donnent des résultats similaires et sont tres simples & implémenter dans des
codes de propagation classiques, méme si leur efficacité laisse a désirer. Un absorbeur plus op-
timisé est proposé par Scrinzi [82], mais il demande un travail d’implémentation conséquent.
Dans nos simulations de photoionisation, nous définissons la taille de boite de maniere a ce
qu’aucun électron issu de I’ionisation a un photon n’atteigne le bord de boite. Les photoélec-
trons générés par ionisation multiphotonique seront eux absorbés.

g) Avantages/inconvénients de la méthode

Ce modele, basé sur de nombreuses approximations, est le plus simple modele de résolution
de la TDSE qui soit. 11 a toutefois fait ses preuves pour 1’étude de la génération d’harmoniques
d’ordre élevé dans des atomes [83], I’étude de retard d’ionisation dans des systémes atomiques
ou moléculaires fixes [74, 84, 85] et encore d’autres phénomenes liés a I’interaction laser-
matiere en régime perturbatif ou non. En effet, aucune approximation n’est pratiquée sur le
rayonnement qui est pris en compte explicitement. Il nous permet donc déja de donner une
interprétation physique qualitative & un processus donné. Ce sera par exemple le cas quand nous
considererons les mesures RABBIT dans des molécules a géométrie fixe (voir chapitre IV). En
revanche, cette méthode ne permet pas de rendre compte des corrélations électroniques ou
vibroniques. Nous devrons donc utiliser les codes de dynamique corrélée détaillés par la suite.

I1.2.2 Modele de dynamique corrélée : grille-grille

Dans I’optique d’étudier les corrélations électron-noyaux lors de la photoionisation d’une
molécule, nous avons développé un code capable de résoudre la TDSE pour un systeme de
deux particules a un degré de liberté chacune. Dans une visée plus large, ce code polyvalent
permet maintenant (grace au travail de la doctorante Marie Labeye au laboratoire [86]) de ré-
soudre aussi bien la TDSE pour un électron-deux dimensions, deux électrons-une dimension
et électron-diatomique. Concretement, il fonctionne sur le méme principe que le code 1D élec-
tronique, c’est-a-dire que la fonction d’onde est développée sur une grille a deux dimensions,
une dimension pour la coordonnée x de I’électron, et 1’autre pour la coordonnée de vibration
d’une molécule diatomique R. La fonction d’onde du systeme peut donc s’exprimer :

W(x,R,1) Z Zq) xi, Ry t) 8(x—x;)8 (R — Ry) (I1.34)

i=—ny k=1

a) Propagateur : méthode de séparation des opérateurs

Pour appliquer I’équation II.2, il faut exprimer la matrice de I’hamiltonien dans cette base.
L’hamiltonien se décompose comme suit :

A

H(x,R,t) = T,(x) + Vne(x,R) + Vyn (R) + Ty (R) + F, (x,1) (I1.35)
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Les noyaux étant plus de mille fois plus lourd que les électrons, on peut négliger I’interaction
entre le champ rayonnant et les noyaux. De par la taille de la fonction d’onde (développée sur
(2n, 4+ 1) X ng points), il devient trop coiiteux d’appliquer la méme méthode de propagation
que précédemment. Ceci est d’autant plus vrai que la matrice de A n’est pas tridiagonale, ce
qui rendrait I’'inversion du membre de gauche de II.21 compliquée. Nous allons donc utiliser
d’autres approches pour le propagateur. Reprenant I’expression du propagateur U (¢, + At) :

0(I,I+Al‘) _ e—il—?(r-&-%) At

X R . X R (11.36)
_ ot [T+ e R+ T (R)+ Vi (R)) +F (x+ )| A
il est possible de définir deux hamiltoniens H (x,R,¢) et H>(x,R) tels que :
. . R A 1, 1, 1 X
Hy(x,R) = To(x) + Tn(R) + F(t) = =5 Py — 572 Pk + — (1) - Px (IL37)
2 2M c
et

H>(x,R) = Ve (x,R) + Vn(R) (I1.38)

H, (x,R) s’exprime assez facilement en représentation des positions (x,R) (pour une valeur de
R donnée, la matrice de H>(x, R) est diagonale en x et de méme en R pour x fixe). En revanche,
H(x,R,t) possede une forme plus simple en représentation des vitesses (p,, pr). Nous allons
donc traiter différement les deux parties de I’hamiltonien total en utilisant la méthode du split

operator [87]. Le propagateur va étre séparé en 3 parties comme suit :
U(l,t ‘l—At) — e*l’ﬁz(x,R) At/2 . 67”:1' (X,R,FF%) At . e*iﬁz(x,R) At/2 + 0(At3) (1139)

L’ égalité ayant lieu si les différents opérateurs commutent. Cependant, méme lorsque les deux
opérateurs ne commutent pas (ce qui est le cas ici), ’erreur est tres faible si on considere de
petits pas de temps. Le principe de la propagation est schématisé figure I1.5.

Les transformées de Fourier (FFT pour Fast Fourier Transform) sont réalisées a 1’aide de la
bibliotheque FFTW-3 ©, et parallélisées grace a OpenMP @, ce qui permet une bonne efficacité
du code en terme de temps de calcul.

b) Fonction d’onde initiale : Propagation en temps imaginaire

De fagon a obtenir la fonction d’onde de 1’état fondamental, nous avons vu qu’il était
possible d’effectuer la méthode de I’itération inverse. Toutefois, ici encore, le systeéme xR n’au-
torise pas I’utilisation des mémes méthodes qu’a une dimension. Dans un premier temps, on
effectue une recherche de valeurs propres par une des techniques explicitées précédemment sur
I"hamiltonien nucléaire Ty + Viyy. La fonction d’onde nucléaire fondamentale Xo(R) est ainsi
déterminée, ce qui permet de déduire sa position moyenne. Ensuite, & cette position moyenne
Ry fixée, on recherche la fonction d’onde fondamentale @y (x; Ry) de I’hamiltonien électronique
T, + Vie. Le produit yo(R)@o(x;Ro) constitue notre fonction d’onde d’essai ¥o(x,R). A partir
de cette fonction d’essai, on va réaliser une propagation en temps imaginaire [88]. Cette mé-
thode est a privilégier si I’inversion de I’hamiltonien est coliteuse et la méthode de propagation
efficace. Au lieu de résoudre 1’équation de Schrodinger dépendant du temps classique (eq 11.2),
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Y(x,R,t)

Application du premier propagateur e~ (x.R) At/2
D(x,R,1)
Changement d’espace par FFT (x,R) — (px, Pr) FFT t=t+At
D(ps, Pr.1)

Application du deuxiéme propagateur e~ HI (R A/2) A

(i(pX7pRat+At)

Changement d’espace par FFT (py, pr) — (x,R) FFT~!

D (x,R,1 + Ar)

o~ iH2(x.R) At/2

W(x,R,t+ At) %

Figure I1.5 — Algorithme de résolution de la TDSE dans le modéele xR. L’hamiltonien est séparé

Application du troisieme propagateur

en trois parties de manicre a optimiser la propagation.

la propagation va se dérouler sur I’axe des temps imaginaires (f — —i7) de sorte que la TDSE

devient :
d N
= (1)) = —Hol ¥(%)) (IL.40)
ou encore en forme intégrée :
W(1)) = e T |W(r =0)) (IL41)

La fonction d’onde initiale peut se développer sur la base des états propres de Hy :
(W(t=0)) =) bn|®Pn) (11.42)
m
avec les coefficients b,, indépendant du temps (voir eq A.4). Cela implique :

W(1)) =) bme | Dy,) (IL.43)

Lorsque T — oo, un terme devient dominant par rapport aux autres. La fonction d’onde
converge donc vers I’état d’énergie négative la plus importante en valeur absolue, c’est 1’état
fondamental de Hy. Il est important de noter que la fonction d’onde doit étre renormalisée &
chaque pas de temps pour éviter que la norme n’explose. Le critere de convergence se base
sur la différence d’énergie entre deux itérations. Si cette différence passe sous un certain seuil
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(défini arbitrairement selon la précision désirée), on atteint la convergence. Cette méthode peut
étre adaptée afin d’obtenir les états excités du systeme. En effet, une fois déterminés les états
d’énergie inférieure {®y, ...,D,,_1 }, une nouvelle propagation en temps imaginaire peut étre
appliquée, en forcant la fonction propagée a €tre orthogonale a tous les états ®; avec i < m.

¢) Potentiel d’interaction noyau-noyau

Les courbes d’énergie potentielle des molécules étudiées dans cette these (N,, CO, Hy)
ont été déterminées (directement ou par la littérature) par des méthodes de chimie quantique
et interpolées de facon a obtenir suffisamment de points. Nous ne nous étendrons pas ici sur
les différentes méthodes permettant de déterminer les états d’un systéme poly-électronique car
ceci ne constitue pas le travail de cette these. Cela dit, les courbes ont été calculées a un niveau
MCSCEF [89, 90, 91] ou équivalent, c’est-a-dire que les corrélations électroniques sont prises
en compte avec une grande précision. Nous obtenons ainsi les états électroniques (a différentes
géométries) adiabatiques des molécules et ions moléculaires.

d) Potentiel d’interaction noyaux-électron

Considérant la courbe d’énergie potentielle de 1’état fondamental du neutre EJ(R) et celle
de I’état de I'ion qui nous intéresse Ejy (R), il est possible de modéliser I'interaction entre
I’électron actif et le coeur ionique. En effet, le potentiel Vy,(x,R) va inclure les corrélations

vibroniques, en prenant la forme d’un double puit coulombien régularisé :

Z1 . V2)
VAR + (=R \BR)+ (r+pR)?

avec Z1 +Z, = 1 pour que dans la région asymptotique, la queue coulombienne correspondant

(I1.44)

Ve(x,R) = —

a la simple ionisation du systéme. La subtilité réside dans la dépendance de la profondeur (au
travers de a; et ay) ainsi que de la position des puits en fonction de la distance internucléaire
R. La position respective des deux puits est déterminée par les masses réduites @ = M /(M) +

M) et up = M, /(M) + M,) qui correpondent au mouvement relatif du noyau (1 ou 2) par
My-M.
M1]+Mzz

est donc toujours positionné a I’origine de 1’axe x. La profondeur des deux puits est ajustée de

. Le centre de masse

rapport au centre de masse de la molécule de masse réduite y =

sorte qu’a chaque distance R, on ait :
EY(R) —Ey (R) = —I,(R) (I1.45)

Ainsi, Pour un R donné, on a correspondance directe entre la différence d’énergie entre les deux
surfaces et I’énergie de I’état fondamental du puit coulombien régularisé. La figure I1.6 résume
la démarche adoptée pour adapter le potentiel d’ionisation a chaque distance internucléaire.
De cette maniere, lorsque les noyaux vibrent, I’électron voit son potentiel d’interaction avec le
coeur ionique modifié, et les deux mouvements sont bel et bien corrélés.

e) Avantages/inconvénients de la méthode

Grace a ce code de propagation de la TDSE en deux dimensions, il est possible de suivre

avec une grande rigueur la dynamique corrélée électron-noyaux. C’est ainsi que I'influence des
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5 10 o
= I R R i )
e L o
3710 LR
2 -20 ] \ T:, neutre
8 -30 Eo L - 5
 -50 ‘R | 8 o ‘ -
-10 -5 0 5 10 08 12 16 2 24
Position de I’électron x (A) Distance internucléaire R (A)

Figure I11.6 — Coupe de Vy. a R fixe dans la direction x (sur la gauche) et courbes d’énergie
potentielle du neutre et de 1’ion moléculaire (sur la droite).

couplages vibroniques pourra étre mis en évidence pour I’étude des retards de photoionisation
lors de la dissociation des molécules par exemple. Toutefois, bien qu’optimisé et parallélisé,
ce code reste tres cofliteux en temps de calcul. 11 a donc été€ utilisé uniquement pour I’étude de
surfaces d’énergie potentielle dissociatives ou pour valider le modele que nous allons décrire
dans la suite : MOLBIT.

I1.2.3 MOLBIT : un code polyvalent

MOLBIT (pour Molecular RABBIT) a été développé en premier lieu par Jérémie Caillat,
chercheur au LCPMR, dans le but d’étudier les processus de photoionisation dans des molé-
cules diatomiques modeles. I a notamment été utilisé pour décrire les phases RABBIT réso-
lues vibrationnellement associées aux différents états électroniques dans la molécule de diazote
[18]. Au cours des trois ans de these, j’ai été¢ amené a apporter de nombreuses modifications ou

extensions a ce code en vue de décrire des dynamiques corrélées.

a) Principe et approximations du modéle

Tout comme le modele corrélé (décrit dans la partie précédente), MOLBIT est capable de
propager la TDSE en deux dimensions, a savoir une dimension pour I’électron actif x (direction
de polarisation du rayonnement), et une dimension pour la vibration des noyaux R (selon 1’axe
internucléaire). La différence principale avec le modele précédent réside dans le développement
de la fonction d’onde du systeme. En effet, 1a ou celle-ci était développée sur une double
grille (voir équation 11.34), elle va, cette fois-ci, étre projetée sur les états vibrationnels de la
surface d’énergie potentielle de 1’ion. En d’autres termes, nous allons définir la base des états
propres (X, )nen (de valeur propre €,) de I’hamiltonien nucléaire Hy(R) = Vyiy(R) + Ty (R) et
développer la fonction d’onde sur cette base :

¥(x,R,1) Z Vn(x,1) 2, (R). (IL.46)
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On se retrouve donc avec une somme de produit d’une fonction vibrationnelle et d’une fonction
électronique. Ce développement se rapproche de la définition des orbitales de Dyson [92]. La
fonction électronique joue le role de coefficient dépendant du temps dans le développement de
la fonction d’onde totale sur les différents canaux vibrationnels, ce qui permet de tenir compte
des couplages entre états vibrationnels. La somme infinie peut étre tronquée en considérant la
région intéressante pour 1’étude de I’interaction avec le champ rayonnant, qui peut s’apparenter
a la zone Franck-Condon si les couplages vibroniques sont négligeables. En premiére approxi-
mation, il est possible d’écrire la fonction d’onde initiale comme ®g(x,R) = xo(R)@o(x,R).
Ceci permet de décrire dans sa quasi totalité le paquet d’onde vibrationnel initial (état fon-
damental du neutre |)xo) le plus souvent) en considérant uniquement quelques canaux vibra-
tionnels. L ensemble de ces états constitue la zone Franck-Condon (FC) associ€ a la transition
(entre les états électroniques). Les facteurs FC s’écrivent :

FCy= (2 x0) = / dR %, (R) %0(R) (11.47)

Ainsi, plus le recouvrement spatial entre 1’état fondamental | ) et I’état vibrationnel |y,") est
important, plus le canal vibrationnel #n contribuera a la dynamique vibronique. Le développe-
ment I1.46 peut donc se mettre sous la forme :

R =Y o) R + Y vlon) 25 (R)
n=0 n=nytl (I1.48)

n,
~ Y V() 2/ (R)
n=0
Les deux autres sommes étant négligeables a t = 0. Ceci permet de réduire considérablement la
taille de la base nucléaire puisque la fonction d’onde totale est projetée non plus sur ng points,
mais sur n, qui est typiquement de I’ordre de 10 pour des états li€s de géométrie d’équilibre
proche de celle du neutre. Suite a ce développement, il devient possible d’écrire I’équation II.1
en projetant sur les états (%, ) ncfjo:n,]]

Hy(x,1)

0 1 92 .
iaftl/fn(x,t)z —5ﬁ+<xn|Vzve|xn>+€n+x-f(t) W (x,1)
u (11.49)

+ <%n|‘7Ne|%i> Wi(xat)
= e ——

i=0 N
V,,,-(x)

L’hamiltonien A couple donc les différents états vibroniques entre eux par I’intermédiaire du
potentiel d’interaction électron-noyaux, ce qui constitue les couplages vibroniques (représentés
par V,;(x)). Si ce dernier est nul ou négligeable devant H,(x,t), les états vibrationnels consti-
tuent une base d’états propres pour le développement de la fonction d’onde et la dynamique
dans chaque canal (vibrationnel) est indépendante des autres. La matrice par bloc de 1’hamil-
tonien total peut ainsi se mettre sous la forme.

(I1.50)
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onast) BT 0 ! AECRY 0
B~ ! ! Vin, (x2,R)
B | :
| | 0
R . | _(_)_ bR
ViGR) ( (;)' o ’ """""" :ra; kBt (O) o
Vi 1(x2,R) ! | B~
: : B+
(O) anl(xnxaR) : : (0) ﬁ7 anv(xnmt)
avece
o (xi,t) = (Ve (x:) | 25) + é (I1.51)
et

chaque bloc étant de rang (2n, + 1), la taille de la matrice est n, x (2n, + 1), diminuant si-
gnificativement par rapport au modele sur grille ((ng x (2n, + 1)). En outre, les blocs H,,(x,1)
ressemblent a la matrice définie dans le cas a une dimension (voir équation I1.10). La struc-
ture tridiagonale de I’ensemble H (x,7) de ces blocs peut donc étre résolue par 1’algorithme
de Crank-Nicholson. Les autres blocs sont non nuls et constituent I’ensemble des termes hors
diagonaux V5(x,R).

Il s’ensuit que le propagateur peut s’exprimer comme le produit de trois termes :

e*i[ﬁl(x,tﬂ»%)%»‘?z(x,le)]m — e*i%(x,R)% e*iﬁ[(X,l‘l’%)At e*ng(x,R)% (1152)

Pour appliquer I’hamiltonien hors diagonal, il est nécessaire d’effectuer un changement de base
de facon a le rendre diagonal dans la nouvelle représentation. On effectue une diagonalisation,
c’est-a-dire :

3 P (matrice inversible) et D, (x,R) (matrice diagonale) telle que V5(x,R) = PD;(x,R) P!
de sorte que

e V2R)Y _ p ~iD(xR)F p-1 (I1.53)
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Changement de base par application de P!

Application du propagateur dans la base diagonale

Changement de base par application de P

Application du second propagateur par CN

Changement de base par application de P!

Application du propagateur dans la base diagonale

Changement de base par application de P
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Y(x,R,t)

S

P—l

W(x,R,t)

e—iD2(x.R) A1/2

®(x,R,1)

P

P (x,R,1)

o iH1(xR1+A1/2) Ar

P(x,R,1+ Ar)

P—l

B

(x,R,t+At)

e—iD2(xR) A1/2

W(x,R,t+ At)

P

W(x,R,t+ At) |

t=t+At

Figure I1.7 — Algorithme de résolution de la TDSE dans le modele MOLBIT. L’hamiltonien est

séparé en trois parties de maniere a optimiser la propagation.

Le schéma de principe de résolution de la TDSE est proposé figure I1.7. Cette astuce de

développement de la fonction d’onde fonctionne trés bien pour des courbes d’énergie poten-

tielle de I’ion liées, c’est-a-dire pour des états ioniques non dissociatifs. Dans ce dernier cas,

méme en négligeant les couplages vibroniques, la zone FC contient une quasi-infinité d’états

dissociatifs, rendant le développement sur base équivalent a un développement sur grille. Ceci

constitue la premiere version du code, qui nous a permis d’interpréter de nombreux phéno-

menes de corrélations vibroniques dans les études de retards d’ionisation (voir chapitres 111

et IV). Dans la suite, nous allons voir comment ce code a été amélioré pour y incorporer un

phénomene de corrélation supplémentaire, les corrélations électroniques.
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I1.2.4 Code de dynamique électronique corrélée
a) Corrélations électroniques : I’hypothese des canaux d’ionisation couplés

Dans le code MOLBIT décrit dans la partie précédente, seule la dynamique vibronique
sur une PEC était réalisée. Pourtant dans de nombreux systeémes moléculaires (comme N,
par exemple [18]), divers états €lectroniques se retrouvent proche en énergie pour certaines
géométries. Cette proximité peut engendrer (comme vu en chapitre I) des corrélations entre
les états adiabatiques du systéme, la dynamique sur les différentes courbes étant dorénavant
couplées. Dans ce contexte, il devenait nécessaire de tenir compte de ces couplages par notre
code. L’approximation de I’unique électron actif posant des problemes non négligeables dans
le but de reproduire des phénomenes de couplages multi-électroniques, il a fallu trouver une
astuce pour les inclure. Repartant du modele précédent, il est possible de suivre la dynamique
nucléaire sur une courbe d’énergie potentielle de I'ion E; (R) (ou d’un état excité convergeant
vers cet état), les couplages entre états vibrationnels étant pris en compte. Par deux simulations
distinctes, il est donc possible de suivre la dynamique sur deux surfaces E, (R) et E; (R) de
facon indépendante. La matrice d’un hamiltonien dans la base consituée par les deux canaux
d’ionisation (|¥,(¢)), |¥s(t))) décrivant ces deux dynamiques indépendamment peut se mettre
sous la forme :

ﬁa(x7R7t> 0

A 11.54
0 Hb(x7R7t) ( )

Si maintenant on ajoute un terme de couplage supplémentaire V. (dont la forme reste 2 définir)
entre ces deux surfaces, il devient possible de coupler les deux canaux d’ionisation entre eux.
On autorise ainsi les échanges de population et d’énergie entre ces deux surfaces, ce qui va de
par le fait modifier leur dynamique respective.

La forme de ce potentiel de couplage peut étre adaptée phénomenologiquement afin de dé-
crire les phénomenes d’intérét. Pour exemple, on peut considérer deux courbes “diabatiques”
E;(R) et E; (R) qui se croisent pour une géométrie R, donnée, et peuvent induire une dyna-
mique corrélée au voisinage de ce point . Cette situation est illustrée figure IL.8.

Comme vu précédemment, ces deux états ne possedent pas la méme symétrie ou résultent
de la représentation diabatique. Ils sont liés par un terme de couplage potentiel dont la forme
peut étre approchée par un développement de Taylor autour de R, :

yab
Vi(R) = Vo(Re) + [<<I>ii"“\ a;;’ \(Pz”“>] (R—R)+ VP (R—R*+ ... (IL55)
R=R.
ot A jlb représente 1’hamiltonien électronique dans la base des états diabatiques. Le dévelop-
pement 2 I’ordre 1 donne, dans I’hypothése que H jlb varie de fagon douce en fonction de R,
par exemple une fonction en cloche (de type gaussienne ou lorentzienne), ou bien encore une
fonction avec un noeud en R = R,. Dans tous les cas, une forme simple peut étre trouvée pour
V. dans le but de reproduire la dynamique de croisement évité entre ces deux états.
De la méme maniere, dans un systéme atomique (voir chapitre I), un état autoionisant peut
se trouver isoénergétique avec une voie d’ionisation directe, résultant en un profil de Fano sur
le spectre de photoélectron. Ce phénomene peut €tre modélisé par notre approche de canaux

44



Chapitre Il. Simulations Numériques

45

40

35

30

10

Energie nucléaire (eV)

0 C 1 1 1 1 1 1 1
0.8 1.2 1.6 2 24

Distance internucléaire R (A)

Figure I1.8 — Courbes d’énergie potentielle du systeme modele A décrit dans le chapitre II1.
L’état fondamental du neutre est représenté en noir, les deux états ioniques en bleu et rouge
respectivement.

d’ionisation couplés. En effet, comme illustré figure 11.9, les deux canaux sont accessibles
a partir de 1’état fondamental, et un terme supplémentaire V_(x) est appliqué pour coupler
le tout. Ce terme est considéré (voir I’article originel de Fano [59]) comme indépendant de
I’énergie du photoélectron dans la zone d’énergie autour de la résonance. Néanmoins, il dépend
de la coordonnée de 1’électron x puisque ce couplage n’a d’intérét physique que dans la zone
d’extension spatiale de 1’état autoionisant. Dans ce contexte, I’expression de V,(x) est :

K2

Vel¥) =A m

(IL.56)

Pour de grandes valeurs de I’exposant p, cette fonction s’apparente a une fonction fenétre de
largeur 2x comme illustré figure I1.9. Ainsi, il est possible de moduler la forme de ce couplage
pour satisfaire au processus étudié.

Toutefois, le couplage entre les deux canaux d’ionisation s’applique entre des états vibro-
niques bien défini. En conséquence, aucune considération physique ne permet de considérer
que les états fondamentaux (du systeme neutre) des différents canaux sont couplés lors d’un
processus d’autoionisation ou de croisement évité sur les surfaces ioniques. La description de
notre modele se faisant dans le domaine spatial et non énergétique (comme c’est la cas dans les
modeles de Time-Dependent Configuration Interaction [93]), il convient d’ajouter une étape
de filtrage supplémentaire. A cette fin, deux possibilités ont été implémentées dans le code,
la premiere se débarrassant de la projection de la fonction d’onde sur 1’état fondamental, et la
seconde impliquant un filtrage en énergie.
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Figure II1.9 — Potentiel d’interaction électron-coeur ionique pour deux voies d’ionisation, a
droite la voie d’ionisation directe et a gauche la résonance associée a 1’autoionisation. Ces
deux voies sont couplées par un terme V, d’extension spatiale limitée autour de 1’origine, et
considéré indépendant de I’énergie.

b) Filtrage de la fonction d’onde

En absence de perturbations extérieures, les états propres (®,),cny d’un systéme H, sont
orthogonaux les uns aux autres. De plus, le champ étant perturbatif, il ne mélange pas énormé-
ment les états propres de sorte que cette base peut étre conservée pour le développement. La
fonction d’onde totale peut donc se mettre sous la forme :

)(0) = ¥eailt) | @ai) + ¥ [ dE' galE'1) @) (IL57)

o court sur le nombre de canaux d’ionisation considérés (deux ici). La fonction posseéde deux
parties distinctes, une partie liée projetée sur les états propres liés de la voie d’ionisation o, et
une autre constituée d’un continuum d’état au dessus du seuil. La premicre approche consiste a
retirer la contribution de I’état fondamental a la fonction d’onde. Cette méthode est synthétisée
dans le livre de C. Cohen-Tannoudji [38]. Concrétement, on va considérer P; le projecteur sur
le sous-espace E; (qui représente I’ensemble des états propres a part 1’état fondamental) :

P =1—[Dy0)(Pao| — [Pp0){(Pool (I.58)
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Toutes les fonctions (P, ),cn étant orthogonales les unes aux autres, on peut exprimer la res-
triction du potentiel de couplage V. au sous-espace Ej :

Vi=pV.P, (I1.59)
ce qui donne lorsqu’on I’applique a la fonction d’onde ¥(7) :
VHW()) = PV|¥ () avec |¥,(r)) =P |¥(r)) (I1.60)
Plus précisemment, la fonction totale peut s’écrire a un temps ¢ donné (non explicité pour plus
de lisibilité) :
W) = ca,0|Pa0) + a1 |¥ar1) +cb0|Poo) +cpi|¥r1) (IL.61)
La projection de la fonction d’onde sur I’espace E; = {|W4.1),|Wp,1)} donne :
\¥1) =P1|¥) =ca1|Wa1) +cu1|Poi1) (11.62)
L’ application du potentiel de couplage dans le sous-espace amene a :
Vel 1) = Vap a0} + Ve [¥a1) + Vi |1,0) + Voa [¥5,1) (1L63)

Cette étape peut projeter une partie de la fonction d’onde sur le sous-espace des états fonda-
mentaux. Il s’en suit donc une seconde projection de la fonction qui conduit a 1’expression de
I’opérateur V, restreint au sous-espace E| :

PV 1) = Vi [Pa1) + Via |Ph1) (IL.64)
Une renormalisation de la fonction d’onde est nécessaire de sorte que :
PV = (PP = [Vaol? +Vbal* = |caal* +evia[* = Ny (IL.65)
Ensuite, la fonction d’onde peut étre recombinée pour obtenir :

|¥) = ca0|Pao) + ) +cpo|Pro) + ) (I1.66)

\ﬁ P19, \ﬁ < [Wy1

Le méme genre de procédure peut étre réalisé dans le cas d’un filtre en énergie de |¥(7)).
Cette méthode est plus rigoureuse que la précédente car elle assure que le couplage ne s’ appli-
quera qu’a la partie de la fonction d’onde se trouvant dans la région d’énergie désirée. Néan-
moins, elle est plus cofiteuse en temps de calcul car 1’application du filtre énergétique prend
plus de temps que la projection de la fonction d’onde. Le sous espace concerné est cette fois-ci
E,, tel que tous les états propres de ce sous-espace possedent une énergie située dans la fe-
nétre choisie [E,, — ¥ : E,, + 7]. Nous verrons quelle forme prend 1’opérateur de filtrage dans
la suite lorsque nous détaillerons la méthode window permettant de calculer les spectres de
photoélectron. Finalement, le propagateur peut s’écrire comme suit :

e—i[I:I] (x,t—&-%)—&-vz(x,R)—&-Vc(x,R)]At — e—in S

Y VY i -0 VY VY (167

c 2 e
Lalgorithme de propagation est détaillé figure 11.10.
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Figure II.10 — Algorithme de résolution de la TDSE dans le modele MOLBIT avec corrélation.

L’hamiltonien est séparé en sept parties de maniere a optimiser la propagation
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¢) Avantages/inconvénients du modéle

Ce modele est certes plus cofiteux en temps de calcul que le cas sans prise en compte
des couplages intercanaux, mais il permet de restituer la dynamique corrélée avec une grande
efficacité. C’est ce modele qui est par exemple utilisé afin de sonder les dynamiques d’autoio-
nisation dans le chapitre V.

I1.3 Outils d’analyse de la fonction d’onde

Les modeles détaillés précédemment permettent tous de résoudre la TDSE, et donc de
propager la fonction d’onde d’un systeme donné, sans pour autant obtenir des informations
sur cette dynamique. Dans le but de déduire ces informations, il est nécessaire de mesurer des
observables a partir de la fonction d’onde. Dans cette section, les différents outils permettant
d’avoir acces a ces données vont étre détaillées, ceci dans le but de justifier les interprétations
qui suivront dans les chapitres IV et V.

I1.3.1 Population des états excités et ionisés

La fonction d’onde totale voit sa norme se conserver tout au long de la durée de propa-
gation. Ceci dit, en présence d’un champ rayonnant (ou autres perturbations), les populations
des états propres du systeme Hy peuvent varier au cours du temps. Considérant une fonction
d’onde |¥(¢)) qui peut s’exprimer dans la base des états propres (®,),cn d’un hamiltonien Hy
comme

[¥(r)) = Zci(t) |®;) avec Z]ci(t)\zzl, (I1.68)

il est possible de suivre en temps réel les populations des différents états liés en effectuant une
projection de la fonction d’onde sur cet état :

Pu(0) = |( @9 (1)
ICOICHES

= Jea(r) |(@ul®y)|”

= lea(r)|?

2

(11.69)

Ainsi, il est possible de suivre 1’évolution de la population d’un état autoionisant qui décroit
exponentiellement, ou encore de 1’état fondamental qui se dépeuple au profit des états excités
en présence d’un champ rayonnant. La figure II.11 montre les populations des premiers état
propres dans le cas d’une transition résonante vers le premier état excité |®;) ainsi que dans un
cas non résonant, ionisant ou non le systeme.

Dans le cadre a), on identifie fort transfert de population entre 1’état fondamental et le pre-
mier état excité, cela parce que le laser est résonant avec la transition entre ces deux états. La
somme des deux contributions est bien constante a 1. Dans le cadre b), on observe qu’une pe-
tite partie de la population est transférée dans le continuum. La population ionisé au cours du
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Figure I1.11 — a) Population de 1’état fondamental (en rouge) et du premier excité (en orange)
d’un potentiel 1D coulombien régularisé (a = 1 ua). L’énergie du photon est résonante avec la
différence d’énergie entre les deux états (AE = 10.6 eV). b) Population ionisé au cours d’une
interaction du méme systéme avec un rayonnement de fréquence hv = 21.8 eV. Le potentiel
d’ionisation étant de 17.96 eV. L’impulsion laser, d’'une durée de 15.8 fs dans les deux cas, est

représentée (I, = 10'2 W.cm2) pour information et superposée aux probabilité.

temps s’obtient en projetant la fonction d’onde sur tous les états propres du continuum d’ioni-
sation, ce qui n’est pas faisable d’un point de vue numérique. Il est toutefois envisageable de
la déduire en soustrayant a la norme totale la population des états liés. Une autre possibilité est
I’intégration du flux de photoélectron, qui sera détaillé plus loin dans cette section. Il est aussi
possible d’observer des couplages entre états vibroniques par I’étude des populations. En effet,
des oscillations de Rabi [38] dans I’évolution temporelle des populations &, (t) témoignent
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des couplages inter-états. La distribution de la fonction d’onde sur les différents canaux vibra-
tionnels est elle aussi accessible au cours du temps.

I1.3.2 Distribution énergétique de la fonction d’onde

Obtenir la répartition en énergie de la fonction d’onde a la fin de la propagation, ou encore
au cours du temps, est une information de grande importance pour interpréter des phénomenes
de photoionisation. A cette fin, diverses méthodes théoriques sont considérées dans ce rapport,
comme |’utilisation du spectre a temps de vol (flux), une approche utilisant la transformée de
Fourier de la fonction d’onde, et la méthode du window operator [94].

a) Méthode “expérimentale” : flux de photoélectrons

A TI’instar des études expérimentales de photoionisation (type pompe-sonde [95]) qui passe
d’une échelle en temps de vol a une échelle en énergie cinétique, il est possible d’approcher
le spectre de photoélectrons en considérant le flux de particules numérique a une position de
détecteur donnée (décrit chapitre I11.1.1). Partant du flux en fonction du temps de propagation,
on peut effectuer une transformation de 1’axe temporel en axe énergétique, en considérant les
particules semi-classiques. L’ énergie cinétique du photoélectron peut donc étre reliée au temps
de vol par :

_vet) _ (xa—x0)?
2 2(r—19)%"

(IL.70)

Ici, x; représente la position du détecteur, souvent considérée expérimentalement comme la
longueur du tube a temps de vol, xq est la postion moyenne de 1’électron au temps d’émission
de ce dernier et #y représente le temps moyen d’émission des photoélectrons. Il correspond
généralement a la moitié de la durée de I’impulsion lumineuse 7y = 71,/2. Le principe de cette
méthode est illustré figure 11.12.

t — E.(t)

10 20 30 40 50 60 0o 2 4 6 8 10 12
Temps de propagation (fs) Energie du photoélectron (eV)

Flux de photoélectron (u. arb.)
Intensité d’ionisation (u.arb.)

Figure I1.12 — Transformation du profil de flux de photoélectron en spectre d’énergie cinétique.
Simulations réalisée sur le systeme A décrit dans le chapitre V.
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Plusieurs approximations fortes sont toutefois a considérer. En effet, le photoélectron est
considéré classique, ce qui entraine que la durée d’impulsion doit étre proche d’une fonction
de Dirac, c’est a dire tres petite par rapport a la durée de propagation du photoélectron. Dans ce
cas particulier, > 7, et fo représente quasiment le moment unique de la photoionisation. De
plus, les variations de la position initiale de I’électron doivent étre faible devant la distance que
ce dernier parcourt jusqu’au détecteur. On a ainsi xy < x4 et on peut considérer que tous les
photoélectrons partent de la méme position. Comme cela peut se comprendre, cette méthode,
qui fonctionne tres bien pour des phénomenes de I’ordre de la picoseconde, ne va pas pouvoir
étre appliquée a des études attosecondes comme les retards d’ionisation, puisque ici la durée
d’impulsion est plus longue que le retard mesuré. Il faut donc utiliser des outils différents pour
déterminer ce spectre énergétique a une échelle aussi petite.

b) Transformée de Fourier de la fonction d’onde finale

Dans le cas de MOLBIT tout d’abord, en partant du développementé 11.48, on peut projeter
la fonction d’onde ¥ (x, R, ) sur un état du continuum ¢ (x). Il vient :

)

(Pp|P(r)) = 700@2()6) Y(x,R,t)dx
= [0k ¥ w181 s

=Y 0 [ @) vilon)dx a7

1 - —ikyx
~ ﬁ Z Xn(R) / e e Wn(xvt) dx
n=0 -
~ Z XH(R) lpn(k)ﬁt)
n=0

Grace au développement sur la bases des états vibrationnels (xn)ne[[():nv” de 'ion, il est pos-
sible d’obtenir par transformée de Fourier (x — k), les contributions dans les différents ca-
naux vibrationnels de la fonction d’onde dans I’espace des impulsions. Ensuite, le changement
d’échelle vers I’énergie cinétique du photoélectron se fait par E. = k2/2. On obtient donc
le spectre de photoélectron avec une résolution vibrationnelle dans le cas de systémes molé-
culaires (voir figure I1.13), le cas atomique pouvant correspondre a n, = 0. Dans le cas du
développement sur grille selon les deux coordonnées, la méme méthode peut &tre appliquée
pour passer dans 1’espace des impulsions (x,R) — (ky, kg), ce qui permet d’obtenir le spectre
d’énergie corrélée électron-noyaux, ou simplement (x,R) — (ky,R) puis intégration sur R
pour obtenir le spectre de photoélectron total.

Dans tous les cas, une approximation fondamentale est réalisée, on considere que les fonc-
tions du continuum peuvent étre approchées par des ondes planes. Ceci est valide dans une
zone spatiale ou le potentiel d’interaction est nul (ou négligeable), puisque suffisamment loin
du potentiel, on peut considérer que le systeme peut se séparer en un électron libre et un coeur
ionique indépendants. Afin de satisfaire cette condition, il est nécessaire de propager durant un
temps tres long de sorte que tout le paquet d’ondes électronique se situe tres loin (x > 1000 ua)
du potentiel a I'instant final, tout en restant dans la boite de propagation. Or ce paquet est tres
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Figure I1.13 — Illustration de la transformée de Fourier (x,R) —> (ky,R) de la fonction d’onde
finale afin de remonter au spectre de photoélectron. Résultats issus de la méme simulation que

la figurell.12.
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étalé en vitesse et position du fait de la durée finie de I’impulsion. Finalement, on doit propager
longtemps sur une boite grande, ce qui augmente considérablement le temps de calcul. De plus,
la durée de I’'impulsion doit étre suffisamment importante pour obtenir une bonne résolution en
énergie (Heisenberg : 7, - AE > 1/2), ce qui allonge le temps de calcul.

¢) Meéthode du window operator

Afin de conserver des temps de calcul raisonables pour la partie propagation, une autre mé-
thode est employée pour les codes de propagation 1D et MOLBIT. Cette méthode d’opérateur
fenétre (ou window operator) a été proposée par Schifer er al [94] dans le but de calculer la
distribution en énergie d’une fonction d’onde. On définit un opérateur fenétre comme suit :

7

W(E’n7Y) = (FIO_E)Z)1+,}/n

(IL.72)

Cette opérateur va agir sur la fonction d’onde comme un filtre en énergie centré sur 1’énergie
E de largeur 2. Apres application, il ne restera donc uniquement que la partie de la fonction
d’onde qui possede une énergie située dans cette fenétre. C’est cette méme méthode qui est
utilisé pour filtrer la fonction d’onde avant d’appliquer le couplage dans la partie précédente.
On veut calculer la valeur moyenne de cet opérateur (¥(¢)|W|¥(¢)), qui peut se décomposer
sur la base des états propres (®,;)men :

2n
(W(0)|W|%(1) ZI (t)| @ |2((Em_g)2n+y2n>‘ (1.73)

W(E,mEJl,Y)

Il est ensuite possible de balayer 1’énergie centrale E depuis des valeurs négatives (états
liés) vers les énergies positives (ionisation) pour obtenir le spectre d’absorption/photoélectron
du systeme. La résolution en énergie est directement liée a la valeur de 7. Plus ce dernier est
petit, meilleure sera la résolution. Néanmoins, cette résolution est limitée par les inégalités de
Heisenberg. En effet, AE = k. Ak, = %kx doit étre inférieur a ¥, sinon des oscillations non-
physiques apparaissent sur le spectre. Il faut donc une boite trés grande pour pouvoir obtenir
une meilleure résolution. Ceci peut étre réalisé en ajoutant artificiellement des zéros aux ex-
trémités de la fonction d’onde avant le calcul du spectre, et ne nécessite donc pas que la boite
de propagation soit aussi étendue. Cet opérateur permet donc d’obtenir la distribution en éner-
gie de la fonction d’onde, et ce a n’importe quel moment de la propagation (lorsque le champ
extérieur est nul), comme illustrée sur la figure I1.14.

Toutefois, le calcul de (W(¢)|W|¥(¢)) n’est pas trivial car W (E, n,y) n’est pas un opérateur
linéaire. Pour palier a ce probleme, on va chercher une fonction d’onde |& (7)) telle que

(PO)WH(1) = (§(1)E@)). (11.74)

On a alors

|(Ho— B iy [J6(0) =7 1% (0)). (IL75)
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Figure I1.14 — Spectre de distribution énergétique de la fonction d’onde apres interaction avec
le rayonnement ionisant. Résultats issus de la méme simulation que la figure I1.12.

Considérant par exemple n = 2 (ce qui est le cas pour réaliser les spectres dans nos simulations),
ona:

[(Ho— E)? + ] |E (1)) = 219(0))
& ((Ho—E)—Viy) ((Ho— E) +Vir) |£(0)) = PI%(1)) (11.76)
1€(1))

Ainsi, il faut inverser deux fois un systéme linéaire (par itération inverse pour un systéme
tridiagonal ou avec la librairie MUMPS © dans le cas de MOLBIT) pour obtenir la fonction
filtrée. La norme de cette fonction donne ensuite I’intensité du spectre. L' ordre n choisi va
affecter la forme de la fenétre en énergie. Plus n est grand, plus la queue de la fenétre hyper-
lorentzienne tombe rapidement a zéro. Ceci est illustré figure I1.15. Lorsque la fonction d’onde
est filtrée durant la propagation (pour y appliquer un couplage ou suivre I’évolution d’une
portion spécifique), on privilégie n = 3 pour s’assurer de ne sélectionner uniquement que la
zone en énergie désirée. L’ opérateur fenétre est donc une méthode tres puissante pour déduire
des informations sur la répartition énergétique de la fonction d’onde. Mais il permet aussi de
remonter a des données de phase ou encore de suivre en temps réel la construction du spectre
de photoélectron, comme nous le verrons dans le chapitre V.
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Figure I1.15 — Forme de la fenétre de filtrage pour plusieurs valeurs de 1’exposant n.

I1.4 Approches stationnaires pour I’étude de la fonction d’onde

L’équation de Schrodinger dépendant du temps permet d’obtenir de nombreuses informa-
tions sur la fonction d’onde du systéme, aussi bien temporelle que énergétique, la principale
restriction étant sur la zone énergétique sondée au cours d’une simulation, complétement dé-
pendante de I’énergie du photon incident. Le complémentaire de la TDSE permet lui aussi
d’avoir acces a des données pertinentes pour 1’analyse des processus d’ionisation, et ce sur
toute la gamme d’énergie désirée, le pendant étant que I'impulsion lumineuse n’est pas ex-
plicitement prise en compte. Pour exemple, la diagonalisation de 1’hamiltonien indépendante
du temps (revenant a résoudre la TISE) permet d’obtenir toutes les énergies et fonctions des
états propres, aussi bien liés que du continuum. Ici, nous allons voir d’autre méthodes donnant
acces 2 la densité d’états, visant a dévoiler les résonances du systemes ou encore a obtenir le
module et la phase du dipdle de transition. Pour ce faire, nous avons considéré, pour illustra-
tion, un systeme formé a partir d’un potentiel coulombien régularisé et deux barricres hyper
gaussiennes [84] situées de part et d’autre du puit. Les parametres sont disponibles dans le
tableau II.1. Le potentiel d’ionisation du systeme avec ou sans barriere est de I, = 15.64 eV,
les barrieres n’influencant pas I’état fondamental. Ce potentiel est représenté, de méme que le
potentiel sans barriere, sur la figure I1.16.

a | o | ows | Vs |
0.635A | 397A | 136.05eV | 13.6eV
1.2ua 7.5ua Sua 0.5 ua

Table II.1 — Valeurs des parametres du potentiel prototype utilisé pour introduire divers quan-
tités. La forme du potentiel est décrite dans [84].
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Figure 11.16 — Potentiel modele utilisé pour les simulations de DOS, R-box et AES. 1l se
construit a partir du potentiel coulombien régularisé de référence (en pointillés), et de deux
barrieres hyper-gaussiennes [84] de part et d’autre du puit, aveca =1.2ua, xg =7.5ua, wg =15
uaet Vg = 0.5 va.

11.4.1 Densité d’états d’un hamiltonien donné

La densité d’états p(E) (DOS pour Density Of State) représente le nombre d’états par unité
d’énergie. Elle peut s’écrire :

IN(E)
JE

p(E)= AL77)
avec N(E) le nombre d’états a 1’énergie E. Dans le cas de la résolution de la TISE, il convient
de prendre comme référence 1’étude d’une particule dans une boite a une dimension, pour
laquelle le potentiel peut €tre considéré infini a I’extérieur de la boite et nul a 'intérieur. De
ce fait, la discrétisation spatiale (de pas Ax) permet d’exprimer I’énergie des états du systeme

[38]:

n’m?

E,=—=sin neN (I1.78)

2 5 (NT
(G = 5=
Ici, L représente la taille de boite et n le nombre quantique qui est a I’origine de la discretisation
en énergie. Dans la limite ou Ax — 0, 1’énergie des états tend vers I’expression habituelle
(analytique).
Dans le cadre de cette formule analytique, les états délocalisées sur toute la boite peuvent
étre approchées par des ondes planes avec comme conditions aux limites d’étre nuls en bord
de boite. A 1D, le continuum est doublement dégénéré (pour un potentiel symétrique, on a des

états pairs et des états impairs).
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ATénergie E,, le nombre d’état est ainsi N(E,) = n = Lv/2E /x. En outre, plus L est grand,
plus N(E,) est grand et plus la densité d’états est importante. Ainsi, la DOS peut s’exprimer :

L
v 2E

pun(E) = (1.79)
La densité d’état évolue donc comme 1/v/E. Cette dépendance en énergie est une bonne ap-
proximation, comme illustré en figure I1.17 a) et c), les écarts étant diis a la non pris en compte
de la discrétisation spatiale dans la formule analytique.

En outre, dans le systeme avec barrieres [cadre b)], on identifie des résonances paires et im-
paires entre 10 et 35 eV. Elles sont nettement mises en évidence dans le cadre d), en soustrayant
la densité d’états du systeme de référence sans barriere.

Cette méthode est une premiere approche qualitative pour 1’étude de la structuration du
continuum d’un systéme donné. Nous allons voir par la suite des méthodes quantitatives de
détermination des parametres d’une résonance (énergie et durée de vie).

11.4.2 Informations détaillées sur les résonances : la R-box

L’approche de la R-box a été proposée par Maier et al. [960] afin de sonder en détail les
résonances d’un systéme. Concretement, la diagonalisation de 1’hamiltonien est effectuée pour
des tailles de boite L de plus en plus grande, donnant acces aux variations de E,(L). Si le po-
tentiel posséde un continuum lisse, 1’énergie des états décroit en 1/L* (voir équation I1.78).
Sur la figure I1.18 a, on observe ainsi un grand nombre d’états dont I’énergie diminue avec L.
Les états pairs (vert) et impairs (rouge) s’alternent pour de faibles tailles de boite jusqu’a se
trouver quasi-dégénérés quand L est suffisamment grand. Aucun croisement n’est visible sur la
figure I1.18 a) car chaque état de méme parité évolue parallelement aux autres. Si maintenant
un état résonant de parité donnée est présent dans le continuum [fenétre b)], on s’attend a ce
que son énergie E, soit constante avec la taille de boite, comme c’est le cas pour les états liés
(d’énergie négative), du fait de leur localisation spatiale. On identifie clairement des structures
(a 11 et 15 eV ) plus ou moins marquées dues aux résonances pour le potentiel avec barriere,
qui ne sont pas présentes dans le cas du potentiel sans barriere. Lorsqu’un état du continuum
de méme parité que cet état voit son énergie se rapprocher de E,, on va observer un change-
ment brusque de pente dans cette région (voir figure I1.18 b). Ceci est dii au mélange de 1’état
résonant avec I’état du continuum n. L’énergie de la résonance correspond au point d’inflexion
situé dans la zone de couplage (a L = L,), tandis que la durée de vie peut étre approchée par
I’intermédiaire de la pente de la courbe [96] :

oo L L+2E(9E/OLIL)

r, 22E,

Cette méthode est valable pour un hamiltonien indépendant du temps, mais peut aussi étre

(I1.80)

appliquée en ajoutant I’interaction avec un champ électrique (statique) intense dans le but de
sonder les résonances induites par la présence du champ, dans la génération d’harmoniques
d’ordre élevé par exemple (voir theses des anciens doctorants Francois Risoud [97] et Marie
Labeye [86]). Nous verrons en chapitre V comment cette méthode est utilisée pour mettre en
évidence les résonances de Fano dans notre modele de canaux d’ionisation couplés.

58



Densité d états p,.r(E) (eV™!)

Pref(E) —pn(E) (V™)

500

400 1

300

200

100

0.5

Energie de 1’électron (eV)
50 100 150 200

250 0

Chapitre Il. Simulations Numériques

Energie de I’électron (eV)
10 20 30 40

50

60

a)

b)

50 100 150 200

Energie de 1’électron (eV)

250 0

10 20 30 40

Energie de I’électron (eV)

50

500

400

300

200

100

Figure 11.17 — Densité d’états pour les deux systemes de la figure II1.5, avec L = 10000 ua,

Ax = 0.05 uva. a) Densité€ d’états p,.r pairs (rouge) et impairs (vert) d’un potentiel coulombien

régularisé (a = 1.2 ua). La courbe noire correspond a p;;,(E) donnée par 1’équation 11.79. b)
DOS p pour un potentiel coulombien avec barriere de part et d’autre du puit. c) Différence

Pres — P, €n fonction de 1’énergie. d) Différence p — p,.r en fonction de I’énergie.
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1.4 Approches stationnaires pour I'étude de la fonction d’onde

Energie de 1’électron (eV)
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Figure I1.18 — Variation de I’énergie des états du continuum en fonction de la taille de boite pour
les deux potentiels de la figure III.5 : a) coulombien simple et b) coulombien avec barrieres.

Les états paires sont représentés en rouge et impaires en vert.
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II.5 Conclusion

Dans ce chapitre, nous avons abordé les diverses méthodes permettant de résoudre 1’équa-
tion de Schrédinger dépendant du temps pour les différents modeles qui ont été développés et
utilisés durant cette these. Ces modeles nous permettent de suivre en temps réél la propagation
d’un paquet d’onde soumis a un hamiltonien qui prend en compte I’interaction avec le rayon-
nement de facon non perturbative. En outre, différents systemes peuvent étre considérés pour
étudier des phénomenes de corrélations vibroniques dans les molécules (voir chapitres III-1V),
ainsi qu’électronique liées a la présence de résonances dans les atomes (voir chapitre V). Les
outils théoriques donnant acces aux observables physiques a partir de la fonction d’onde ont
aussi été développés. Ainsi, il est possible de calculer le spectre de photoélectron du systeéme,
ou encore de remonter aux retards d’ionisation par le calcul du flux. Ces résultats sont a compa-
rer avec ceux obtenus par des modeles de résolution de I’équation de Schrodinger indépendante
du temps, de sorte a dégager le plus d’informations pertinentes possibles, mais aussi a donner
une interprétation physique “simple et efficace” des phénomenes d’ionisation étudiés. Nous
verrons dans les chapitres suivants les nombreux résulats obtenus grace a ces méthodes.
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Chapitre 111

Etude de la dynamique d’ionisation de
molécules diatomiques asymétriques :
Couplages vibroniques

L’idée consistant a considérer la photoionisation comme un processus instantané, dans le
but de décrire le photoélectron ainsi libéré indépendamment du coeur ionique, est admise de-
puis bien longtemps. Elle permet de décrire expérimentalement et théoriquement les phéno-
menes d’émission dans les atomes, molécules et solides avec une trés bonne précision, cela
méme pour des processus ultra rapides de 1’ordre de la femtoseconde comme les expériences
pompe-sonde [0, 7]. Néanmoins, depuis une dizaine d’années, il est devenu technologiquement
possible de sonder la dynamique temporelle de photoionisation de divers systémes (atomes
[71, 411, molécules ou encore surfaces dans les solides [72, 22]) a I’échelle sub-femtoseconde.
Plus précisément, des mesures interférométriques (de type RABBIT) dans I’ Argon en phase
gaz [17] ont montré I’existence d’un retard entre les processus d’ionisation d’un électron 3s et
d’un électron 3p. Cette différence de temps (de I’ordre de la centaine d’attosecondes) montre
que le processus méme de photoionisation peut ne pas étre instantané, et posseéder un temps lié
aux caractéristiques des états électroniques sondés. Sur la figure II1.1 issue de cette référence,
on observe de plus que ce décalage est fonction de I’énergie du photoélectron. Comme détaillé
dans le chapitre 1.2.2 b), la valeur du temps mesuré par la méthode RABBIT possede plusieurs
contributions dont une (7..) liée a I'interaction avec le laser sonde. Ces premicres études ont
ouvert la voie a de nombreuses autres sur divers systemes. On peut citer par exemple les retards
d’ionisation dans des systemes anioniques tels que F~ et C1™ [98], ou encore ceux induits par
des couplages spin-orbite dans le Xenon et le Krypton [99]. Dans les systemes atomiques, il
existe bien une différence de temps d’ionisation mesuré selon le canal d’ionisation emprunté.
Pour aller plus loin, il a été envisagé que cette quantité dépend aussi de la direction d’émission
du photoélectron. Heuser et al [28] ont étudié, a partir de mesures RABBIT, la valeur du retard
d’ionisation a deux photons dans 1’hélium (depuis 1’orbitale 1s vers un état du continuum de
symétrie s ou d) en fonction de 1’angle d’émission du photoélectron. L’état initial étant de sy-
métrie s, le temps d’émission a 1 photon est isotrope, et ¢’est donc la sonde (le second photon)
qui induit I’ anisotropie via le terme 7,.. Ils ont ainsi observé (voir figure I11.2 issue de [28]) une
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Figure III.1 — Spectrogramme Energie cinétique vs retard 7 pour un électron ionisé a partir
de I’orbitale 3s (a) et 3p (b). c) Retards correspondants pour les deux canaux d’ionisations
précédents. Les valeurs associées a I’orbitale 3p sont décalées vers les basses énergies (en
pointillés) pour comparer avec celles de 1’orbitale 3s. Figure issue de [17].

anisotropie du retard d’ionisation allant jusqu’a 25 as pour un angle d’émission (par rapport a
la direction de polarisation des lasers pompe et sonde) d’environ 65°. Cette asymétrie se trouve
une fois de plus dépendre de I’énergie cinétique de 1’électron émis [100, 22]. De la méme ma-
niere, une asymétrie du temps d’ionisation a été observée dans les molécules [101, 102, 103]
selon I’angle d’émission du photoélectron. Plusieurs études théoriques a dimension réduite ont
mis en évidence ce phénomene dans des systemes moléculaires modeles [85, 104, 74, 18]. 11
a notamment été montré [85] que I’asymétrie du potentiel d’interaction électron-noyaux, dans
le cas d’une molécule hétéronucléaire comme CO, engendre une asymétrie commensurable
du retard d’ionisation selon la direction d’émission (ici gauche-droite) de 1’électron. Ce retard
d’ionisation anisotropique peut exhiber un comportement marqué a certaines énergies, mais est
toujours attendu a tendre vers zéro lorsqu’on va vers les grandes énergies. La différence entre
le phénomene d’ionisation a un photon et celui accessible expérimentalement via une transition
a deux photons, visible particulierement pour des énergies proches du seuil d’ionisation (due
au T..), peut aussi étre mise en évidence par ces études théoriques [85, 84].

Dans les molécules diatomiques hétéronucléaires, il est donc possible de mesurer, pour
une énergie cinétique donnée, une différence du temps d’ionisation entre les deux directions
d’émission appartenant a I’axe de la molécule (correspondant a des angles de 0 et 180°). Toute-
fois, ces études théoriques ont été réalisées en fixant la géométrie des noyaux durant la propaga-
tion du photoélectron, le mouvement nucléaire n’étant pas pris en compte. Cela peut s’avérer
légitime puisque les grandeurs d’intérét (de I’ordre de la centaine d’attosecondes) sont tres
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Figure II1.2 — Retards d’ionisation extraits de mesures résolues angulairement dans I’hélium
pour la SB 22 d’un laser IR Ti :sapphire. Les données acquises sont montrées en bleu, tandis
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Figure II1.3 — Retards d’ionisation gauche-droite simulés en fonction de 1’énergie du photo-
électron, simulés dans un systeme modele type CO. La valeur du retard & un photon At&f R) est
représenté en rouge, tandis que les points noirs correspondent au temps obtenu par la technique

de Streaking AtgL’R). Figure issue de [85].

nettement inférieures aux temps caractéristiques de vibration d’une molécule (la dizaine de
femtoseconde). Toutefois, aussi faibles soient ces retards d’ionisation, ils portent intrinseque-
ment en eux la signature d’une possible dynamique corrélée électron-noyaux. Ainsi, comme il
est rappelé dans le chapitre 1.3.1, la dynamique complete d’ionisation d’une molécule ne peut
se réduire au mouvement indépendant d’un photoélectron et d’un coeur ionique, en particu-
lier si on cherche a caractériser la dynamique du processus a 1’échelle attoseconde. Il semble
important d’étudier les corrélations vibroniques (entre électrons et noyaux) pour restituer la
dynamique du photoélectron. Les premieres études expérimentales d’une telle dynamique cou-
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plée ont été réalisées sur CO dans le groupe d’Ursula Keller a 'ETH Ziirich [34]. Dans cette
étude, des retards d’ionisation ont été mesurés pour un électron partant du coté de 1’oxygene
et du carbone et une différence de quelques attosecondes a été mis en évidence selon la dy-
namique vibrationnelle du coeur ionique, établissant de ce fait la preuve de I’influence des
couplages vibroniques a 1’échelle attoseconde.

Dans ce contexte, nous allons décrire dans un premier temps les outils d’analyse numé-
riques et théoriques qui permettent d’avoir acces aux retards d’ionisation dans des systemes
tels que ceux présentés dans [85] ou [74]. Deux approches drastiquement différentes vont &tre
comparées : une impliquant I’étude de la dynamique temporelle du paquet d’ondes électro-
nique par résolution de la TDSE, et une autre analysant les états stationnaires du continuum
obtenus par résolution de la TISE. Ensuite, nous nous pencherons sur les travaux effectués pour
plusieurs types de molécules modeles, au travers de simulations de dynamique d’ionisation a
un et deux photons. Ces études ont été réalisées a partir des modeles corrélés de résolution
de la TDSE décrits en chapitre I1.2.3). Plus précisément, nous avons considéré une molécule
(librement inspirée de CO) dont les noyaux possédent des masses et des électronégativités tres
différentes, et envisagé diverses courbes d’énergie potentielle ioniques (impliquant diverses dy-
namiques nucléaires de 1’ion), de fagon a mettre en évidence les couplages entre photoélectron
et noyaux dans les retards “mesurés”. Dans une autre étude, nous avons défini une molécule
“type H,” et ses isotopes dont le potentiel d’interaction électron-noyaux est rigoureusement sy-
métrique, mais en variant les masses des atomes (dans des rapports 1/1, 2/1 et 3/1). Ainsi, nous
esperons souligner I’effet du mouvement des noyaux sur celui du photoélectron. Les condi-
tions dans lesquelles les approches stationnaires et dépendantes du temps correspondent seront
évoquées tout au long de ce chapitre, et ameneront a des interprétations simplifiées de la dyna-
mique d’ionisation et des effets vibroniques dans des systemes asymétriques, laissant envisager
I’étude de molécules de taille plus conséquente.

III.1  Outils numériques d’extraction des retards d’ionisation

Dans cette premiere partie, les différents outils permettant d’extraire des retards d’ioni-
sation dans des simulations quantiques sont détaillés. En particulier, deux approches seront
comparées tout au long de ce chapitre : I’approche dépendant du temps, basée sur la résolution
de I’équation de Schrodinger dépendant du temps et le calcul du flux de photoélectrons qui
permet de remonter a un “temps de vol” numérique, et I’approche stationnaire qui fournit une
analyse (basée sur les outils standards de la physique ondulatoire) des états du continuum et
définit un retard de groupe.

Afin d’introduire les différentes méthodes d’extraction des retards d’ionisation, nous avons
étudié un systéme prototype a une dimension (déja utilisé au chapitre II pour exposer les
grandes lignes de la densité d’états et R-box), formé a partir d’un potentiel coulombien régula-
risé (dont les parametres sont décrit dans le tableau II.1. C’est sur ce type de potentiel modele
qu’a été testé ’accord entre les approches dépendant du temps et stationnaires [74, 84], et cela
va ainsi nous permettre de définir clairement ces deux approches. Le potentiel d’ionisation du
systeme (avec ou sans barriere) est égal a [, = 15.64 eV Ces barrieres ont ét€ introduites de
sorte a structurer le continuum de facon notable et contrdlée, comme en atteste 1I’étude des den-
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sités d’états au chapitre 11.4.1. Les études de retard d’ionisation nécessitant I’utilisation d’une
référence, nous définirons logiquement le systéme sans barricre comme telle. La durée d’impul-
sion considérée est 7, = 10.00 fs pour une énergie de photon iy, = 35.64 eV et une intensité
I = 10" W.cm2. L’interaction du systéme avec le rayonnement génére ainsi des photoélec-
trons d’énergie cinétique aux alentours de EY = 20 eV, gamme d’énergie qui nous interessera
pour notre comparaison.

IIL.1.1 Approche dépendant du temps : analyse des flux

En se basant sur les modeles de propagation de paquet d’ondes détaillés dans le chapitre II,
on considére une fonction d’onde W(x,#) se propageant au cours du temps selon TDSE. Il est
possible de calculer le flux de particule (ici un électron) dans la direction (Ox) a la position
d’un détecteur virtuel xp donnée :

ih J¥P(x,t
Jslxp,t) = 92{ _ l% W (xp, 1) a(;c)

} w 2D (IL.1)
x=xp |xp|

ou js(xp,?) représente le flux sortant de photoélectron a la position xp et au temps t. Le dé-
tecteur est placé suffisamment loin pour que le photoélectron ne I’atteigne qu’une fois la fin
de I’impulsion, mais suffisamment proche du coeur ionique pour pouvoir négliger I’étalement
du paquet d’ondes entre sa formation et sa détection [38]. Nous avons choisi xp = 370.44 A
(=700 ua). Le flux sortant est ainsi calculé pour le systeme étudié et la référence, et montré
sur la figure I11.4. La largeur temporelle du flux est directement reliée a la durée de I’impulsion
lumineuse qui ionise le systeme. Le paquet d’ondes dure 10 fs environ (soit 5 fs a de largeur
a mi-hauteur). Le paquet d’ondes s’étale spatialement, ce qui entraine un étalement du flux
associé dans le domaine temporel. Typiquement, pour deux détecteurs placés a xp = 370.44 A
(=700 ua) et xp = 476.28 A (=900 ua), le flux gagne 30 as de largeur a mi-hauteur. Néan-
moins, cet étalement est le méme pour le paquet sondé et celui de référence, cela n’a donc pas
d’impact sur les temps caractéristiques considérés dans la suite. Les flux a deux positions diffé-
rentes de détecteur sont donc une quasi-parfaite réplique I'un de 1’autre. Par ailleurs, la forme
du flux n’est pas nécessairement gausssienne symétrique selon la structuration du continuum
sondé. Comme en témoigne I’encart de la figure I11.4, le flux peut s’avérer étre Iégérement asy-
métrique, et dans ce cas deux quantités peuvent décrire le temps d’arrivée du photoélectron : le
temps de vol TOF (Time of Flight) moyen du photoélectron, donné par :

S _Jtx j(xp,t)dt
TOR0) = a1

et le temps de vol pris au maximum du flux TOF,,(xp). Ces deux quantités sont identiques dans

(1IL.2)

le cas ou le paquet d’ondes est symétrique et pseudo-gaussien (ce qui est le cas du flux associé
au systeme de référence), mais peuvent différer. Du fait d’une faible asymétrie aux temps longs
du flux associé au systeme sondé, les deux valeurs different de 50 as ici. Cette différence
Awi(xp) = TOF(xp) — TOF,,(xp) constituera la barre d’erreur de nos mesures tout au long
de ce chapitre. Nous verrons dans la suite du chapitre que 1’asymétrie du paquet d’ondes peut
aussi provenir de 1’asymétrie de 1’état initial. Nous pourrons encore une fois définir les deux
grandeurs définies plus haut.
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TOF,,

Flux de photoélectron (u.arb.)

24

30 40 50 60 70
Temps de propagation (fs)

Figure II1.4 — Flux de photoélectron (en bleu) enregistré a xp = 370.44 A (=700 ua), suite a
I’ionisation d’un systéme atomique modele construit a partir du potentiel coulombien régularisé
de référence (dont le flux est représenté en pointillé), et de deux barrieres hyper-gaussiennes
[84] de part et d’autre du puit, avec les parametres décrit dans le tableau II.1. L’enveloppe de
I’impulsion laser |& ()|
eV.

est représenté en violet pour information, et 7, = 10 fs et icoy, = 35.64

Ce temps de vol nous renseigne sur le temps mis par 1’électron pour atteindre le détecteur,
a partir du début de I’impulsion. Néanmoins, comme discuté au chapitre I, ce n’est pas une
quantité absolue et doit étre comparée a une référence pour en dégager un sens physique. La
grandeur importante est donc ATOF(xp) = TOF(xp) — TOF,e(xp), qui vaut environ 100 as
dans le cas présent. Cette grandeur est elle indépendante de la position du détecteur, puisque
le profil temporel des flux considérés est considéré constant (I’étalement des deux flux étant
similaires).

Pour la majorité des études réalisées au cours de ce chapitre impliquant les flux de photo-
électrons, nous avons été amenés a comparer le temps de vol de part et d’autre d’une molécule
diatomique (modélisée par un double puit coulombien régularisé). L'utilisation d’un systéme
de référence différent n’est donc plus nécessaire puisque nous nous intéressons a la valeur re-
lative entre les deux directions d’émissions, d’'une méme molécule modele. Si les détecteurs
sont placés symétriquement de part et d’autre du centre de charge initial du systéme, le paquet
d’ondes effectue la méme distance pour les atteindre et les deux temps peuvent étre comparés
ATOF¢~“(xp) = TOF(—xp) — TOF(xp). On notera que dans le cas présent le potentiel étant
symétrique, ATOF® 4 (xp) = 0.

Une autre observable pouvant étre déduite du calcul du flux est la probabilité d’ionisation,
décrite dans le chapitre I1.3.1. Il est possible de retrouver cette grandeur par intégration du flux :

Pion(xp) = / dt ji(xp,t) (I11.3)
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La probabilité est ici obtenue, non pas a un instant t donné, mais pour une position de détecteur
xp. Cette quantité est indépendante de la position xp si elle est choisie suffisamment loin pour
négliger I’influence du coeur ionique. Nous avons évidemment équivalence entre cette quantité
et la probabilité d’ionisation Py, (E) aux temps longs définie dans le chapitre I1.3.1 :

@ion(E) = yion(E) (1IL.4)

Puisque le flux est calculé des deux c6tés de la molécule, il est possible d’observer I’influence
de la direction de photoionisation sur la probabilité d’ionisation. Le flux est donc un outil tres
puissant pour dégager des informations sur I’ionisation d’un systeme moléculaire ou atomique.

II1.1.2 Approche indépendant du temps : analyse des états du continuum

Nous avons vu ci-dessus que ’analyse du flux de photoélectron en fonction du temps per-
mettait de remonter a des “temps de vol” associés a I’ionisation. Dans un systéme atomique,
il est possible de recourir aux méthodes stationnaires impliquant 1’analyse des états propres du
continuum de TISE. Toutefois, il existe une infinité de bases possibles pour définir le continuum
d’ionisation d’un systeéme atomique ou moléculaire a une dimension [105, 106]. En particulier,
de par la nature du phénomene de photoionisation (décrite dans le chapitre 1.2.2 b) comme
une demi-collision), il est possible d’exprimer le continuum dans la base des ondes de diffu-
sion dites “entrantes” [107, ]. Ces fonctions complexes (équivalentes aux ondes planes qui
décrivent un continuum libre), permettent de décrire le processus de photoionisation, mais de
facon peu intuitive. En effet, par ce développemt, la phase de diffusion des fonctions d’onde
(de laquelle on peut extraire I’information de retard de groupe) va se retrouver dans 1’argument
de I’amplitude de transition dipolaire, depuis 1’état initial vers 1’état du continuum. Or cette
quantité étant complexe, la phase de diffusion est apparentée a la phase du dipdle, menant a
interpréter le retard de groupe comme le “temps nécessaire a I’absorption du photon”, au lieu
du retard de diffusion li€ au potentiel d’interaction.

Une autre approche plus riche de sens physique et transparente vis-a-vis de la dynamique
du paquet d’ondes [74] a donc été développée dans notre groupe, a savoir I’étude de la fonction
d’onde sélectionnée par la transition (SCWF pour Selected Continuum Wave-Function). Dans
cette approche, la fonction d’onde |Wg ;) atteinte par la transition a un photon depuis I’état 1ié
|Pini) (E = Ejn; +hv), est projetée sur une base de fonctions |¢g v) solutions de la TISE. On a :

W) = [ (9641120 95.0) (11L5)
\4

en unité atomique. d est I’opérateur dipolaire, associé a la transition. Cette fonction d’onde
|WE ser) @ la particularité d’étre réelle, indépendante de la base (¢ v )ven choisie, et d’encoder
toutes les informations liées au processus d’ionisation, a savoir la phase et I’amplitude du
dipole de transition (¥ |d|®;,;). Ainsi, pour chaque systéme (représenté par un potentiel V (x)),
la démarche détaillée dans les annexes A.5 et A.6 est appliquée et on en déduit la fonction
d’onde sélectionnée par I’équation II1.5. La résolution de la TISE est réalisée par un algorithme
de Runge-Kutta d’ordre 4 (annexe A.5) avec des conditions initiales qui dépendent du systeme,
puis les fonctions d’onde sont normalisées sur 1’échelle des énergies (tout cela est détaillé en
annexe A.6).
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Comme toute mesure de phase, cette dernieére n’est pas absolue et il est nécessaire de dé-
finir une référence. On définit la méme référence que pour les calculs TDSE ce qui assure le
méme comportement asymtotique que le systeéme prototype. On obtient ainsi, apres résolution
de la TISE, les trois fonctions d’intérét pour ’analyse des : [¥g 4;) (en trait vert plein) cor-
respondant au systéme avec barrieres, |Wg .r) (en pointillé vert) et |Wg .,;) (non représenté)
correspondant respectivement a la fonction de référence impaire (paire) du systeme sans bar-
riere. Ces fonctions sont représentées sur la figure II1.5 pour une énergie £ = 17.073 eV.

Energie de 1’électron (ua)

-30 -20 -10 0 10 20 30

Coordonnée de 1’électron x (ua)

Figure IIL.5 — Potentiel modele utilisé pour les simulations. Il se construit a partir du potentiel
coulombien régularisé de référence (en pointillé noir), et de deux barrieres hyper-gaussiennes
[84] de part et d’autre du puit, les parametres sont disponibles dans le tableau II.1. La fonction
d’onde sélectionnée par la transition depuis 1’état fondamental, a 17.073 eV au dessus du seuil
est montrée (trait plein vert), de méme que la fonction de référence impaire a la méme énergie

(pointillés vert).

Dans la région asymptotique telle que Vx > x4, V(x) = V,.¢(x), la fonction de référence
oscille a la méme fréquence spatiale k. ~ v/2E constante que la fonction d’onde sélection-
née, mais ces deux fonctions posseédent un déphasage Og(x) ~ ¥g(xs) = Ng (dans la région
asymptotique, le déphasage peut étre considéré constant), qui peut se calculer :

WIWE el
Ng = —arctan P b et Vi eyl ()
W [lPE,seﬁ ‘I/E,cpl] ‘xd

W(f;g]l = f¢' — f'g représente le Wronskien des fonctions f et g [109]. A partir de ce dépha-
sage, il est possible de déduire le retard de groupe 7g associé a I’ionisation, par analogie avec
la définition pour les collisions de Wigner [39], par :

_ 9N

Tg = B (IIL.7)
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De plus, on peut accéder a la probabilité de transition en calculant la norme de la fonction
d’onde sélectionnée sur la base orthonormée (Qg v )ven :

yion(E) = <\PE,sel’lPE,sel>
=YY (e 10|Dii) (Pini|d] 9 v ) (D v | P 1)

=Y 1(0£.v|d|Pini) |

(IIL.8)

Ces quantités ont été comparées aux résultats issus de calculs TDSE dans [74, 84] pour des sys-
témes atomiques exhibant soit une structuration forte du continuum, soit un continuum quasi-
lisse. Dans tous les cas de figure, un trés bon accord est trouvé entre les méthodes stationnaires
et dépendant du temps, justifiant notre comparaison tout au long de ce chapitre. Dans cette
étude justement, I’analyse de la fonction d’onde sélectionnée donne acces a toutes les infor-
mations liées a la photoionisation pour une énergie E donnée. Les retards de diffusion, ainsi
que les probabilités d’ionisation sont montrés figure I11.6 pour le systeme décrit ci-dessus. On
identifie clairement les positions et les largeurs des différentes structures du continuum déja
mises en évidence dans les densités d’états au chapitre 11.4.1. En effet, on voit augmenter le
retard de groupe Tg ainsi que la probabilité %, (E) dans certaines zones d’énergie. La pro-
babilité F,,(E) restitue ce comportement de facon moins tranchée. Plus la densité d’états est
importante, plus le nombre d’états participant a la transition est important et plus la probabilité
I’est aussi, ce qui explique 1’évolution similaire des grandeurs. Pour une énergie £ = 20 eV, on
trouve Tz = 100 as, c¢’est-a-dire exactement la méme valeur que pour le calcul des flux. En plus
de I’accord parfait entre ATOF et 7g pour toute la gamme d’énergie représentée figure I11.6,
cette méthode d’analyse des états stationnaires (AES) nous permet de reconstruire 1’évolution
du retard de groupe en fonction de 1’énergie pour un temps de calcul nettement moindre que les
simulations TDSE. C’est donc un trés bon point pour I’approche stationnaire, particulierement
lorsque la résolution de la TDSE implique une grande boite de propagation et de nombreux
degrés de liberté. Une étude plus détaillée de ce type de systeme est disponible dans [74].

Dans la suite, nous nous intéresserons a des systemes non symétriques, et pourrons, tout
comme pour les calculs TDSE, considérer la différence de retard gauche-droite

At =18 1, (I11.9)

ce qui permet de se défaire de la dépendance au systeme de référence. Les grandeurs station-
naires Afgfd et

Ky/s = 2 (E)) 28 (E) (IIL.10)

seront comparés tout au long de ce chapitre aux grandeurs dépendant du temps issus du calcul
des flux ATOFS~? et 24

won
différences entre les deux approches pour des systemes moléculaires.

/&% .. Nous allons ainsi mettre en avant les points communs et les
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Figure III.6 — Retard de groupe 7g et probabilité de transition P, (E) associée en fonction
de I’énergie au dessus du seuil d’ionisation, déduit de la fonction d’onde sélectionnée par la

transition en partant de I’état fondamental du systeme.
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III.2 Diatomiques hétéronucléaires : Effet de I’asymétrie du po-
tentiel sur la dynamique d’ionisation a un photon

Dans cette premicres étude, nous considérons un systeme moléculaire, inspiré de celui
utilisé en [85], qui vise a reproduire le comportement d’une molécule de monoxyde de carbone
dont I’asymétrie est renforcée. Cette étude a été initiée suite a des échanges avec I’équipe
d’Ursula Keller a I’'ETH Ziirich, qui travaille sur la mesure expérimentale RABBIT du retard
d’ionisation dans des molécules diatomiques comme CO ou H; [34, 33]. La comparaison entre
les résultats dépendant du temps (par résolution de la TDSE) et stationnaires a géométrie fixe
(méthode AES) va nous permettre de fournir une interprétation simple des phénomenes liés
au retard d’ionisation se produisant dans cette molécule. Dans le chapitre IV, les résultats
liés a I’ionisation a un photon seront confrontés aux quantités a deux photons (accessibles
expérimentalement par I’intermédiaire de mesures RABBIT), dans 1’optique d’expliciter le
terme de correction 7. (défini dans le chapitre 1.5.2) en fonction de la direction d’émission du
photoélectron.

II1.2.1 Parametres de simulation

a) Molécules modeles

De facon a décrire la molécule type CO, le potentiel d’interaction électron-noyaux s’écrit
sous la forme :

z Z
Vo(x,R) = — ! - 2 . (IL.11)

VAR +(x— R \BR)+ (r+ 1R)?

Par abus de la comparaison, 1’atome 1 sera appelé par la suite carbone C, tandis que 1’atome

2 sera appelé oxygene O. On a Z; = 0.33 ua, Z, = 0.67 ua, ce qui permet de rendre compte
de la différence de densité électronique sur les deux atomes dans I’état électronique d’intérét
(voir annexe A.7 pour le détail sur la molécule de dioxyde de carbone). De plus, la géométrie
d’équilibre de CO dans 1I’état fondamental du neutre est de 1.128 A Le potentiel d’ionisation a
cette géométrie d’équilibre du neutre est défini pour se trouver dans la fenétre d’énergie sondée
expérimentalement dans CO [110, 34] : I,(Req) = 29.81 eV, et qui correspond quasiment au
potentiel d’ionisation vertical de 1’état E 211, comme détaillé dans I’annexe A.7. Le potentiel
d’interaction électron-noyaux Vi, (x, R) voit sa forme varier en fonction de la coordonnée R dé-
crivant la distance internucléaire. Ce modele de corrélation a été décrit au chapitre 11.2.2 d). En
bref, ’hamiltonien du systeme est composé d’une partie nucléaire et d’une partie électronique :

FIO(X,R,t) = Te(x) +VN6(X7R) +VNN(R) +TN(R)>

permettant ainsi de décrire la dynamique corrélée du photoélectron et des noyaux. En effet, le
terme Vyn(R) correspond a la courbe d’énergie potentielle de I'ion moléculaire Ej; (R) (décrit
dans cette partie pour les différents modeles sur la figure I11.7). La forme du potentiel d’inter-
action Vy, (x,R) est ajustée afin de satisfaire 1’équation I1.45 rappelée ici :

EJ(R) — Ey (R) = —I,(R)Ey(R).
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Les masses réduites considérées ici sont respectivement (i} = ml”fmz =7.47/28.00 et up =

" —2(.53/28.00, et ont été exagérées pour obtenir un rapport de masse environ deux fois

my—+my
plus important que dans CO, dans le but d’amplifier I’asymétrie des couplages vibroniques.

L origine de I’axe (Ox) est définie a la position du centre de masse du systéme, ce qui place le
centre de charge (correspondant a la position moyenne de 1’état fondamental) dans les valeurs
négatives (vers I’atome O) a xg (Req) = —0.15645 A [voir la forme de 1’état fondamental sur la
figure II1.7 a)]. Par soucis d’isoler I'influence des facteurs Z; et Z, sur la dynamique vibronique,
on a considéré la méme variation de la forme des deux puits atomiques a;(R) = a2(R). Cette
hypothese sera discutée en conclusion de ce chapitre. En outre, plusieurs dynamiques de 1’ion
moléculaire ont été considérées. Ainsi, quatre systemes modeles, définis au travers du terme
d’interaction noyau-noyau Ej, (R) représentés sur la figure II1.7 b), et de ce fait dans lesquels
la dynamique nucléaire est différente, sont étudiés dans les simulations :

* Modele A (en noir) : La courbe d’énergie potentielle de I'ion est identique a celle du
neutre (en gris), elle est uniquement décalée vers les hautes énergies : Ey (R) = Ey(R) +
29.81 eV. Le potentiel d’ionisation est donc constant, quelque soit la valeur de R. Partant
de I’état vibrationnel fondamental du neutre, on s’attend donc a ce qu’uniquement le
facteur Franck-Condon associé a 1’état vibrationnel fondamental de 1’ion soit non nul
(transition v =0 — v = 0) (tableau III.1). Aucune dynamique nucléaire effective
n’est donc envisagée, méme si le degré de liberté associé est bien pris en compte.

* modele B (en orange) : La PEC de I’ion est la méme que celle du neutre mais est cette
fois-ci décalée en énergie et en distance internucléaire de sorte que sa position d’équilibre
est située aux plus grandes valeurs de R, R;] = 1.214 A. La transition FC est dirigée
principalement sur v =0 — v = 1, et est négligeable pour v > 7 (tableau III.1). On
s’attend donc a une dynamique d’élongation de la molécule dés les premiers instants de
I’ionisation de 1’électron.

* Modele C (en bleu) : La PEC de I’ion est la méme que celle du neutre mais est cette fois-
ci décalée en énergie et en distance internucléaire de sorte que sa position d’équilibre
est situé aux plus petites valeurs de R, R;’[1 = 1.042 A. La transition FC est centrée sur
v =0— v = 1,2 et est négligeable pour v > 4 (tableau IIL.1). On s’attend donc a
une dynamique de contraction de la molécule dés les premiers instants de 1’ionisation
de I’électron.

* Modele D (en rose) : La derniere dynamique est une dynamique de dissociation, le cas
le plus représentatif de la dynamique réelle de CO* dans cette gamme d’énergie. On
peuple un continuum d’états vibrationnels dissociatifs situés dans la gamme d’énergie
accessible par la transition. Les noyaux vont ainsi s’éloigner durant toute la durée de
propagation de 1’électron dans le continuum.

Ces différents cas couvrent I’ensemble des dynamiques nucléaires que 1’on peut rencontrer
dans une molécule diatomique, garantissant une approche globale du probléme de corrélation
et d’échange d’énergie entre le photoélectron et les noyaux. Les quatre PEC de I’ion se croisent
en R = R, de sorte que le potentiel d’ionisation vertical est le méme a la géométrie d’équilibre
du neutre.
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Figure III.7 — a) Potentiel d’interaction photoélectron-noyaux Vy,.(x,R) pour le systtme mo-

dele CO. C’est un potentiel coulombien régularisé de parametre Z; = 0.33 uva, Z, = 0.67 ua,
Uy =2 =747/28 et u, = 21— =20.53/28. Les valeurs de a;(R) = ay(R) varient avec

mj+my my+my
la distance internucléaire R tel que I,(R) = ES(R) — Ex (R). La position moyenne de I’état
électronique fondamental a la géométrie d’équilibre est xo(R.;) = —0.15645 A. b) Courbes

d’énergie potentielle du neutre EJ(R) et de ’ion E;; (R) pour les différentes dynamiques nu-
cléaires envisagées. Modele A en noir, B en orange , C en bleu et D en rose.
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vt | FCcasa) FC cas b) FC cas ¢

0 1.00 2.262454 10! 2.142255 10!
1 0.00 3.089847 10! 3.525882 10!
2 0.00 1.750894 10! 3.201268 10!
3 - 1.156370 10! 9.602202102
4 - 7.593178 102 | 1.617060 102
5 - 4.897178 102 | 8.097798 10+*
6 - 2.720099 102 | 2.030361 10
7 - 1.229811 102 | 9.554234 108
8 - 5.381568 1073 -

9 - 2.183816 1073 -

10 - 9.467885 10 -

11 - 4.687979 104 -

12 - 2.779989 10 -

13 - 1.838560 10 -

14 - 1.222409 104 -

15 - 7.582684 10 -

Table III.1 — Valeurs des facteurs Franck-Condon obtenus dans les différents modeles de dyna-

mique nucléaire.

L’étude de la dynamique du systeme a géométrie fixe R = R, sans tenir compte du degré de
liberté nucléaire, constitue ainsi une approche préliminaire aux quatre modeles de dynamique

corrélée.

b) Parametres du rayonnement

Dans le soucis de comparer les résultats issus de 1’ionisation a un et deux photons (acces-
sibles par des mesures RABBIT), les fréquences des rayonnements considérés correspondent
aux harmoniques d’un laser Ti :Sapphire centré en imojg = 1.55 eV (A4;g = 800 nm). Les dyna-
miques sont initiées par une impulsion de durée équivalente a six cycles du laser IR, soit 15.87
fs de durée totale. L’intensité du rayonnement est fixée 2 10'>W.cm2, ce qui confére une proba-
bilité d’ionisation suffisante tout en restant dans le domaine perturbatif. L’ énergie des photons
incidents est variable selon les simulations, balayant ainsi de I’harmonique 21 (haw; = 32.57
eV) a I’harmonique 29 (hw;, = 44.98 eV). A la géométrie d’équilibre, I, (Req) =29.81 ¢V, les
photoélectrons produits sont attendus dans une gamme d’énergie cinétique entre 1 et 16 eV,
une région suffisamment proche du seuil d’ionisation pour que 1’asymétrie gauche-droite soit

marquée.

II1.2.2 Signatures de ’asymétrie du potentiel

Nous avons effectué une étude graduelle de I’asymétrie de la dynamique d’ionisation due
au potentiel d’interaction Vy,(x,R), en commengant par des simulations 1D (avec le code pré-
sent€ en section I1.2.1) a distance internucléaire gelée a Req, puis en débloquant le degré de
liberté nucléaire pour les simulations (effectués par les codes de dynamique corrélée détaillés
au chapitre 11.2.3 et 11.2.2) de dynamique couplée photoélectron-noyaux. La molécule A étant
tres proche du modele préliminaire gelé, nous comparerons dans un premier temps ces deux

systémes.
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Figure II1.8 — Flux de photoélectrons sortant pour une énergie de photon de 35.67 eV (I =
10'2W.cm) enregistrés en fonction du temps de propagation pour des détecteurs placés aux
distances : r; = 317.52 A (= 600.00 ua) en trait plein, 7 = 423.36 A (= 800.00 ua) en pointillé.
Le flux a gauche (xg,, = — r1) est représenté en rouge et celui a droite (x4, = r1) en vert. Le
|2

profil de I’enveloppe |&'(¢)|* de I'impulsion laser esr représenté a titre indicatif (en violet).

a) Préliminaire : modele a géométrie gelée / molécule A

Modéle gelé - dynamique électronique 1D : La premiere approche de notre étude consiste
a simuler I’ionisation d’un systeme gelé a la géométrie d’équilibre, a I’aide du code de propa-
gation électronique a une dimension. Le potentiel est :

Z V2)

Ve(x) = — —
\/a%(Req) + (X — tiReq)? \/a%(ReCQ + (X + M2 Req)?

(IIL.12)

avec ai(Req) = a2(Req) = 0.37337 ua et R.q = 1.128 A (=2.1315 ua). L état fondamental de
ce potentiel est bien situé a £y = —29.81 eV.

Dans I’optique de calculer les flux de photoélectron sortant, des détecteurs virtuels sont
placés de part et d’autre du centre de masse de la molécule, a une distance de 7| = |xg, 4,| =
317.52 A (= 600.00 ua) et r, = |Xg,.d,| =423.36 A(=800.00 ua). Partant de I’état fondamental,
le paquet d’ondes électronique est créé par interaction avec le photon et quitte le coeur ionique

~ \/2(hop —1,) (V) <0et (1Y) >0). Le

flux de photoélectron est enregistré aux quatre détecteurs et montré sur la figure II1.8, pour une

. : d
avec une vitesse asymptotique moyenne |(v5*)

énergie de photon /iy, = 35.67 eV (correspondant a I’harmonique 23).

Plusieurs éléments sont a relever. Premierement, le flux sortant a droite (c6té “carbone”
x> 0 en vert sur la figure) est inférieur au flux sortant a gauche (c6té “oxygeéne” x < 0 en rouge),
et les deux quantités sont de largeur égale, correspondant a la largeur de I’impulsion XUV (16
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fs environ). Par ailleurs, tant que le laser est actif, le flux reste bien nul, et n’arrive que bien
plus tard au niveau des détecteurs. L'équation II1.3) nous permet de déduire que la probabilité
d’ionisation est plus importante c6té O (avec un rapport 0.701 avec celle c6té C). Ceci est
en accord avec une densité électronique plus importante de ce coté dans I’état fondamental
[figure II1.7 a)].

De plus, on peut s’intéresser a I’évolution du flux dans une mé€me direction de propagation,
en fonction de la position du détecteur. Le flux est équivalent pour les différents détecteurs
méme si il s’élargit en se propageant, comme cela est attendu au cours de la propagation d’un
paquet d’ondes électronique (discuté en section III.1.1 de ce chapitre). Cet étalement du paquet
d’ondes est toutefois encore ici similaire a gauche et a droite et n’impacte donc pas les résultats
qui suivent.

Les mesures de flux ont été effectuées pour plusieurs simulations impliquant différentes
énergies de photons. Les flux peuvent ensuite étre traités de facon a obtenir le temps de vol
moyen gauche (resp. droite) ng’d ainsi que la probabilité d’ionisation gauche (resp. droite)
Pion(xg.a)-

Toutefois, les valeurs obtenues des temps de vol nécessitent une correction dans le cas
d’une molécule hétéronucléaire. En effet, les détecteurs sont positionnés a égale distance du
centre de masse du systeme, qui ne coincide plus avec le centre de charge (situé a xp) pour un
potentiel asymétrique. Or, c’est bien par rapport au centre de charge du systeme que les détec-
teurs doivent étre placés symétriquement, ce afin de garantir une distance égale de propagation
a gauche comme a droite du paquet d’ondes électronique jusqu’au détecteur.

Deux solutions ont été envisagées. Premierement, il est possible de placer les détecteurs
a égale distance du centre de charge, c’est-a-dire a Xed = xé,? 4 T Xo. Le probleme principal de
cette méthode réside dans la discrétisation de la grille, dont le pas Ax n’est en général pas suf-
fisamment petit pour décrire avec précision la position xp. Il est donc nécessaire d’interpoler,
a chaque pas de temps, la valeur de la fonction d’onde et de sa dérivée en xg 4, ce qui peut
participer a allonger le temps de calcul. La seconde approche, totalement équivalente a la pre-
micre dans la grande majorité des cas (la comparaison des deux approches sera rediscutée pour
I’étude de la molécule D), consiste a appliquer un facteur correctif apres calcul des TOF. En
d’autes termes, le calcul des flux est effectué a r (situé a égale distance du centre de masse),
puis les TOF en sont déduits. Ensuite, puisque le paquet d’ondes se propageant a gauche a
effectué une distance moindre (de 2xg) par rapport au paquet d’ondes se propageant a droite
pour atteindre le détecteur, on corrige le retard d’arrivé ATOF8~¢ comme suit :

ATOF¢~? = ATOFS ™ — 0 (I1.13)
2(hop —1,)
Xo étant négatif, le temps de vol a gauche est décalé d’une quantité traduisant le temps que met
un électron classique de vitesse \/2(®; —1,) a parcourir une distance 2xp. Le schéma de la
figure II1.9 résume cette correction classique.

Ceci est valide car 1’énergie de 1’électron est la méme a gauche et a droite du potentiel,
mais aussi parce qu’on considere les détecteurs suffisamment loin du coeur ionique pour que
Ieffet du potentiel sur I’électron puisse €tre négligé a ces grandes distances. L’électron se
comporte ainsi comme une particule libre classique a 1’approche des détecteurs (le paquet
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Gem

Figure II1.9 — a) Schéma illustrant la nécessité de corriger les temps de vol enregistrés TOFf’d
lorsque les détecteurs sont placés a égale distance du centre de masse G¢y. L' électron partant
de la position initiale xg, il parcourt plus de distance pour atteindre le détecteur a droite (en
X =Xxp) qu’a gauche (en x = —xp). Les distances ne sont pas fideles a la réalité sur ce schéma,
en particulier la position des détecteurs.

d’onde s’étalant tres peu sur la durée de propagation correspondant a 2xg). Nous discuterons
la validité d’une telle correction lors de 1’étude de la molécule D qui induit une dynamique
nucléaire de dissociation [section II1.2.4 b)].

La correction des temps de vol donne ainsi les valeurs représentées par des points sur les fi-
gures II1.10 a) et II1.10 b). Nous avons appliqué la méthode AES pour calculer A‘Eg*d et Kg/ e
¢ (E)) 2% (E) ala géométrie d’équilibre R = Req [courbes noires des figures I11.10a) et
II1.10 b)] et comparé aux résultats TDSE. Tant au niveau retard d’ionisation, ou les écarts sont
inférieurs a la barre d’erreur de mesure des temps de vol (présentée dans 1’encart comme la
différence Aof), que rapport des probabilités (avec des variations inférieures a 0.2 %), I’accord

est excellent entre les deux méthodes, comme c’était le cas dans [39, 74].

Le paquet d’ondes électronique, a gauche comme a droite, est trés peu structuré (de forme
pseudo-gaussienne) et est de ce fait relativement bien décrit par une vitesse moyenne (apparenté
a la vitesse de groupe) v,. Sa distribution en énergie cinétique peut ainsi €tre représentée par
I’énergie cinétique moyenne £ = v§ /2, ce qui permet une comparaison directe avec la méthode
AES a une énergie E donnée. Toutefois, comme il est visible sur I’encart de figure I11.10 a), la
valeur du retard gauche-droite n’est pas identique selon que 1’on considere le temps d’arrivée
moyen ou a la valeur maximum du flux. Cela signifie que le flux de photoélectron est tout de
méme faiblement asymétrique (et donc structuré a 1’échelle attoseconde), ce qui est cohérent
avec la forme du paquet d’ondes a I’instant initial [visible sur la figure II1.7 a)].
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Figure II1.10 — a) valeurs moyennes du ATOFS~“ pour plusieurs énergies de photons en
rn=231752 A (points) et en r, = 423.36 A (triangle). Les valeurs calculées aux différents dé-
tecteurs sont indiscernables sur leur échelle d’évolution. Evolution du retard de groupe A‘L‘ffd
en fonction de I’énergie de photoélectron obtenue par AES (ligne noire). Dans la fenétre incrus-
tée est représentée la différence Ay entre la valeur moyenne TOF et la valeur prise au maximum
des flux TOF,, aux deux détecteurs pour comparaison. b) rapport des probabilités d’ionisation
droite-gauche Z;,,(x4)/ Pion (x,) correspondants. Cette quantité ne varie pas avec la position
du détecteur. Evolution du rapport de probabilité de transition Kg/ 8= (E)) 2 (E)en

won won
fonction de I’énergie de photoélectron obtenue par AES (ligne noire).
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Figure III.11 — Fonction d’onde sélectionnée calculé a E = 5.86 eV pour la molécule gelée
a géométrie d’équilibre. En rouge est représenté la partie gauche de la fonction, et en vert la
partie droite. Le potentiel d’interaction électron-noyaux est montré en orange.

La valeur du temps de vol au maximum du flux TOFS“ évolue avec la position r du
détecteur (contrairement a la valeur moyenne) et cette différence va définir la barre d’erreur de
nos mesures.

Les quantités stationnaires (retard de groupe Arg_d et rapport Kg/ %) et dynamiques (diffé-

d

<] 3319‘;”) permettent de rendre compte de ’io-

rence des temps de vol ATOFS~ et rapport &
nisation asymétrique gauche-droite d’une molécule gelée. Comme on peut s’y attendre pour la
tendance de ce genre de courbe, le retard d’ionisation diminue (et tend vers 0) lorsque 1’énergie
du photoélectron augmente, et le rapport de probabilité posseéde un minimum local puis tend
vers 1. Cela est cohérent avec le fait qu’a haute énergie E, le photoélectron est insensible a
I’asymétrie de la molécule et les quantités a gauche comme a droite sont les mémes.

En outre, nous avons vu que 1’approche indépendante du temps donne acces a la fonction
d’onde sélectionnée par la transition a une énergie E donnée. Cette fonction est représentée sur
la figure III.11 pour la molécule gelée. La fonction d’onde tracé oscille avec le méme nombre
d’onde v/2E de part et d’autre du potentiel, les deux composantes étant uniquement dépha-
sées d’une quantité dont dérive le retard de groupe Tg_d. On identifie de plus une différence
d’intensité entre gauche et droite, avec une plus forte contribution c6té oxygene (en rouge),

. d
comme en témoigne la valeur de KE/ &

a cette énergie (figure II1.10). Cette fonction contient
toute I’information de la dynamique, et permet en particulier le calcul du dipdle de transition
électronique .5 (E) :

ion

MEL(E) = (P50 ) |kere (I11.14)

ion
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Les bornes d’intégration sur la coordonnée x sont & modifier selon que 'on veut .#* (E)
(de —=a0) ou ///iﬁn (E) (de 0 a +o0). Nous avons ici acces a I’élément de matrice de transition
a géométrie fixe R = Req, la variable R jouant le rdle dans cette approche stationnaire de para-
metre. L’ étude préliminaire a géométrie gelée a permis de montrer que I’asymétrie du potentiel
ionique se traduit de facon claire dans 1’anisotropie des retards d’ionisation. Nous allons voir
maintenant, a I’aide d’une description complete 2D (en incluant le degré de liberté vibration-
nel) de notre molécule modele A, comment cette dynamique est affectée par la prise en compte

du degré de liberté nucléaire.

Molécule A - dynamique électron-noyaux 2D : La méme étude que précédemment (méme

position de détecteur, énergie de photon, etc) a été réalisé sur la molécule modele A qui n’induit
pas de dynamique nucléaire effective, avec des codes de dynamique 2D corrélée décrits dans le
chapitre II. Ce modele n’engendrant pas de dynamique nucléaire effective, les résultats issus de
la molécule gelée et de la molécule sans dynamique nucléaire effective sont comparées en détail
sur la figure III1.12. La forme, ainsi que I'intensité des flux des photoélectron est semblable a
celle du modele gelé (figure II1.8).

Le traitement des flux donne les points représentés sur la figure III.12. Les résultats des
retards et des rapports d’ionisation se situent dans les mémes gammes que pour la molécule
gelée. En outre, les valeurs moyennes ATOF* ™ (symboles pleins) et au maximum du flux
ATOFﬁ[" (symboles vides) ne correspondent pas (avec un écart de 1I’odre de 7 as dans la gamme
énergétique sondée). Ces dernieres varient entre les deux détecteurs rjet r, de 15 as. Les valeurs
moyennes sont elles indépendantes de la position du détecteur. Nous considérerons donc par la
suite uniquement les valeurs moyennes ATOFS ¢ = ATOF* ™.

Les résulats de I’approche stationnaire a géométrie d’équilibre (représenté en pointillé noir)
sont en bon accord avec les valeurs des temps de vol mesurées. L’écart entre les quantités A‘L‘ffd
calculé a R = Req (qui correspond parfaitement aux différences de temps de vol de la molécule
gelée) et ATOF®~“ se voit, non pas dans un décalage constant, mais dans une variation de la
pente, les résultats TDSE de la molécule A tendant plus lentement vers 0.

Pour affiner la comparaison, les calculs AES ont été réalisées a différentes géométries com-
prises dans le domaine d’élongation spatiale de 1’état vibrationnel fondamental du neutre Y (R).
Une tendance est observée dans I’évolution de Afg_d et Kg/ ¢ en fonction de la distance inter-
nucléaire considérée. Ainsi, plus le parametre R diminue, plus le retard de groupe est faible.
On observe que ATOFf ¢ se situe bien dans la gamme de valeurs définie par les calculs indé-

8

pendant du temps a ces géométries. En outre, les rapport de probabilité d’ionisation 22¢_/ L@m

won
different quelque peu de ceux associées a la molécule gelée, étant inférieur mais augmentant
plus rapidement. Pour les calculs AES, plus R augmente, plus le rapport de probabilité est
faible. La courbe bleue qui se rapproche le plus des résultats TDSE correspond a une géo-
métrie R = 1.1332 A. Il semble donc que des géométries légerement plus grandes contribuent
a la dynamique d’ionisation. En fait, on a pour le canal d’ionisation associé a la transition

vibrationnel : v=0— v =0:
"
IV =1,(Req) =1,(R), (IIL.15)
le photoélectron possede donc la méme énergie cinétique moyenne E, quelque soit la géométrie
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Figure III.12 — a) valeurs moyennes ATOF* ™ (symboles pleins) et au maximum du flux
ATOFﬁfd (symboles vides) pour plusieurs énergies de photons en r; = 423.36 A (rond) et r, =
529.20 A (triangle). b) Rapport des probabilités d’ionisation droite gauche Z;,,(x4)/ Pion (xg)
correspondants. Les valeurs pour r, = 529.20 A sont indiscernables et de fait non représentées
sur la figure. Les résultats AES du cas a géométrie d’équilibre sont représentés par la ligne
pointillée noire, et ces mémes calculs a des géométries proches décrivant le domaine d’élonga-
tion spatiale de yo(R) (de R = 1.0788 a R = 1.1740 A par pas de 0.0272 A sont représentés en
camaieu de bleu.
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R des noyaux. Or, ici nous considérons la coordonnée nucléaire R explicitement, de sorte que
le potentiel effectif ressenti par I’électron n’est pas uniquement constitué du potentiel électron-
noyaux a Req, mais bel et bien d’une moyenne pondérée a différentes géométries, données par
la distribution radiale en R de I’état fondamental. On a ainsi :

Gt Vel ) () = [ dR 0 (R) Vi () 01 ()
= / dR Vy.(x,R) |x0+ (R)[* (I11.16)

# Vie(x; Req)

L’ état fondamental possédant une certaine largeur en distance internucléaire R, on obtient une
différence dans la forme du potentiel ressenti par le photoélectron, méme si le potentiel d’io-
nisation est le méme. Cette différence explique les écarts faibles (inférieurs a 1 as sur la fi-
gure I11.12) entre les temps de vol ATOF® ¢ ainsi que les rapports de probabilité (@g)n / 37130”
dans les deux systémes. Par ailleurs, la distribution en R de la molécule A participe, en modi-
fiant le potentiel d’interaction, a faire dévier les valeurs au maximum ATOF$, ¢ et 4 asymétriser
le profil temporel du paquet d’ondes. Finalement, on peut conclure que malgré les différences
la méthode indépendante du temps a géométrie fixe R = Req permet tout de méme assez bien
de rendre compte des résultats obtenus en considérant la coordonnée nucléaire explicitement,
et de ce fait décrit avec une bonne qualité la dynamique d’ionisation d’un tel systeme.

b) Molécules B, C et D : probléeme des temps de vol

Pour mettre en évidence de facon marquée I’influence des couplages vibroniques sur la
dynamique d’ionisation asymétrique des molécules modeles, des simulation TDSE visant a
calculer le temps de vol de part et d’autre de la molécule ont été effectuées sur les modeles
induisant différentes dynamiques nucléaires détaillées en section II1.2.1. Les détecteurs sont
placés aux méme distance r; et r, du centre de masse que pour la molécule a géométrie gelée.
Le flux global est ensuite calculé et présenté sur la figure I11.13.

Tout comme dans le cas a géométrie gelée, le flux de photoélectron a gauche est supé-
rieur a celui a droite, ce pour les quatre molécules modeles. L’asymétrie dans les probabilités
d’ionisation semble donc étre principalement guidée par 1’asymétrie de la fonction d’onde pro-
venant du potentiel d’interaction Vy,(x,R). A contrario, la forme du flux est fortement modifiée
dans ces nouvelles simulations. En particulier, alors que le flux A semble reproduire un pro-
fil pseudo-gaussien, comme c’était le cas de la molécule gelée, ceci n’est plus vrai pour les
autres modeles, puisque le flux, a gauche comme a droite, posseéde une asymétrie temporelle
particulierement marquée pour les molécule B et D, et 1égere pour la molécule C.

En outre, on pourra remarquer que la probabilité d’ionisation totale est assez bien conservée
entre les différentes molécules, avec une valeur a droite de 6 x 107> et & gauche de 8.5 x 107>,

Sur la figure III.14) sont représentés les temps de vol associés aux quatres molécules mo-
deles, pour deux positions de détecteurs r; = 423.36 A et r,=529.20 A. Nous avons déja
discuté des différences existant entre le modele a géométrie gelé et la molécule A.

Les autres dynamiques nucléaires nécessitent plus d’attention. En effet, on peut observer
une forte différence entre ATOF? ¢ et ATOF* ™ (pouvant atteindre la centaine d’attosecondes
dans la molécule B), ce qui s’explique par I’asymétrie des flux (voir figure I11.13).
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Figure II1.13 — Flux de photoélectrons pour une énergie de photon de 35.67 eV enregistrés en
fonction du temps de propagation aux détecteurs situés 2 la distance r, = 423.36 A, pour le cas
sans dynamique nucléaire effective (A), d’élongation de la molécule (B), de contraction de la
molécule (C) et de dissociation de la molécule (D). Pour chaque molécule modele, la courbe
verte représente le flux sortant a droite tandis que la courbe rouge représente le flux sortant a
gauche.

De plus, la valeur des retards au maximum ATOF;%’[d dépend de la position des détecteurs,
ce qui n’est pas surprenant du fait de 1’asymétrie, mais c’est aussi le cas des retards moyens
ATOF* . Ceci signifie que le paquet d’ondes électronique ne se propage pas avec la méme
vitesse moyenne de part et d’autre de la molécule. Par exemple, dans le cas d’'une dynamique
nucléaire de contraction (Molécule C), on a

ATOF* 2 < ATOF®' ™ > 0.

En d’autres termes, le paquet d’ondes qui part a gauche de la molécule est retardé par rapport a
celui qui part a droite, et ce retard augmente d’autant plus que le détecteur est positionné loin.
Onadonc : [v¢| > [v§| sur les vitesses moyennes respectives. Inversement, dans les dynamiques

d’élongation de la molécule (Molécules B et D), on a

ATOF* ™ <« ATOF®' ™ < 0.

Le paquet sortant & gauche est en avance par rapport au paquet sortant a droite et [v¢| < |v§|.
On observe donc un comportement opposé selon la direction de mouvement des noyaux. Cette

tendance peut €tre retrouvée par des considérations de dynamique classique.
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Figure I11.14 — a) valeurs moyennes (symboles pleins) et au maximum du flux (symboles vides)
de ATOF¢~“ pour plusieurs énergies de photons en r; = 423.36 A (rond) et r; =529.20 A (tri-
angle). Les résultats AES du cas a géométrie gelée sont représentés par la ligne noire.

I11.2.3 Interprétation classique de la dynamique d’ionisation

Pour intuiter de facon classique la dynamique d’ionisation de I’électron, on peut se focaliser
sur la dynamique de contraction (représenté sur la figure II1.15).

Si les noyaux bougent, on obtient une différence de vitesse non nulle Avffg 2 0, comme
pour les simulations quantiques. L’interprétation de cette différence réside dans le partage de
la quantité de mouvement entre les différens types de particule. Dans 1’approximation ol
uniquement I’atome le plus 1éger, c’est-a-dire le carbone, est considéré en mouvement, on peut
retrouver les tendances observées dans les simulations. L’électron et le carbone se partagent
I’énergie cinétique EFC initialement donné a 1’électron

V84 4 meve = 4 1/ 2EFC. (II1.17)
~——

Ve

Ainsi, dans la molécule C (v, < 0), I’électron partant a droite est accéléré par le carbone,

puisque les deux vitesses sont anticolinéaires. A contrario, 1’électron partant a gauche est dans

un premier temps ralenti par le carbone. On trouve ainsi pour, la dynamique de contraction

v >0 et [vi| < [v], et par la méme logique pour la dynamique d’élongation v¢ <19 et [v§| >

vel-
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Figure II1.15 — Potentiel d’interaction électron-noyaux associé a la molécule modele C. L’élec-
tron est schématisé de fagon classique par un rond noir, il peut aller a droite avec une vitesse v¢
ou a gauche avec une vitesse v. Une dynamique d’élongation de la molécule est représentée
ici, avec |vc| > |vo| du fait des masses repsectives. La vitesse du photoélectron differe selon
la direction de propagation |v§| # |v¢|, du fait d’une interaction différente avec les noyaux en

mouvement.

Cette image classique de la dynamique de I’électron va dans le méme sens que les résultats
des calculs quantiques. Bien entendu, il faut garder a I’esprit que les considérations classiques
échouent a prévoir quantitativement les résultats TDSE, notamment puisque 1’approche quan-
tique impliquent une distribution spatiale du paquet d’ondes ionisé initial. Chaque composante
de cette distribution part d’une position initiale xq différente, ce qui induit un comportement dif-
férent vis-a-vis de I’interaction avec les noyaux. L’approche classique constitue tout de méme
un bon modele d’intuition de la dynamique couplée, et nous permet de mettre en évidence un
effet de composition des vitesses selon le sens relatif de V8 et ve.

Finalement, la loi de composition des vitesses est la signature classique d’une redistribution
dynamique de 1’énergie totale du systeéme entre le photoélectron et les noyaux, qui est carac-
téristique des couplages vibroniques. L’ approximation d’une transition Franck-Condon [décrit
dans le chapitre 1.3.1 1.3.2], ol I’électron prend toute I’énergie en exces (EXC = heay — I,(R))
n’est pas valable dans cette situation. La différence de vitesse moyenne entre les deux cotés
d’émission de la molécule témoigne, d’un point de vue quantique, d’une distribution vibra-
tionnelle du paquet d’ondes électronique différente entre droite et gauche.

Dans le but de remonter a ces distributions et de s’affranchir des problémes liés au com-
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portement “classique” du paquet d’ondes pour le calcul des retards d’ionisation, nous avons
effectué une analyse des flux de photoélectron résolus vibrationnellement dans la molécule
modele C dans un premier temps, puis B et D.

I11.2.4 Dynamique d’ionisation a un photon de la molécule C

Dans ce qui suit, nous allons nous focaliser sur la molécule C, et en déduire les grandes
lignes des phénomenes observés, que nous appliquerons aux autres systemes modeles.

L’absence de quantité globale concernant le retard d’ionisation gauche-droite ATOFév’Id
nous pousse a raffiner notre analyse des flux mesurés. En particulier, afin de tenir compte de
la dynamique nucléaire, les flux seront par la suite résolus vibrationnellement. Ainsi, comme
on peut le voir sur le spectre de photoélectron associé a la dynamique de contraction (voir
figure I11.16), plusieurs bandes vibrationnelles sont présentes.

0 1 2 3 4 5
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° 2e-06 r ]
o [ ]
0] I ]
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S 0f :
0 1 2 3 4 5

Energie de photoélectron E (eV)

Figure II1.16 — Spectres de photoélectrons obtenus pour une énergie de photon de 35.67 eV
enregistrés pour la molécule C (dynamique nucléaire de contraction), a droite en vert et a
gauche en rouge. Aux énergies faibles se trouvent les états de plus grand V™.

L’intégration de ces pics permet de retrouver la distribution vibrationnelle associée a I’io-
nisation, présentée sur la figure I11.17.

On remarque d’abord que les distributions vibrationnelles a gauche et a droite, bien que
semblables, sont différentes de la distribution FC. De plus, elles different l1égerement entre
elles. Ce dernier point est cohérent avec I’image classique présenté plus haut, car ces distri-
butions vont se retrouver dans 1’asymétrie des vitesses moyennes des électrons, du fait de la
conservation e I’énergie. Cet effet est la signature de I’asymétrie des couplages vibroniques
de part et d’autre de la molécule. En particulier, les états de grand v sont d’avantage peuplés
a gauche qu’a droite, au détriment des états de faible v Ainsi, le photoélectron est d’avantage

ralenti & gauche qu’a droite, et on retrouve bien v¢ > |v§|.
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Figure II1.17 — Distribution vibrationnelle normalisée par 1’ionisation totale obtenue par suite
de I’ionisation de la molécule C pour une énergie de photon de 35.67 eV, a droite en vert et a

gauche en rouge. La distribution FC est représentée en gris 1.17.

Dans le domaine temporel, le paquet d’ondes peut s’exprimer comme une somme de n,, + 1

contributions (équation I1.48 rappelée ici) :

W R.1) = "gvow,r) % (R)

ou chaque contribution vibrationnelle du paquet d’ondes électronique s’écrit :

Wn(x,1) = / dR ) (R) ¥ (x,R,1). (I11.18)

De facon a remonter aux quantités relatives a I’ionisation, il est nécessaire de considérer les
flux résolus vibrationnellement jﬁ’f, qui s’expriment en considérant I’équation III.1 avec les
fonctions ¥, (x,). Afin d’illustrer ces propos, ces quantités sont représentés pour la molécule
C sur la figure I11.18.

Aux temps courts se trouvent les états de plus faible v, correspondant aux énergies ciné-
tiques (de photoélectron) plus grandes. Le flux présenté sur la figure II1.13 correspond ainsi a
la somme des différents flux résolus vibrationnellement. Contrairement au flux total, chaque
flux jﬁ’f est quasi-symétrique et se déforme trés peu au cours de la propagation, comme c¢’est
le cas pour la molécule A. En effet, une fois loin de la zone d’interaction du potentiel, il n’y
a plus aucun échange d’énergie entre électron et noyaux, les états v sont maintenant états

propres du systeme. L’énergie cinétique de 1’électron est donc pleinement défini en considérant
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Figure I11.18 — Flux de photoélectron résolus vibrationnellement j‘i‘f enregistrés pour une éner-
gie de photon de 35.67 eV en fonction du temps de propagation a : r, = 423.36 A, 2 droite en

vert et a gauche en rouge, pour la molécule C.

la conservation de I’énergie totale dans un canal spécifique. En d’autres termes, on peut défi-
nir une dynamique d’ionisation propre a un canal, et donc un retard gauche-droite spécifique
ATOFﬁid, de méme qu’un rapport de probabilité L@“ﬂ / 9’7;‘;. Nous allons voir dans la suite
comment se comportent ces quantités en fonction de 1’énergie du photon incident.

a) Interprétation des flux résolus vibrationnellement

Les flux jf,’f sont donc traités de fagcon a obtenir ATOFf;d et 33& / 9’7;‘;. qui sont représen-
tés sur la figure II1.19. Il convient tout d’abord de mentionner que les valeurs de ATOFf,Id et
97& / @§+ sont effectivement indépendantes de la position du détecteur, ce qui rend possible
la définition d’un retard d’ionisation spécifique a un canal vibrationnel. Pour chaque canal vi-
brationnel, on identifie la méme tendance que dans la molécule A pour les deux grandeurs
représentées en fonction de I’énergie. La décroissance du retard d’ionisation des différents ca-
naux est assez semblable. Cependant, plus I’état vibrationnel est haut en énergie, plus ce retard
est grand. Une différence moyenne de 3 as environ est visible enter deux états consécutifs pour
une énergie de photon de 35.67 eV (en rose). De la méme maniére, plus v augmente, plus
le rapport de probabilité droite/gauche est faible, avec un écart de pas loin de 5% entre les

différents canaux.
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Figure I11.19 — a) valeurs moyennes du ATOFf;d pour plusieurs énergies de photons correspon-
dant aux harmoniques 21 & 24 (une couleur de point = une énergie de photon) en r; = 423.36
A pour la molécule C.Chaque symbole correspond a un canal vibrationnel v : vt = 0 (rond),
vt =1 (triangle bas), v = 2 (carré), vt = 3 (triangle haut) et v = 4 (losange). L’évolution
du retard de groupe ATE_Rd en fonction de I’énergie de photoélectron obtenue par AES pour dif-
férentes géométries fixes (lignes en camaieu de bleu). b) rapport des probabilités d’ionisation
droite-gauche ﬁaﬁ / 33;‘; associé. Le méme code qu’au dessus est utilisé. Evolution du rapport
de probabilité de transition Kg/ ¢ obtenue par AES (ligne en camaieu de bleu). Le résultat AES
a géométrie d’équilibre R = Req est représenté en pointill€ noir.
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Le fait sans doute le plus important concerne la comparaison des quantités dépendant
du temps résolues vibrationnellement ATOFiId et BZCQ / 9’7& avec les résultats stationnaires
A‘cﬁ}d et Kg/ # obtenus a géométrie fixe R = Req, représentés en pointillé noir sur les figures I11.19.
En éffet, contrairement au cas de la molécule A qui n’induisait pas de dynamique nucléaire ef-
fective, aucun canal vibrationnel de la molécule C ne voit ses résultats TDSE reproduits par le
calcul a la géométrie d’équilibre. Le calcul des retards d’ionisation a géométrie d’équilibre
fixe (par TDSE ou AES) n’est donc plus pertinent pour décrire quantitativement la dynamique

vibronique (vibrationnelle et électronique couplées) du systeme moléculaire.

b) Mise en évidence d’une géométrie effective

Approche empirique : géométrie effective Considérer la géométrie d’équilibre fixe pour le
calcul ne permet plus de restituer la dynamique d’ionisation des molécules modeles induisant
des corrélations entre le photoélectron et les noyaux marquées. Néanmoins, les tendances sont
semblables a celles de la molécule A.

En conséquence, nous avons effectué des calculs AES pour plusieurs géométries R apparte-
nant au domaine d’extension de la fonction d’onde vibrationnel de 1’état fondamental du neutre
Xo(R) (1.05 < R< 1.22 A), qui correspond de ce fait a la zone Franck-Condon. Nous voyons
sur la figure III.19 qu’une géométrie effective RZ& peut étre définie pour chaque canal vibra-
tionnel de fagon a reproduire les caractéristiques de I’asymétrie (retard d’ionisation et rapport

de probabilité). Les faibles différences existant entre ATOF@f et Afg_d( Z&) sont plus mar-
quée a faible énergie E, et ne dépasse pas 0.8 as, restant ainsi dans les barres d’erreur. De méme
des écarts maximums de 0.05 % sont visibles entre Kg/ & (Rgg) et 24,/ P8, (pour v =3).
Ces géométries sont spécifiques a I’état vibrationnel et sont répertoriés dans le tableau I11.2.
Nous allons analyser une telle observation, d’abord en terme énergétique, puis a 1’aide des

recouvrements des fonctions d’onde.

Correspondance énergétique : Potentiel d’ionisation Afin d’expliquer ce fait, nous tragons
sur la figure II1.20 la courbe du potentiel d’ionisation vertical /,,(R) défini dans I’équation I1.45,
et positionnons un point pour chaque état v a ’énergie I;‘,’+ = &,+ — &. On voit clairement une
parfaite correspondance entre son abscisse et la valeur de RZ& trouvée empiriquement (voir

tableau II1.2). On a ainsi :

LRy =1"". (IIL.19)

En premier lieu, cette géométrie correspond donc a la géométrie pour laquelle la transition
verticale est isoénergétique 2 la transition adiabatique v = 0 — v*. Dans la molécule C,
cette géométrie est d’autant plus grande que v est grand, puisque /,(R) est monotone crois-
sant.

Cela nous permet donc d’interpréter la différence de tendance observée dans les quantités
calculées par I’approche dépendant du temps [voir partie I11.2.4 a)]. Une telle interprétation est
validée pour les quatres premiers états vibrationnels de la molécule C, qui, réunis, constituent
plus de 96% de la population ionisée. L’accord est moins statisfaisant si on considere les états
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Figure II1.20 — Variation du potentiel d’ionisation vertical 1,(R) en fonction de la distance

internucléaire R (ligne grise) pour la molécule C. Les points en camaieu de bleu représentent
rrs . we e . . . Fyt

les différentes valeurs des potentiels d’ionisation adiabatiques /, .

de v supérieurs. Ceci est dii a la variation de 1,(R). En effet, dans la zone en R des quatres
premiers états, la variation du potentiel d’ionisation est monotone et de pente conséquente (fi-
gure II1.20). Ainsi, une variation de R implique une variation marquée de /,(R). Cela n’est plus
vrai aux distances internucléaires plus grandes R > 1.22 A, ol la variation du potentiel d’ioni-
sation est nettement plus faible avec R. Ainsi, une valeur donnée de I, n’est plus représentée de
facon significative par une seule valeur de R, et il devient plus difficile de définir une géométrie
effective associée a I~[‘,’+.

Correspondance spatiale : recouvrement 0+ (R) Le critere de correspondance énergétique
est donc valable pour des géométries situées dans la zone FC. Dans I’optique de sonder plus en
détail les particularités de cette gamme de géométrie, nous avons observé le profil spatial des
états propres vibrationnels de 1’ion )+ (R) et de 1’état fondamental du neutre Yo(R), ces états
vibrationnels étant impliqués dans la transistion Franck-Condon. Ceux-ci sont représentés sur
la figure I11.21a).

La fonction propre X (R) (en noir) est proche d’une gaussienne centrée en Req = 1.128 A
et de largeur a mi-hauteur AR = 0.058 A. La fonction propre ¥o+(R) (en bleu foncé) possédant
exactement la méme forme mais est centrée en qu =1.042 A, il existe donc un fort recouvre-
ment spatial des deux fonctions. Il en est de méme pour les premiers états propres vibrationnels
de I’ion représentés sur la figure I11.21a). En dehors de cette gamme de distance internucléaire,
le recouvrement entre les fonctions vibrationnels (du neutre et de 1’ion) est trop faible, résultant
en une valeur treés faible du facteur FC et donc de la population associée a ce canal d’ionisation.
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Figure II1.21 — a) Fonctions d’onde vibrationnelles du neutre )o(R) (en noir), et de I’ion molé-
culaire C )+ (R) en camaieu de bleu. La courbe d’énergie potentielle de I’ion est représentée
en gris pointillées. b) Fonction de recouvrement &)+ (R) pour les différents états de I’'ion mo-
léculaire C.

Pour aller plus loin, il faut considérer la fonction de recouvrement radial associée a un canal
d’ionisation v :
Oy+(R) = 2v+(R). %0(R) (I11.20)

Ces fonctions sont représentées sur la figure II1.21b) pour les cinq premiers canaux d’ioni-
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vt R;’; a partir de SCWF | I,(R) | moyenne de O,+(R) | maxde O, (R)
casa 0 1.128 1.128 1.128 1.128
cas c 0 1.084 1.077 1.084 1.079

1 1.113 1.107 1.107 1.107

2 1.146 1.148 1.127 1.128

3 1.203 1.205 1.137 1.147

4 1.248 1.317 1.136 1.167

Table I11.2 — Valeurs des géométries effectives Rgg obtenues par différentes approches dans la
molécule C, et pour la molécule A pour information.

sation vibrationnels associés a la molécule C. On observe une augmentation de la position
correspondant au maximum de la fonction &+ (R) en fonction de v*. Plus encore, celle-ci est
non structurée pour les 3-4 premiers canaux, c’est-a-dire qu’elle est bien représentée par sa
position centrale, en 1’occurence R;’f; Dans cette situation en effet, la position du maximum
de la fonction de recouvrement coincide avec sa position moyenne, qui correspond directe-
ment a Rgg C’est a cette géométrie que le recouvrement )+ (R) est maximal, et en premiére

approximation, il est de ce fait 1égitime de considérer
Oy (R) ~ 8(R—RY;) (IIL.21)

Pour v* = 4, on identifie clairement des oscillations de cette fonction, dii au fait que 1’état
|24+ ) oscille dans la zone d’élongation FC. Pour les états de grand nombre vibrationnel v, il
n’est donc pas possible d’isoler une géométrie qui représente bien la transition.

Les géométries effectives obtenues pour la molécule C a la valeur moyenne et au maximum
de la fonction recouvrement sont indiquées dans le tableau II1.2. Pour les trois premiers états
vibrationnels, un trés bon accord est trouvé entre les différentes approches, confirmant le sens
physique de cette géométrie effective. Des différences de 0.01 A environ sont constatées entre
la valeur moyenne de 0+ (R) et la valeur telle que /, (Rg’g) = i[‘,’ ", et peuvent étre expliquées
en partie par la discretisation spatiale en R utilisée lors des simulations dR = 9.79 103 A.
Au dela, pour v = 3, les limitations apparaissent pour 1’interprétation basée sur la fonction
de recouvrement, puisque cette fonction se structure de plus en plus (voir figure I11.21). La
correspondance énergétique (équation I11.19) est elle toujours assurée et il faut considérer 1’état
vt = 4 pour voir apparaitre une différence marquée (de 0.058 A) avec la valeur de Ré’g trouvée
empiriquement (figure II1.19), la variation du potentiel d’ionisation vertical étant trop faible

pour assigner une seule géométrie.

La correspondance pour cette molécule modele des différences ATOFﬁId et rapports de
probabilité ﬁjcﬁ / @vg+ obtenus par des calcul dépendant du temps des flux de photoélectron
résolus vibrationnellement d’une part, et des retards de groupe A‘Cg_d (Revg) et rapports d’in-
tensité Kg/ & (Revg) calculés par analyse des états stationnaires a une géométrie R;’g fixée d’autre
part, nous conforte dans I’interprétation physique de la fonction d’onde sélectionnée par la

transition Wg (x; Ré’f; ).
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¢) Calcul du dipdle de transition : distribution vibrationnelle

Nous avons vu précédemment (équation II1.14) que pour la molécule A n’induisant pas
de dynamique nucléaire effective, I’élément de matrice de transition électronique associé a
la transition v = 0 — v = 0 pouvait s’exprimer comme 1’élément de matrice a géométrie
d’équilibre fixe. Cette correspondance fonctionnait bien pour décrire la dynamique d’ionisation
de cette molécule.

Traditionnellement, dans une transition de “type Franck-Condon” (voir chapitre .3.1 1.3.2),
I’élément de matrice de transition total . (E) peut s’exprimer comme la somme d’un terme
€lectronique a géométrie R = Req et d’un terme nucl€aire :

(ZFCV+) X (Wil Do) g, (I11.22)

Cependant, nous avons mis en évidence que considérer les quantités €lectroniques a Req
n’étaient pas suffisant ici, en présence de dynamique nucléaire. De plus nous avons vu qu’il
existait une géométrie effective Reff pour chaque vT. 1l est donc possible d’écrire I’élément de
matrice associé 2 la transition v = 0 — v par I'intermédiaire de la fonction d’onde sélec-
tionnée :

MEE) = (- P2 |d] oDo)
= [ar [ [ ax z (R¥E (R d(x) 20(R)Bo(.R)]

_ / dR [ (R)10(R) / dx Wi (x,R) d(x) @o(x,K)|

(I11.23)
~ [ ar [ R x [ dx ¥ (5, Rp) -d) - Dol RE)
~ (Xv+|X0) ><<lP§5’ |d|®o) ‘R:Rgf?

FC,+

La distribution vibrationnelle associée a la dynamique d’ionisation de part et d’autre de la
molécule peut ainsi étre calculée en multipliant le facteur FC par I’élement de matrice dipolaire
a la géométrie effective

ME)=Y, (FCv+ x (Wg|d|®o) \R:RQ) (111.24)

v+

De ce fait, la probabilité d’ionisation @g; associée a un canal vibrationnel v peut s’écrire :

2
P8 =[Py x (2511 0) gy

) (I11.25)
= }FCW—‘ X ‘<‘P‘%’ ‘d’¢0> ‘R:Rgf?

A partir de cette dérivation, nous avons calculé les distributions vibrationnelles normalisées
(tirées de 1’équation II1.25) et comparé aux distributions obtenues en intégrant les flux de pho-
toélectron TDSE résolus vibrationnellement (qui donne acces a ﬁgf ). Ces données sont pré-
sentées sur la figure II1.22. Les distributions tracées sont normalisées telle que Z@gf =1
(resp. Zﬁ”ﬂ = 1 pour TDSE). Plusieurs interprétations peuvent étre faites. Tout d’abord, la
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Figure I11.22 — Distribution vibrationnelle normalisée gauche (en rouge) et droite (en vert) pour
les deux modeles TDSE et AES (équation II1.25) dans le cas de la molécule C, pour une énergie

de photon de 35.67 eV. Ces distributions sont comparées a la distribution FC (en gris).

distribution gauche et droite calculée ,@ﬁf colle tres bien avec la distribution issue des simula-
tions TDSE ﬁﬁf . On retrouve ici encore le fait que la dynamique d’ionisation du systéme dans
un canal vibrationnel est bien décrite par le calcul indépendant du temps du dipdle de transi-
tion a la géométrie effective .///f;d(E ). Cela garantit le fait que la fonction d’onde sélectionnée
(calculée a Rgg) contient toutes les informations liées a I’ionisation d’un canal v* du systéme.
Les distributions vibrationnelles sont tracées pour une énergie de photon incidente de
hiwp, = 35.67 eV. Le terme <‘P§’d |d| D) | R-RY étant fonction de E, on a bien une évolution des
distributions vibrationnelles selon 1’énergie du photoélectron £. Comme on peut s’y attendre,
I’écart entre les probabilités @f,fl et |FC,+|? diminue avec 1’énergie du photon, et donc E. Par
exemple pour la molécule C, on passe a droite d’un écart de 4.6% pour v = 0 a ficop = 35.67
eV, a 4.2% pour hwy = 38.77 eV. Cette variation trouve son origine dans les interprétations
communément acquises des études de retards d’ionisation, a savoir que plus 1’énergie ciné-
tique de I’électron est élevée, moins il est sensible a I’effet du potentiel d’interaction avec le
coeur ionique. De ce fait, les couplages vibroniques disparaissent aux énergies E élevées, ce qui
est cohérent avec les variations des retards et rapport de probabilité gauche-droite mesurés sur
les figures II1.19, et I’effet des corrélations entre le photoélectron et les noyaux n’est pertinent
a considérer que proche du seuil d’ionisation. Nous verrons que cela peut poser des problemes
pour la comparaison entre les quantités liées a I’ionisation a un photon et celles accessibles
expérimentalement par des mesures d’ionisation a deux photons (par la méthode RABBIT).
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Figure I11.23 — Population de différents états vibrationnels de la molécule C |{y,+|¥(¢))|?, pour
une énergie de photon de 35.67 eV. La durée de I’'impulsion est 7, = 15.83 fs.

Par ailleurs, il faut garder a I’esprit que le photoélectron se retrouve loin du coeur ionique
assez rapidement au cours de sa propagation, et il peut donc étre considéré indépendant apres
seulement quelques fs suivant le laser. Pour exemple, lors de I’ionisation de la molécule C par
une impulsion d’énergie hiwy = 35.67 eV et de durée 7, = 15.83 {5, les noyaux se retrouvent a
leur distance extréme (minimale pour la molécule C) vers tg = 14.7 fs. Durant le temps moyen
de mouvement nucléaire ( g — 7./2 = 6.79 fs), le photoélectron a déja parcouru une distance
moyenne de 90 A. Cela le place déja dans une région ou les variations de la forme du po-
tentiel Vi.(x,R) impacte trés peu sa dynamique. Ainsi, juste aprés la fin de 1’impulsion, les
populations |(),+|¥(¢))|* associées aux différents canaux d’ionisation v* peuvent déja étre
considérées constantes, comme le montre la figure I11.23 pour la molécule C. On identifie pour
tous les canaux vibrationnels, une évolution comme celle attendue par la théorie des perturba-
tions (voir chapitre I1.3.1). Une fois I’'impulsion terminée (vers 16 fs), les diverses quantités
vibrationnelles sont constantes et directement égale a la valeur issue de I'intégration des flux
| v+ [P(2)))* = 2,+, cela étant valable a droite comme & gauche.

Nous allons voir dans la suite que toutes les interprétations développées sur la molécule C
s’appliquent parfaitement a la molécule B induisant une dynamique d’élongation. Enfin, nous
verrons que la molécule D, qui induit une dynamique de dissociation, se comporte quelque peu
différemment des molécules étudiées jusqu’alors, notamment du fait de sa dynamique nucléaire

non liée.
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vt R;’; a partir de SCWF | I,(R) | moyenne de O,+(R) | maxde O, (R)
casa 0 1.128 1.128 1.128 1.128
casb 0 1.166 1.162 1.169 1.166

1 1.153 1.138 1.150 1.152

2 1.127 1.118 1.139 1.138

3 1.108 1.100 1.131 1.126

4 1.098 1.083 1.124 1.117

Table I11.3 — Valeurs des géométries effectives R(‘?’f; obtenues par différentes approches dans la
molécule B, et pour la molécule A pour information.

II1.2.5 Dynamique d’ionisation des molécules B et D
a) Dynamique d’élongation : molécule B

Toute cette étude a aussi été réalisée sur la molécule B correspondant a une dynamique liée
d’élongation. Les résultats associés sont montrés figure I11.24. Ici aussi, il est possible de dé-
finir un retard d’ionisation et un rapport de probabilité spécifique a un canal vibrationnel. Les
canaux v = 5,6,7 ne sont pas représentés ici car I’intensité du flux de photoélectron j\g,’f est
faible et de ce fait pollué par le bruit numérique, rendant ainsi la déduction des quantités d’io-
nisation trop incertaine. Pour cette dynamique d’élongation de 1’ion moléculaire, la différence
entre canal vibrationnel est nettement moins importante que pour la molécule C imliquant une
contraction. Les courbes d’évolution de ATOF‘f,Id sont quasiment confondus (écart inférieur a
1 as), mais cette fois-ci ce sont les états de v faibles qui se situent aux plus grandes valeurs
de retards. De méme, les rapports de probabilité 9’7& / 9’7§+ sont plus ressérés (avec des écarts
aux environs de 1% a I’énergie hw; = 35.67 V). Les différentes quantités vibrationnelles se
resserrent énormément pour 1’énergie iy = 38.77 eV (aux alentours de E =8 —9 eV sur la
figure). L ordre est encore une fois inversé puisque les canaux de faible v se retrouvent a des
rapports Bz‘iﬁ / ,@fﬁ plus faibles.

Nous avons vu précédemment, au travers du flux global représenté sur la figure I11.13 mais
aussi a ’aide d’une interprétation classique, que selon la dynamique nucléaire considérée, on
a un changement de signe dans la comparaison des vitesses moyennes : [v¢| > [v| (pour une
contraction) ou [v¢| < |v§| (pour une élongation). Ces deux dynamiques nucléaires étant de
sens contraire, il n’est pas aberrant de trouver une tendance opposée dans les quantités résolues
vibrationnellement. Les géométries effectives sont répertoriées dans le tableau I11.3.

La variation du potentiel d’ionisation /,(R) est représentée sur la figure II1.25. La fonc-
tion /,(R) est bien monotone décroissante pour cette molécule, mais la pente est bien plus
élevée que pour la molécule C. Les géométries effectives Ré’g associées sont donc nettement
plus resserrées au niveau de la géométrie d’équilibre. De ce fait, la forme du potentiel effec-
tif Viye (x,Revé) change trés peu, ce qui change peu I’asymétrie droite-gauche dans la gamme
d’énergie considérée, et qui explique les valeurs proches trouvées sur la figure 111.24.

Il est aussi possible d’isoler des géométries effectives par la correspondance spatiale pour
les premiers canaux vibrationnels, correspondant bien aux critéres énergétiques et de recouvre-
ment détaillés ci-dessus. Toutes ces valeurs sont résumées dans le tableau III.3. Contrairement
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Figure I11.24 — a) valeurs moyennes du ATOFf:d pour la molécule B. Légende détaillée sur la
figure 111.19. Evolution du retard de groupe ATéTRd en fonction de I’énergie de photoélectron
obtenue par AES. b) rapport des probabilités d’ionisation droite-gauche @“,ﬁ / 97(‘; associé.
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noir.
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Figure II1.25 — Variation du potentiel d’ionisation vertical 1,(R) en fonction de la distance
internucléaire R (ligne grise) pour la molécule B. Les points en camaieu de bleu représentent
les différentes valeurs des potentiels d’ionisation » "

ala molécule C, plus I’état vibrationnel de I’ion posséde un nombre quantique v élevé, plus sa
géométrie effective est faible. Ceci est cohérent avec la localisation de la fonction recouvrement
de plus en plus décalée aux basses valeurs de R.

Les distributions vibrationnelles sont comparées pour cette molécule qui induit une dyna-
mique nucléaire d’élongation (figure I11.26). La différence entre les calculs TDSE et les FC
corrigés est plus marquée que pour la molécule C, tandis que 1’écart a la distribution FC est
lui moins perceptible. Ceci s’explique par la faible variation des R;’g dans cette dynamique
(expliquée précédemment) qui donne des éléments de matrice dipolaire électronique proches

g,d
(W
rapproche donc d’avantage d’une transistion FC que pour la molécule C. Toutefois, les gran-

d|Dy) ‘ r_pv+ pour les différents canaux vibrationnels. L'ionisation de la molécule B se
—eff

deurs TDSE @f,f montrent tout de méme un écart a cette distribution de 1% pour le canal
vt =0 a gauche. Une autre raison de 1’écart entre ,@f’:f et Qzﬁfl provient du fait que plus
d’états vibrationnels sont impliqués dans la transition. Or passé 1’état v = 4, il n’est plus pos-
sible de définir une géométrie effective représentative puisque la fonction recouvrement n’est
plus piquée. Les contributions des derniers états sont donc sans doute exagérées puisque les
€léments de matrice de transition sont calcul€s a Req, ce qui impacte celles des premiers du fait
de la normalisation. Ici, ce sont les états de v faible qui sont d’avantage peuplés au cours de
la propagation, au détriment des autres. Le photoélectron est donc accéléré en moyenne, et ce

d’autant plus a gauche qu’a droite, d’out |(v8)] > |(v?)].
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Figure I11.26 — Distribution vibrationnelle normalisée gauche (en rouge) et droite (en vert) pour
les deux modeles TDSE et AES (équation II1.25) dans le cas de la molécule B, pour une énergie
de photon de 35.67 eV. Ces distributions sont comparées a la distribution FC (en gris).

b) Dynamique d’ionisation dissociative : molécule D

La molécule D (qui induit une dynamique dissociative suivant 1’ionisation) est le systéme
modele qui ressemble le plus au cas réel dans CO. En effet, la courbe d’énergie potentielle
de I'ion moléculaire Ey (R) a été construite pour s’approcher des états électroniques de CO*
présent dans la gamme d’énergie 25-30 eV au dessus de I’énergie du neutre fondamental & Req
(détaillé en annexe A.7). Nous espérons donc pouvoir appliquer les considérations mises en
évidence pour les molécules B et C a cette molécule modele. Pourtant, alors que la dynamique
d’ionisation des molécules B et C impliquaient une dizaine d’états vibrationnels espacés en
énergie d’environ SE* = 300 meV, ici la distribution vibrationnelle est répartie sur un conti-
nuum “discrétisé” d’états dissociatifs caractérisés par leur énergie d’ionisation iz‘; " tel que :

e

E) =ho, -1 (111.26)

Du fait de la taille finie de la boite de propagation en R (Lg =21.17 A), nous obtenons un quasi-
continuum avec une différence d’énergie d’environ E™ = 7 meV entre deux états consécutifs.

Ainsi, plus de 525 états |y,+) sont présents dans la zone FC qui s’étend de 27.5 < ff <
30.5 eV, ce qui rend les simulations a ’aide du code MOLBIT (qui projette sur les fonctions
propres vibrationelles de 1’ion moléculaire comme détaillé en chapitre 11.2.3) peu efficace en
comparaison du code de propagation sur grille en x,R (détaillé dans la partie 11.2.2). C’est
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Figure I11.27 — Population de différents états dissociatifs |{y,+|¥(t))|* (en bleu), suite a 1’io-
nisation de la molécule D par une impulsion d’énergie de photon de 35.67 eV, et de durée
7, = 15.87 fs. L’enveloppe de I'impulsion est représenté en violet pour information. La zone
comprise entre les pointillés gris correspond au temps d’arrivée au détecteur r; = 423.36 A,
selon le canal d’ionisation dissociatif considéré.

donc ce dernier qui est utilisé pour les simulations de dynamique TDSE de la molécule D. Tout
comme pour la molécule B ou C (présentée en figure I11.23), il est possible de projeter le paquet
d’onde ionisé sur les états propres dissociatifs afin d’obtenir les populations |{y,+|¥(¢))|?. Sur
la figure II1.27, les populations ionisées de quelques états dissociatifs distribués le long de
la zone FC sont représentées en fonction du temps, apres la fin de I’'impulsion (7, = 15.87
fs, haw, = 35.67 eV). Les quantités ne sont calculés qu'une fois la fin de I'impulsion pour
économiser le colit de calcul.

La population des différents états dissociatifs |{y,+|¥(¢))|> n’est pas constante suite & 1’im-
pulsion (des 16 fs), et allant jusqu’a 35 fs, ce qui met en évidence une signature marquée des
couplages vibroniques. Les états de potentiel d’ionisation faible (vt grand en clair sur la fi-
gure I11.27) voient leur population diminuer au profit de ceux de I/ » " faible. De ce fait, on peut
s’attendre a un photoélectron plus rapide (en moyenne) que prévu dans le cas d’une dynamique
d’ionisation de type Franck-Condon.

Ces couplages sont marqués sur une vingtaine de fs suivant I’impulsion, correspondant
(pour une énergie de photon a 35.67 eV) a des distances électron-coeur ionique de 1’ordre
de r,g = 400 A (pour un potentiel d’ionisation moyen a 29.81 eV). Les états dissociatifs

sont encore couplés par les corrélations vibroniques puisque 1’électron sent encore ’effet du
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potentiel Vi, (x,R) lorsqu’il est situé a des distances inférieures a r,g. En effet, a des distances
de I’ordre de r = x — R = 100 A, on peut considérer que I’effet de la queue coulombienne du
potentiel (o< 1/r) est de 150 meV environ, ce qui est bien inférieur, dans les molécules B et C,
a la différence d’énergie vibrationnelle SE* = 300 meV. On peut ainsi faire I’hypothése que
les différents états vibrationnels ne sont pas couplés entre eux a de telles distances. Ce n’est
plus le cas pour la molécule D qui posseéde un quasi-continuum d’états dissociatifs espacées de
0ET =7 meV environ. 1l faut donc que 1’électron atteigne des distances r,z > 400 A pour
pouvoir considérer I’effet de la queue coulombienne comme “négligeable” devant SE™.

En pratique, la zone de corrélation photoélectron-noyaux est bien tres diffuse, mais il est
possible de placer les détecteurs suffisamment loin pour obtenir des valeurs de ATOFiId et
97& / @f; pertinentes. Ainsi, les flux de photoélectrons sont calculés pour plusieurs positions
de détecteur allant de r; = 423.36 A (= 800.00 ua) jusqu’a r, = 952.56 A (= 1800.00 ua).

Les valeurs des retards d’ionisation, ainsi que des rapports de probabilité associés a diffé-
rents canaux d’ionisation vibrationnels issus des calculs TDSE sont montrées sur la figure I11.28.

Les rapport de probabilités ainsi que les valeurs moyennes Aﬁﬁd sont bien trouvées
indépendantes de la position du détecteur (comprises dans la barre d’erreur).

De plus, on observe que pour chaque canal dissociatif v (correspondant a une couleur
de courbe sur la figure II1.28), I’évolution est semblable a celle des calculs stationnaires a
géométrie d’équilibre R = Req fixe. On obtient bien une décroissance du retard ATOFEéId vers 0,
ainsi qu’une courbe possédant un minimum pour Y (x)/ PY, (x,) en fonction de I’énergie
du photoélectron E.

Ensuite, lorsque I}‘,ﬁ augmente (courbe de plus en plus claire), la différence de temps
de vol augmente, ainsi que le rapport de probabilité. Les mémes tendances étaient obser-
vés sur la molécule B qui induit aussi une dynamique d’élongation et les valeurs trouvées
ici pour la molécule D sont proches du calcul stationnaire a R.q. Toutefois, on pourrait s’at-
tendre par analogie a ce que ce calcul AES corresponde aux résultats des états dissociatifs a
fpv T ~29.81eV = I,(Req)- Ce n’est pas le cas ici puisque la correspondance est plutdt pour des
états de I;‘,’ " & 28 eV. Cela constitue la premiere différence principale avec les résultats issus
des molécules B (figure I11.24 et C (figure I11.19).

Les résultats obtenus des ATOF‘f;d sont tres proches les uns des autres du fait de la faible
différence d’énergie I}‘,’ " entre deux canaux dissociatifs représentés (6E,;" = 105 meV sur la
figure I11.28) ce qui induit tres peu de changement dans la forme du potentiel d’interaction
Vne(x,R) associé aux canaux.

Pour aller un peu plus loin, il est possible de considérer la géométrie effective Rgg associée
a chaque état dissociatif. Dans le cas d’une dynamique de dissociation, cette géométrie doit

pouvoir étre définie comme précédemment (équation I11.19) telle que
+ + + +
I} = Ey (RY) — Eo(R%;) = 1,(RY).

z 7z . . P ry ® +
La courbe I,(R) étant monotone décroissante, on peut associer une et une seule géométrie Ry,
. L . .. . ~ot L L, . , . .. 2 P
a une énergie d’ionisation Il‘,’ donnée. Plus I’énergie de I’état dissociatif est élevée, plus la
géométrie associée est faible, comme c’était le cas de la molécule B. Il est de ce fait 1égitime
de considérer cette géométrie comme géométrie effective probable. Néanmoins, les calculs
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indépendants du temps (par AES) a ces géométries fixées ne sont pas satisfaisants, comme
Iatteste la figure I11.29.

Tout comme pour les résultats dépendant du temps (présentés sur la figure I11.28), la
tendance des retards et des rapport de probabilité est cohérente en fonction de 1’énergie E.
Lorsque R augmente (courbe de plus en plus foncée), le potentiel d’ionisation /,(R) diminue
et A’Cg_d (Revg) est plus faible. De méme, K'g/ & (R:g) diminue a basse énergie (E < 7 eV) quand
Rgg augmente.

En outre, les deux approches conduisent a des valeurs différentes des retards d’ionisation.
En I’occurence, les valeurs de ATOF‘f',Id se trouvent au dessus du calcul AES a géométrie
d’équilibre, alors que les A'Cg_d( é’;) sont bien positionnés de part et d’autre. Pour approfon-
dir 'origine de cette différence, nous avons calculé, pour chaque énergie correspondant aux
simulations TDSE, la différence entre At}pgp aps = ATOFi:d — ATETY(RY;;) associé a chaque
canal dissociatif. Les résultats sont présentés sur la figure I11.30.

La différence entre les résultats dependant du temps et stationnaires At’}}ISSE- AES Dest pas
anarchique et une diminution est observée en fonction de I’énergie. Plus 1’état dissociatif pos-
séde une énergie d’ionisation I e " élevé, plus cette différence est grande. La cause d’un tel écart
n’est pour lors pas encore expliquée mais il semblerait que 1’approximation, détaillée dans
I’équation III.13 sur le systeme a géométrie gelée, consistant a corriger la valeur du temps de
vol de I’électron a cause du fait que les détecteurs (a gauche et droite) ne sont pas positionnés
symétriquement par rapport au centre de charge (voir figure I11.9), ne soit pas pertinente pour
I’étude de cette molécule. En effet, cette approximation est établie en considérant les vitesses
asymptotiques [v¢| et [v§

égales, mais elles peuvent différer ici. Pour chaque canal dissociatif,
un développement limité du terme de correction conduit a :
2x0 2x0 Oly+

%V+(E):\/27E_\/27EXT

Le premier terme du membre de droite est celui établi dans I’équation I1I.13. Le nouveau terme

(I11.27)

prend en compte la différence de vitesse asymptotique entre gauche et droite. Une modélisation
de At%’];SE_ AEs par cette fonction de correction permet d’expliquer la tendance de certains états
dissociatifs mais pas tous. Ce travail est de ce fait toujours en cours et de nouvelles simulations
(durant une trentaine de jours) sont a effectuer en choisissant 1’autre option qui est de définir la
position des détecteurs par rapport au centre de charge et non de masse.

Outre ces problemes de correspondance entre les méthodes dépendant du temps et sta-
tionnaires, il est possible de s’interesser a la distribution vibrationnelle associée a 1’ionisation
dissociative de cette molécule D. Les résultats des distributions gauche et droite dérivées des
flux TDSE ,@ffl sont représentés sur la figure I11.31.

Comme on peut s’y attendre dans cette molécule ou la signature des corrélations vibro-
niques est particulierement marquée, les distributions gauche (rouge) et droite (vert) sont loins
d’étre équivalentes a la distribution FC (gris), mais la différence gauche-droite est elle tres
peu évidente. Les états de faible énergie d’ionisation I;Z " se trouvent nettement plus peuplés
par I'intermédiaire des couplages vibroniques. On retrouve donc, comme pour la dynamique
nulcéaire d’élongation de la molécule B, une accélération du paquet d’ondes électronique, 1é-
gerement plus marquée a gauche qu’a droite. Cette accélération est trés importante puisque
I’énergie cinétique moyenne du photoélectron E passe de 6.17 eV a 7.27 eV pour une énergie
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obtenue par AES a différentes géométries R(‘:’g de la région FC dans la molécule D. b) Evolution
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AES a géométrie d’équilibre R = Req. A une couleur de courbe correspond une géométrie

. v+
effective R .
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Figure II1.30 — Evolution de la différence de retard At’}/];SE- Aps €n fonction de I’énergie de
photoélectron pour différents états dissociatifs vt de la région FC dans la molécule D. A une
couleur de courbe correspond une géométrie effective Ré’f;

de photon de 35.67 eV, gagnant ainsi plus de 1 eV grace aux couplages de sa dynamique avec
celles des noyaux.

En outre, quand I’énergie de photon 7@ augmente, on assiste a un décalage de la distribu-
tion vibrationnelle vers les faibles énergies cinétiques E. Ce décalage est tres faible, de 1’ordre
de 10 meV entre 7w = 34.12 et 40.32 eV, il faut donc aller tres haut en énergie de photon pour
que I’électron acquiert une vitesse suffisante pour ne pas ressentir la dissociation des noyaux et
que I’on retrouve la distribution FC.

Finalement, plus la vitesse moyenne du photoélectron est basse, plus il est accélérée par les
couplages vibroniques, cela quasiment autant a gauche qu’a droite. Cet écart conséquent a une
transition Franck-Condon est bien la signature de couplages vibroniques forts, méme si cela
n’est pas vraiment caractéristique de 1’asymétrie de la molécule.

L’étude de cette molécule qui induit une dynamique de dissociation suite a son ionisation
est donc riche de signatures des couplages vibroniques. Le modele de la géométrie effective
R;’g associée a un canal d’ionisation vibrationnel v et les correspondance entre les approches
dépendant du temps et stationnaires atteignent peut étre leur limite dans un tel cas. Des études
sont toujours en cours pour tenter de comprendre ces différences et d’interpréter cette dyna-
mique corrélée. Il est notamment prévu de changer la courbe d’énergie potentielle de 1’ion
moléculaire D+ pour voir I’influence de la vitesse de dissociation des noyaux sur la dynamique
du photoélectron.
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Figure II1.31 — Distribution vibrationnelle gauche (en rouge) et droite (en vert) pour le modele
@é'f , relatif a I’ionisation de la molécule D par un photon d’énergie 35.67 eV. Ces distributions

sont comparées a la distribution FC (en gris).

II1.2.6 Synthese des résultats sur ’ionisation a un photon

La corrélation photoélectron-noyaux affecte de fagcon commensurable les dynamiques d’io-
nisation a 1’échelle attoseconde. Par des études des retards d’ionisation de part et d’autre de
molécules modeles, nous avons pu mettre en évidence 1’asymétrie de ces couplages vibro-
niques et voir I’effet de la dynamique nucléaire de 1’ion moléculaire sur celle du photoélectron.
Ces modeles simples exhibant une asymétrie marquée a 1’échelle attoseconde nous ont permis,
au travers de la comparaison des simulations TDSE avec des calculs indépendant du temps a
géométrie fixe, de fournir une interprétation des quantités résolues vibrationnellement liées a
la dynamique d’ionisation. Ces deux approches sont en trs¢ bon accord dans le cas d’une dy-
namique nucléaire liée, pour les états vibrationnels situés dans la zone Franck-Condon. Il est
ainsi possible de définir une géométrie effective de la molécule, propre a un canal vibration-
nel spécifique, qui contient les informations relatives a ’ionisation a un photon. Cela peut étre
d’un grand intérét lors d’études prochaines de molécules de taille plus conséquente, ou les cal-
culs TDSE ne sont pas envisagables du fait de leur colt élevé. La méthode d’analyse des états
stationnaires a une géométrie effective fixe de la molécule, permettra de calculer la valeur des
retards d’ionisation, ainsi que la distribution vibrationnelle asosciée a 1’ionisation & un photon,

ce pour un temps de calcul raisonnable.

109



1.3 Diatomiques homonucléaires : effet de la masse des noyaux

Dans la suite, nous allons étudier une nouvelle molécule modele, qui ne possede pas d’asy-
métrie dans son potentiel d’interaction électron-noyaux, mais une asymétrie de masses des
noyaux la constituant. Nous verrons ainsi qu’il est possible d’observer la signature d’une telle
asymétrie purement “dynamique”.

III.3 Diatomiques homonucléaires : effet de la masse des noyaux

Nous avons vu précédemment que 1’asymétrie du potentiel d’interaction photoélectron-
noyaux engendrait une asymétrie de la dynamique d’ionisation dans les molécules diatomiques
hétéronucléaires. Dans cette partie, nous allons nous intéresser plus particulierement a 1’effet
de I’asymétrie de masse sur les retards d’ionisation gauche-droite dans une molécule modele
homonucléaire. C’est suite aux multiples discussions avec le groupe d’Ursula Keller a 'ETH
Ziirich que nous avons eu I’idée conjointe de regarder les différences vis-a-vis du retard d’ioni-
sation dans les systemes Hy, HD et HT. Ces molécules possedent les mémes états électroniques
et donc les mémes courbes d’énergie potentielle. A géométrie fixe, il est attendu que le retard
d’ionisation gauche droite soit nul, le potentiel d’interaction électron-noyaux étant symétrique.
Toutefois, nous verrons que ce n’est plus le cas si on considere le degré de liberté nucléaire
explicitement, les couplages vibroniques entrant ainsi en jeu. L’asymétrie de I’ionisation a un
photon sera donc confrontée dans les trois molécules modeles de rapport de masse (1/1,2/1 et
3/1).

II1.3.1 Molécules modéles

De fagon a décrire 1la molécule modele type HX, le potentiel d’interaction électron-noyaux
adopté se met sous la forme :
1/2 1/2
Ve(x,R) = — / — / (111.28)
V@R + (xR (/@ (R)+ (x+ k)2

Cette fois-ci, le potentiel est symétrique pour une géométrie R donnée. La densité électronique

est donc la méme sur les deux atomes. La distance internucléaire d’équilibre est de 0.74 A dans
I’état électronique fondamental du neutre, comme c’est le cas dans Hp [111].

Les facteurs de masse dépendent de 1I’atome X considéré. Ainsi, pour X=H, p; = up = 1/2.
Le centre de masse et le centre de charge sont donc confondus. Si X=D (T), on a u; = 2/3
(3/4) et up = 1/3 (1/4). Le centre de charge de la molécule est de ce fait décalé vers les valeurs
positives (vers la droite) par rapport au centre de masse. Le potentiel de la molécule modele
type Hj est représenté figure I111.32.

La dynamique vibrationnelle dans HJ est trés rapide (la période vibrationnelle est de 15
fs environ), et se rapproche ainsi des ordres de grandeurs liés a la dynamique électronique.
De nombreux effets de couplage vibronique ont été observés dans ce systeme [112, , ,

, , 33], impliquant pour la plupart des phénomenes d’autoionisation et 1’état dissociatif
2po, ou 2pm,. Ici, nous avons considéré la courbe d’énergie potentielle de 1’état fondamental
du neutre et 2po, de I’ion (issues de [111]), ainsi que des états fictifs isoénergétiques a la
géométrie d’équilibre du neutre.
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Figure 1I1.32 — a) Potentiel d’interaction photoélectron-noyaux pour le systtme modele Hj.

C’est un potentiel coulombien régularisé de parametre Z; = 0.5 ua, Z = 0.5 ua, 4 = # =
1/2 et up = -2 =1/2. Les valeurs de ay(R) varient avec la distance internucléaire R tel
mi+my

que I1,(R) = Ey (R) — EY(R). La position moyenne de 1’état électronique fondamental a la
géométrie d’équilibre est xo(R.;) = 0 ua. b) Courbes d’énergie potentielle du neutre EJ(R) et
de I'ion E,; (R) pour les différentes dynamiques envisagées. PEC associée a la molécule A’ en
noir, C’ en bleu et D’ en rose. Les trois PEC se croisent en R = R.q de sorte que le potentiel
d’ionisation est le méme a la géométrie d’équilibre du neutre.
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1.3 Diatomiques homonucléaires : effet de la masse des noyaux

vt | FC molécule THC’ | FC molécule DHC’ | FC molécule H, C’
0 6.641964 102 7.778694 102 1.102654 10!
1 3.056849 10! 3.358554 10! 4.067899 10!
2 4.207517 10! 4.181536 10! 3.909594 10!
3 1.887327 10! 1.580205 10! 9.071072 102
4 1.825789 102 9.878569 103 7.974130 10+
5 5.366367 103 2.604363 104 4.641793 104
6 8.985525 10 3.248820 103 9.868463 10¢
7 9.292251 10 1.145440 103 1.391609 10¢
8 6.454512 10°10 5.614703 107 1.338716 10°
9 2.970250 107 2.669968 108 3.755730 107
10 1.221391 107 8.401642 108 6.029034 108

Table III.4 — Valeurs des facteurs Franck-Condon obtenus dans les molécules H,, DH et TH
pour la dynamique de contraction (modele C).

Les trois cas de dynamique nucléaires possibles sont :

* Molécule A’ : La Courbe d’énergie potentielle de I’ion est parallele a celle du neutre,
et décalée en énergie de 32.807 eV. Le potentiel d’ionisation est donc constant et on
s’attend a aucune dynamique nucléaire effective.

* Molécule C’ pour contraction : La PEC est la méme pour I’ion que pour le neutre, mais
décalé en énergie et aux plus faibles distances internucléaires de sorte que R; =048 A.
Une dynamique de contraction de la molécule est a prévoir, avec une zone FC centrée
sur les états v = 1,2 pour les trois molécules (Hp, DH et TH) et qui s’étend jusqu’a
vt = 6 (voir tableau I11.4)

* Molécule D’ pour dissociatif : La PEC de I’ion correspond a I’état 2po,, [111]. Contrai-
rement au cas de la molécule modele CO, le gradient de la courbe d’énergie potentielle
étant beaucoup moins élevé.

Les trois PEC de I’ion se croisent en R.q de sorte que le potentiel d’ionisation est le méme a
la géométrie d’équilibre du neutre /,(Req) = 32.807 eV. Par manque de temps, nous n’avons
pas pu effectuer de simulations sur la molécule D’, une simulation avec le code de dynamique
corrélée prenant en moyenne une trentaine de jour sur ce systeme. Nous nous sommes donc
concentrés sur les dynamiques liées (molécule A’ et C’) dans H,, DH et TH. Ces travaux seront
réalisés dans un futur proche.

II1.3.2 Analyse vibrationnelle de I’ionisation a un photon

Ce travail s’inscrivant dans le cadre d’une collaboration avec le groupe d’Ursula Keller,
nous avons adapté les caractéristiques du rayonnement incident aux valeurs expérimentales.
Ainsi, 'impulsion est d’une durée de six cycles d’un laser IR centré a 1.608 eV, soit 15.31 fs.
L’intensité du rayonnement est de 10'°W.cm2. Nous avons effectué des simulations & quelques
énergies de photon, correspondant de 1’harmonique 22 (i = 35.376 eV) a 36 (hw = 57.888
eV). Le potentiel d’ionisation étant /,(Req) = 32.807 eV, les photoélectrons produits sont at-
tendus entre 3 et 25 eV en énergie cinétique. Nous avons vu dans 1’étude des molécules hé-
téronucléaires (voir I11.2.4) que le flux global ne permettait pas de déduire d’informations sur
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les retards d’ionisations, mais qu’au contraire il faut considérer les quantités résolus vibration-
nellement. Nous adaptons ici la méme démarche et nous intéressons de ce fait uniquement aux
quantités vibrationelles.

a) Préliminaires : modéle a noyaux fixe / molécule A’

Comme cela a été effectué dans la molécule CO, nous allons dans un permier temps com-
parer les résultats issus des flux de photoélectron j; calculé par TDSE dans la molécule a
géométrie gelée (avec le code de propagation 1D détaillé section I1.2.1) et 1a molécule A’ (avec
le code de dynamique corélée électron-noyaux MOLBIT détaillé section I1.2.3). Le méme trai-
tement que dans I’étude de CO est appliqué au flux j; défini dans 1’équation III.1 pour déduire
la probabilité d’ionisation a gauche et a droite @f;’j , ainsi que le temps de vol moyen du photo-
électron TOF$4 = ﬁ&d, que nous avons pris pour référence. Comme attendu, les grandeurs
ATOF$ 4 et ,@i‘fm / @in dans le modele H; sont respectivement nulle et égale a 1 pour la molé-

cule gelée ainsi que la molécule A’. En effet, le potentiel ressenti par 1’électron est symétrique,
conduisant a des retards d’ionisation gauche-droite nuls dans ce cas.

Dans le systeme DH, le centre de charge est situé a xop = 0.1241 A, et les résulats associés
a la molécule gelée a géométrie d’équilibre, ainsi qu’a la molécule A’(DH) sont présentés sur
la figure I11.33.

Dans la molécule gelée a géométrie d’équilibre (points noirs), on trouve des valeurs de
ATOF$~? nulles ainsi que de @i‘én / @fm constant a 1. Cela signifie qu’il n’existe pas d’asy-
métrie tenant du potentiel. Ce n’est plus le cas lorsqu’on considere le mouvement nucléaire
explicitement. En effet, les résulats présentés (points de couleurs) dévoilent une asymétrie
gauche-droite marquée pour le retard ATOF$~¢ qui atteint environ 800 as pour E = 21 eV,

g
won

ainsi que pour le rapport de probabilité ¢ /¢ qui passe de 1.45 2 0.73 en a peine 3 eV.

Comme les PEC du neutre et de 1’ion sont paralleles dans la molécule A’, on reste dans
I’état vibrationnel v = 0, ¢’est-a-dire qu’il n’existe aucune dynamique nucléaire effective, et
pourtant I’analyse des états stationnaires du potentiel d’interaction électron-noyaux Vy, (x; Req)
échoue a restituer un tel comportement. Il semble donc que le degré de liberté des noyaux
soit a I’origine de cette asymétrie. Pour tenter de comprendre ce phénomene, nous avons ef-
fectué I’AES sur le potentiel électron-noyaux moyenné sur I’états v* (xo+|Vive|xo+) (x) (cf
équation II1.16), qui est représenté en ligne noire sur la figure II11.34. On voit clairement que
I’asymétrie de v = 0 pour DH se transfere sur ce potentiel et est 2 I’origine des résultats de la
figure I11.33. De plus, 1’accord est excellent avec les résultats TDSE, tant pour le retard A'L'g_d
que pour le rapport de probabilité Kg/ $=d (E)) 7 (E).

En analysant plus en détail les origines de ce phénomene, nous avons mis en évidence
une annulation du dip6le de transition dans cette zone en énergie, a des valeurs différentes a
gauche et a droite. Ces grands retards seraient similaires a ceux observés pour un minimum de
Cooper [117]. Des études supplémentaires sont en cours pour trouver I’origine physique d’une
telle annulation.

Nous allons voir dans la suite comment se manifeste cette asymétrie de masse dans les
quantités résolues vibrationnellement pour la molécule C’(DH).
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Figure I11.33 — a) valeurs moyennes ATOF~¢ pour plusieurs énergies de photons en r| =

423.36 A (rond plein) et r, = 529.20 A (rond vide). b) Rapports des probabilités d’ioni-

d

<] 33;‘;” associés. Le calcul stationnaire (par AES) avec le potentiel

sation droite gauche &
effectif (¥o+|Vne|Xo+) (x) est représenté en noir. Les simulations du modgle a géométrie fixe

sont représentés avec des triangles noirs pour information.
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Figure II1.34 — Potentiel d’interaction photoélectron-noyaux effectif ()o+|Vye|xo+) (x) pour
le systtme modele A’ (Hy) (en pointillé bleu) et A’(DH) (en trait plein bleu). Le potentiel a
géométrie d’équilibre Vi, (x;Req) (issu de la formule II1.28) est représenté en orange.

b) Dynamique d’ionisation de la molécule C’ résolue vibrationnellement

Dans la molécule C’, les flux de photoélectron résolus vibrationnellement j‘i’f sont calculés
par des simulations TDSE et traités de facon a déduire les retards d’ionisation ATOFi:d et les
rapports de probabilité @“,ﬁ / <9_Z§+. Ici, la dynamique nucléaire est une contraction de la mo-
lécule, et implique principalement les trois premiers états vibrationnels de 1’ion. Les résultats
pour les trois systeme de masse H,, DH et TH sont représentés sur la figure I11.35.

Alors que le systtme Hy conserve bien la symétrie pour les différents états vibrationnels
tracés v = 0,1,2 (triangles hauts noirs), les systtmes DH et TH révelent une asymétrie a la
fois dans les retards d’ionisation ATOF@I‘Z que dans les rapports des probabilités 33“,2 / 97(‘;.
Cette asymétrie est trés marquée pour le canal vibrationnel v =0 — v = 2 avec des retard
allant jusqu’a 520 as. Pour v =0,1,0n a ]ATOF‘f,Id| <10aset 24, /P8, ~ 1. Cela provient
vraisemblabement du fait que 1’état v = 2 posséde un potentiel d’ionisation adiabatique tres
proche de celui de la molécule A’ :

2" =32.876 eV et [,(Reg) = 32.807 eV
Il semble que cela soit di ici encore & un zéro du dipdle d’ionisation, positionné a une énergie

faiblement différente entre droite et gauche.
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Figure II1.35 — a) valeurs moyennes du ATOF‘g/Id pour plusieurs énergies de photons (une cou-

leur de point = une énergie de photon) en r; = 423.36 A pour la molécule C’. Les mémes

quantités calculées en r» sont indiscernables de celles trouvées en ri. Chaque symbole corres-

pond 2 un canal vibrationnel v : v =0 (rond), vt = 1 (triangle bas), v = 2 (carré). Les

symboles pleins représentent DH tandis que les symboles vides représentent TH. Les triangles

haut noirs représentent H,. b) rapports des probabilités d’ionisation droite-gauche @“,ﬁ / 97§+

associés.
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Par ailleurs, il est possible de comparer DH (symbole plein) et TH (symbole vide). Le retard
d’ionisation ATOFf,Id est trouvé négatif pour les états v = 0, 1,2, et plus grand de quelques
as dans TH que dans DH. Cela signifie que le paquet gauche (c6té X) est en avance par rapport
au paquet droit (co6té H), et cela est d’autant plus vrai que 1’atome X est lourd. Par ailleurs, le
rapport des probabilités @“,ﬁ/ ﬁfﬁ est supérieur ou inférieur a 1 selon I’état vibrationnel, mais
surtout I’effet étant encore une fois d’autant plus marqué que I’atome X est lourd.

Une analyse plus poussée est 1a aussi nécessaire pour comprendre les effets de masse.

On peut ensuite calculer par intégration des flux TDSE la distribution vibrationnelle finale
a gauche et a droite et la comparer a la distribution FC. L’effet du mouvement des noyaux est
trés marqué, tant & gauche qu’a droite, et engendre une importante redistribution énergétique
entre les états vibrationnels, comme I’atteste la figure II1.36.

Comme c’était le cas pour CO, les distributions vibrationelles TDSE sont treés différentes de
la distribution FC, ce pour les deux systeémes H, et DH. Toutefois, alors que les distributions a
gauche et a droite sont identiques dans H», un écart faible est bien observé dans DH, prouvant
encore une fois I’asymétrie de la dynamique d’ionisation et des couplages vibroniques dans
cette molécule.

Finalement, la prise en compte explicite du mouvement nucléaire induit une asymétrie
gauche-droite du dipdle d’ionisation, méme dans un systeme symétrique de charge comme
DH. Plus particulierement, c’est bien la différence de masse des noyaux qui est a ’origine de
ce comportement. Plus un noyau est lourd, plus la densité de charge au cours du mouvement
nucléaire est importante, et plus le potentiel ressenti par 1’électron est concentré sur ce noyau.
A contrario, un noyau léger vise a délocaliser la densité de charge au cours de son mouvement.
Ainsi, Pasymétrie de masse est un effet purement corrélé. De ce fait, il n’est pas possible
de relier ces résultats a une étude stationnaire a géométrie donnée (basée sur I’ AES), comme
c’était le cas dans la premiere partie sur CO.

III.4 Synthese sur ’effet des caractéristiques de la molécule

Pour conclure ce chapitre, nous allons synthétiser les résultats obtenus dans les molécules
modeles CO et HD. Les deux systémes sont tres différents du point de vue de leur asymétrie.
La premiere est congue avec une asymétrie électronique forte (Z¢ = 0.33 ua, Zp = 0.67 ua) qui
va régir la dynamique d’ionisation. Dans ce systeme composé de noyaux lourds, I’asymétrie
de masse peut étre négligée en comparaison de cette derniere. Cette hypothese est bien valable
puisque il est possible de définir une géométrie effective Rgg pour chaque canal d’ionisation v
telle que la dynamique d’ionisation corresponde a celle d’un systeme gelé a cette géométrie.
Cela est parfaitement visible dans le cas d’une dynamique nulle des noyaux (voir figure II1.12).
Le potentiel d’interaction photoélectron-noyaux effectif et le potentiel a géométrie d’équilibre
sont quasi égaux :

<XO+“7N6|XO+> (x) = VNe(X;Req)~

L’intégration sur la coordonnée radiale R est donc équivalente a considérer uniquement la va-
leur centrale, les autres contributions étant négligeables.
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Figure II1.36 — Distribution vibrationnelle normalisée TDSE 95;[1 relatif a ’ionisation dess

systemes H, (en haut) et DH en bas par une impulsion de durée 7, = 15.31 fs et d’énergie i, =
36.99 eV. En gris figure la distribution Franck-Condon, en rouge (resp. vert) la distribution

gauche (resp. droite).
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Chapitre lll. lonisation dans les molécules : couplages vibroniques

De telles conclusions ne s’appliquent plus dans la deuxieme molécule considérée HD, qui
ne possede aucune asymétrie de charge, mais une asymétrie de masse marquée puisque les
noyaux sont trés légers et le rapport des masses important m; /my = 1/2. Ici, aucune asymétrie
n’est visible sur la molécule gelée a R.q. La distribution radiale en R des €tats vibrationnels
est nettement plus diffuse que dans CO, elle n’est plus aussi piquée et il est nécessaire de
considérer les valeurs intégrées. De ce fait,

<x0+|VNe|x0+> (x) 7& VNe(x;Req)'

Plus précisément, le potentiel ressenti par le photoélectron est asymétrique du fait des diffé-
rentes masses des noyaux. La prise en compte explicite de la coordonnée nucléaire R est a
I’origine de I’asymétrie gauche-droite du phénomene d’ionisation. On peut donc conclure que
dans CO cet effet, di a la différence de masse, pourrait induire une 1égere différence entre les
calculs TDSE et AES.

Pour tenter de répondre a cette question, des simulations de dynamique d’ionisation a un
photon ont été réalisées sur la molécule CO’, qui differe de CO par le rapport de masse des
deux noyaux. L’asymétrie de masse est ici completement effacée en définissant la méme masse
sur I’atome de gauche et de droite, cela en conservant la masse réduite du systeme et donc les
états vibrationnels v*. La dynamique de contraction est de ce fait rigoureusement la méme que
précédemment, mais les noyaux se meuvent de fagcon symétrique. Les différences des retards
d’ionisation dans CO et CO’ sont montrés sur la figure II1.37.
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Figure II1.37 — a) Différence du ATOFf,Id pour CO’ et CO. Chaque symbole correspond a un
canal vibrationnel v : vt =0 (rond), vt = 1 (triangle bas), v = 2 (carré), v = 3 (triangle
haut) et v = 4 (losange).
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1ll.4 Synthése sur I'effet des caractéristiques de la molécule

On atteint des différences aux alentours de deux a trois attosecondes, ordre de grandeur
comparable aux résultats de HD (voir figure 1I1.35) pour les états v = 0, 1. Ces faibles diffé-
rences, comparées aux retards dus a I’asymétrie du potentiel, justifie I’approche AES avec la
géométrie effective RZ&

Dans le cadre d’une asymétrie électronique marquée, il est 1égitime de définir ces géomé-
tries effectives R;’g qui permettent de retrouver, par un moindre effort de calcul, le compor-
tement de la fonction d’onde globale lors de la dynamique d’ionisation. Nous esperons aussi
pouvoir définir un potentiel effectif associé a chaque canal vibrationnel de DH qui puisse per-
mettre, au travers de calcul AES, de reproduire la dynamique d’ionisation observée dans les
simulations TDSE. La correspondance de 1’analyse stationnaire avec les simulations TDSE
peut s’avérer d’une grande aide pour 1’étude de systemes moléculaires plus imposants, ot les
calculs TDSE nécessitent trop de ressources, ou bien font appel a un trop grand nombre d’ap-
proximations pour &tre quantitatif.

Nous allons voir dans le chapitre IV comment les mesures des temps d’ionisation a deux
photons sont affectées par cette asymétrie, et si il est possible de remonter a la valeur du terme
de correction ATS .
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Chapitre IV

Lien avec I’expérience : Etude
RABBIT de ’ionisation des molécules

diatomiques

Toute I’étude qui a été réalisée au cours du chapitre I1I portait sur la dynamique d’ionisation
a un photon de systemes moléculaires. Ces grandeurs, notamment les retards d’ionisation, font
sens comme témoignant de la diffusion du photoélectron par le potentiel d’interaction dont
il s’échappe. Ces temps, définis par Wigner [39], ont donc une signication physique claire.
Toutefois, il faut garder a I’esprit que les données liées a 1’ionisation a un photon ne sont pas
directement accessibles expérimentalement. En pratique, il est possible d’utiliser les méthodes
de mesure d’ionisation a deux photons [17] décrites dans le chapitre 1.5.2) afin d’avoir acces
indirectement a ces quantités. A cette fin, plusieurs techniques ont été développées, les plus
connues et répandues a ce jour étant le Streaking et la méthode RABBIT pour Reconstruc-
tion of Attosecond Beating By Two-photons transition. Cette méthode, qui fait I’objet d’une
description détaillée dans le chapitre 1.5.2, est celle qui a été choisi pour simuler des mesures
d’ionisation a deux photons. Ce choix se justifie par la collaboration avec 1’équipe d’Ursula
Keller a ’ETH Ziirich sur I’exploration de la dynamique d’ionisation asymétrique dans les
molécules diatomiques, qui utilise un dispositif de mesure des phases RABBIT pour remonter
aux retards d’ionisation [34, 33].

Pour rappel, cette méthode interférométrique nécessite 1’utilisation d’un laser IR d’inten-
sité perturbative et d’un peigne d’harmoniques de ce laser. Le spectre de photoélectrons issu de
I’ionisation d’un systéme (atomique ou moléculaire) par ce peigne d’harmoniques est consti-
tué de plusieurs pics (positionnés aux énergies E, 1 et espacés de 2hiwg. En présence du
laser fondamental IR, des bandes satellites apparaissent du fait de 1’ionisation a deux photons
aux énergies Eyg, par les deux transitions HHy, 11 — g et HHp, | + @yg. Ces deux chemins
conduisent au méme état final, ce qui génere un phénomene d’interférence. L’intensité de la
bande d’énergie satellite SBy, intégrée spectralement peut donc s’écrire (voir équation 1.28
rappelée ici) :

by = |Tog1|* + |Tag1]* + 2| Tog—1Tog+1] cos (20r X Txuv-r +Aby)

L’intensité I_zq oscille avec le retard Tyyy_jg entre les impulsions pompe XUV et sonde IR, de
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fréquence 2wk et avec une phase Aézq (les phases des harmoniques ¢»,+1 de 1’équation 1.30
étant mis a zéro dans nos études théoriques) donnée par 1’équation 1.32 :

AB2g = Magi1 — Mag—1+ Prgy1 — Prgi
——_— ——

A¢cc

On obtient par dérivation en énergie (division par 2wyg) :

Tog = Tsc(Ezg) + Tec(Eag)

Le retard 7,4, accessible par les mesures RABBIT, donne ainsi acces au retard de diffusion 7.
a I’énergie Ey4, qui correspond directement a la quantité sondée lors des études de 1'ionisation
a un photon effectuée précédemment, ce a un facteur 7., représentant le couplage continuum-
continuum induit par le laser sonde. Ceci vient de I’approximation faite dans [75], qui permet
d’écrire I’élément de matrice de transition a deux photons ///igli) (Ezg) (correspondant a la

transition HHy,4 1 — @7z ou HHy,—1 4+ @) comme un produit de celui a un photon .#y, (E>y)
et d’un terme universel .Z5* (Exg).

///i(oii)(EZq) = Mion(Erg) X Mcc(Erq) Iv.1)

La phase de I’élément de matrice )

‘on(E) est ainsi la somme de la phase de diffusion 14+

et d’un terme ¢..(E»,;) (équation 1.33). Ce terme est considéré comme indépendant du nombre
quantique de moment angulaire / ou encore de la direction de propagation, ce qui permet le
développement de I’équation 1.33.

Nous allons voir dans la suite de ce chapitre dans quelles circonstances les résultats d’io-
nisation a deux photons correspondent a ceux a un photon, et en particulier comment le retard
d’ionisation gauche-droite est affecté par la mesure (au travers du 7..). En effet, ce terme cor-
rectif est a haute énegie, indépendant du moment angulaire considéré, et donc aussi de la di-
rection d’émission du photoélectron. la différence de temps entre gauche et droite devrait nous
permettre de nous débarasser de 7., et de retrouver le retard de diffusion ng[d.

Afin de simuler les expériences RABBIT sur les différents systeémes moléculaires étu-
diés dans le chapitre précédent, nous avons considéré un laser IR (o = 1.55 eV) d’inten-
sité 8 x 101°W.cm™2, ainsi qu’un peigne d’harmoniques impaires de ce laser, allant de HH»;
2 HH,y d’intensité 10'2W.cm2. L’intensité du laser IR est définie de sorte & n’obtenir que les
SB (correspondant a HHy,+| &= 72@), et non les ordres supérieurs (ionisation a 3 photons ou
plus). La durée des impulsions pompe XUV et sonde IR est ajustée afin d’obtenir une faible
largeur spectrale (77, = 79.37 fs donne FWHM[g = 0.052 eV). Les spectres de photoélectrons
sont enregistrés via la méthode window une dizaine de fs apres la fin de I’impulsion. Ainsi,
nous avons vérifié que les corrélations vibroniques étaient négligeables a cet instant et donc
que les spectres avaientt atteint leur forme convergée.

Nous nous sommes encore une fois dans un premier temps intéressé au cas de la dynamique
nucléaire gelée dans le but de sonder le systeme sans tenir compte des corrélations vibroniques,
puis nous regarderons les cas de dynamiques liées. En effet, le cas de dynamique dissociative
représenté par la molécule D ne permet pas I’ utilisation du code de dynamique corrélée MOL-
BIT (voir chapitre 11.2.3) qui développe la fonction d’onde sur la base des états vibrationnel s
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Chapitre IV. Etude RABBIT de I'ionisation des molécules diatomiques

de I’ion, et de ce fait de la méthode window. En outre, il nécessite une treés longue propagation
si on souhaite obtenir le spectre de photoélectron (par transformée de Fourrier) avec une bonne
précision en énergie. Les simulations sont envisagées dans le futur.

IV.1 Mesures RABBIT de I’ionisation d’une diatomique hétéronu-
cléaire

IV.1.1 Dynamique nucléaire gelée : pertinence du RABBIT a basse énergie

Nous avons considéré, dans un premier temps le systeme moléculaire figé a la géomé-
trie d’équilibre Req = 1.128 A défini dans la partie I11.2.2, 3 I’aide de simulations 2 une di-
mension. Pour I’étude de I’ionisation a un photon, nous étions en mesure de comparer les
résultats gauche-droite dépendant du temps aux calculs stationnaires. Dans [84], cette méthode
d’analyse indépendant du temps est adaptée dans le but de sonder la dynamique d’ionisation
a deux photons dans des systemes symétriques, ainsi que de la comparer aux résultats obtenus
pour I’ionisation a un photon. Toutefois, le développement de 1’approche se trouve fortement
impacté par I’absence de symétrie du potentiel dans notre cas. Des travaux supplémentaires
doivent donc étre effectués dans cette thématique. Les résultats de [84] prouvant I’accord entre
les deux approches dans le cas symétrique, nous considérerons donc les mesures des retards
TDSE a géométrie fixe comme suffisantes.

Les spectres de photoélectron issus de I’ionisation a deux photons vers la gauche et vers
la droite sont montrés sur la figure IV.1, pour plusieurs valeurs du retard Tyyy_jr entre les
deux impulsions. Tout d’abord, on observe bien quatre bandes satellites (22 a 28) espacées de
2har = 3.1 eV en énergie. La résolution utilisée pour le calcul des spectres est de 5.4 meV. La
largeur des bandes satellites est de AE>, = 50 meV, ce qui est en accord avec les caractéristiques
(FWHME) des impulsions pompe XUV et sonde IR.

Comme observé lors de 1I’étude de 1’ionisation a un photon sur les flux de photoélectrons,
pour une méme valeur de Txyy_jr, 'intensité des SB est plus élevée a gauche qu’a droite
puisque 1’état fondamental est plus localisé coté oxygene.

Chaque SB voit son intensité varier en fonction du retard Tyyy—;z. L'intensité la plus faible
est relevée pour un retard Txyyy_jg proche de zéro, ce qui indique des phases RABBIT faibles,
typiques d’un continuum lisse [84] On retrouve cette méme valeur d’intensité pour Tyyy_jgr =
Tir/2, ce qui est cohérent avec la formule 1.28 donnant sa variation en fonction de Txyy — k.

A partir de ces spectres, deux analyses peuvent €tre pratiquées, a savoir une analyse Rain-
bow RABBIT qui va regarder pour chaque SB la variation énergétique de I, (E) (cette étude
est détaillée en annexe A.8), et une analyse RABBIT qui s’intéresse a la valeur intégrée de
L. Premierement, I’étude de chaque SB intégrée est réalisée afin de déduire les phases Aéfq
et Aéqu. Sur la figure IV.2 est représentée la variation de I_§2 et 1_512 en fonction de Txyyy_jr. La

modélisation de I_géd en fonction de Txyy g par une fonction cosinus

78,d _ p8.d g.d g.d

IZq _AZq -I-qu cos (2ayr Txyv—Ir + 92q ) Iv.2)
permet d’avoir acces a la valeur du déphasage gauche-droite Aézgq_ 4= ézgq — éfq ainsi que la
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IV.1 Mesures RABBIT de I'ionisation d’une diatomique hétéronucléaire
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Energie de photoélectron E (eV)

Figure IV.1 — Spectre de photoélectron enregistré apres interaction avec un peigne d’harmo-
niques impaires et le laser fondamental, pour différentes valeurs de Txyy_;g (du plus clair au
plus foncé), a gauche en rouge et droite en vert. Pour plus de lisibilité sur le spectre, les signaux
correspondant aux harmoniques impairs sont divisés par 10.

probabilité d’ionisation

d d 2 d 2
qu - ‘TZ‘S;—I’ +’T2€1+1‘ (IV.3)

pour chaque SB indépendamment. Ensuite, il est possible de remonter a un retard gauche-droite
Affq_d en divisant ce déphasage par 2@y, (voir équation 1.33). Les valeurs des retards pour les SB
22 a 28 sont montrées figure IV.3 et comparées aux résultats d’ionisation a un photon obtenus
par analyse des états stationnaires AES. On retrouve la courbe d’évolution du retard de groupe
Afcé*d obtenue par AES sur le systeme a géométrie d’équilibre présentée sur la figure II1.10.
Cette courbe tend vers 0 aux grandes énergies de photoélectron. Les résultats Aff;d obtenus
par extraction de la phase RABBIT sont représentés avec les différents symboles. La quantité
a deux photons tend aussi vers 0 aux grandes énergies E, mais varie beaucoup moins proche
du seuil d’ionisation.

La différence entre ces deux quantités est représentée dans I’encart de la figure IV.3. Elle
correspond, d’apres ce qui a été dit précédemment, au terme de correction ATE. On voit
tres nettement que la courbe semble diverger lorsque E tend vers zéro, et a contrario qu’elle
converge vers les valeurs nulles (aux incertitudes pres) a haute énergie. Les barres d’erreur
sont celles obtenues par la modélisation de I_f’zd en fonction de Tyyy_sr/T et sont suffisamment
faibles pour considérer les résultats a deux photons comme fiables.
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Chapitre IV. Etude RABBIT de I'ionisation des molécules diatomiques
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Figure IV.2 — a) Spectre de photoélectrons centré sur la SBy,, pour différentes valeurs de
Txuv_ir (du plus clair au plus foncé) a gauche. b) Variation de I’intensité intégrée I, en
fonction de Txyy_jr/T, pour le paquet gauche en rouge et droit en vert (a droite). Les points
correspondent au spectre tandis que les lignes représentent la fonction cosinus modélisée (équa-
tion IV.2).

Alors que dans les cas étudiés dans [84] les temps mesurés sont suffisamment élevés pour
considérer la correction 7., comme négligeable, les valeurs des retards d’ionisation gauche-
droite A‘Cg_d a un photon sont ici du méme ordre de grandeur que le terme de correction a
basse énergie, ce qui rend tres difficile la comparaison des quantités & un et deux photons dans
cette région.

L’étude de I'ionisation a deux photons du systeme gel€ a géométrie d’équilibre R = R, a
permis de définir les observables d’intérét pour la suite. Nous avons vu au cours de cette étude
que les quantités intégrées du RABBIT caractérisant 1’asymétrie gauche-droite lors de 1’ioni-
sation a deux photons ne sont pas directement comparables aux grandeurs a un photon. Dans
la suite, les trois molécules induisant différentes dynamiques nucléaires liées seront étudiées
avec la méthode RABBIT résolue vibrationnellement. Nous verrons ainsi si il reste pertinent
de définir les géométries effectives pour 1’étude des processus d’ionisation multiphotoniques.
Finalement, ces résultats seront comparés aux grandeurs liées a 1’ionisation a un photon pour
expliciter le terme de correction 7. en présence de corrélation vibronique.

IV.1.2 Dynamique nucléaires liées : géométrie effective

Dans la suite, nous nous intéressons a I’étude RABBIT de photoionisation accompagnée
de dynamiques nucléaires liées symbolisées par les molécules A (pas de dynamique nucléaire
effective), B (dynamique d’élongation) et C (dynamique de contraction).
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IV.1 Mesures RABBIT de I'ionisation d’une diatomique hétéronucléaire
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Figure I'V.3 — Retard d’ionisation gauche-droite dans la molécule a géométrie gelée a un photon
Afcé*d obtenue par AES (ligne noire) et deux photons Afzg;d obtenus par extractions des phases
RABBIT (symboles). Une courbe de tendance est montrée en pointillé gris. Dans I’encart est
tracé la différence entre les résultats a deux et un photons, ce qui correspond a Afffd. Les
barres d’erreur sont celles obtenues par la modélisation de I_fid en fonction de Txyy—ir.

Les résultats obtenus par les simulations de dynamiques corrélées (a 1I’aide du code MOL-
BIT détaillé au chapitre I1.2.3) ont été comparés aux simulations de dynamique électronique a

une dimension a géométrie R fixe.

a) Molécule A - géométrie d’équilibre :

Tout d’abord dans le cas de la molécule A n’induisant pas de dynamique nucléaire effective
(voir section I11.2.2), les résultats TDSE incluant le degré de liberté nucléaire sont comparés
aux résultats TDSE (a I’aide du code a une dimension) obtenus a géométrie d’équilibre Req
fixe sur la figure IV.4. Premicrement, on peut voir que le retard d’ionisation Afé”;d diminue
avec I’énergie de la SBy,, et passe méme par les valeurs négatives. L’accord entre les résultats
issus des deux modeles est tres satisfaisant. Comme explicité dans 1’étude de 1’ionisation a un
photon (voir section III.2.2)le potentiel d’interaction moyenné sur le domaine d’élongation de
Xo+(R) est tres proche du poteniel défini a géométrie d’équilibre fixe (voir équation I11.16) :

<Z0+ |‘7Ne|%0+> ()C) ~ VNe(X;Req)7

et les résultats des quantités d’ionisation a deux photons sont donc semblables, ce qui légitime
bien le fait de considérer la molécule a la géométrie d’équilibre R = R, fixée pour décrire
la dynamique d’ionisation de la molécule A. Un faible écart est observé pour les rapports de
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Chapitre IV. Etude RABBIT de I'ionisation des molécules diatomiques
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Figure IV.4 — Retard d’ionisation gauche-droite A’Efq_ d (en haut) et rapport de probabilité
L@(dm / @(gz) (en bas) a deux photons obtenus par la méthode RABBIT. Les points de couleurs
correspondent a la molécule A tandis que les points noirs sont issus de simulation 1D a Req

fixe.
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IV.1 Mesures RABBIT de I'ionisation d’une diatomique hétéronucléaire
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Figure IV.5 — Spectres de photoélectron enregistrés vers la gauche apres interaction de la molé-
cule C avec un peigne d’harmoniques impaires et le laser fondamental, pour différentes valeurs
de Txyv—_ir. Pour plus de lisibilité, les signaux harmoniques sont omis. Les spectres enregistrés
vers la droite sont de forme semblable.

probabilité mais il reste dans la barre d’erreur numérique de la détermination de 1’amplitude
RABBIT.

Il est intéressant a ce stade de noter que le rapport de probabilité d’ionisation a deux photons
97{12) / 3752) est tres différent de celui trouvé a un photon ,@é) / @fl) (figure I11.12), puisque
ce dernier se situe vers 0.70 tandis que celui a deux photons fluctue aux alentours de 0.87.
Toutefois, la méme tendance a tendre vers 1 aux hautes énergie est observée avec la grandeur
a un photon et un minimum est visible vers 7.5 eV, alors qu’il était situé vers 5 eV pour les
résultats a un photon. L’élément de matrice de transition a deux photons ///(gz’i) (Epg) semble
donc bien varier différemment de celui a un photon en ce qui concerne la direction d’émission
du photoélectron. Nous reviendrons sur cette observation plus tard dans le chapitre.

b) Molécule B, C - géométrie effective :

Tout comme pour I’étude de I’ionisation a un photon (explicité dans la section b)), seules
les quantités résolues vibrationnellement font sens pour I’étude de ces molécules induisant une
dynamique nucléaire liée, le spectre de photoélectron global n’étant qu’une combinaison de
plusieurs signaux vibrationnels [ 18], comme il est montré pour la molécule C sur la figure IV.5.
La résolution du spectre est de 5.4 meV. Chaque état vibrationnel est espacé de SE* = 309
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Chapitre IV. Etude RABBIT de I'ionisation des molécules diatomiques

meV, ce qui est bien supérieur a la largeur FWHM (pour Full Width Half Maximum) des champs
XUV et IR. Ces largeurs sont donc bien résolues dans nos spectres. De ce fait, chaque bande

. . . . vt ~ Y .
satellite vibrationnelle (notée SB,, ) peut étre sondée indépendamment des autres en fonction
du retard pompe-sonde Txyy —jr-

+ .. ,. ., Tyt .

Pour chaque bande SB}’q , on observe une variation de I’intensité I, , en fonction du retard
A +

pompe-sonde Txyy_jg. De plus, pour une méme valeur de Txyy—jr, chaque groupe de SB%’q est

d’intensité relative semblable, et donne une distribution vibrationnelle associée a la transition

a deux photons.

L’étude RABBIT résolue vibrationnellement de 1’ionisation de la molécule C permet d’ac-
céder aux retards d’ionisation gauche-droite Af‘;ﬁ;“ﬂ ainsi qu’aux rapports de probabilité d’io-
nisation ‘@(dZ),W / @é)’v +» présentés sur la figure IV.6. Aucune surprise n’est observée sur les
tendances des différentes courbes de retard ou de rapport de probabilité. En outre, on retrouve,
tant au niveau de @é)7v+/ ‘@é),w que Afzg;gﬂ des valeurs proches de celles obtenues par
une simulation 1D a géométrie effective R;’g fixe, ce pour tous les états vibrationnels tels que
vt < 4. Les écarts observés sur les retards d’ionisation sont compris dans les barres d’erreur
numérique liée a la détermination de la phase RABBIT, de méme que ceux observés sur les
rapports de probabilité sont compris dans les barres d’erreur numérique liée a la détermination
de I’amplitude RABBIT de la SB.

Il semble donc pertinent de considérer la dynamique d’ionisation a deux photons a géomé-
. . + s e e 2 2, . . ., < . . .
trie effective RY;; pour décrire les quantités résolues vibrationnellement liées a I’ionisation de

la molécule C.

Pour information, les mesures RABBIT de I'ionisation de la molécule B induisant une
dynamique d’élongation sont comparés aux simulations 1D a géométrie effective Rgg sur la
figure IV.7. A I’échelle de variation des retards d’ionisation RABBIT Af§;f+ , il est ici possible
de distinguer les différents quantités vibrationnelles, ce qui n’était pas le cas de 1’ionisation
a un photon (voir figure II1.24. De plus, les rapports de probabilité 9’7("2)7w / @(gz)ﬂﬁ mettent
en évidence une structuration vers 9-10 eV (déja présente sur les résultats a un photon de la
figure I11.24) qui inverse 1’ordre des canaux vibrationnels.

Dans les trois molécules modele induisant des dynamiques nucléaires liées, la simulation
1D a géométrie effective R(‘Q fixée permet d’accéder aux grandeurs résolues vibrationnelle-
ment Af§;3+ et 35(‘12%\# / ‘@é),v* Cela légitime donc le fait que la géométrie effective, décrite
section b) pour les résultats de 1’ionisation a un photon, est aussi pertinente pour décrire les
mesures RABBIT et de ce fait la dynamique d’ionisation & deux photons.

Par ailleurs, les valeurs associées aux rapports de probabilité sont trés différentes entre les
résultats de I’ionisation a un et deux photons obtenus par les calculs TDSE (code de dynamique
corrélée vs 1D a géométrie fixe). Il en est de méme pour les retards d’ionisation qui exhibent
une variation énergétique nettement plus faible que pour les résultats a un photon. Dans ce
qui suit, nous allons tenter de fournir une interprétation a cet écart et expliquer les approxima-
tions qui peuvent étre faite lors du développement de I’élément de matrice de transition a deux
photons.
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méthode RABBIT. Les points de couleurs correspondent aux grandeurs résolues vibrationnel-
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Figure IV.7 — a) Retards d’ionisation gauche-droite a deux photons Afg{;j+ obtenus par la
méthode RABBIT. Les points de couleurs correspondent aux grandeurs résolues vibrationnel-
lement tandis que les points noirs sont issus de simulations 1D a R:& fixe. b) Rapports de
probabilité d’ionisation L@(dz)?w / @é)’w obtenus par la méthode RABBIT.
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¢) Interprétation des résultats RABBIT :

Les mesures RABBIT de I’ionisation a deux photons des molécules A, B et C, mais aussi
du systeme gelé a géométrie d’équilibre, confirment la présence d’une asymétrie de la dyna-
mique d’ionisation, déja mise en évidence lors de 1’étude de I’ionisation a un photon. Toute-
fois, le comportement de cette asymétrie, tant au niveau retard d’ionisation Af§;3+ que rap-
port de probabilité de transition 9’7("2)7\# / @é)’w, differe des quantités a un photon A‘L‘ng 4 et
‘@(dmw / @é)’w. Pour expliquer cette différence, il nous faut considérer le développement de
I’élément de matrice a deux photons (voir équation IV.1), qui s’écrit a gauche comme a droite :

MEL(E) = MEE) x ME(E), (IV.4)

(2 ion

Cette approximation suggere que le terme a deux photons ressemble a celui a un photon, ce qui
est 1égitime puisque 1’hypothese de la géométrie effective Rgg, déja valable pour les quantités
a un photon (voir équation II1.23), peut s’appliquer dans le contexte de 1’ionisation a deux
photons. Le terme de correction du dipdle .//[i?d(E ) est défini, dans le cadre d’application de
[75], indépendant du moment angulaire du photoélectron, et ainsi de sa direction d’émission. Si
tel était le cas, cette correction se simplifierait dans les valeurs des retards d’ionisation Aff;ir
de mé&me que dans le rapport de probabilité @("2)",+ / @(gz)w, et on retrouverait les grandeurs a
un photon. Il est de ce fait évident, par I’écart observé a ces grandeurs, que le terme %fgd (E)
n’est pas le méme de part et d’autre de la molécule dans la gamme énergétique considérée
(0-20 eV).

Il nous reste a sonder la dépendance de ce terme avec le nombre quantique v*. Pour ce
faire, la différence des retards d’ionisations calculés par 1’approche dépendant du temps entre
les valeurs 2 un et RABBIT deux photons (correspondant a AT, d(E )) est comparée pour
les différentes molécules modeles, ainsi que pour les canaux vibrationnels associée, sur la fi-
gure IV.8. Les résultats en rouge correspondent aux différents canaux vibrationnels associés a
la molécule B, tandis que ceux en bleu sont issus de la molécule C. Quelque soit la dynamique
nucléaire considérée, ou encore le canal vibrationnel, ATS, d(E ) varie avec la méme tendance
en fonction de 1’énergie, et suit méme la courbe trouvée pour ’ionisation du modele a géomé-
trie d’équilibre gelée (qui fournit les mémes résultats que pour la molécule A).

Cela justifie le caractére universel de ce terme, qui ne semble étre fonction que des facteurs
Z, et Z, du potentiel d’interaction électron-noyaux Vy.(x,R) (responsables du comportement
a longue portée). Ainsi, il est possible de retrouver les quantités vibrationnelles liées a 1’io-
nisation a un photon par I'intermédiaire d’une étude a géométrie gelée de 1’état électronique.
Une fois déterminé le terme d’asymétrie Arfc_d (E) par I’étude du systeme gelé, les mesures
RABBIT de I’ionisation a deux photons suffisent a remonter a la dynamique d’ionisation a un
photon.

Par ailleurs, on retrouve ce terme de correction A‘L‘f{d(E ) dans toutes les molécules mo-
deles étudiées, laissant penser qu’il est aussi présent dans la molécule D qui se dissocie. Cette
derniére demande un trop important temps de calcul (pour obtenir le spectre de photoélectron
par FFT) ou une trop grande mémoire vive (pour effectuer le spectre par window) pour que les
résultats soient convergés. Néanmoins, I’étude de I’ionisation a deux photons de cette molécule
D constitue une continuation directe de mon travail et sera réalisée dans un futur proche.
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Figure IV.8 — Différence entre les résultats 2 deux et un photons, ce qui correspond a ATs. d (E).
Plus v augmente, plus le bleu est clair pour la molécule C, et plus le rouge ’est pour la
molécule B). Les résultats associ€s au modele gelé a R, sont représent€s en pointillé noir.

IV.1.3 Conclusion sur la molécule asymétrique hétéronucléaire

Au cours de cette étude, nous avons sondé la dynamique corrélée photoélectron-noyaux
d’une série de molécules modeles basées sur CO. Ces molécules diatomiques ont été pensées
avec une asymétrie électronique (Z; = 0.67, Z, = 0.33) et de masse (m;/m, = 20.53/7.47)
bien marquées, de maniere & mettre en évidence 1’asymétrie gauche-droite dans une molécule
diatomique hétéronucléaire.

Les deux observables principales pour quantifier cette asymétrie sont le rapport de proba-
bilité¢ 2¢ (E;R)/ 28, (E;R) et le retard d’ionisation gauche-droite Argged. Ces deux quantités
sont directement reliées au moment de transition %ﬁf (E) vers le continuum, qui dépend des
états vibroniques initiaux et finaux du systemes. Les résultats résolus vibrationnellement (ob-
tenus par TDSE) ont été comparés a une approche d’analyse des états stationnaires, basée sur
la détermination de la fonction d’onde sélectionnée par la transition (voir section II1.1.2) qui
permet de calculer le moment dip6laire associé a I’ionisation ainsi que les retards de diffusion
(définis par Wigner [39]) a une énergie E donnée, pour une géométrie R donnée.

L’accord entre les deux approches nous a permis de définir une géométrie effective Rgg qui
dépend du canal d’ionisation vibrationnel v considéré, et qui satisfait aux conditions énergé-
tiques (I T = Ey (Revf;) —Ep (RZ;)) et vibrationelles (&\+(R) centrée en Rgg). La dynamique
d’ionisation vibrationnelle d’une molécule peut donc €tre retrouvée par I’intermédiaire d’une
analyse stationnaire qui nécessite un faible temps de calcul, laissant envisager 1’étude de sys-

temes moléculaires de taille plus conséquente dans un futur proche.
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La définition de telles géométries restent valables pour la plupart des dynamiques nu-
cléaires considérées, et se retrouve aussi bien dans les résultats de I’ionisation a un et deux
photons. Ces derniers trouvent tout leur sens dans les études RABBIT des signaux intégrés. La
comparaison entre un et deux photon nous permet d’ailleurs de remonter a la valeur de I’asy-
métrie du terme de correction dii a I’interaction avec le laser sonde Af‘cgc_d(E ). Nous allons voir
dans la suite comment toutes les interprétations faites dans cette parties sont influencées par
I’annihilation de I’asymétrie électronique. Nous pourrons ainsi souligner 1’effet de 1’asymétrie
des masses dans une molécule diatomique.

IV.2 Mesures RABBIT de ’ionisation d’une diatomique homonu-
cléaire

IV.2.1 Molécule A’ : pas de dynamique nucléaire effective

Ici encore, nous avons considéré un peigne d’harmoniques impaires, allant de HH;; a HH3;
d’intensité 10'?W.cm2, ainsi que le laser IR fondamental associé (i = 1.608 eV) d’intensité
8 x 10'°W.cm2. L’intensité du laser IR est définie de sorte 2 n’obtenir que les SB (corres-
pondant a HHj+1 &= 7iw).La durée des impulsions pompe XUV et sonde IR est ajustée afin
d’obtenir une faible largeur spectrale (7, = 76.54 fs donne FWHMg = 0.054 eV).

Les résultats issus de la molécule gelée et de la molécule A’ (DH) et (H») qui n’induit pas
de dynamique nucléaire effective sont montrés figure IV.9.

Comme il est attendu pour la molécule gelée, le retard gauche-droite a deux photons Af‘zg;d
est nul, ce qui est déja le cas a un photon (voir figure I11.33). Le systéme est en effet symétrique.

Si on considére maintenant la dynamique nucléaire de la molécule A’, on observe toujours
une asymétrie. Celle-ci reproduit bien la tendance (du continuum structuré) des résultats a un
photon de la figure I11.33 et reproduite en pointillé ici, avec un écart témoignant a basse éner-
gie d’un terme de correction non-équivalent de part et d’autre de la molécule Aff?’[d. Cela est
cohérent puisque le potentiel ressenti par 1’électron n’est plus symétrique, ce qui engendre une
asymétrie du 754 Cette correction est toutefois bien faible en comparaison de la gamme de re-
tard A’L'i:_d atteint, ce qui permet aux mesures RABBIT de déduire des informations pertinentes
sur la dynamique d’ionisation a un photon.

De méme, les rapport de probabilité 9’7612)7‘# / @é)’w sont de tendance comparable aux
résultats de I’ionisation a un photon, en diminuant toutefois I’amplitude de I’asymétrie.

IV.2.2 Molécule C’ : mesures RABBIT résolues vibrationnellement

De la méme maniere, les résultats de la molécule C’ induisant une dynamique de contrac-
tion sont différents a un et deux photons, comme il est visible sur la figure IV.10.

La tendance dans I’évolution du rapport de probabilité d’ionisation a deux photons ‘@é),ﬁ / @fz)7v+
est similaire a celui a photon @(dl)’w / ﬁz(gl)’w obtenu par les calculs TDSE (figure I11.35). De
ce fait, on peut réécrire I’élément de matrice a deux photons (décrit dans I’équation IV.4) avec
I’approximation que le terme de correction se développe comme un module indépendant de la
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Figure IV.9 — a) Retard d’ionisation gauche-droite a un photon A’cg_d obtenue par AES avec
le potentiel effectif de la molécule A’ (ligne noire) et deux photons Af‘zgq_ 4 obtenus par ex-
traction des phases RABBIT (symboles). Les triangles hauts noirs correspondent a H; et les
points colorés a DH. Les barres d’erreur sont celles obtenues par la modélisation de I_féd en

fonction de Txyy_r/T. b) Rapports de probabilité d’ionisation 33{12)7% / ‘@52),v+ obtenus par
/

la méthode RABBIT. En pointillé noir figurent les résultats a un photon A‘Eg_d et K'g ¢ présenté

a la figure II1.33.
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Figure IV.10 — a) Retards d’ionisation gauche-droite a deux photons Aff;ff+ obtenus par la
méthode RABBIT sur la molécule C’(DH). Les points de couleurs correspondent aux grandeurs
résolues vibrationnellement a deux photons. Les points noirs représentent les grandeurs a un
photon ATOF*~“. Chaque symbole correspond a un canal vibrationnel vt : vt =0 (rond),
vt =1 (triangle bas), v = 2 (carré). b) Rapports de probabilité d’ionisation @é)’w / ﬁé)’w
obtenus par la méthode RABBIT. En noir est représenté les rapport issus de I’ionisation a un
photon &¢ | 5%
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Figure IV.11 — Différence entre les résultats a deux et un photons pour la molécule C’ (DH), ce
qui correspond 4 ATS, d(v*,E ). Chaque symbole correspond 2 un canal vibrationnel vt : vt =
0 (rond), v = 1 (triangle bas), v = 2 (carré). Sur la gamme énergétique sondée, cette quantité
varie pas avec la dynamique de la molécule et le canal vibrationnel v (plus v augmente, plus
le bleu est clair).

direction de propagation et un terme de phase lui qui en dépend :
MELE) ~ | MOE)| x e 9% (E) (IV.5)
cc cc

Par conséquent, le rapport de probabilité d’ionisation a un et deux photons est pratiquement le
méme, le terme .#Z2.(E) se simplifiant.

En outre, les retards d’ionisation gauche-droite a deux photons Ai’qu“ﬂ different bien d’avec
I’ionisation a un photon ATOF‘iid. Toutefois, les deux résultats ont le méme comportement vi-
brationnel. Pour I’ionisation a un photon, plus v* est grand, plus le retard est décalé vers le
haut (proche de zéro). A deux photons, ce comportement est aussi observé méme si il existe
un décalage vers les valeurs positives. Les deux jeux de donnée correspondent par 1’intér-
médiaire d’un terme de correction A’Eéfd. Cette quantité est tracée en fonction de 1’énergie
E sur la figure IV.11 pour la molécule C’ (DH). On voit ainsi que chaque canal vibration-
nel v est affublé d’un terme de correction Aff{d(er,E ) propre. Des simulations RABBIT
pour les SB supérieurs sont en cours pour voir I’évolution de Afcgc_d(v+,E ) Ce terme dépend
en effet de I’asymétrie de systeme, directement relié a I’état vibrationnel considéré. Le terme
Afggc_d(v+,E ) n’est donc plus universel dans le cas d’une asymétrie de masse, alors qu’il I’ était

dans le cas de CO, dont I’asymétrie était dictée par la différence de charge.
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IV.2.3 Conclusion sur I’étude de I’ionisation asymétrique dans HD

Au cours de cette étude, nous avons sondé la dynamique corrélée photoélectron-noyaux
d’une molécule modele basée sur HD. Cette molécule diatomique a été pensée avec une asy-
métrie de masse (m;/m, = 1/2) bien marquée, de maniére a mettre I’accent sur cet effet in-
dépendamment de 1’asymétrie électronique. Les deux observables principales pour quantifier
cette asymétrie sont une fois encore le ratio des probabilités d’ionisation 2¢ (E)/ %% (E) et
le retard d’ionisation gauche-droite ATOFS .

Contrairement a CO, aucune différence de ces quantités n’est observée dans le cas d’une
molécule gelée a géométrie d’équilibre. L’asymétrie apparait uniquement si on considere la
dynamique corrélée €éléctron-noyaux, ce quelque soit le mouvement nucléaire impliqué. En
effet, les noyaux étant léger dans ce cas, I’importante élongation radiale du paquet d’onde
vibrationnel va influer sur la forme du potentiel ressenti par le photoélectron. Ce dernier percoit
ainsi une asymétrie di a la différence de masse des noyaux dans la molécule.

Plus encore, aucune géométrie effective ne peut étre identifiée pour les canaux vibration-
nels, mais 1’approche AES, en utilisant le potentiel effectif moyen (xo|Vie|xy+) (x), permet de
rendre compte de ce comportement anisotrope dans la molécule A’ n’induisant pas de dyna-
mique nucléaire effective. Les travaux continuent sur ce systeéme dans le but de valider 1’ap-
proche du potentiel effectif pour la molécule C’ (contraction).

Par ailleurs, les études RABBIT révelent une fois encore ’influence du terme ATS- d (v+ E)
sur les retards d’ionisation. Ce terme n’est plus trouvé universel et indépendant du canal vibra-
tionnel v, puisque I’asymétrie méme du potentiel d’interaction électron-noyaux est dépen-
dante de ce canal. Néanmoins, le module du terme de correction du dipdle d’ionisation peut
&tre considérer ici comme isotrope, ce qui permet la correspondance des rapports de probabilité
a un et deux photons.

IV.3 Synthese sur P’ionisation a deux photons d’une molécule di-
atomique

Tout comme il a été mis en évidence dans le chapitre III pour I’ionisation a un photon, les
mesures d’ionisation a deux photons, au travers de la méthode RABBIT, valident elles aussi
I’hypothese des géométries effectives. Ces quantités accessibles expérimentalement peuvent
donc permettre de remonter aux grandeurs a un photon, par I’intermédiaire du terme de cor-
rection Afcgc_d (E). Ce dernier est en effet, toujours dans le cadre d’une asymétrie électronique,
indépendant de la dynamique nucléaire considérée. Une détermination théorique a dynamique
nucléaire nulle est donc envisageable, ce pour appliquer aux réelles valeurs expérimentales.
Un tel protocole n’est pas appliquable pour des systemes moléculaires sujet a une asymétrie
de masse prononcée. Dans ce cas, ATES d(E , v+) dépend du canal vibrationnel d’ionisation v
considéré, I’asymétrie du systeme elle-méme en étant facteur. Peu d’astuces peuvent ainsi étre
utilisées et il semble falloir considérer 1’étude compleéte du systéme

Les interprétations et hypotheses développées lors de ce chapitre sont bien entendues a
appliquer dans le cas d’un systeme possedant un continuum d’ionisation non structuré dans
la gamme énergétique étudiée. Les corrélations électroniques sont bel et bien négligées dans
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ce chapitre, ce qui permet de considérer le photoélectron indépendant des autres, et d’explo-
rer I’effet des corrélations vibroniques sur sa dynamique. Nous allons voir dans le chapitre V,
qui se focalise sur la construction temporelle de résonances de Fano, des cas ou la dynamique
d’ionisation est dominée par la présence de corrélations électroniques, autrement appelées in-

teractions de configuration.
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Chapitre V

Dynamique d’ionisation autour d’une
résonance de Fano : corrélations
¢lectroniques

Dans les systemes polyélectroniques, la présence d’états métastables au dessus du conti-
nuum d’ionisation est une conséquence des corrélations électroniques. En effet, ces états
(fortement) excités se vident spontanément dans le continuum sur une échelle de temps carac-
térisée par une durée de vie. Ce transfert spontané est gouverné par la corrélation électronique,
la signature de tels états prenant la forme de résonances dans les spectres d’absorption (et de
photoémission) avec des raies asymétriques caractéristiques. Dans les années 1960, Herman
Feshbach et surtout Ugo Fano ont établi le formalisme associé a ces états autoionisants et
fourni un modele permettant de décrire I’amplitude et la phase du spectre de photoélectron en
présence de tels états [58, 59] (voir chapitre 1.4.2). La question de la construction temporelle de
ce profil n’était a ce moment 1a pas soulevée, la seule analyse temporelle qualitative présentée
jusqu’alors relevant de la durée de vie.

Depuis lors, les sources de rayonnement ont évolué et il est devenu possible d’obtenir des
impulsions lumineuses de durée inférieure ou égale a la femtoseconde [ 1 3]. Cette spectroscopie
ultrarapide a ouvert la voie a I’étude dans le domaine temporel de dynamiques électroniques,
comme 1’étude théorique dans le Néon [118, ] ou encore la mesure expérimentale dans le
Krypton [30] de durée de vie d’un état de coeur se désexcitant par effet Auger. Les auteurs
de [30] ont ainsi pu suivre en temps réel le déclin par effet Auger et mettre en évidence un
temps de vie de 7.9 fs pour cet état, valeur en parfait accord avec les données spectroscopiques
référencées. C’est en 2005 que les premieres études théoriques de 1’application de ces impul-
sions ultracourtes au suivi de la dynamique temporelle compléte de photoionisation dans les
systémes atomiques ont été réalisées [35]. La contribution des deux voies d’ionisation (directe
et autoionisation) en fonction du temps, ainsi que leur interférences, ont été mises en évi-
dence dans une transition modele liée a la résonance géante 4d présente dans les lanthanides
[120]. D’autres résonances dans le Berylium [121] ont été prises pour exemple dans le but
de développer un modele théorique de suivi temporel du processus d’autoionisation. Mais le
systeme sans doute le plus étudié a la fois pour sa simplicité et ses propriétés autoionisantes
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V.1 Dynamique d’ionisation a un photon en présence d’une résonance de Fano

est ’ensemble des états doublement excités ' P de I’hélium (correspondant a la configuration
2s2p), qui se situent au dessus du seuil de premiere ionisation [55].

D’un point de vue théorique, les auteurs de [36] ont décrit un modéle analytique basé sur la
théorie des perturbations qui vise a reproduire le comportement temporel du taux d’ionisation
décrit dans [35]. En outre, de nombreuses études ont validé ce modele [122, , , ,

].

Pour accéder expérimentalement a la dynamique de ces processus corrélés fondamen-
taux a un niveau de détail inégalé, deux approches ont récemment été développées, basée sur
I’absorption transitoire [127, , 129] et la spectroscopie de photoélectron par Rainbow RAB-
BIT [27, ]. Comme explicité dans le chapitre I, la méthode RABBIT et ses dérivées im-
pliquent des grandeurs liées a I’ionisation a deux photons, qui ne sont pas toujours directement
comparables aux quantités a un photon [131, , ]. Au cours de cette theése, nous avons
tenté de mettre en évidence les effets induits par le laser sonde, du fait de sa durée d’impulsion
finie [76], ou encore de la modification des contributions relatives des deux voies d’ionisation
[129, 133, 134, 135].

Dans une premiere partie, nous résumerons le formalisme des grandeurs associées a la
dynamique d’ionisation autour d’une résonance de Fano. Ensuite, nous introduirons la conjec-
ture effectuée dans [27] pour reconstruire, a partir des amplitudes spectrales mesurées par
interférométrie, les observables réelles (spectre de photoélectron et taux d’ionisation) qui ne
sont pas mesurables directement. Nous comparerons par une approche numérique ces jeux de
grandeurs sur différents systéemes modeles dont un qui s’apparente a I’atome d’hélium, avec la
liberté de placer une résonance loin ou proche du seuil d’ionisation, ce qui permettra de tester
la conjecture.

Dans une deuxieme partie, les résultats issus de 1’ionisation a un photon seront confrontés
aux quantités a deux photons accessibles par des mesures interférométriques. Nous verrons
ainsi dans quelles circonstances les mesures Rainbow RABBIT fournissent une réplique de la
dynamique complete d’ionisation a un photon au travers d’une résonance de Fano, et si il est
possible de jouer sur les caractéristiques des impulsions pour contrdler cette dynamique.

V.1 Dynamique d’ionisation a un photon en présence d’une réso-
nance de Fano

Dans cette partie, les différents modeles théoriques issus de la littérature, qui décrivent la
construction d’un profil de Fano lors de I’ionisation a un photon, sont unifiés au travers d’un
travail effectué par notre groupe. Cette analyse théorique a pour but de définir rigoureusement le
cadre de validité de la conjecture faite dans [27], qui utilise ’amplitude complexe du spectre
de photoélectron pour effectuer la reconstruction temporelle du profil de Fano. La conjecture
basée sur I’amplitude complexe sera ensuite comparée a des simulations TDSE impliquant
plusieurs voies d’ionisation couplées [utilisant le modele défini dans le chapitre I11.2.3 a)]. Nous
sommes en effet en mesure d’effectuer des simulations d’interaction a un photon XUV aussi
bien que des mesures RABBIT sur des systémes aux caractéristiques ajustables, qui serviront
de référence pour valider ou non 1’approche théorique développée.
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Chapitre V. Dynamique d’autoionisation

V.1.1 Interprétation de I’amplitude spectrale dans le domaine temporel

Dans la premiere expérience Rainbow RABBIT effectuée sur He (252 p) au CEA Saclay [27],
antérieure a ma these et a laquelle mon groupe a contribué, il a été fait I’hypothese que la dy-
namique complete de photoemission en présence d’un état autoionisant pouvait étre retrouvée
a partir de I’amplitude spectrale complexe Zf accessible expérimentalement au travers de me-
sures Rainbow RABBIT. Dans la continuation de ce projet, nous nous intéressons a |’ interpréta-
tion de I’amplitude spectrale dans le domaine temporel, et au sens physique attribué dans [27]

a sa transformée de Fourier :
o0
R(t) := / Hg e FdE. (V.1)

En mécanique quantique, le passage du domaine spectral au domaine temporel (et vice-
versa) par application de la transformée de Fourier est particulierement adaptée aux fonctions
d’onde, comme I’impose I’équation de Schrodinger dépendant du temps. Cependant, 1’inter-
prétation de la TF des amplitudes spectrales (équation V.1) n’est pas garantie par les premiers
principes de la mécanique quantique. Nous allons voir dans la suite dans quelles conditions
la grandeur R(¢) (définie dans I’équation V.1) contient de I’information physique sur la dyna-
mique d’ionisation en présence d une résonance de Fano.

a) Formalisme de Fano

L’amplitude spectrale Zf est définie en utilisant le développement de Fano-Feshbach [59,
]. Dans ce formalisme, 1’état propre du systeme a I’énergie £ au voisinage de la résonance,
prend la forme (déja détaillée dans 1’équation 1.19) :

s) = alga) + [ dE' byl

ou |¢,) est I’état autoionisant (typiquement 1’état doublement excité 2s2p dans He), et les états
|WE/) correspondent aux composantes du continuum non-pertubé par la résonance, normalisés
sur I’échelle en énergie. Sous I’effet de I’interaction de configuration, la population présente
dans 1’état |¢,) est transférée vers le continuum, dans un laps de temps dicté par la durée de
vie de la résonance 7, = 1/T",. Comme détaillé dans le chapitre 1.4.2, ce formalisme permet
d’exprimer I’amplitude d’ionisation sous la forme (équation 1.21) :

B = F(0)ds R(e,q) = F(0)dp L5

V2
Eeti (V2)

avec € = 2(E —E,)/I" et g le parametre de Fano (voir chapitre 1.4.2 pour plus de détails).
Contrairement a 1.21, cette expression tient compte du profil spectral de I’impulsion a la fré-
quence @ = E + 1, qui s’exprime comme la transformée de Fourier de I’amplitude temporelle

o0
Flw)= % / E(t)e'™ dr, (V.3)
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et de d, caractérisant I’amplitude d’ionisation directe a partir de 1’état fondamental vers 1’état
|E) :

dg = (E|d|yo) (V.4)

Nous avons vu dans le chapitre 1.4.2 que la phase de % présente de fortes variations dans
une région de ~ I, autour de I’énergie de la résonance E,, avec un premier saut abrupt de
T a € = —q lorsque Zr s’annule et change de signe, et un autre plus lisse, centré sur E,,
qui correspond a I’annulation de la partie réelle du dénominateur € 4 i (voir figure 1.6). Cette
phase, au travers de ses variations spectrales, contient toutes les informations relatives a la
dynamique de photoémission, et plus particulierement celles relatives aux interférences entre
les deux chemins (ionisation directe et autoionisation) qui ménent au méme état final.

La dérivation, détaillée dans le chapitre 1.4.2, s’obtient en faisant I’approximation que dg
est constant dans une région de quelques I', autour de la position de la résonance, ce qui est
légitime dans la tres grande majorité des cas, comme le confirme I’efficacité de 1’équation V.2
a modéliser les résonances dans des systemes divers et variés [136]. Cette approximation sera
donc reprise dans le raisonnement qui suit pour établir la conjecture présentée dans 1’étude
expérimentale [27].

b) Interprétation physique de I’amplitude temporelle

Dans [27], il est conjecturé que 1’amplitude temporelle R(¢) (définie dans 1’équation V.1)
est reliée au spectre de photoélectron qui se construit dans le temps P(E,t) par

¢ 2

1 H !
P(E,t) = an? /R(t’)e’E’t’ : (V.5)

Ainsi, il est aussi possible de relier R(r) au taux d’ionisation . (¢) en utilisant la relation :

+o0

) = aat / P(E,1)dE (V.6)
oo 2
1 d Yy N\ JEt 1
- G / / R()eE' Y| dE (V.7)
1 ait / b
= G / / R(e)]*R(1") / [e"EW’—”)]dEdz”dz’ (V.8)
—00 —0 —o0
S(t"—t")
t
1 0
= e / R() . (V.9)
Ainsi, on trouve :
1
I(t) = m\R(r)y? (V.10)
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Dans la suite, nous allons établir dans quelles conditions les expressions des observables P(E 1)
et Z(t) a partir de R(z) (V.10 et V.5) sont valables. Plus particulierement, les grandeurs a relier
au cours de ce développement s’expriment a partir de la transformée de Fourier Limitée (TFL)
de R(1) :

t
T(E,1) = L/R(z’)e”f"dz’ (V.11)

¢) Evolution temporelle du paquet d’ondes ionisé

L’évolution temporelle exacte du paquet d’ondes ionisé |y (¢)) est donnée par la projection
du paquet d’ondes total sur les états |E) représentant la composante “continuum’ au voisinage
de la résonance :

—+oo

ly(r)) = / ce(t)|E) e 'E'dE. (V.12)

—oo

L’expression des coefficients cg(t) est dérivée dans [36] en s’appuyant sur la théorie des per-

turbations :
di (g+e) T (g—10) el 1y
1) = —|G(E,z —G(Ex—i—,t #alem 2! V.13
) = |60 T eE iy )
impliquant la transformée de Fourier Limitée
1 t
GE1) = / &1 E gf! (V.14)
de I’amplitude temporelle du champ
oo
E(t) = / F(w)e " da. (V.15)

Les expressions V.13 et V.2 permettent de vérifier que les amplitudes spectrales % sont pro-

portionnelles aux valeurs asymptotiques de cg(z),

lim cp(t) = % (V.16)
l

1—>oo

Le “spectre de photoélectrons” a un instant t donnée est de ce fait donné par :
P(E,t) = |eg(t)) (V.17)

Il est intéressant de remarquer que I’autoionisation induite par une impulsion ultrabréve [une
impulsion §(¢)] a déja été étudiée dans [126, ], en considérant implicitement la conjec-
ture V.10. L’expression des coefficients dépendant du temps trouvée par les auteurs de ces

articles est en accord avec 1’équation V.13, dans la limite & (1) — (¢).

145



V.1 Dynamique d’ionisation a un photon en présence d’une résonance de Fano

d) Dérivation de I’amplitude temporelle

L’idée de cette section est de dériver ’expression de .7 (E,t) pour pouvoir la comparer a
I’équation V.13. Si on suppose que dg = dj est constant (avec E = Ey+ wxyv), ce qui constitue
une hypothese centrale mais largement validée du développement de Fano [59], I’amplitude
temporelle R(7) associée a Zg vérifie :

400

1 q+€ _ig
R - = F(o) "¢ El4E V.18
(t)xd,; /(w)s—l—ie (V-18)
r'r F(w)
= &) +(g—i)= / — ) ieh)gg, V.19

—oo

11 s’ensuit que la transformée de Fourier limitée de R(¢) donne :

t
1 Flo 1 , "y
F(E,0) x = =G(E.0)+(q—i)3 / # / O~ gt d '
(0]

E (1),—}—1 2n E
o= N = oo o] (V20
oo i(o—a')t _ i(o—o)
| F(o') [e € } ’
=G(E,t)— /— 1 do'.
(1) =la=075 5, 2n ) (o wr+i%)fo—l>@°° (0" — o)

L’idée est ensuite de faire apparaitre G(E,t) dans le deuxieéme terme, comme c’est le cas dans
I’expression de cg(t) V.13. Pour ce faire, il faut réinjecter le profil temporel de 1I’impulsion
E(t):

JrOO s 34!
| ri +oo (2717)71 f g(l/)elwtdl/ [ei(wfw’)t_ei(wfw')to]
F(E )% —=G(E,t)—(qg—i)=— / r=e li do'
(E,1) dg (E,t)—(q l)227r ((D'—(Dr—H%) zoggoo (0 — o)
'=—oo (V.21)
r i [
:G(E,t)—(q—i)aﬁ / &() {ei“”J(l"t)togrgweiwtoj(t’to)}dt’
t'=—co
ol on a introduit
e elCOT
J) = / r do. (V.22)
J (0 - +iv) (0 - )
Une intégration de contour donne (voir annexe A.9)
' . i@ —i) (7' =1) JRIGIGES)
I —t) = —2mie'®[1-0(f' —1)) - (V.23)
T T
O—0+i5  O—0+i5
et
toli@wei”’oj(t’—to) = 0. (V.24)
Ainsi
(qil) 1 i(0— a)+lF’ i(o —ilr " ta)t
F(E,1) x — = G(E,1) — R O / &)@ gpt / £(t') e dr’
) (8 + l) 21
f=— 25)
(q l) t -Lr r
=G — —G(E,t
(B3 e i4t) = G(E.1)
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Finalement, on obtient donc

F(E}p) = dg ((i:?))G(E,t)—(q_l.)eigrzr’erzr’G(E,—il;r,t) . (V.26)

qui correspond, selon I’équation V.13, a
F(E,t) =licg(t). (V.27)

Prendre le module au carré de cette égalité ramene ainsi a 1’équation V.5. En annexe A.10,
une approche plus générale est détaillée pour identifier les conditions dans lesquelles une telle
égalité est satisfaite, cela au dela du cas d’une résonance de Fano. Il est trouvé qu’une condition
nécessaire et suffisante pour satisfaire 1’équation V.27 est

;E [ee(t)e ™' = 0. (V.28)
Il est interessant de remarquer que les coeffcients définis dans I’équation V.13 satisfont cette
condition.

Nous allons tester au travers de simulations numériques sur quelques atomes modeles, ou
dp = cste n’est pas rigoureusement vérifié, si la conjecture V.10 reste satisfaite, ce qui implique
par la méme occasion 1’égalité V.5. Nous allons étudier comment se manifestent les écarts
|2

entre P(E,t) (issu des simulations TDSE sans approximation sur dg) et |7 (E,t)|~ (obtenu par

transformée de Fourier limité de I’amplitude R(r)).

V.1.2 Construction temporelle du profil de Fano obtenu par la TDSE

Au travers de plusieurs atomes modeles possédant des résonances autoionisantes [le mo-
dele impliquant plusieurs voies d’ionisation couplées est explicité dans le chapitre 11.2.3 a)],
nous avons pour objectif de confronter les résultas analytiques développés ci-dessus, permet-
tant de suivre I’évolution temporelle de la formation d’un profil de Fano dans le spectre de
photoélectron (a I’aide de |.7 (E,t)|?), a des simulations numériques reposant sur la résolution
de la TDSE.

Dans le chapitre 11.3.2 ¢), nous avons détaillé la méthode de I’opérateur fenétre qui permet
d’obtenir le spectre en énergie de la fonction d’onde |¥(¢)) obtenue par résolution de la TDSE.
Cette méthode va nous permettre, dans le cas de deux canaux d’ionisation couplés, d’étudier
les variations de ce spectre en fonction du temps.

Pour rappel, le modele & deux canaux d’ionisation a (représentant le canal résonant) et b
(représentant le canal direct) couplés, déja décrit dans le chapitre I1.2.3 a), permet de partition-
ner la fonction d’onde totale sur ces différents canaux :

|‘P(l‘)> = Ca,o(t) ‘CI)a70> + Ca7r(t) ’q)a’r> + C@o(l‘)‘q)b’o) -+ /dE/ C;,’E/(t) ’¢b,E’> (V.29)

[Wa (1))

¥ (1))

L état initial possede ainsi une contribution sur chaque canal. La matrice de I’hamiltonien H
associé a la dynamique couplée dans la base consituée par les deux canaux d’ionisation peut se
mettre par bloc sous la forme :

H,(x,R,t) V.(x)
( V() ﬁb(x,R,t)> (V.30)
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Le terme V. (x) couple les fonctions |¥,(t)) et [¥,(r)) dans une gamme spatiale réduite et
centrée sur I’origine des potentiels V,(x) et Vj,(x). Par ailleurs, le couplage est appliqué a chaque
pas de propagation apres filtrage en énergie de la fonction d’onde [voir section I1.2.3 b)], ce qui
garantit I’application de V., (x) uniquement dans la zone énergétique proche de la résonance,
c’est-a-dire impliquant 1’état résonant |®, ) et les états du continuum |¢), ) d’énergie proche
de E,.

La figure V.1 résume le modele utilisé et décrit le systeme atomique étudié dans cette
premiere étude, qui possede une résonance a E, = 35.468 eV au dessus du seuil d’ionisation
(I, =24.586 V). Ce systeme décrit les atomes A et B détaillés dans la suite.

T T T T T T
0 F V) T .
.......................... . E,

20 r T 7
>
L
=i
=
5 0
)
B
o
Q
"B
5
=}
[a}

-5 0 5 -5 0 5
Coordonnée de 1’électron x (ua)

Figure V.1 — Potentiel d’interaction électron-noyau pour deux voies d’ionisation : a droite
la voie d’ionisation directe |¥,(¢)) et a gauche la voie résonante associée a I’autoionisation
|¥,(1)). Ces deux voies sont couplées par un terme V. (x) d’extension spatiale limité autour
de I'origine x = 0, et n’est appliqué que dans la zone énergétique autour de la résonance. Ce
systeme décrit les atomes A et B détaillés dans la suite.

On étudie d’abord pour illustration I’ionisation de ce syst¢me atomique par une impulsion
de durée Txyv = 2.04 fs (30 cycles), de fréquence wxyy = 60.33 eV (correspondant a 1’ har-
monique 39 d’un laser de fréquence fiwg = 1.5469 eV) et d’intensité Ixyy = 3.5 1019 W.cm2,
c’est-a-dire dans le régime perturbatif de I’ionisation a un photon.

Dans ce qui suit, nous allons voir que la méthode décrite dans le chapitre 11.3.2 c) est
adaptée au calcul du spectre de photoélectrons a chaque instant ¢. Nous expliciterons aussi en
quoi cette méme méthode permet d’avoir acces a la phase spectrale de I’amplitude complexe

g, ce qui rend possible la reconstruction du profil temporel R(z) associé.
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Chapitre V. Dynamique d’autoionisation

a) Calcul du spectre de photoélectron a un instant r donné

Nous avons vu dans le chapitre 11.3.2 ¢) qu’il est possible de calculer le spectre de pho-
toélectron P(E,t) associé a un canal d’ionisation indépendant par la méthode de 1’opérateur
fenétre. Dans le cas ott V.(x) = 0, on a H = Hy, et la distribution énergétique des fonctions
d’onde excitée [W9(r)) et ionisée |¥)(¢)) aprés propagation peut étre obtenue dans chaque ca-
nal indépendamment de 1’autre, puiqu’aucun échange de population n’a lieu. On se ramene
ainsi a I’étude des deux canaux indépendants.

Durant I’interaction avec le rayonnement, les états de base du développement V.29 ne sont
pas états propres de 1’hamiltonien du fait du terme dépendant du temps x - &(¢). Il faut donc
attendre la fin de I’interaction avec le champ rayonnant pour obtenir les spectres de la fonction
d’onde projetée sur les états propres des canaux d’ionisation non couplées [¥9(¢)) et [P0())
(voir équation V.29)

Pi(E.1) = (Fa(n) WE[¥(0) et

. (V.31)
By (E,t) = (¥ () [We ¥ 1)).

Ces quantités sont constantes dans le temps une fois le champ éteint et on obtient les profils
spectraux présentés sur la figure V.2. La distribution en énergie du canal “li€” b (en bleu) est
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Figure V.2 — Spectre de distribution en énergie de la fonction d’onde issue de la dynamique
non couplée dans I’atome B (décrit en section V.1.3) a t = 41.48 fs, projetée sur les deux
voies d’ionisation non perturbées (voie directe Pg (E,t) en rouge en échelle logarithmique (a)
et linéaire (b), et voie résonante PY(E,t) (c) en bleu. Ici, i = 60.33 eV et Txyy = 2.04 fs.

tres piquée a I’énergie £ = E, et quasi nulle sinon. On identifie une queue lorentzienne en
échelle logarithmique qui est due a la méthode de calcul du spectre sur une fenétre en énergie
de largeur finie (voir figure II.15). Néanmoins, cette queue reste bien négligeable de plusieurs
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V.1 Dynamique d’ionisation a un photon en présence d’une résonance de Fano

ordres de grandeur par rapport au maximum du pic, et on obtient une largeur quasi-nulle en
échelle linéaire. C’est donc bien un profil de type “Dirac” qui correspond a I’excitation de
I’état discret |9y, ,).

La distribution de la voie d’ionisation directe s’étend elle sur la largeur spectrale de I’impul-
sion (I';, = 8.04 eV). Cette distribution est centrée en £ = wxyy — I, = 35.744 eV, légerement
supérieure a I’énergie de la résonance. On a bien le profil associé a un continuum lisse, sans
structure, comme attendu avec les canaux non couplés.

Si maintenant V,(x) est non nul et réel (avec les parametres associés a 1’atome B décrit
dans la suite I'’? = 102.3 meV et gz = 9.999), la propagation de la fonction d’onde |¥(¢)) se
fait dans les deux canaux d’ionisation couplés, et les échanges de population sont autorisés
entre W, (1)) et [¥5(¢)). Il est toutefois possible, & un instant ¢ donné, de calculer les spectres
de ces deux fonctions d’ondes

P(E 1) = (Wo(r) W2 W, (1)) et

’ (V.32)
Py(E 1) = (Pp(1)|We| ¥ (1))

a l’aide de I’opérateur fenétre W]g qui ne tient pas compte du couplage V. (x). Les fonctions
d’ondes sont donc projetées, comme précédemment, sur les états propres de Hy présents dans
I’équation V.29.

On obtient ainsi la distribution énergétique excitée d’une part et ionisée d’autre part a
chaque instant ¢. Ces deux canaux ne constituant pas une base d’états propres de I’hamilto-
nien de propagation A (qui tient compte de V,(x)), leur contribution varie donc dans le temps,

“wz

méme une fois que le champ ionisant est “éteint”, comme on le voit sur la figure V.3).

Le profil du canal résonant b est toujours lorentzien et tres piqué en E,, mais son inten-
sité diminue avec le temps. En outre, le profil du canal direct n’est plus du tout typique d’un
continuum lisse (représenté en pointillé rouge en guise de référence). Il est initialement lisse
(pour t = 5.22 fs) puis un pic apparait (a ¢t = 18.47 fs) et se construit dans le temps a un énergie
proche de E,. Les oscillations, visibles en échelle logarithmique, voient leur fréquences aug-
menter et leur intensité diminuer au cours du temps, pour atteindre une forme convergée du
spectre vers t = 41.48 fs, qui équivaut environ a 6.57,. La population initialement excitée du
canal résonant est ainsi transférée dans le canal d’ionisation directe, et on peut suivre en temps
réel la formation du profil de Fano associé.

Plus encore, I’intégration des spectres P,(E,t) et P,(E,t) permet d’avoir acces a 1’évolu-
tion temporelle des populations promues (ne se trouvant pas dans 1’état fondamental) dans les
différents canaux, comme illustré sur la figure V.4 (points bleus et rouges).

Comme attendu, on identifie une augmentation de la population du canal direct 2 (t)
(en rouge) et une décroissance de Z,(t) (en bleu) dont I’ajustement par une fonction expo-
nentielle permet de retrouver la durée de vie 7,. La somme des deux contributions est bien
constante apres la fin de I'impulsion. L’accord entre les populations TDSE calculées P (t)
(équation V.33) qui sont représentées par les courbes et I’intégration du signal spectral Py (E, 1)
(équation V.34) représentée par des points est parfait, ce qui valide la correspondance numé-
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Figure V.3 — Spectre de distribution en énergie de la fonction d’onde issue de la dynamique
couplée dans I’atome B a 5.22, 18.47 et 41.48 fs, projetée sur les deux voies d’ionisation non
perturbées : voie directe P,(E,¢) en rouge en échelle logarithmique (a) et linéaire (b) et voie
résonante P,(E,t) (c) en bleu. La distribution du continuum non perturbé (SC pour Sans Cou-
plage) PE(E ,t) est représenté en pointillé rouge . Ici, i = 60.33 eV et Txyy = 2.04 fs.

rique des deux quantités pour un canal & donné :

Po1) Wo (1) = |cao(r)? (V.33)

- / dE Py(E, 1) (V.34)

L’intégration du spectre (d’aborption de la voie b ou de photoélectron de la voie @) donne ainsi
acces a 1’évolution temporelle du module au carré des coefficients ¢, .(7) et des ¢, g(1).

Finalement, on obtient asymptotiquement le profil de Fano associé a la résonance sur la
figure V.3, avec la possibilité de suivre sa formation depuis la fin de I'impulsion laser jusqu’a
la convergence aux temps infinis. Il est donc possible de comparer les spectres issus de la
reconstruction par TFL |.7 (E,t)|? avec les “vrais” spectres de photoélectron P(E,t) enregistrés
au cours de la propagation.

Il faut néanmoins garder a I’esprit que les coefficients auxquels nous avons acces sont
directement reliés aux états non perturbés du systeme, comme explicité dans 1’équation 1.24.
Un écart minime est donc attendu entre nos spectres et les observables “expérimentales”, qui
correspondent aux fonctions modifiées par I’interaction de configuration. Le calcul des spectres
a un instant donné par ce protocole constitue une bonne référence pour suivre I’évolution du
spectre de photoélectron P(E,t), puisque c’est la seule approximation réalisée. En effet, le
terme dg ést pris en compte explicitement, ce qui n’est pas le cas de la conjecture V.10 issue
de [27].
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Figure V.4 — Population Z(r) V.33) des deux voies d’ionisation non perturbées en fonction
du temps obtenue par résolution de la TDSE sur I’atome B (courbe rouge pour la voie directe
et courbe bleu pour la voie résonante. Les résultats sont issus de la méme simulation que la
figure V.3. Les points représentent la valeur de I’intégration énergétique du signal Py (E,t)
‘2

(équation V.34). En gris est représenté le profil de I’impulsion |&£'(¢)|* pour information.

b) Calcul de la phase associée a I’amplitude spectrale

Pour comparer les reconstructions temporelles du profil de Fano basée sur la TFL de I’am-
plitude temporelle |7 (E,t)|* aux spectres la TDSE P(E,t), il est nécessaire de disposer de
I’amplitude convergée (aux temps trés longs) du signal de photoélectrons Zr = A(E )e‘i"’(E ),
soit de son module A(E) mais aussi de sa phase @(E). Le module de I’amplitude s’obtient
directement en prenant la racine du signal de photoélectron au temps long #; (correspondant a
la fin de la propagation numérique)

A(E):\/Pb(E,l‘f), (V.35)

a I’énergie de I’harmonique ou la bande satellite considérée.
Dans le but d’obtenir la phase @(E) a I'instant 7, nous avons mis en place une méthode
interférométrique ou le canal “direct” sans couplage joue le rle de référence. Concretement,

I’action de I’opérateur fenétre sans couplage WEQ donne :

WRIWy (7)) = & (E, 1))

~ a0 0 (V.36)
W Wy (tr)) = &, (E,t7)).

Les fonctions |, (E,ty)) (issue de la dynamique couplée) et | (E,#7)) (issue de la dynamique
non couplée) sont telles que leur norme correspond respectivement a P, (E,t7) et PY(E, 7).
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Chapitre V. Dynamique d’autoionisation

Au temps 7 et a I’énergie E, on se retrouve donc avec un jeu de deux fonctions :

Ey(E,17)) = |&(E, 1f)] e 0 (E4r)
(ED(E,t7)) = |EQ(E,tp)| e O E)

Afin de déterminer le déphasage entre ces deux fonctions d’onde, on construit leur superposi-

V.37)

tion cohérente |&,) + |£7) €. Cette superposition contient une phase supplémentaire 1 qu’on
fait varier. La densité de probabilité résultant s’exprime :

.12
Vo, (M) = [|65) +1€5)
=[] e+ |E] i)

= &> + &P + 218187 cos (n + (95— 9}))

Un ajustement des variations de ¥, (1) en fonction de 1 donne acces a ¢ (E, ) — ¢, (E, 1),

2 (V.38)

qui correspond au déphasage des états du continuum dii au couplage avec la résonance @ (E) =
arg|%(&g,q)] (voir équation 1.26).

Une fois la phase ¢(E) et le module A(E) connus, on dispose de I’amplitude complexe
d’ionisation Zf définie dans 1’équation V.2, qui permet d’obtenir R(¢) par transformée de Fou-
rier (équation V.1) puis par TFL .7 (E,t) (équation V.11) dont le module sera comparé dans la
suite & P,(E,t) pour différents systémes atomiques modeles posseédant une résonance autoioni-
sante.

V.1.3 Test de la conjecture V.10 : résonances types

Dans cette partie, nous allons, au travers de systemes atomiques modeles, tester numéri-
quement la conjecture V.10 en comparant le taux d’ionisation :

26 =520 (V.39)

obtenu par la TDSE avec la dynamique extraite de I’amplitude temporelle R(¢) (définie dans
I’équation V.1) d’une part, et la reconstruction par TFL |7 (E,t)|* (équation V.11) avec le
spectre de photoélectrons P, (E, ) la TDSE d’autre part (qui constitue la conjecture V.5). Comme
détaillé dans la partie V.1.1 b), ces deux conjectures découlent I’'une de 1’autre et sont deux fa-
cettes d’'une méme idée. Dans la suite, nous pourrons de ce fait étre amenés a n’en mentionner
qu’une selon le contexte.

Nous allons établir le cadre de validité de ces conjectures (proposées dans [27]), et en
particulier les tester selon les caractéristiques de la résonance, a savoir la position E, (proche
ou loin du seuil d’ionisation), sa largeur ou encore la valeur de son parametre de Fano.

Ainsi, trois atomes modeles ont été définis :

* Atome A : Modele se rapprochant de la résonance 2s2p de He [130], loin du seuil d’io-
nisation. On a I} = 24.586 eV, E} — Eg = 60.206 eV, g4 = —2.9766 et I} = 39.2 meV
(donnant 74 = 16.667 fs).

* Atome B : Modele dont la résonance est située 2 la méme énergie EZ = EA, et simulant
une forte contribution de 1’autoionisation : gg = 9.999 et I'> = 102.3 meV (donnant
78 = 6.383 fs).
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V.1 Dynamique d’ionisation a un photon en présence d’une résonance de Fano

¢ Atome C : Modele avec une résonance proche du seuil d’ionisation de Ig =15.530 eV,
E,—Ey=17.070eV, gc = —2.658 et I'C = 57.7 meV (donnant 7€ = 11.32 fs).

Les deux premiers atomes possédent une résonance loin du seuil d’ionisation, 1a ol dr peut
étre considéré constant. A contrario, elle est tres proche du seuil pour le troisieme atome, et on
s’attend a ce que dg varie fortement dans cette région énergétique. Ces différents modeles nous

permettrons ainsi de tester la robustesse de la conjecture.

a) Résonance loin du seuil d’ionisation

Atomes modeles Pour ces premiers test, nous avons ajusté notre atome modele de sorte a ob-
tenir des caractéristiques (I, E,, I'; et ¢) proches de celles de la résonance 2s2p de He [55, 130],
un état autoionisant de référence, sur lequel Fano a notamment bati son modele [59]. L’énergie
de la résonance dans notre systeme, est situé a 35.468 eV au-dessus du seuil d’ionisation direct.

L’impulsion considérée est telle que : hwxyy = 60.33 eV, Ixyy varie de 8. 109 a 1012
W.cm? (on reste toutefois dans le régime perturbatif), et Txyy = 2.04 fs < ’L’f‘. Ces caractéris-
tiques ont été choisies pour correspondre a I’harmonique HH39 d’un laser Ti :Sapphir centré en
wr = 1.547 eV, de maniere a se rapprocher des conditions des expériences effectuées dans le
groupe de Pascal Salieres [27].

La densité d’états associée 2 I’hamiltonien H de ce systéme, calculée par la méthode expli-
citée au chapitre 11.4.1) est représentée sur la figure V.5.
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Figure V.5 — Densité d’états impairs pg de I’atome modele A calculée par la méthode explicitée

dans le chapitre 11.4.1, avec une résonance loin du seuil d’ionisation. Le profil spectral de
I’impulsion |F (@) |* est représenté en violet.
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Chapitre V. Dynamique d’autoionisation

On identifie clairement un pic de la densité d’états aux alentours de la résonance, c’est-a-
dire pour E = E,. La densité d’états du continuum non perturbé pg (associée a I’hamiltonien
sans couplage inter-canaux Hy), qui correspond 2 la ligne de base sur la figure V.5, est pra-
tiquement constante aux alentours de la résonance, et surtout sur la gamme d’extension de
I’impulsion |F(w)|?.

Dans ces conditions, des simulations de dynamique d’ionisation résonante sont effectuées
sur I’atomes modele A et le spectre de photoélectrons final P,(E,?s) et la phase associée au
canal direct @,(E) sont enregistrés pour #; = 137.59 fs. Ces résultats sont présentés sur les
figures V.6 (a) et (b) pour I’atome A avec les points rouges.

Ce type de profil a déja été étudiée dans le chapitre 1.4.2. Concernant I’atome A, on observe
un profil fortement asymétrique [et une bonne correspondance avec la formule analytique 1.25
(en violet)]. Un maximum est présent a basse énergie puis un minimum marqué qui fait écho
a la valeur faible et négative de g4 = —2.9766. En dehors de la zone proche de E2, P,(E,t)
et PI?(E ,¢) (continuum lisse en pointillé) sont quasi-indiscernables. De méme, la variation de
la phase @,(FE) est trés marquée. Les deux sauts de 7 ont lieu aux énergies attendues (équa-
tion 1.26) et dans une gamme en énergie trés rapprochée. La différence observée entre la modé-
lisation (issue de I’équation 1.26) et les points calculés est marquée sur le saut brutal & € = —¢q
(E =35.53 eV). Ceci peut s’expliquer a la fois par la discrétisation en énergie effectuée lors du
calcul de ¢ (E), et par la non-convergence compléete de la phase a 17 = 137.59 fs..

Nous avons aussi modélisé I’atome B qui induit une plus grande contribution de I’autoioni-
sation que A. Le spectre P, (E,ty) et la phase associée ¢,,(E) sont calculés aty =41.48 fs et sont
représentés sur les figures V.6 (c) et (d). Le spectre se rapproche d’un profil lorentzien (avec
tout de méme une légere asymétrie) ce qui est cohérent avec la valeur élevée du parametre ¢p.
La phase évolue sur une gamme énergétique beaucoup plus large que précédemment. En effet,
la saut de Heavyside a lieu en € = —gjp alors que le saut de 7 plus étendu est centré en € =0
(ie E = E,). La valeur du parametre gp étant plus élevé ici, I’écart entre les deux sauts est plus
important (= 511 meV contre 58 meV dans A).

Ces deux quantités [P, (E, 1) et ¢, (E)] permettent de construire I’amplitude complexe pour

B = \|P(E, 1y)®®),
~——

A(E)]

chaque atome

qui va servir dans la suite pour déduire I’amplitude temporelle R(¢) et effectuer la reconstruc-

tion temporelle du spectre par TFL |.7 (E, t)|?.
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Figure V.6 — Atome A : (a) spectre de photoélectrons P, (E,tf) (a) et (b) phase ¢, (E) enregistrés

aty = 137.59 fs. Atome B : (c) spectre et (d) phase enregistrés a 1y = 41.48 fs. Les points
calculés sont représentés en rouge et la modélisation par un profil de Fano (issue de I’amplitude
Xy définie dans I’équation V.2) avec les parametres de la résonance en violet. En pointillé
rouge est représenté le spectre du continuum non perturbé Pz? (E,ty).
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Chapitre V. Dynamique d’autoionisation

Ionisation de I’atome A Dans I’atome A, la valeur de g4 = —2.9766 traduit le fort couplage

existant entre les voies directe et autoionisante. La comparaison du taux d’ionisation .# () aux

modules au carré de 1’amplitude temporelle |R(¢)|? est réalisée sur la figure V.7.
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Figure V.7 — Taux d’ionisation .# () obtenu par les simulations la TDSE sur 1’atome A (en
‘2

bleu marine) pour Txyy = 2.04 fs. Profils temporels normalisés |R(z)|? (en rouge) et |Rq(2)|?

définie par I’équation V.2 (en violet)

On identifie dans la variation de .# (¢) (en bleu marine) un premier pic issu de 1’ionisation
directe, dont le maximum coincide avec le maximum du champ |&£(¢)|? situé a 1.02 fs, et un
déclin exponentiel (de durée caractéristique t/ = 16.667 fs) aux temps longs, visible dans
I’encart de la figure V.7, et caractéristique de 1’autoionisation. Entre ces deux massifs, il existe
un minimum situé a 2.20 fs qui reflete les interférences entre les deux canaux d’ionisation. Un
tel comportement est semblable aux résultats expérimentaux de [27], la différence principale
portant sur I’intensité du massif d’autoionisation relativement a celui de ’ionisation directe.
Ce dernier est ici bien supérieur au deuxieme massif qui débute vers 2.2 fs, du fait de la durée
d’impulsion XUV considérée (txyy = 2.04 fs contre environ 10 fs a mi-hauteur dans [27]).
|2

Il y a un trés bon accord de tendance entre .#(¢) et |R(¢)|* (en rouge), comme attendu

dans la conjecture V.10, notamment en ce qui concerne ’intensité relative des deux massifs et
|2

le minimum. Cependant, on observe des oscillations parasites dans |R(7)|*, qui semblent étre

causées par la non-convergence spectrale de @,(E) a t;. Ces oscillations disparaissent si on
considere |Ry,(7)[? (violet), basée sur I’amplitude complexe modélisée Z2 (dont le module au
carré et la phase sont représentés sur les figures V.6 (a) et (b) en violet. Elles sont donc bien un
artéfact numérique, qui doit pouvoir étre anihilé par le calcul des grandeurs P, (E,t7) et @,(E)

sur une plus grande gamme en énergie et plus loin dans le temps. Ces calculs sont en cours

157



V.1 Dynamique d’ionisation a un photon en présence d’une résonance de Fano

mais nécessite un temps de calcul important.

La dynamique globale d’ionisation |R(z)|> dérivée de % étant en accord avec 1’approche

la TDSE, nous avons cherché 4 comparer la reconstruction par TFL |.7 (E,t)|> aux spectres
de photoélectrons P,(E,¢) enregistrés a différents instants caractéristiques de la dynamique de
photoémission sur la figure V.8. On rappelle que 4 = 16.67 fs et Txyy = 2.04 fs.

Il convient dans un premier temps d’analyser les spectres P,(E,#) (en bleu marine) aux
différents instants de la propagation. On identifie une structuration tres marquée vers E ~ E,
a1 = 13.43 fs, dont I’intensité augmente avec le temps, et des oscillations de part et d’autre.
Ces oscillations diminuent en intensité et leur fréquence augmentent au cours du temps, comme
déja observé dans [36]. A 14 = 137.59, on obtient ainsi le spectre final P,(E,ts). Sur ce systeme,
nous ne disposons pas de spectre de photoélectron pour des temps ¢ < #1. Des simulations sont
en cours au moment de la rédaction de cette partie pour en obtenir.

Le profil | 7 (E,t)|? coincide quasi-parfaitement avec le spectre de photoélectron Py (E, 1),
les amplitudes relatives, et fréquences des oscillations étant totalement reproduites a chaque
instant. Ces premiers tests valident donc numériquement la conjecture V.5.

Dans la suite, nous allons confronter les différentes quantités dans le cas de I’ionisation de
I’atome modele B possédant lui aussi une résonance loin du seuil d’ionisation, mais avec une
tres forte contribution de la voie autoionisante. Nous pourrons ainsi tester le conjecture V.5 (et
donc V.10) pour des parametres de résonance différents.

Ionisation de I’atome B Nous avons effectué la méme étude sur 1’atome B qui exhibe une
forte contribution de la voie autoionisante, au détriment de la voie d’ionisation directe. Cela
ressort sur les caractéristiques de la résonance, en particulier le parametre de Fano gg = 9.999.

Le module au carré de I’amplitude temporelle |R(¢)|? et le taux d’ionisation .#(¢) sont
tracées sur la figure V.9, ainsi que 1’équivalent analytique |Rq,(¢)[>.

Encore une fois, on identifie un pic d’ionisation direct, un minimum en ¢ ~ 1.6 fs du aux
interférences puis le déclin exponentiel de 1’autoionisation. L’accord est trés bon entre .# (t)
? Ran(1)?

renforce le contraste associé au minimum, et gomme ainsi les imperfections dues a la non

et |R(¢)|?, méme si le minimum est moins marqué dans |R(¢)

. Le profil temporel

convergence numérique. Comme pour 1’atome A, les résultats de I’atome B confirment donc la
conjecture V.10.

Pour aller plus loin, les spectres de photoélectron P,(E,t) ont été enregistrés a différents
instants de la dynamique du paquet d’ondes, apres extinction du rayonnement, dans I’atome B.
De facon a les comparer 2 la reconstruction |.7 (E,t)|*> dérivée de I’amplitude complexe Z,
nous définissons six temps typiques de la dynamique d’ionisation de 1’atome B. Les spectres

de photoélectron associés a ces temps sont présentés en bleu marine sur la figure V.10.

(a) Aux temps courts apres la fin de ’impulsion (#; = 2.09 fs < 7,), la seule contribution
a I’ionisation (et donc au signal de photoélectron) provient de la voie directe. Le profil
d’ionisation suit donc celui de I’impulsion F (@) (équation V.3), avec une enveloppe en
cloche de largeur totale 4 eV environ.

(b) Pour 1, =4.09 fs < 7,, le profil devient étroit et intense et des oscillations apparaissent
aux alentours de 37-38 eV. L’état autoionisant débute sa décharge dans le continuum.
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Chapitre V. Dynamique d’autoionisation
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Figure V.8 — Spectres de photoélectron P, (E, 1) enregistrés a différents instants de la dynamique

d’ionisation de A (en bleu marine), par une impulsion de iwxyy = 60.33 eV et Txyy = 2.04 fs.

La reconstruction par TFL |.7 (E,t)|? est représentée en rouge.
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Figure V.9 — Taux d’ionisation .# (¢) obtenu par les simulations la TDSE sur I’atome B (en bleu
marine) pour Txyy = 2.04 fs. La reconstruction |R(z)|? est présentée en rouge et |Rqy,(¢)|* en
violet. Les mémes caractéristiques d’impulsion que pour A sont utilisées.

(¢) Atz =6.27 fs = 1,, le pic est maintenant bien défini et les oscillations présentes se res-
serrent.

(d) A1 <ty =941fs <271, ce comportement s’accentue et le pic s’affine et grandit a
I’énergie E,. Les oscillations des queues a basses et hautes énergies diminuent d’autant
plus que leur fréquence augmente.

(e) Pour 27, < ts = 13.25 fs < 57,, I'intensité du pic augmente toujours et les oscillations
disparaissent.

(f) Ate=41.48fs > 671, les oscillations deviennent négligeables et on retrouve P,(E,t¢).

Les différentes quantités liées a la reconstruction |7 (E,t)|? (en rouge) et | Zan(E,t)|* (en
violet) sont aussi représentées sur la figure V.10.

On passe d’un tres bon accord aux temps courts (pour #; et f;) a une excellente correspon-
dance entre P,(E,t) et |7 (E,t)|* pour les temps longs (¢ > 3). Les oscillations sont de méme
fréquence et intensité relative, et se trouvent quasi-parfaitement en phase pour tous les temps
considérés. L’écart (oscillations entre 35.5 et 36 eV), particulierement visible pour ¢#; = 2.09
fs est, comme décrit précédemment, un artéfact numérique associé a la non-convergence de
I’amplitude spectrale %. En effet, cette structuration disparait si on considere 1’amplitude
modélisée 23" pour la reconstruction TFL. |, (E,1)|* se confond méme parfaitement avec
Py(E,t).

De ce fait, ici encore, nous sommes en mesure de valider les conjectures V.5 et V.10, dans
ces deux atomes ou la densité d’états pg = pg reste constante sur le domaine d’extension
spectrale de I’'impulsion, et ou le dipdle de transition directe vers le continuum varie comme le
profil de I'impulsion (dg =< F(E)).
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Figure V.10 — Spectres de photoélectron P,(E,t) enregistrés a différents instants de la dyna-

mique d’ionisation de B (en bleu marine). |7 (E,t)

| 2

est montré en rouge et | (E,1)|> en

violet. Les parametres de 1I’impulsion sont les mémes que pour 1’atome A.
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V.1 Dynamique d’ionisation a un photon en présence d’une résonance de Fano

Dans la suite, nous allons sonder la dynamique de photoionisation du systeme atomique C
qui possede un état résonant proche du seuil d’ionisation, dans une zone énergétique ol on ne
peut rigoureusement considerer dg constant. Cela nous permettra ainsi de tester les conjectures
dans un cadre moins légitime a leur application.

b) Résonance proche du seuil d’ionisation

Description du modele C  La résonance considérée se situe a 1.54 eV au dessus du seuil.
L’impulsion considérée est telle que hwxyy = 17.061 eV, Ixyy = 3.5 % 10" W.cm 2, et Txyy =
962 as, et correspond a I’harmonique HH;; d’un laser Ti :Sapphir centré en w;r = 1.551 eV.
On a ici aussi Txyy < 7°. La densité d’états de I’atome C est représentée figure V.11.

100000 A T T T

10000 F E

1000

Densité états pg eV

100

10 1 1 1
0 10 20 30 40 50

Energie de I’électron (eV)

Figure V.11 — Densité d’états impairs pg de I’atome modele C calculé par la méthode explicitée
dans le chapitre 11.4.1, avec une résonance proche du seuil d’ionisation. Le profil spectral de
I’impulsion |F (@) |* est représenté en échelle linéaire en violet.

Contrairement a la résonance loin du seuil (figure V.5), la ligne de base, correspondant a
la densité d’états du continuum non perturbé pg, n’est pas plate mais varie fortement dans la
gamme d’extension de |F(®)|?.

Le spectre de photoélectron final P,(E,ts) et la phase associée @,(E) ont été déterminés
pour 77 = 249.88 fs, et ces quantité€s sont présentées sur la figure V.12.

Les formes du spectre P,(E,ty) et de la phase ¢,(E) sont semblables a celles de 1’atome
A [figure V.6 a) et b)]. Ceci est en accord avec les caractéristiques de la résonance qui sont
similaires dans A et C (mise a part la position E,). On identifie le seuil d’ionisation a £ = 0, et
on peut observer que le maximum du spectre du continuum non pertubé Pg(E ,t) (en pointillé

rouge) se situe vers E,, = 0.8 eV, alors qu’on I’attend a

E = Ey+hoxyy = 1.535eV.
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Figure V.12 — Spectre de photoélectron P,(E,t) et phase ¢;,(E) enregistrés a ty = 249.88 fs
sur I’atome C. Les points calculés sont représentés en rouge et la modélisation par un profil
de Fano (équation V.2) avec les parametres de la résonance en violet. En pointillé rouge est
représenté le spectre du continuum non perturbé PZ?(E ).

Cela provient de la densité d’états pg qui explose en E = 0, ce qui décale le maximum du
spectre vers les faibles énergies. Nous allons voir dans la suite comment cette forte variation de
la densité d’états pg qui met a mal I’approximation “dg constant” influence les reconstructions
de |R(t)|* et | T (E,1)|%.

Test de la conjecture De nouveau, on débute 1’analyse en comparant le taux d’ionisation
S (t) issue des simulations la TDSE (équation V.10), et le carré de ’amplitude temporelle
|R(t)|?. Ces résultats sont représentés sur la figure V.13.

La premiere chose a remarquer est le fait que le taux d’ionisation la TDSE .# (¢) atteint des
valeurs négatives vers 1.2 fs environ. Cela est surprenant pour une quantité qui est par définition
positive dans le cas d’une ionisation. Nous explorons les raisons de ces valeurs, mais la piste
la plus crédible est liée aux états de Rydberg sous le seuil de la voie directe. En effet, comme
présenté sur la figure V.11, 'impulsion est large et peut induire une excitation vers ces états qui
se retrouvent ensuite couplés a I’état résonant. La probabilité d’ionisation 27 (f) numérique
(définie dans la formule V.33), de laquelle découle le taux d’ionisation, serait donc modifiée
artificiellement par la population des états de Rydberg. Des simulations avec une impulsion
fine spectralement sont en cours pour tuer cette composante parasite.

En outre, on identifie le pic d’ionisation directe a t = Txyy /2 = 481 as, mais aussi un déclin
exponentiel accompagné d’oscillations et un minimum a ¢ = 1.2 fs du aux interférences entre
les deux chemins d’ionisation.

‘2

L’accord est satisfaisant entre .7 (¢) (en bleu marine) et |R(7)|* (en rouge), les oscillations
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Figure V.13 — Taux d’ionisation .#(¢) obtenu par les simulations la TDSE sur I’atome C (en
R(t)|? (en rouge) et |Run(1)|? (en
violet). L’encart est un agrandissement de la zone a basse intensité. Ici, iwxyy = 17.061 eV,
Ixuv = 3.5 x 10" W.em 2, et txyy = 962 as.

bleu marine) pour Txyv = 962 as. Profil temporel normalisé

supplémentaires disparaissant lorsqu’on considere |Ra,(t)|%. Par ailleurs, ce dernier reproduit
les oscillations de la queue exponentielle présente dans . (¢), avec une amplitude relative et une
fréquence semblable. Toutefois, les profils temporels |R(z)|? et |Rqq ()| sont moins contrastés
aux alentours de 1.2 fs. Des études plus approfondies sont en cours, notamment avec des durées
d’impulsions plus longues. Du fait des problemes liés a la maniere de calculer .#(z), il est
difficile de conclure.

Pour effectuer la comparaison plus précisément, les spectres de photoélectrons P, (E,t)
ont été enregistrés a différents instants de la dynamique, et sont présentés sur la figure V.14
en bleu marine. La formation du spectre P,(E,7) n’est pas redétaillée ici, car completement
équivalente a celle de I’atome A déja commenté précédemment. La seule différence observée
est la discontinuité en £ = 0, qui coupe brusquement le spectre.

Comme pour A et B, I’accord entre .7 (E,t) (équation V.11) et P,(E, 1) est plus que satis-
faisant, avec une superposition quasi parfaite des spectres aux temps longs.

Tout de méme, juste apres I'impulsion, a #; = 1.79 fs, de 1égers désaccords sont observés
entre les différentes quantités. Le comportement aux alentours de £ = 0 varie fortement, et on
y observe une discontinuité de |7 (E,t)|?. Cela vient du fait que df est supposé constant dans
cette approche, ce qui n’est évidement pas le cas ici, en particulier au niveau du seuil. En outre,
le maximum des deux courbes ne se situe pas a la méme énergie, puisque |7 (E,t)|* est sous-
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Figure V.14 — Spectres de photoélectrons P, (E,¢) enregistrés a différents instants de la dyna-
mique d’ionisation de C (en bleu marine). La reconstruction |.7 (E,t)|? est montré en rouge, et
| Zan(E,1)|? en violet uniquement pour le premier temps ¢; = 1.79 fs (a). Résultats issue de la

méme simulation que la figure V.13.
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V.1 Dynamique d’ionisation a un photon en présence d’une résonance de Fano

évalué pres du seuil. La contribution de la voie d’ionisation directe est de ce fait difficilement

restituée par la quantité reconstruite |.7 (E,¢)|*. La structuration de nature numérique a E€ est

bien gommée par |74, (E, 1)|%. Quelques femtosecondes apres, lorsque la contribution du canal
d’autoionisation se fait ressentir, les courbes correspondent nettement mieux autant du point
de vue des oscillations qui sont parfaitement restituées a chaque instant que du point de vue de
Iintensité du pic. La grandeur analytique est complétement superposée a |.7 (E,t)|* pour tous
ces temps et n’est de ce fait pas tracée sur la figure V.14.

Finalement, 1’étude de cette résonance proche du seuil d’ionisation prouve la robustesse de
la conjecture V.5 dans une zone ol I’approximation dr = cste n’est pas satisfaite, méme si de

faibles écarts sont observés aux temps courts.

¢) Conclusions sur les reconstructions basées sur %

Au cours de cette étude de I’ionisation a un photon de systémes atomiques en présence
de résonances de Fano, nous avons testé et validé une conjecture invoquée dans des études
récentes [27, , ] selon laquelle la dynamique compléte d’ionisation d’atomes ou de
molécules peut tre reconstruite a partir d’amplitudes et de phases spectrales accessibles expé-
rimentalement. Ainsi, le traitement de 1’amplitude complexe finale du spectre Zg (accessible
R()2
qui s’apparente au taux d’ionisation .#(¢) (équation V.10), ainsi que le spectre a un instant

expérimentalement) permet de reconstruire le profil temporel du paquet d’ondes ionisé

donné |.7 (E,t)|* qui coincide avec le spectre de photoélectron Py (E,t) (équation V.5).
Maintenant, nous allons nous pencher sur un autre aspect des travaux expérimentaux, a
savoir la facon dont Zg (son amplitude et sa phase) peut étre mesurée en pratique. Dans les
systemes étudiés dans la littérature, comme c’est le cas pour I’hélium [27], les expériences de
Rainbow RABBIT mises en place permettent d’accéder pour une SB;, donnée a I’amplitude

complexe

5 (E) = 45 (E)] % ©), (V40)

Toutefois, cette quantité peut étre comparée & Zr qui représente 1’ionisation a un photon
(noté 2V (E) dans la suite), ce qui permet d’évaluer I’influence du photon “sonde” (voir sec-
tion 1.5.2).

Nous allons voir dans cette section comment la dynamique d’ionisation a deux photons
se confronte a celle a un photon, en présence d’une résonance de Fano. Les effets liés a I’in-
fluence de I’'impulsion sonde seront particulierement analysés, notamment 1’influence de sa
durée. Nous verrons ainsi si les interprétations des expériences récentes [27, , ] sont
pertinentes pour remonter aux quantités que sont le spectre de photoélectron P, (E,t) et le taux
d’ionisation .#(¢).
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Chapitre V. Dynamique d’autoionisation

V.2 Mesures interférométriques des dynamiques d’autoionisation :
Rainbow RABBIT

2)
p
des mesures RABBIT et ses dérivées (comme le Rainbow RABBIT). Une fois cette quantité
|2

L’acces expérimental a I’amplitude complexe %é (E) liée a la résonance peut se faire par

mesurée, il est possible de remonter au profil temporel du paquet d’onde électronique \R(Z) (1)
ainsi qu’a la reconstruction du spectre de photoélectron par transformée de Fourier Limitée
TFL |7 ?)(E,t)|?, par analogie avec ’étude d’ionisation 2 un photon détaillé dans la partie
précédente.

On se place dans le cas ou les différentes harmoniques induisent I’ionisation a un photon
(avec HHy, 11 qui est résonante avec 1’état autoionisant). Les signaux d’ionisation a deux pho-
tons sont présents sur les bandes satellites (voir figure V.15). On s’attend a retrouver la phase

\ Energie de photoélectron

= HHy,;
—=SByp+2

résonance ""1'1"" T ————== HHj;,
..... = SB,,

——————==HH,, |

seuil d’ionisation

Figure V.15 — Principe de la méthode RABBIT en présence d’une résonance de Fano. Un
peigne d’harmonique (en bleu) est envoyé€ sur I’échantillon a étudier, et HHy, | est résonante
avec |’état autoionisant. Chaque harmonique génere 1’ionisation a un photon a I’énergie des
différentes harmoniques (pics violets). Le laser IR couple les différents chemins d’ionisation
entre eux et un pic satellite apparait a chaque position 2p (pics rouge). Les SB voisines sont
généralement des répliques du signal harmonique résonant.

spectrale associée a la résonance (correspondant au signal de HH;,,, 1) au niveau des bandes sa-
tellites SB», et SB,, 12, a condition qu’on puisse négliger la contribution associ€e aux chemins
non résonants HH,, | et HH,, 3. Dans ces conditions, I’amplitude spectrale %ﬁ) (E) d’une
SB,, donnée peut étre considérée comme une réplique de I’amplitude complexe d’ionisation a
un photon ’@SJ)H (E). Néanmoins, le profil de phase se trouve généralement affecté par la durée
de I’'impulsion IR. Dans 1’étude théorique [76], les auteurs établissent pour quels parametres
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d’impulsion la phase est modifiée par des effets de durée finie d’impulsion.

Dans cette partie, nous allons sonder la dynamique de photoémission en présence d’une
résonance de Fano, au travers de simulations Rainbow RABBIT réalisées dans les différents
systemes utilisés précédemment (B et C). Nous allons ainsi mettre en évidence les différences
entre les quantités a un et a deux photons, cela dans le but de mieux cerner le cadre de validité
de I'interprétation des mesures expérimentales basées sur cette méthode interférométrique. Ces
simulations sont récentes et nécessitent plus de temps pour approfondir les différents points
évoqués. Nous présentons donc ici des résultats quelque peu bruts, tout en essayant de dégager
le plus d’informations possibles sur la physique du processus de photoémission.

Dans un premier temps, nous nous intéressons a I’étude Rainbow RABBIT de I’atome B,
puis nous étudierons le systeme C en considérant différentes impulsions IR sondes pour mettre
en avant 1’effet de ces dernieres sur la dynamique de photoionisation.

V.2.1 Test de la reconstruction par Rainbow RABBIT

Les caractéristiques du systéme modele B sont détaillées en V.1.3 a). Pour cette étude, nous
avons considéré une impulsion IR de durée totale 7,z = 31.75 fs, d’intensité I;g = 10'° W.cm2,
et de fréquence wyr = 1.547 eV, tandis que le train d’impulsion pompe XUV est défini par
Txuy = 13.23 fs et Ixpyy = 3.5 10! W.cm2.

Le spectre de photoélectron est obtenu pour diftérents retards Tx gy —jr entre la pompe XUV
et la sonde IR. Ces spectres sont représentés sur la figure V.16.

TXUV*IRZO ............
fedo b 100 Txuv—ir = TIr/4 ——— 7
£ 35006 | _
2 %1000
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Figure V.16 — Spectre de photoélectron |A(E)|* dans I’atome B enregistré pour deux retards
pompe-sonde Txyy—_IrR -
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Chapitre V. Dynamique d’autoionisation

On observe bien le signal résonant a HH3g, et une SBy4g structurée et intense, qui provient
du mélange entre le chemin résonant 39+1 et non-résonant 41-1. Cette bande satellite n’oscille
pas du tout de la méme maniere que les autres SB (42 et 44) vis-a-vis de Txyy—_r. En effet,
I’intensité de ces SB est nulle pour Txyy_jr = 0, ce qui n’est pas le cas de SBy4g. Cette variation
constitue de ce fait une signature marquée de la résonance.

L oscillation de I’intensité I, ,(E) des SB en fonction de ce retard (équation I1.28) permet de
2)
2p

on construit %’g) (E) (équation V.40). Ces quantités sont montrées pour les SB 40, 42 et 44 sur
la figure V.17.

remonter a 1’évolution de la phase (péi) (E) ainsi qu’a I'amplitude A, (E), a partir desquelles

@ © L @
= SB4o SB4> r SBu

1e-08 | 1t 1 ]
& % 10

5e-09

Spectre de photoélectron |A(E)|? (u.arb.)

Phase d ionisation @) (E) (rad)

37 37.5 40 40.5 41 43 43.5 44
Energie E (eV)

Figure V.17 — Phase (pz(i) (E) (b,d,f) et amplitude A%) (E) (a,c,e) associée a I’ionisation a deux
photons de 1’atome B, pour les trois bandes satellites (40, 42 et 44). En pointillé gris sont
représentées I"amplitude A(V(E) et la phase ¢(1)(E) associées  I’ionisation résonante a un
photon XUV HHzg [définies dans la section V.1.2 b)] et décalées en énergie de ficwyg pour

comparaison.

Premierement, les SB4; et SB44 sont complétement non structurées (phase plate), ce qui
témoigne d’un continuum lisse & ces énergies. Les oscillations visibles dans le spectre asoscié
a SB4; sont certainement un artéfact numérique. Elles serviront ainsi de référence pour mesurer
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la phase atomique non résonante.

Le signal d’ionisation ]A%) (E)|? est assez similaire aux résultats un photon |Ag19) (E)|?* dé-
calé de hiwyg, avec un élargissement du pic dii aux effets de durée finie d’impulsion [76, ].

La phase (pié) (E) est comparable a celle de I’ionisation a un photon (p3(é) (E) décalé de hooyg.
Deux sauts de phase de & sont visibles, a savoir un brutal & € = —¢g et un étalé sur I', autour de
E,, comme déja commenté dans la section V.1.3 a).

Toutefois, au sein d’'un méme saut, on identifie clairement un lissage de la quantité a deux
photons par rapport a celle & un photon. Cet effet est 1ié a la durée finie d’impulsion [76].
Comme dans 1’étude expérimentale [130] réalisée par le groupe d’ Anne L’ Huillier, les impul-
sions étant larges spectralement, plusieurs paires de fréquence composant les impulsions IR et
XUV conduisent au méme état final. Ce mélange cohérent entre les composantes entraine un
%7) (E) et de la phase (pg,)

En fait, cela vient de la modification du parametre de Fano en présence d’une impulsion

lissage de 1’amplitude A (E) du paquet d’onde a deux photons.

sonde IR de durée finie. Dans ce cas, il faut en effet définir le parametre effectif g tel que [76] :

(Ye|d[Yo ) (Yo g Ve|Pa)

geit = q(1 —7y)+iy avec y=tmpr (V.41)
Dans ce contexte, ‘¥, i représente la partie non-résonante de I’état intermédiaire atteint par la
transition a un photon (a 1’énergie £ I = Ey+ hoxuy), ©, est I’état résonant, g ’état final, d
I’opérateur dipolaire associé a la transition du laser sonde et Ve I’opérateur 1ié a I’interaction
de configuration.

La notion importante a extraire de cette équation V.41 est que le saut de & brutal qui existe
dans la phase liée a I’ionisation 4 un photon @(!)(E), et qui témoigne des interférences entre
les deux canaux, est lissé par le fait que ges soit complexe. La valeur de 7y (qui rend compte
de l'intensité relative entre le chemin direct état résonant - état final et celui avec passage
par le continuum intermédiaire non résonant) est directement a relier aux caractéristiques de
I'impulsion IR. Ainsi, 'impulsion IR ne peut donc plus étre considérée comme une sonde
de I’ionisation, mais influe sur le processus en modifiant le profil de I’amplitude complexe
AP (E).

En outre, il convient de faire un commentaire sur le sens relatif des sauts de phase. Ces
sauts vont dans le méme sens dans le cas a deux photons, ce qui n’était pas le cas pour la phase

£99

a un photon présentée sur la figure V.6. Le saut “instantané” de 7 étant défini a 27 pres, il est
tout a fait 1égitime de définir les deux sauts de phase dans le méme sens pour la quantité a un
photon. L’influence du sens relatif des sauts pour la dynamique d’ionisation a deux photons fait
partie des perspectives d’étude envisagées.

A I’instar des études de dynamique d’ionisation a un photon présentées dans la partie pré-
| dans le domaine
temporel (en utilisant I’équation V.1 avec I’amplitude complexe de la SB %éi)
cela est proposé dans [27]. Le profil temporel du paquet d’ondes électronique est comparé pour

cédente, nous avons effectué la reconstruction du paquet d’ondes [R(?)(r)
(E)), comme

le cas a un et a deux photons sur la figure V.18.

Le pic d’ionisation directe centré aux alentour du maximum de 1’'impulsion XUV vers
6.6 fs, coincide dans les deux profils temporels. Cependant, dans le cas de 1’ionisation a un
photon, |R(1) (t)|? laisse apparaitre la queue exponentielle attendue de durée vie correspondant
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Figure V.18 — Profil temporel issu de I’ionisation a un photon |Rg19) (t)|? (rouge foncé) et deux
photons |R520) (t)|* (rose), suite a I’ionisation avec une impulsion de durée Txyy = 13.23 fs, et
Tir = 31.75 fs pour I’ionisation a deux photons.

a la résonance 75 = 6.383 fs, tandis que le profil associé a I’ionisation & deux photons meurt
beaucoup plus rapidement. Une telle différence vient comme explicité précédemment des effets
de durée finie d’impulsion qui élargissent et lissent les quantités spectrales (I’amplitude A%) (E)
et la phase (pig) (E)). Dans le domaine temporel, cela se répercute en un raccourcissement
de la durée de vie effective de la résonance. Mis a part cet effet de durée finie d’impulsion,
les deux profils sont en accord raisonable. Des conclusions semblables sont ainsi proposées
dans [130], et il semble 1égitime d’effectuer la reconstruction a partir de I’amplitude a deux
photons %g,) (E) pour avoir acces a la dynamique globale d’ionisation a un photon.

Dans la suite, nous allons étudier, au travers de 1’étude du systeme C, un autre effet relatif
a I’'impulsion sonde, & savoir le contréle de dynamique d’autoionisation.

V.2.2 Controle du profil spectral

Dans la section V.1.3 a), nous avons vu que pour des systemes exhibant une résonance a la
méme énergie (atomes A et B), les caractéristiques intrinseques au systeme peuvent fortement
différer, ce qui fait passer d’un profil asymétrique a un profil quasi-lorentzien dans le spectre
de photoélectron.

Dans les expériences réalisées par Ott et al. [129], les auteurs montrent qu’en variant 1’in-
tensité du laser IR, il est possible d’ajuster la forme du profil dans le spectre d’absorption
transitoire. Ainsi, on peut controler les couplages entre la voie d’ionisation directe et 1’autoio-
nisation par I’application d’une perturbation extérieure qu’est le laser IR.

Nous avons vu dans la partie précédente que les effets de durée finie de I’'impulsion sonde
IR peuvent influer sur le spectre de photoélectrons et la phase d’ionisation associée. En par-
ticulier, plus I’'impulsion IR considérée est courte, plus on lisse le saut de phase associé a la
résonance, et plus on réduit sa durée de vie effective. Cet effet trouve son origine dans la mo-
dification du parametre de Fano g.s par ’interaction avec le laser sonde.
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V.2 Mesures interférométriques des dynamiques d’autoionisation : Rainbow
RABBIT

Ici, nous proposons une méthode alternative, permettant notamment de rester dans le ré-
gime perturbatif. nous sommes en mesure de nous demander si il est possible d’obtenir un
niveau de contrdle similaire dans ce type d’expérience. Pour répondre a cette problématique,
nous avons étudié I’influence du recouvrement temporel des impulsions pompe XUV et sonde
IR sur la dynamique d’ionisation de 1’atome C, dont les caractéristiques sont données en sec-
tion V.1.3 b).

Nous avons repris la méme démarche que sur I’atome B, mais contrairement a 1’étude
précédente, les deux impulsions pompe XUV et sonde IR ne sont pas centrés au méme instant,
ce qui peut influencer la forme du spectre. Les enveloppes de ces impulsions sont montrées
pour information sur la figure V.21.

Le spectre de photoélectrons est représenté sur la figure V.19 pour txyy = 13.23 fs et
Tir = 31.75 fs. L’harmonique HH;; est résonante avec 1’état autoionisant, tandis que les autres
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Figure V.19 — Spectre de photoélectron |A(E)|? enregistré & t; = 39.68 fs pour différents re-
tards pompe-sonde Txyy g = 0 (pointillés) et Txyy g = Tjr/4 (traits pleins), avec les durées
d’impulsion Txyy = 13.23 fs et 7;g = 31.75 fs. On identifie le signal résonant correpondant a
I’harmonique 11, le signal non résonant aux harmoniques 13 et 15, et les bandes satellites 12

et 14 (zoom).

harmoniques sont caractéristiques d’un continuum lisse. Comme en témoignent les oscillations
du signal de HHyy, il est clair dans ce cas précis que le spectre n’a pas atteint sa forme finale
aty = 39.68 fs. En effet, le maximum de I’'impulsion XUV se situe a rxyy = 6.615 fs, ce qui
laisse 33 fs environ au spectre pour se construire (soit environ 37°).

A contrario, les signaux associés aux SBs ne varient plus une fois I'interaction avec la
sonde IR terminée (a t = T;x fs), puisque la résonance n’est qu’un état intermédiaire vers ces
SBs.

(2)

L’évolution de la phase (pzlz7 ”

> (E) est représentée sur la fi-

(E) ainsi que I’amplitude A
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Spectre de photoélectrons (u.arb.)

Chapitre V. Dynamique d’autoionisation

gure V.20 pour la SB, et deux durées d’impulsion IR (7, = 31.75 et 7;g = 23.81 f5).
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Figure V.20 — En rose : phase (b), (d) et spectre (a) et (c) associés a I’ionisation a deux photons
de C 9@)(E) et [AP(E)|?, pour la bande satellite 12. (a) et (b) : Tz = 31.75 fs, (c) et (d) :

Tir = 23.81 fs. En pointillé gris est représenté les phase/amplitude associées a 1’ionisation

(1)
11

bleus représentent des ajustements lorentziens des courbes rouges.

résonante a un photon ¢,,’(E) et ]Agll) (E)|?, décalées de hwjg pour comparaison. Les points

Premierement, dans les deux simulations, on obtient deux sauts de phases de 7 rapprochés
et tres lissés, alors que la phase a un photon donne deux sauts de phases bien nettes. Les
sauts sont d’autant plus lissés que ;g est faible, comme le prédit 1’effet de durée finie des
1.

Par ailleurs, on observe que le spectre de photoélectrons |A§22) (E)|? est trés différent de
|2

impulsions [
la quantité a un photon ]Agll) (E)|*. Alors que ce dernier exhibe une asymétrie marquée, le
profil a deux photon est quasi-lorentzien (comme en témoigne 1’ajustement par une fonction
lorentzienne en bleu). De plus, sa forme dépend de la durée de I’'impulsion IR. En effet, plus
2

la durée de I'impulsion IR 7;z est grande, plus le spectre |A(2) (E)|* se rapproche d’un profil

lorentzien.
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V.2 Mesures interférométriques des dynamiques d’autoionisation : Rainbow
RABBIT

4e-05 -
2 photons : Tjg =31.75fs ———
2 photons : ;g = 23.81 fs

3e-05 XUyVvV ———

IR long

2e-05

1e-05

Profil temporel |R(z)|? (u.arb.)

Temps de propagation ¢ (fs)

Figure V.21 — Profil temporel issu de ’ionisation & un photon de C |[R™)(r)|? (rouge foncé)
et deux photons ]R(z) (t)|? (rose), suite a I’ionisation de I’atome avec une impulsion de durée
Txuv = 13.23 fs, et T;g = 23.81 fs (en rose) ou ;g = 31.75 fs (en rouge) pour I’ionisation a
deux photons. Les enveloppes de ces impulsions sont représentées en violet plein pour I’XUYV,

et gris pour I’IR (7;r = 31.75 fs en pleins et 7 = 23.81 fs en pointillés.

Pour comprendre un tel effet, nous avons reconstruit le profil temporel |R§22) (1)
|2

du paquet
d’ondes ionisé et comparé a celui obtenu par ionisation a un photon |R§11) (t)|* avec la méme
impulsion XUV (Txyv = 13.23 fs). Ces résultats sont présentés sur la figure V.21.

Le profil d’ionisation & un photon \RE? (t)|> correspond aux résultats attendus, avec un
premier pic d’ionisation directe centré en Txyy /2, un minimum du aux interférences entre les
canaux et un déclin exponentiel venant de 1’état autoionisant qui se décharge dans le continuum.
Toutefois, contrairement a 1’étude de la section V.1.3 a), le temps de vie est de durée comparable

a1 (1€ =11.321s).

En comparaison, on observe une forme trés différente du profil a deux photons ’Rgzz) (t)|%.
L’absence de la premiere bande d’ionisation du continuum direct vient principalement de I’in-
teraction avec le laser IR, qui est tres faible dans les premiers instants de la dynamique. Plus
I’impulsion IR est longue, plus son maximum 7z = Tjg/2 est décalé aux temps élevés. Chro-
nologiquement, la résonance est donc atteinte aux temps courts par I’impulsion XUV, puis est
répliquée “tardivement” par I’impulsion IR. La voie directe a presque disparu de la dynamique
d’ionisation associée a la SB; et on obtient un profil de Lorentz pour |R§22) (t)]%

Ainsi, nous avons pu controler la forme du profil de Fano au niveau de la SB, et en parti-
culier le rapport des contributions des différentes voies d’ionisation (qui définit ¢) en variant la

durée et donc la position de I’impulsion IR par rapport a I’impulsion XUV.

Nous ne sommes pour le moment pas en mesure d’approfondir la comparaison, mais des
simulations vont étre éffectuées prochainement pour balayer une plus grande gamme de durées

d’impulsion IR.
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Chapitre V. Dynamique d’autoionisation

V.2.3 Synthese sur la dynamique d’ionisation a deux photons

La technique Rainbow RABBIT permet d’accéder expérimentalement a la dynamique d’io-
e
nisation. L’amplitude spectrale %g) (E) = \Ag}) (E)|e'®r () ainsi déterminée permet de remon-
ter au profil temporel du paquet d’ondes ionisé [R?) ()
i

2, qui est en bon accord avec la quantité

issue de I’ionisation 2 un photon |[R()(¢)
Nous avons néanmoins mis en avant des différences dues aux effets de durée finie de I’im-
pulsion sonde IR [131], qui participent entre autres a réduire la durée de vie effective de la

résonance. En effet, ’effet de durée finie d’impulsion de la sonde IR lisse le profil spectral

de I’amplitude Ag)) (E) et de la phase (pz(i)

rée d’impulsion Tz du laser sonde IR est courte, plus le saut de phase associé a la résonance

(E) mesurée. Nous avons ainsi vu que plus la du-

est lissé, comme attendu par [76]. Cela complique I’interprétation des résultats liés a I’ionisa-
tion a deux photons, mais reste pertinent en particulier pour la déduction d’informations sur la
dynamique de photoémission & un photon effectuée dans [27].

Dans une deuxieme étude, nous avons montré qu’on peut, en variant le recouvrement des
impulsions pompe XUV et sonde IR, contrdler la forme du spectre de photoélectron pour une
SB voisine de la résonance. Nous avons tué la contribution du continuum directe de facon a
transformer un profil de Fano fortement asymétrique en un profil quasi-lorentzien au niveau
de la SB. Un niveau de contrdle similaire a celui explicité dans [129] est ainsi possible lors
d’expériences Rainbow RABBIT.

Cette étude est loin d’étre terminée et il nous reste a étudier I’influence de 1’'impulsion
sonde sur les mesures Rainbow RABBIT de 1’atome modele A pour sonder plus précisément les
différences observées avec les résultats issus de I’ionisation a un photon.

V.3 Conclusion générale sur I’étude des résonances de Fano

Au cours de ce chapitre, nous avons étudié la formation temporelle de spectres de pho-
toélectrons P,(E,t) en présence d’une résonance de Fano. Nous avons ainsi cherché a tester
numériquement la conjecture invoquée dans [27, , ], qui permet de déduire des infor-
mations sur la dynamique d’ionisation complete du systeéme étudié. En particulier, nous avons
comparé le profil temporel du paquet d’ondes ionisé [R(!) (r)|? avec la taux d’ionisation la TDSE
Z(t) d’une part (V.10), et la reconstruction par TFL |.7 (E,t)|* au spectre de photoélectrons
P,(E,t) a un instant donné d’autre part (V.5). Nous avons ainsi pu valider cette conjecture
pour une résonance loin du seuil d’ionisation ou 1I’amplitude de transition vers le continuum
direct dg peut étre considérée constante, mais aussi prouver sa robustesse en dehors du cadre
de validité analytique, pour une résonance proche du seuil d’ionisation.

Afin de pousser encore plus loin les tests sur cette conjecture, nous avons effectué des
simulations de mesures interférométriques Rainbow RABBIT, qui sont utilisées dans la pratique
pour la détermination de I’amplitude et de la phase spectrales qui servent a la reconstruction de
la dynamique d’ionisation (voir [27, ] par exemple).

Lors de cette étude Rainbow RABBIT, nous avons mis en avant les différences existant
entre %g) (E) et ZV(E), et les effets de durée finie d’impulsion IR [76] qui modifient les

observables, comme la durée de vie effective associée a la résonance.
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V.3 Conclusion générale sur I’étude des résonances de Fano

Dans une autre étude, nous avons montré qu’il est possible de moduler le profil de Fano
associé a la résonance en variant le recouvrement temporel entre I’impulsion IR et I’impulsion
XUV, passant d’un profil fortement asymétrique a un profil quasi-lorentzien. Nous avons ainsi
prouvé qu’on peut obtenir un niveau de contrdle similaire aux résultats de [129] lors d’expé-
riences Rainbow RABBIT.

Toutes ces observations permettent de certifier que I’impulsion IR n’agit pas seulement
en tant que sonde de la dynamique d’ionisation, mais participe réellement au processus. Ses
effets peuvent étre limités en considérant une impulsion quasi-monochromatique (infiniment
longue en temps), ou au contraire utilisés a des fins de contdle cohérent.

Les différentes études ont permis de valider la conjecture et d’isoler les effets de 1I’impul-
sion sonde. Pour approfondir cette thématique, nous commengons, dans le cadre d’une colla-
boration avec le groupe de Pascal Salieres au CEA Saclay, a effectuer des simulations sur un
systeme inspiré de 1’hélium, en considérant deux résonances dans le continuum situées aux
alentours de £ — Ey = 61 eV. (soit une trentaine d’eV au dessus du seuil) [130]. La premiere,
associée a un état 2s2p, est quasi-résonante avec HH3zg d’un laser Ti :Sapphir tandis que la
seconde, associée a un état s p3+ , se situe isoénergétiquement a HH,; du méme laser générateur.
Dans ce contexte, nous souhaitons sondé le comportement de la bande satellite 40. Il semble
logique de penser que la SB3g ressemble au signal HH3g, et que SBy4, ressemble a HHy;, mais
qu’en est-il du profil de SBy4g, dans une zone énergétique ol les résonances de part et d’autre
apportent leur contribution ? Ce travail n’est pas présenté dans ce manuscrit puisqu’il est loin
d’€tre terminé et une étude interférométrique (par des simulations Rainbow RABBIT) poussée
de cet atome modele pour différents jeux de durées d’impulsions XUV et IR, ainsi que pour
différentes caractéristiques des résonances restent a effectuer.
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Conclusions et perspectives

Au cours de cette thése, nous avons sondé, a des échelles de temps inférieurs a la femtose-
conde, les corrélations qui jouent un role dans la dynamique de photoionisation d’atomes et de
molécules.

Nous avons vu dans les chapitres III et IV que les corrélations vibroniques doivent étre
prises en compte pour restituer le comportement asymétrique observé lors de 1’ionisation de
molécules diatomiques. En particulier, les temps d’ionisation ainsi que les probabilités asso-
ciées sont différents selon la direction d’émission du photoélectron. Cela avait déja été mis en
évidence par Chacon ef al. dans une étude théorique [85] qui ne tenait pas compte du mouve-
ment des noyaux au cours de la photoémission. Or, nos études ont montré que la dynamique
nucléaire influence 1I’asymétrie mesurée de part et d’autre de la molécule. De plus I’échange
d’énergie entre le photoélectron et les noyaux empéche une interprétation usuelle des retards
d’ionisation globaux. Il faut au contraire considérer les grandeurs résolues vibrationnellement
et de ce fait définir une dynamique d’ionisation spécifique a chaque canal vibrationnel.

Dans la premiére molécule modele (hétéronucléaire), nous avons ainsi étudié en détail les
effets de I’asymétrie causée par la forme du potentiel d’interaction électron-noyaux ainsi que
par la différence de masse des deux atomes. Au terme d’une comparaison des résultats de nos
simulations numériques dépendant du temps avec un modele d’analyse des états stationnaires a
géométrie fixée, nous avons ainsi défini, pour chaque canal vibrationnel, une géométrie effec-
tive qui permet de rendre compte de I’asymétrie de la dynamique d’ionisation. Cette géométrie
effective est reliée au potentiel d’ionisation vertical effectif pour chaque canal vibrationnel.

Nous pouvons ainsi envisager d’appliquer cette approche reposant sur 1’analyse des états
stationnaires a 1’étude de molécules de tailles plus conséquentes, dans le but de fournir une
interprétation a la fois “simple” et quantitative des résultats expériementaux, pour un faible
temps de calcul. Il reste bien entendu encore a expliquer certains écarts a cette correspondance,
dans le cas d’une dynamique nucléaire de dissociation par exemple, mais des simulations sont
effectuées en ce moment méme pour approfondir cette étude.

Dans une seconde molécule (homonucléaire) qui ne dévoile qu'une asymétrie de masse,
nous avons montré que I’approche stationnaire a une distance internucléaire fixée n’était pas
suffisante pour retrouver les résultats TDSE. Cependant, en considérant le potentiel moyen
sur 1’état vibrationnel du neutre, cette méthode stationnaire permet de retrouver les quantités
dépendant du temps. Nous avons ici isolé une asymétrie purement “dynamique” qui trouve
son origine dans le couplage entre le mouvement du photoélectron et celui des noyaux. Cette
étude est bien loin d’€tre terminée et il nous faut en particulier expliquer 1’annulation du dipdle
d’ionisation dans les différentes molécules modeles, qui résulte en une asymétrie d’ionisation
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tres marquée pour la gamme énergétique sondée. De plus, la correspondance des simulations
dépendant du temps a I’approche stationnaire impliquant un potentiel d’interaction effectif
est un axe que nous souhaitons approfondir particulierement dans la molécule qui induit une
dynamique de contraction, de méme qu’une étude de la dynamique de dissociation de cette
molécule.

Cette étude a de plus été comparée a des simulations RABBIT, qui donnent les seuls
résultats accessibles par des expériences de spectrosopie. Les différences entre les quantités
présentées au chapitre III qui sont liées a 1’ionisation a un photon de la molécule, et celles pré-
sentées au chapitre IV basées sur des mesures interférométriques d’ionisation a deux photons
sont quantifiées et expliquées par la détermination d’un terme de correction universel défini
dans [75]. Ainsi, nous avons détaillé les capacités et limites de la méthode RABBIT pour res-
tituer la dynamique d’ionisation asymétrique dans les molécules diatomiques. Il nous reste
encore a effectuer ces simulations dans la molécule modele induisant une dynamique nucléaire
de dissociation, mais des aménagements des codes sont nécessaire, en particulier pour la déter-
mination du spectre de photoélectrons.

Dans une thématique quelque peu différente mais connexe du fait de 1a présence de corréla-
tions électroniques fortes, nous nous sommes intéressés au cours du chapitre V a la dynamique
d’ionisation d’un atome en présence d’une résonance de Fano. L’ étude théorique et numérique
d’un tel systéme et notamment de la construction du spectre de photoélectron dans le temps
est d’actualité aujourd’hui puisque cela est dorénavant possible expérimentalement [27, 1.
Dans ces travaux, une conjecture utilisée implicitement permet la reconstruction de la dyna-
mique d’ionisation, au travers du profil temporel du paquet d’ondes ionisé. Une telle démarche
est possible analytiquement dans la mesure ol I’amplitude de transition vers le continuum lisse
peut étre considérée constante dans le domaine d’extension spectrale de I’impulsion qui excite
la résonance.

Nous avons montré, par des tests numériques sur des atomes modeles possédant une réso-
nance autoionisante, que cette conjecture est trés robuste et reste valable méme hors du strict
cadre analytique. Nous avons de ce fait justifié 1’approche des groupes d’expérimentateurs pour
reconstruire la dynamique d’ionisation complete du systeme. Des tests restent bien entendu a
effectuer pour une plus large gamme de durée d’impulsions, ainsi que pour différentes caracté-
ristiques de résonance.

En outre, nous avons approfondi la comparaison avec la démarche “expérimentale” en si-
mulant des expériences Rainbow RABBIT qui sont utilisées en pratique pour accéder au spectre
de photoélectron et a la phase associée. Nous avons relevé des différences notables entre les
résultats issus de ces mesures interférométriques et ceux li€s aux simulations d’ionisation a un
photon. En particulier, des effets de durée finie d’impulsion (détaillés dans [76]) ont été mis en
évidence. Ainsi, nous avons vu que dans certains cas, I’'impulsion IR ne peut plus étre considé-
rée comme sonde de I’ionisation, mais participe au processus. Ces effets sont bien sur gommés
si on considere une impulsion IR monochromatique. Forts de cette analyse, nous avons es-
sayé d’obtenir dans les simulations Rainbow RABBIT un niveau de contrdle similaire a celui
présenté dans [129]. En d’autres termes, nous avons montré qu’il est possible de moduler la
forme du profil de Fano associé a la résonance en jouant sur le recouvrement temporel entre les
impulsions pompe XUV et sonde IR. Nous ne faisons que débuter 1’étude de cette thématique
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Conclusion

mais il est envisagé d’effectuer de nombreuses simulations sur les différents atomes modeles en
variant les durées d’impulsions, ou encore leur recouvrement dans le but d’obtenir une image
physique du probleme.

Pour finir, nous avons débuté, au travers d’une collaboration avec le groupe d’expérimen-
tateurs de Pascal Salieres au CEA Saclay, I’étude détaillée d’un atome modele possédant deux
résonances proches en énergie, comme c’est le cas dans I’hélium [130]. Alors que la dynamique
d’ionisation a un photon (a I’aide de deux impulsions d’harmoniques consécutives) de ces deux
résonances met en avant I’absence de couplage entre les deux résonances qui sont espacées de
3 eV environ, les simulations de dynamique d’ionisation a deux photons semblent pour le mo-
ment témoigner d’un couplage inter-états aux alentours de la bande satellite centrale. Ainsi,
le laser sonde induirait un rapprochement en énergie des deux états résonants, ainsi qu’une
modification de leur propriétés intrinseéques, cela ayant pour conséquence de coupler les deux
résonances. Nous travaillons a comprendre et interpréter les résultats expérimentaux obtenus a
Saclay, ainsi que les résultats numériques obtenus par nos simulations.

Grice aux travaux que nous avons effectués au cours de cette these et a ceux qu’il reste
encore a effectuer, la dynamique ultrarapide de photoémission aura bientdt révélé de nombreux
secrets a la communauté scientifique.
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A.1 Unités atomiques

Les unités atomiques (notées au dans ce manuscrit) ont été définies pour les calculs de
physique atomique et moléculaire, dans le but de simplifier les équations de bon nombre de
constantes qui les alourdissent. De plus, elles permettent d’exprimer les différentes quantités a
I’échelle atomique avec des ordres de grandeurs pertinents, en comparaison avec les tres faibles
valeurs obtenues en unités du systéme international SI.

A cette fin, plusieurs constants sont fixées a 1 :

* la masse de 1’électron m,

* la charge élémentaire de I’électron e

* la constante de Planck réduite i = h/2x
* la constante de Coulomb 1/47e,

Le tableau A.1 référence toutes les grandeurs et leur valeur en unité SI et en unité atomique.
En particulier, il est & noter que la fréquence @ est assimilée a une énergie £ = ho.

Nom Quantité Valeur en ua Valeur en SI
Masse de 1’électron m, masse 1 9.10953 x 10731 kg
Masse du proton m,, masse 1836.15 1.67262 x 10731 kg
Charge de I’électron e charge -1 —1.60219 x 1071 C
Constante de Planck réduite # | moment angulaire 1 1.05459 x 10734 J.s -1
Rayon de Bohr ag longueur 1 529177 x 10711 'm
Vitesse de la lumiére ¢ vitesse ~ 137 2.99793 x 108 m.s !
Permitivité du vide & permitivité 1/4m 8.85419 x 10712 C/V/m
1 hartree mee* / (4megh)? énergie 1 435974 x 10718 J
Intensité laser I intensité 1 3.5x 106 J.om 2
Temps orbite de Bohr 7 temps 1 241888 x 10717 5

Table A.1 — Valeurs de différentes grandeurs en unité atomique.

A-2



Annexe A. Annexes

A.2 Théorie des perturbations

La théorie des perturbations dépendant du temps est un modele tres robuste pour traiter
I’interaction lumiere-matiere [38]. En bref, en mécanique quantique, un systeme non-perturbé
est entierement décrit par son hamiltonien Hy, les énergies E,, et états propres |@,) de ce sys-
teme étant définis comme les solutions de 1’équation de Schrodinger indépendante du temps
(TISE pour Time-Independent Schrodinger Equation) :

Ho|@n) = Ex|@n) (A.1)

At =0, on considere le systtme dans son état fondamental |¢@p). Il interagit alors avec
une onde électromagnétique qui peut étre décrite par une perturbation fonction du temps :
V(t) =AW (t), avec A < 1 et W(¢) une observable du méme ordre de grandeur que Hy (et donc
que E,). De facon a décrire I’évolution de la fonction d’onde totale du systéme lors de cette
interaction, il nous faut considérer 1’équation de Schrodinger dépendante du temps (TDSE pour
Time-Dependent Schrodinger Equation), qui s’écrit (en unités atomiques qui sont définies en
annexe A.l) :

(o)) = Ay + 20 0)] 1) (A2)

I est possible de projeter la fonction |¥(z)) sur les états propres de Hy tel que

(1)) =Y ba(t)e ™" @) (A.3)
o

ol ¢, (1) = (@,|¥(¢)). On obtient alors un jeu de n équations couplées :
.d .
VneN, zacn(t) = E,cn(t) +?LZ<(pn]W(t)\(pk> ci(t) (A4)
k

Le développement, dérivé dans [38] entre autres, meéne a I’expression des coefficients b, (¢) aux
différents ordres en A. On a ainsi pour p =0,1,2:
0
b (1) = 8,0

My Lo (¢ —i(En—Eo)t'
by (1) = 1/0 dt' (@a.[W (1) |@o)e ’ (A5)

t . 7" 1" ~ . /
DROEDY /0 di" (@u W (1") | gi)e BB /O di' {@|W ()| go)e " FxFo)
k

Finalement, la probabilité de peupler I’état |¢@,) par interaction avec le champ rayonnant
s’écrit : 2, (t) = |ca(t)|> = |ba(t)
AW (1). La perturbation considérée résultant de I’interaction dipolaire électrique, elle est par

2. Pour aller plus loin, il nous faut ajuster la forme du terme

conséquent proportionnelle a I’amplitude du champ électrique scalaire &7, (en jauge longueur),
qui est considérée faible (< 1) dans le cas du régime perturbatif. On peut donc écrire AW (¢) =
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&y - r pour prendre explicitement en compte cette dépendance. Le développement de &2, (t) aux
différents ordres conduit finalement a :

29(1) = 8,0
200) = &2V (1) 2 (A.6)
22 (1) = &b (1)

L’équation (A.6) confirme que seul 1’état initial |¢y) est peuplé si on néglige la perturbation,
tandis que les développements aux ordres supérieurs décrivent respectivement les probabilités
de transition a 1 et 2 photons (I’ordre p correspondant a des transitions a p photons).

A.3 Amplitude de transition a 2 photons

Comme vu dans les études RABBIT (chapitre IV), la phase caractérisant le retard d’ioni-
sation est accesible via I’étude de processus d’ionisation a deux photons. De maniére a obtenir
cette phase, il nous faut déduire, par application de la théorie des perturbations (présenté en
annexe A.2), I’élément de matrice de transition a 2 photons [84, 17].

Considérant deux photons d’énergie @, et @, avec @, > @y, nous allons nous placer uni-
quement dans le cas ou le photon @, peut ioniser le systeme par absorption, tandis que 1’autre
@, peut étre absorbé ou émis de sorte que :

E=E;;+hw,Lhw, (A.7)

E;,; correspond a I’énergie de 1’état lié initial, le zéro d’énergie étant fixé au seuil d’ionisation.
Par application de la théorie des perturbations au second ordre, il est possible d’exprimer
I’amplitude de transition vers un état final |yg) du continuum comme :

T (@, ) = (Vg |T(0, £0p)| Wini) (A.8)

avec

(e, 20p) =[(& 1)G(@a) (4 F) + (& F) G(0a) (&0 7))

A.
X Fye'% e (A9

T (@,, +w,) représente donc I’élément de matrice de transition associé a 1’opérateur T(w,, £ay).
Fj et ¢; représentent I’amplitude et la phase du champ é€lectrique a la pulsation @;, et €; la di-
rection de polarisation correspondante. La fonction G une la fonction de Greene associée :

~ 1
G((D) = lim =
=0t Epyi +ho—H+ lC
_ | W) (Wi
£—0t Eini—i-hCO—En—FiC

(A.10)

H est I’hamiltonien du systéme, |y,) et E, décrit I’ensemble de ses vecteurs et valeurs propres
(continue et discret).
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Ainsi, I’élément de matrice T (®,,+®;) est complexe si I’'un ot I’autre des photons peut
ioniser le systeme, ce qui signifie qu’il posseéde une phase (de transition ) non nulle. Dans ce
cas, il existe un état intermédiaire |y;,,) pour lequel E;,;; + ho, — E,, = 0 de sorte que I’intégrale
dans I’équation A.10 comporte une singularité. L’ opérateur G(w) se réécrit alors

A 1 A
Glw)=P——= —ind(Epni+ho—H A.ll
(@)= P e = i ) (A1D

ou & désigne la valeur principale de Cauchy.

Cet opérateur consiste en deux termes associé a 1’absorption du photon wj, suivie de I’ab-
sorption/émission de photon @, d’une part, et de I’absorption du photon @, suivie de I’absorp-
tion/émission de photon @, d’autre part [138].

A.4 Approximation Born-Oppenheimer

A partir du développement de Born-Huang de la fonction d’onde, I’équation 1.9 peut se
réécrire sous la forme de m équations couplées, aprés multiplication par & (r; R) et intégration

sur les coordonnées électroniques :

i%%m(th> = [?NN(R) =+ E51<R)} Xm(th)

. (A.12)
+Y [ RN (R)E(r R) 2 Ro)
k

Les termes d’énergie potentielle sont diagonaux, alors que ceux liés a I’énergie cinétique des
noyaux couplent les différents états électroniques entre eux. Ce dernier terme peut s’écrire :

¥ [ drt BRI ) (o) = 3 B [ (B Vi[85 ) (R0
= Tv(R)(R) (A1)

_ﬁ ) [ / dré(r; R)Vy &(r; R) +2 / dry(riR)Ve &(r: R).VR | 2e(R.1)

Le terme correspondant a la derniere ligne de 1’équation A.13 est le terme de couplage non-
adiabatique. C’est lui qui est négligé usuellement lorsqu’on effectue I’ Approximation de Born-
Oppenheimer.
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A.5 Procédure de détermination de la fonction d’onde

A.5.1 Algorithme général Runge-Kutta d’ordre 4

L’ algorithme de Runge-Kutta d’ordre 4 (RK4) est un algorithme numérique de résolution
d’équation différentielle du type :

y = f(t,y), (A.14)

ou y est une fonction scalaire (ou vectorielle) inconnue et f un opérateur scalaire (ou matriciel)
qui agit sur le temps ¢ et la fonction y. Connaissant la condition initiale yo = y(#), et pour un
pas de temps Ar donné et une grille en temps {z, = to + nAt},ze[[(): n,]» il est possbile de calculer
yn = ¥(t,) & tous les temps 7, par la relation de récurrence :

At
st =+ (6 + 267 + 267 + k) o nefo:N—1], (A.15)
avece .

kY = A16
n f(tnvyn)v ( - )
kP :f(t,1+m,yn+k,(ll)m>, (A.17)

2 2
k) :f<rn+m,yn+k£2)m>, (A.18)

2 2
KV = f (tn+1 Vi +k,§3)Ar> . (A.19)

Les coefficients k,(qj ) représentant la pente de y(z) en différents points dont on effectue ensuite
une moyenne pondérée. Cette méthode est un algorithme d’ordre 4, c’est-a-dire que I’erreur a
chaque pas de temps est O(Az) et I’erreur totale accumulée est O(Ar*).

Par exemple, dans le cas de la détermination de la fonction d’onde sélectionnée relative a
I’analyse des états stationnaires AES, 1’équation a résoudre (TISE) implique la dérivée seconde

en x de la fonction d’onde W :
V' (x) =—-2(E-V(x))¥(x), (A.20)

la variable spatiale x jouant le role de # décrit plus haut. Il faut donc résoudre le systeme couplé :

'(x) =& (x)
{ E'(x)=2(V(x)—E)¥(x) (A21)

Dans le cas d’un potentiel V (x) symétrique, et partant de 1’état initial pair Wy (x), il vient comme
condition initiale ¥(0) = 0, cette fonction d’onde sélectionnée ¥ (x) étant impaire.
A.5.2 Application a une fonction non symétrique

Pour toute 1’étude du chapitre 1V, la fonction d’onde sélectionnée est issue d’un potentiel
non symétrique. Il n’est de ce fait plus possible de fixer une condition initiale bien définie,
puisqu’il n’existe plus de parité de la fonction d’onde bien définie. Néanmoins, le continuum
d’ionisation reste dégénéré a une dimension.
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L’équation de Schrodinger indépendant du temps (TISE) est ainsi projetée sur deux sous-
espaces orthogonaux : I’espace des fonctions paires et celui des fonctions impaires. Ce for-
malisme s’applique bien entendu aussi dans le cas d’un potentiel symétrique mais la symétrie
permet de simplifier le probléme. Le potentiel et la fonction d’onde peuvent donc s’exprimer

Vi(x)=1/2x (V(x)+V(—x))
Vo(x)=1/2%x (V(x) =V (—x))
A.22
W) = 1/2 (¥(0) + () —
Y_(x)=1/2x (¥(x) —¥(—x))
Dans ce contexte, nous avons a résoudre deux équations TISE couplées,
W (x) = =2(E = Vi (x)) Wi (x) + 2V (x)P_(x) (A23)
W (x) = =2(E = Vi (x)) P (x) +2V_ (x) P4 (x) '
ce qui conduit a quatre équations différentielles au premier ordre couplées :
W (x) = &4 (%)
lII* ('x) = g_ (X) (A24)

x) —E)¥(x)+V_(x)¥_(x)
x) —E)¥_(x)+V_(x)¥(x)

Il est maintenant possible de résoudre ces équations par RK4 a droite ¥(x > 0) = ¥, (x) +
Y_(x) et a gauche ¥(x < 0) =W (|x]) —P_(|«]).

N’ayant plus de symétrie pour simplifier le probleme, il fait chercher deux fonctions propres
W, et W, qui satisfont ce systeme d’équations avec différentes conditions initiales

P (x=0)=0 et & (x=0)=0
¥ _(x=0)=0 E-(x=0)=1
Voo (x=0)=1 &, (x=0)=0 (A-2)
‘Pg_(x:()):() éz_(x:()):()

Ensuite, il est possbile de construire la base orthonormée (), x2) associée a ses fonction ¥, et
‘Pz .

X = B 2= — _ (A.26)
(¥1]¥1) (x1]¥2)

Nous verrons dans I’annexe A.6 comment effectuer le prouduit scalaire de deux fonctions non-
intégrable spatialement.
Finalement, on peut déduire la fonction d’onde sélectionnée par la transition :

¥ = (x1|x|¥o) x1 + (x2]x[Fo) x2 (A.27)
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A.6 Représentation du continuum d’ionisation

A.6.1 Normalisation de Stormgren

Dans cette partie, nous décrivons la procédure de normalisation de fonction d’ondes réelles
en une dimension sur 1’échelle des énergies [139]. La fonction d’onde de diffusion considérée
est obtenue en résolvant 1’équation de Schrodinger indépendant du temps (TISE) :

Wi (x) =2(V(x) —E)¥e(x) (A.28)
avec E > 0. Le potentiel est nul asymptotiquement :

lim V(x) =0. (A.29)

X—>Too

a) Forme asymptotique

On se place dans la région asymptotique |x| € [x,,+oo[ dans le cas E —V(x) > 0. La nor-

malisation en énergie consiste a faire correspondre la solution ‘P(E“> (x) avec une fonction du

type :

Pl (x) = NeE sin(8(x)), (A.30)
avec :
k()—ﬁ t lim k(x)=V2E (A31)
x-dx,exﬁullmx— . .

b) Solution numérique

La solution Wg obtenue en résolvant numériquement 1’équation de Schrodinger indépen-
dant du temps (par I’algoritme RK4) n’est généralement pas normalisée sur I’échelle des éner-
gies.

Dans la région asymptotique, on peut écrire (pour un état impair) :

1 @
Pp(x) = EWQ@, (A.32)

ou la constante C est a priori inconnue et dépend des conditions initiales. On peut déterminer C
en faisant correspondre la fonction numérique avec la forme asymptotique ‘Pg) explicitée dans
I’équation A.30. Pour ce faire, il faut connaitre la forme asymptotique des fonctions 0 et k.
Puisque 0 est la primitive de k, la procédure recquiert une intégration sur un intervalle fini de
la région asymptotique [xg,x|] C [x4,+oo[. Une fois k déterminé, on peut définir les quantités :

ag = \/E\/ k(xo))(E (X()) = ésin(@(xo)), (A.33)
a1 = VARG s () = ésin(@(xl)), (A.34)

o= / Y k(x)dx = 6(x1) — 6(xo). (A35)
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Ainsi :

{sin((x):sin(e(xl))cos( (x0)) — sin(6(xp))cos(0(x))
cos(ar) = cos(0(xo))sin(6(x1)) +sin(6 (xo)) cos(0 (x1))
)

(
sin(a) = Cay\/1 — C?a} — Cagy/1 — C2a?
=

cos(a) = \/1 —Cza%\/l —C2a% + C?apa,

sin(a0) = Ca [a%(1 —Ca3) +a}(1 - C2a}) — 2apar 1 - C2ad 1 - c%ﬁ]

\/l —C2a3\/1 —C2a% = cos(at) — C2apay

= sin®(a) = C?[a} + a} — 2apa; cos(a)). (A.36)

Finallement, on obtient :

)
C:\/ __sin(@) (A37)

adal —2a}a? cos(a)’

Le calcul de C implique donc I’évaluation de ag, a; et ¢. La seule donnée manquante est la
détermination de k dans la région asymptotique.

¢) Détermination de k&

(a)

Pour commencer, on peut insérer 1’expression de Wy’ donnée dans I’équation A.30 dans

TISE (équation A.20). Pour cela, il fait déterminer ses dérivées premieres et secondes :

sin(0) +k 2

[k _1dsin(6) do
dx do dx

dkz 3.
kcos(0) + d—cos(@) —k2sin(0) (A.38)

kR 2(E-V(x) =0. (A.39)

Il est possible de résoudre numériquement cette équation en introduisant A = 2(E — V(x)) et
K=A?, ce qui donne

dk~1  dA"i 1dA s

- — A40
dx dx 4 dx ’ ( )
Pt dPAE 1d?PA s 5 (dA g
_ _ - ) Aq A4l
dx? dx? 4 dx? 16 (dx) ’ (A.41)



puis il vient

k1 1 d?A 5 [1dA\?
K 2 ( ) . (A42)

T T WRATA

Dans la région asymptotique, k varie doucement et de ce fait on peut admettre k ~ k.
Si on souhaite déterminer une fonction paire, il suffit de considérer une fonction cosinus a
la place du sinus dans I’expression de la fonction d’onde asymptotique et de suivre la méme

procédure de normalisation. On obtient les mémes expressions de C et k.

A.6.2 Déphasage de diffusion

L’expression II1.6 du déphasage basé sur le wronskien # est rappelée ici :

W\YE sels
N = — arctan [ E sel WEJef”Xd
w [\PE,sel; II/E,cpl] ’xd

Dans la suite, on va justifier une telle équation dans le cas d’une fonction de diffusion 1D.

Considérant la fonction de diffusion paire dans la limite asymptotique x — +oo pour laquelle

k=+2E,ona:

W se1(x) = cos(kx—1n(E)), (A.43)

1
vk

avec 1 (E) le déphasage relatif a I’onde de diffusion de référence :

WE rer(x) = cos(kx). (A.44)

1
vk
L’onde complémentaire s’exprimant de ce fait :

W cpi(x) =

\/Lk sin(kx). (A.45)
T

Pour aller plus loin, on peut réécrire ¥ 5, comme dans la base orthonormée {Wg rer, ¥ cpi}

WE set(X) = AYE rer +BYE cp1- (A.46)
Or, cos(kx—n(E)) = cos(kx) cos(n(E)) + sin(kx) sin(n (E)), ce qui conduit  :
A =cos(n(E)), (A47)
B =sin(n(E)). (A.48)
On voit ainsi que la détermination de A et B suffit a la détermination de 1 (E), puisque :
n(E) = arctan <§> . (A.49)
La fonction wronskien (équation II1.6) s’écrit donc :

W PE sets PE ref] = YE set PEref — P e Ve (A.50)
= (A¥E oy +BYE cp)¥Erer — Ve rof (A¥E rer + BYE cpt) (A.ST)
= (—kAYE cpi + kBYE rof )YE ref +kVYE cpi (AYE ref +B¥YE cpi)  (A52)
= kB[(PE ref)* + (PEcpr)’] (A.53)
_ % (A54)

W[ YE, YE.cpl] = —%. (A.55)
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Finalement,

§ _ W[lPE,selalPEJeﬂ (A.56)
A W[TE7selv‘PE,Cpl] ’

et on retrouve I’expression de 1 (E) (équation IIL.6).
Ce traitement fonctionne tout aussi bien en considérant les fonctions d’un potentiel cou-
lombien comme référence tant que le comportement asymptotique est le méme pour la fonction

d’onde sélectionnée.
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A.7 Molécule CO : caractéristiques et structures

Au cours du chapitre IV, on s’interesse a 1’ionisation du monoxyde de carbone CO dans
une fenétre d’énergie 25-30 eV au dessus de I’énergie du neutre fondamental (soit 10-15 eV au
dessus du premier seuil d’ionisation situé a 14.0108 eV [110]).

Dans cette région, de nombreux états ioniques de symétrie différentes (X ou I particuliere-
ment) sont présents (voir références [140, , , 1). Quelques états sont représentés sur
la figure A.1 issue de [143].

b a5 X12+_
40} X2y+ —
A 211
35 C2xyt —
E 211
_, 30¢ H 21T —
% C3P + 0" 4S
[Tl 25 i 1
> A
> 20} | )
Q C*2P+0'D
@ 157 C*2P+0°%P
10}
5 L
ot Sy , , ]
1.0 FC 2.0 3.0 4.0

o
Figure A.1 — Courbes d’énergie potentiellle associées 2 plusieurs états électroniques de CO™
en couleur et CO en noir dans la gamme d’énergie sondée. Figure issue de [143].

Ces états, li€s ou dissociatifs pour la plupart, possédent une importante contribution des
orbitales HOMO — 1, HOMO — 2 ou HOMO — 3 (HOMO pour Highest Occupied Molecular
Orbital), représentées sur la figure A.2. Les deux premieres sont des orbitales de nature 7 selon
deux axes orthogonaux, tandis que la troisieme est de nature G.

Un calcul des densités électroniques par DFT (Density Functionnal Theory) avec la base
B3LYP a I’aide du logiciel GAMESS ® permet de déduire, qualitativement au moins, que la
densité électronique est d’avantage localisée sur O que sur C pour ces orbitales. On trouve,
en intégrant les contributions des différentes orbitales atomiques accessibles par ce calcul, des
densités de 0.79/0.21 pour les orbitales 7 et 0.69/0.31 pour I’orbitale o, ces poids relatifs
pouvant étre reli€s aux valeurs de Zgp et Z¢ dans notre potentiel modele.

De plus, la masse des noyaux est respectivement : mc = 12m, et mo =16 m,, ce qui
donne une masse réduite de Uco = 6.857 m,,.
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HOMO-1/2 HOMO-3

X

Figure A.2 — Densités électroniques associées aux orbitales HOMO-2 (orbitale a caractére )
et HOMO-3 (orbitale a caractére ¢), obtenues par un calcul DFT avec la base B3LYP a I’aide
du logiciel GAMESS ©. En rouge figure I’atome d’oxygene et en noir I’atome de carbone. On
identifie, au moins qualitativement, une localisation plus importante de la densité électronique
sur O pour ces deux orbitales.
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Phase 0.

A.8 Mesures Rainbow RABBIT de I’ionisation d’une diatomique
hétéronucléaire

Pour chaque énergie du spectre de photoélectron issu de I’ionisation de la molécule de CO
gelée a géométrie d’équilibre (présenté sur la figure IV.1), I’évolution de I, (E) en fonction de
Txyv—ir st modélisée par une fonction cosinus afin d’en déduire la phase 6,,(E ). Cette phase
est tracée en fonction de I’énergie E pour les SB 22 et 28 sur la figure A.3.

0.53 0.23
0.52 0.22
0.51 0.21
0.5 0.2
0.49 0.19
048 1 1 1 1 1 1 1 1 018
42 425 43 435 44 135 1355 13.6 13.65 13.7
Energie de photoélectron E (eV) Energie de photoélectron E (eV)

Figure A.3 — Evolution de la phase 6,,(E) gauche (en rouge) et droite (en vert) avec I’énergie
E pour les SB 22 et 28. Les barres d’erreur dues a la modélisation sont représentées. Le spectre
de photoélectron moyen est représenté en noir.

Pour les deux bandes satellites tracées, on identifie une évolution quasi-linéaire de la phase
6,,4(E), aussi bien a gauche qu’a droite, dans la zone correspondant au maximum du spectre
de photoélectron. A basse énergie, la différence de pente entre gauche et droite est nette, tandis
que les deux courbes sont presques paralleles a haute énergie. Cette pente est directement
reliée au temps Tzé,d(E ) (par I’équation 1.35). La variation de cette grandeur est représentée sur
la figure A.4.

Alors qu’on s’attendait a un plateau, le temps ng[’ld (E) n’est pas constant dans la zone d’ex-
tension du spectre de photoélectron. Cela est dii en partie a I’incertitude numérique sur la
détermination des phases, une petite variation de 6,(E) en fonction de 1’énergie changeant
considérablement la valeur de Té‘;d (E). Une linéarisation est effectuée dans la zone proche du
sommet du pic de photoélectron. Les valeurs trouvées (en pointillé vert/rouge sur la figure) dif-
ferent de celles relevées a 1’énergie moyenne E. Dans la suite, nous considérerons les valeurs

modélisées.
De facon a comparer ces résultats avec les valeurs liées a ’ionisation a un photon, il faut
. . s 14 g—d g—d 4 . £ <
cette fois-ci considérer Atz ;. — ATz ., (équation 1.35). Les deux résultats sont comparés
figure A.5.

L’accord n’est pas bon du tout. Les mesures Rainbow RABBIT sont estimées tres sensibles

A-14



Annexe A. Annexes
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Figure A.4 — Evolution du temps 7,,(E) gauche (en rouge) et droite (en vert) avec I’énergie E
pour les SB 22 et 28. Le spectre de photoélectron moyen est représenté en noir.
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Figure A.5 — Retard d’ionisation gauche-droite a un photon A‘L’?d (ligne noire) et deux photons
A‘Ef;d(E ) (points). Une courbe de tendance est montrée en pointillé gris. Dans I’encart est tracé

la différence entre les résultats & deux et un photons, ce qui correspond a ATS. d (E).

a larésolution du spectre, ainsi qu’a la durée de I’impulsion, et se trouvent fortement impactées
par les sources d’erreur (modélisation, linéarisation, etc). Dans le cas d’un continuum quasi-
lisse comme c’est le cas ici, cette technique est instable et n’est donc pas la plus pertinente
pour I’étude du phénomene d’ionisation a deux photons. C’est pourquoi nous avons privilégié
la méthode RABBIT intégrée, plus robuste, pour I’étude du chapitre IV. Le Rainbow RABBIT
sert lui dans le cas d’une réelle structuration du continuum, détaillé dans le chapitre V.
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A.9 Intégration du contour

L’intégrale

J(t) = / Ko 7)o (A.57)
W' =—o0
avec
eiw’r
Ko 1) = - SyEwa (A.58)
(0 — o +i%) (0 — o)
présente deux poles a @ et Wy — i % respectivement associés aux termes résiduels
POk
A1) = —— (A.59)
-0 +i%
ei(wrfi%)r
F(t) = —5F—. (A.60)
O —i5 — O

Cette intégrale peut étre évaluée dans le plan complexe comme :
Jr) = / K(', 7)o — / K(', 7)o (A61)
4 Y

avec % le contour depuis I’axe réel en tournant dans les sens horaire autour du pdle situé a @,

et fermé par un arc ¥ at infinity, dans le demi-plan (1) aussi bien que ({). Les contour sont tels

que I’arc de la partie haute (resp. basse) du plan est suivi dans le sens trigonométrique (resp.

horaire). Le choix du contour le plus approprié a I’évaluation de J(7) dépend du signe de 7.
Les intégrales du contour complet sont données par le théoreme des résidus :

/K(w’,r)a)’ =0 (A.62)
ch

puisqu’aucun pole ne se situe dans le demi-plan 1, et :

/ K(@,0)0 = —2in[#(t)+%,(7)] (A.63)
%

parce que le contour %) entoure les deux poles. Les intégrales le long des arcs dépendent du
signe de 7 :

- Si 7 >0, 'intégrale le long de I’arc ¥ s’annule. Les relations A.61 et A.62 donnent ainsi
J(t) = 0. (A.64)

- Si 7 =0, les intégrales le long des deux arcs ¥; et ¥, s’annulent. On peut ainsi montrer
que

J0) = o. (A.65)

- Si 7 <0, I'intégral le long de I’arc ¥, s’annule et on obtient

. .Ty .
ez(w,.ﬂT')r ol

J(t) = =2m -
0-0,-i% o-o-+i

(A.66)
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Annexe A. Annexes

A.10 Photoionisation : description temporelle-spectrale

A.10.1 Approche générale de la dynamique d’ionisation d’un paquet d’ondes

Nous allons voir quelles sont les approximations nécessaires a considérer pour justifier
I’égalité .7 (E,t) = icg(t), dans un cadre tres général. Autrement dit, dans quelles circonstances
la reconstruction basée sur la transformée de Fourier Limitée (TFL) de I’amplitude complexe
Zg du paquet d’ondes coincide avec les spectres de photoélectron. Considérant un paquet

d’ondes électronique :

+o0
(1)) = / cx(t) |E) e " dE (A67)

—oo

ou la fonction |E) représente un état de diffusion a I’énergie E dans le cas d’un continuum lisse
ou la composante de diffusion de 1’état final dans le cas d’une résonance (équation 11.57), et
ce(t) = cg(t)e £ pour rester cohérent avec les définitions du chapitre V. Ce paquet d’onde se
propage et peut étre détecté dans la région asymptotique :

() = tg{pwlwb(t» (A.68)
~+oo
= / R |E) e E'dE. (A.69)
On peut ainsi définir :

Ky = [EIB&CE(I) (A.70)

oo
R(t) := / Rpe EdAE (A.71)

_1 t
F(E,t) = o / R(t")e™" dr’ (A.72)
P(E,t) = |ce(t))? (A.73)

D’un point de vue mathématique, le paquet d’onde étant de norme finie, Zr est une fonction
de carré intégrable sur E et par relation de Fourier, R(¢) I’est aussi sur . Si on admet que

lim cg(t) =0, ce qui est cohérent si 1’état initial est bien 1’état fondamental du systeme, il est
f——oo

possible d’écrire :
cult) = / cell)dr. (A74)

L’ égalité .7 (E,t) = icg(t) revient donc (selon ’équation V.16) a

t

1
/ R df = i / cp(t)dr, (A75)

—o0
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les valeurs absolues étant omises pour le moment. Cette égalité est vérifier si et seulement si
les deux fonctions figurant sous les intégrales sont égales. Finalement, on veut les conditions
pour lesquelles :

R = icg(r). (A.76)

Repartant de la définition de I’équation V.16, il vient :

t

= im [ ar
K = 27_“211100 CE(Z‘)dl‘ (A.77)
. +oo
= o [ [eere ] e ar (A.78)

—o0

Par conséquent, si le terme entre crochet est indépendant de E, on retrouve bien la transformée
de Fourier de Zr a un facteur i pres, et par unicité de la TF, on remonte a 1’égalité A.76.

Finalement, une condition nécessaire et suffisante pour que A.76 soit validée est donc :

d .
S Lo (e ™] = 0. (A.79)

Nous allons voir dans la suite comment cette condition permet, dans des cas plus appliquées
a notre étude, de faire correspondre les différentes quantités.

A.10.2 Application a I’ionisation d’un continuum lisse

Dans le cas d’une transition a un photon (de champ électrique &'(¢) et de fréquence ;)
vers un continuum lisse, I’amplitude spectrale du champ s’écrit :

+o0
Flo) = / &(r)e® dt. (A.80)

En régime perturbatif, on peut en déduire (voir annexe A.2) :

ce(t) = dTEé"(t)eiw’ (A.81)
ce(t) = dTE / &)™ dar' (A.82)

avec dg = (E|d|®) et @ = E +1, = E — Ep. On peut donc en déduire I’amplitude spectrale
d’ionisation :

~+oo
Ry = ‘L_E / &)™ dr' (A.83)
l
= Zp(e) (A84)

1
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Annexe A. Annexes

D’apres A.81, la condition A.79 est satisfaite si dTEé” (t)e Eo’ est indépendant de E, ¢’est-a-dire
si dg est considéré constant. En effet, on obtient :

o0
d .
Rt) = [ EF(w)e ™ dE (A.85)
l
dg —iEt
~ = /F(a))e dE (A.86)
1
e—iEol‘
~ dg& (1), (A.87)
avec E = Ey + o. Le profil temporel reconstruit prend donc la forme :
R@)P =~ |dg’|& ()P, (A.88)
et suit le profil temporel de I’impulsion comme attendu. Le taux d’ionisation peut s’exprimer :
a7
I = o / e ()2 dE (A.89)
= / leg (1) P dE (A.90)
- /CE(t)[CE( )] dE + cc (A91)

—o0

Ce qui donne en incorporant les résultats précédents (équation A.81) :

oo Lt
I(t) = /[dféa(t)eiwt] ﬁ/éa*(t')e_iwt/dt’ dE +cc (A.92)
—o00 \o /
C"E(l)
£ )
~+oo
— &) / FAL / & ()e @00 df' | dE +cc (A.93)
_ g’(x)/@@* /|d e W0 dE | df 4 cc (A.94)

Si dg, ou plus exactement |dE|2, est bien considéré constant sur le domaine d’extension de
cg(t) (infini aux temps trés court en théorie méme si |cg(¢)| est faible a ces temps, permettant
de réduire le domaine effectif & une zone centrée en E ), on obtient :

t +o0
I) ~ |dg|*&(1) / EX(t) / e @D AE | df 4 cc (A.95)
o(t'—1)
éo*
~ \déyzéf’(t)z(t)+cc (A.96)
>~ |dg[*|6 ()], (A.97)

ce qui correspond directement a I’expression de |R(¢)|? (voir équation A.88).
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A.11 Retard de transition au voisinage d’une résonance

Nous considérons, contrairement a I’annexe A.3, que I’atome ou la molécule présente dans
le continuum une résonance |y,) de largeur I, située a une énergie

E, ~ Ejy + hay,, (A.98)

relativement intense et isolée, de sorte que I’ensemble des contributions a I’amplitude 7' (@,, £ @)
soit dominé par le chemin faisant intervenir uniquement cet état comme état intermédiaire,
~ (‘/’E ‘ga ) f| ‘Vr> <Wr’8a 'f‘ Wini>

T (04, +0p) ~ TAG LT x Fe'%aFyelf (A.99)
a r

Dans cette expression approchée, iAw, = E;,; + ho — E, représente le désaccord du photon a
vis-a-vis de la résonance intermédiaire. La phase de transition associée

I
0 = arctan <— 4 > (A.100)
ha,
ne dépend explicitement que de ,.
On peut ensuite, en conservant I’énergie finale E selon I’équation A.7, faire varier @, et @y
de facon a scanner I’état intermédiaire résonant |y,). Le retard de groupe dérivé de 6 s’écrit
alors :

20

- dw,

~ hirr .
2+ hA®?

T
(A.101)

Il prend de ce fait des valeurs comprises entre 0 (|A®,| — =) et 7, = 1i/T’, (A®, = 0). Ce retard
peut ainsi étre ramené a une “durée” de transition [144], dont la dynamique se ramene alors a
la chronologie suivante :

1. le systeéme absorbe un photon @,
2. il reste un certain temps T dans 1’état intermédiaire résonant
3. il absorbe/émet un photon @j.

Cet chronologie est effective dans 1’approximation ou les deux impulsions sont considérés
monochromatiques, mais n’est plus valide lorsque les impulsions sont de durée finie, comme
explicité dans [76]. En effet, dans ces conditions, le profil spectral des impulsions est intriqué
dans I’expression de I’amplitude

4o
T(E) = / T (@, +0p)d o, (A.102)

et donc de sa phase ® = arg 7 (E) et du retard de groupe associé. Les impulsions ne sont plus
spectatrices du processus d’ionisation.
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Sujet : Dynamiques ultrarapides corrélées : théorie, simulations et
interprétations d’expériences de spectroscopie ''attoseconde"

Résumé : L objet de cette these est I’étude, a des échelles de temps de 1’ordre ou inférieure a la femotse-
conde, des corrélations dans la dynamique de photoionisation d’atomes et de molécules. Dans un premier
temps, nous mettons en évidence I’influence des corrélations vibroniques donnant une asymétrie dans
la dynamique d’ionisation de molécules diatomiques. Au travers de simulations numériques impliquant
la résolution de I’équation de Schrddinger dépendant du temps, nous pouvons identifier I’'influence de
I’échange d’énergie se produisant entre le photoélectron et les noyaux sur cette dynamique. Plus encore,
nous avons développé une approche stationnaire permettant de rendre compte de ces résultats, et de four-
nir une interprétation fondée sur la définition d’une géométrie effective associée a un canal vibrationnel.
Cette approche est testée pour différentes molécules modeles, exhibant une asymétrie de charge ou encore
de masse des noyaux. Nous validons cette approche par des simulations d’ionisation a un photon, mais
aussi par de mesures interférométriques a deux photons. Le lien entre les deux phénomenes est ainsi mis
en évidence. Dans une deuxieme étude, nous sondons la dynamique de photoionisation d’atomes modele
en présence d’une résonance de Fano. Nous étudions, a 1’aide d’un modele multicanaux, la formation dans
le temps des spectres de photoélectrons, puis validons une conjecture utilisée implicitement par différents
groupes pour leurs interprétations d’expériences de spectroscopie résolue en temps. Nous montrons la
robustesse de cette conjecture, et poussons plus loin la comparaison avec I’expérience en soulignant les
effets de I’impulsion «sonde» sur la dynamique. Ces travaux ont été effectués en collaboration avec des
groupes d’expérimentateurs, dont un au CEA Saclay.

Mots clés : dynamique de photoionisation, corrélations vibroniques et électroniques, simulations numé-
riques, interprétation simple

Subject: Ultrafast correlated dynamics : theoretical and numerical study of
‘““attosecond” spectroscopy experiments

Abstract: The main topic of this thesis is the subfemtosecond study of correlations during the photoio-
nisation dynamics of atoms and molecules. First, we observe vibronic correlations on asymmetric ioni-
sation of diatomic molecules. Solving the time-dependent Schrédinger equation numerically, we are able
to highlight the influence of photoelectron-nuclei energy exchange on such processes. Moreover, we have
developped a stationary approach enabling to retrieve those results, and to define a specific optimal geo-
metry for each vibrational channel. Such an approach is tested for various model molecules, involving
charge or mass asymmetry. We finally compare and establish the link between two-photons interferome-
tric measurement simulations to one-photon results. Besides, we also study the photoionisation dynamics
through a Fano resonance, using a multichannel model developped for this work. The time-dependent
built-up of the photoelectron spectrum enables us to validate experimental interpretations conjectured in
CEA Saclay group. We show how robust is this conjecture, et go further into details by highlighting the
influence of probe pulse on the dynamics.

Keywords: photoionisation dynamics, vibronic and electronic correlations, numerical approach, simple
physical meaning
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