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Titre : Etude spatio-temporelle de dynamiques de photoémission à l'échelle attoseconde en phase gazeuse 

Mots clés : Photoionisation, attoseconde, femtoseconde, dynamiques électroniques, spectroscopie 

Résumé : Cette thèse porte sur l’étude de processus ultrarapides 

photo-induits dans des atomes et des molécules aux échelles de 

temps femtoseconde (1 fs = 10-15 s) et attoseconde (1 as = 10-18 s). 

Deux études principales ont été menées, respectivement sur la 

photo-dissociation de la molécule d’iodométhane et sur la 

photoionisation résonante à deux photons de l’hélium. Au cours 

de ces travaux, plusieurs développements expérimentaux ont 

également été menés sur la ligne de lumière SE1 de la plateforme 

ATTOLab, notamment la génération d’impulsions attosecondes 

isolées par synthèse d’onde, et la qualification d’un spectromètre 

à électrons imageur de vecteur vitesse (VMI) innovant. 

L’étude « pompe-sonde » de la photo-dissociation de 

l’iodométhane a été initiée par l’excitation à 267 nm puis sondée 

par ionisation multiphotonique à 800 nm. La spectroscopie de 

photoélectrons apporte alors une grande quantité d’informations 

sur les mécanismes mis en jeu. En particulier, l’évolution des pics 

observés révèle une dynamique de relaxation dont la durée 

caractéristique est de 75 fs. L’interprétation de ces résultats, 

impliquant potentiellement un grand nombre de transitions, est en 

cours.  

La principale étude de ce travail de thèse a été celle de la 

photoionisation résonante à deux photons de l’hélium, à travers 

les états liés 1s3p à 1s5p.  

L’objectif était de résoudre dans l’espace et dans le temps le 

processus de photoémission et ainsi d’en reconstruire le film 3D 

à l’échelle attoseconde. Cette étude a nécessité de combiner (i) 

une source cohérente de photons dans l’extrême ultra-violet, 

basée sur la génération d’harmoniques d’ordre élevé, (ii) un 

spectromètre VMI de haute résolution spectrale et sensibilité 

angulaire, et (iii) une technique d’interférométrie de 

photoélectrons large bande (Rainbow RABBIT). La 

caractérisation spectrale complète du processus a révélé de 

nombreuses structures telles que des sauts de phase spectraux 

et angulaires au niveau et entre les résonances. L’interprétation 

théorique de ces dépendances met en évidence les différences 

spectrales entre les dipôles de transition à deux photons 

associés aux ondes partielles composant le paquet d’ondes 

électronique. La qualité des données expérimentales, en accord 

remarquable avec les simulations, permet de reconstruire par 

transformée de Fourier la dépendance temporelle des paquets 

d’ondes électronique émis en trois dimensions. Dans les 

résonances, la dynamique se caractérise par un retard à 

l’émission dû au piégeage transitoire de l’électron sur les états 

liés. Entre les résonances, la photoémission est perturbée par 

des interférences quantiques destructives qui dépendent 

fortement de l’angle.  

 
 

 

Title : Spatio-temporal study of attosecond photoemission dynamics in gaseous phase 

Keywords : Photoionization, attosecond, femtosecond, electron dynamics, spectroscopy 

Abstract : This PhD thesis is centered on the study of ultrafast 

photo-induced processes in atoms and molecules at the 

attosecond (1 as = 10-18 s) and femtosecond  (1 fs = 10-15 s) time 

scales. Two main processes were studied, respectively the photo-

dissociation of the iodomethane molecule and the two-photon 

resonant photoionization of helium. During these works, several 

experimental developments were performed on the SE1 beamline 

of the ATTOLab platform, namely the generation of isolated 

attosecond pulses by waveform synthesis and the characterization 

of an innovative velocity map imaging (VMI) electron 

spectrometer. The pump-probe study of the iodomethane 

photodissociation was initiated by the excitation at 267 nm, and 

then probed by multiphoton ionization at 800 nm. Photoelectron 

spectroscopy allows access to a great amount of information 

about the mechanisms at play. In particular, the temporal evolution 

of the observed peaks reveals a relaxation dynamics of 75 fs 

characteristic time. The interpretation of these results, potentially 

involving a wide variety of transitions, is in progress.  

A central study of the PhD thesis is the investigation of the 

resonant two-photon photoionization of helium through the 1s3p 

to 1s5p bound states. 

The aim was to resolve the photoemission process in space and 

time and thus reconstruct the 3D movie at the attosecond scale. 

To achieve this, we had to combine (i) a coherent extreme 

ultraviolet photon source based on high harmonic generation, 

(ii) a VMI spectrometer with high spectral resolution and angular 

sensitivity and (iii) a broadband photoelectron interferometry 

technique (Rainbow RABBIT). The complete spectral 

characterization of the process revealed numerous structures 

such as spectral and angular phase jumps at the level and 

between resonances. The theoretical interpretation of the latter 

evidences the spectral differences between the two-photon-

transition dipoles associated to the partial waves composing the 

electron wave packet. The high quality of the experimental data, 

which are in remarkable agreement with the simulations, allows 

the 3D reconstruction of the temporal dependence of the 

emitted electron wave packet by Fourier transform. At 

resonance, the dynamics show an emission delay attributed to 

the transient trapping of the electron on the bound states. 

Between resonances, the photoemission is perturbed by 

quantum destructive interferences showing strong angular 

dependence.  
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Introduction

L’une des interactions lumière-matière les plus connues est l’effet photoélectrique :
lorsque de la matière est exposée à un rayonnement lumineux, celui-ci peut être absorbé et
un ou plusieurs électrons sont émis. Dans le cas d’un gaz, ce processus s’appelle la photoio-
nisation. Si l’on considère une molécule, l’excitation par le rayonnement peut par ailleurs
déclencher un processus de photodissociation de la molécule – sans nécessairement io-
niser la matière – si l’énergie transmise par le photon est suffisamment importante pour
casser une ou des liaisons chimiques.

L’étude de la photoémission, décrite pour la première fois par Hertz (1887) est l’une
des découvertes expérimentales qui ont permis de révolutionner la physique à la fin du
XIXème siècle. En mesurant un courant dans une bobine éclairée par des ultra-violets, Hertz
montra que l’ionisation de la matière ne dépendait pas de l’intensité lumineuse mais de la
longueur d’onde incidente. La première interprétation de cette expérience, proposée par
Albert Einstein (1905), a permis de développer le concept de photon (c’est à dire de "grain
fondamental" ou quantum de lumière) et la quantification des niveaux d’énergie de la ma-
tière. L’énergie E d’un photon est ainsi proportionnelle à sa fréquence notée ν : E = hν, où
h est la constante de Planck (1901) et vaut 6,63×10−34 J.s−1.

L’énergie cinétique d’un électron photoémis dépend alors de cette quantité

Ec = hν− Ip (1)

où Ip est l’énergie minimale nécessaire à l’éjection de l’électron, appelée potentiel
d’ionisation dans le cas d’un gaz ou travail de sortie dans le cas d’un solide. Il dépend de la
matière ionisée.

La photoémission est ainsi intrinsèquement liée à l’espèce qui est ionisée. Une fois
son origine physique bien comprise, elle peut être utilisée comme une sonde de la matière,
et un nouveau type de spectroscopie, la spectroscopie de photoélectrons, vient compléter
les spectroscopies d’absorption et d’émission de photons. Les premiers spectres de photo-
électrons sont alors mesurés, notamment dans le domaine X au sein de solides métalliques
ou cristallins (Robinson, 1923) ainsi que dans l’ultraviolet (UV) au sein de vapeurs d’alca-
lins (Williamson, 1923).

11



Introduction

Depuis lors, les instruments permettant de caractériser les photoélectrons ainsi que
les sources de rayons X et UV n’ont cessé d’être améliorés (Siegbahn, 1982). La spectrosco-
pie d’électron est devenue un moyen d’analyse chimique très utilisé (développement de
l’electron spectroscopy for chemical analysis, ESCA).

Ce type de spectroscopie a permis de mettre en évidence de nombreux processus
électroniques, en particulier lorsque des sources intenses de photons émettant dans la ré-
gion de l’extrême ultra-violet ont été développées. Des niveaux de valence profonds, puis
des niveaux de cœur sont ainsi devenu accessibles, ce qui a permis de mettre en évidence
de nombreux processus électroniques issus des corrélations entre les différents couches
électroniques.

On peut mentionner en particulier

— l’effet Auger (1925) : l’ionisation d’un électron de cœur génère un trou qui peut être
comblé par un électron de valence. Un second électron de valence est alors émis
pour assurer la conservation de l’énergie du système.

— L’autoionisation : l’absorption du photon porte le système dans un état excité d’éner-
gie supérieure à l’énergie d’ionisation, couplé au continuum par interaction de confi-
guration ; l’interférence de ces deux chemins d’ionisation (direct et résonant) résulte
en un profil de raie asymétrique (Fano, 1961).

Les durées typiques de ces processus peuvent être estimées à partir des spectres de
photoélectrons. La largeur des pics de photoélectrons observés dans le cas de l’autoionisa-
tion par exemple est de l’ordre de quelques dizaines de milli-électron-volts (un électron-
volt, abrégé en eV, vaut 1,6×10−19 J). En exploitant la relation temps-fréquence,

∆t∆ν¾
1

4π
, (2)

où∆ν est ici la largeur caractéristique spectrale associée à la résonance et∆t la largeur ca-
ractéristique temporelle, nous pouvons ainsi estimer le temps caractéristique de ces pro-
cessus à quelques dizaines de femtosecondes (1 fs= 10−15s) dans le cas de l’autoionisation.

Le processus de photoionisation dans un continuum non structuré présente égale-
ment une dynamique temporelle : si l’absorption d’un photon est une transition quan-
tique instantanée, l’électron quitte le potentiel de son ion parent en un temps non nul. Il
est diffusé sur le potentiel et interagit avec le noyau et le reste du nuage électronique, ce
qui déphase le paquet d’ondes électronique sortant d’une quantité appelée phase de dif-
fusion. La dérivée spectrale de ce déphasage est interprétée dans les années 1950 comme
un retard du paquet d’ondes sortant par rapport à un paquet d’ondes ne ressentant pas les
interactions avec un noyau diffusant (Wigner, 1955 ; Smith, 1960 ; Eisenbud, 1948). Ce re-
tard constitue donc une sonde très fine du potentiel, son ordre de grandeur est attoseconde
(1 as = 10−18s).

Des durées aussi brèves que la femtoseconde (ou l’attoseconde lorsque l’on veut étu-
dier la photoionisation directe) sont longtemps restées inaccessibles expérimentalement,
aucune source de photon disponible au cours des années 1950-1960 ne produisant d’im-
pulsions suffisamment brèves pour sonder des processus aussi rapides.
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Le développement progressif de diverses sources de photons pour des études de spec-
troscopie de photoionisation a cependant permis d’étudier de nombreux systèmes en phase
gazeuse, liquide et solide.

Sources laser ultrabrèves

L’avènement des sources laser – imaginées en premier lieu par Schawlow et Townes
(1958) et mises en œuvre pour la première fois par Maiman (1960) – et leur développement
fulgurant a permis de franchir plusieurs paliers technologiques pour sonder ces processus
en temps.

Les premiers lasers impulsionnels produisaient ainsi des impulsions de quelques cen-
taines de micro-secondes. Plusieurs techniques permirent de faire décroître ces durées
d’impulsions. Le Q-switch (ou commutation-Q), développé par McClung et Hellwarth (1962)
consiste à faire varier brutalement le gain de la cavité laser au cours du temps, et à ainsi ob-
tenir des impulsions de l’ordre de la dizaine de nanosecondes.

Dans les années 1970, les lasers à colorant, combinés avec la technique de mode-
locking (blocage de mode) 1 permirent pour la première fois de produire des impulsions
sub-picosecondes (1 ps = 10−12s) (Shank et Ippen, 1974).

Le contrôle fin de la phase associée à chaque fréquence grâce à des réseaux de diffrac-
tion permit ensuite d’atteindre l’échelle de temps de la femtoseconde pour les impulsions
à partir des années 1980 (Fork et al., 1987).

La technique Chirped Pulsed Amplification (CPA, en français amplification par dé-
rive de fréquence) mise au point par Strickland et Mourou (1985) à la même époque est
à la base de l’architecture des sources laser femtosecondes intenses, qui a permis d’aug-
menter les éclairements laser de plusieurs ordres de grandeur, progrès qui continue en-
core aujourd’hui. Elle vise à amplifier une impulsion ultrabrève en plusieurs temps : l’im-
pulsion initiale est d’abord rallongée temporellement grâce à un réseau dispersif (étireur),
puis amplifiée dans des milieux à gain (sans risquer de les endommager car la puissance
instantanée est alors faible), puis recomprimée grâce à un second système optique disper-
sif (compresseur). La CPA a ainsi été déterminante pour induire des processus extrême-
ment non linéaires tels que l’ionisation multiphotonique et la génération d’harmoniques
d’ordre élevé, deux phénomènes qui seront centraux dans cette thèse.

Sources de rayonnement ultraviolet

De nombreuses sources de photons ont été développées en parallèle des sources la-
ser au cours du XXème siècle comme outil privilégié d’étude de la matière. La spectroscopie
de photoionisation, parmi les autres techniques pour sonder la matière a largement bé-
néficié de ces avancées. L’apparition des synchrotrons dans les années 1950-1960, initia-
lement conçus comme des accélérateurs de particules annulaires, a permis d’accéder à de

1. qui consiste à fixer la phase relative d’un grand nombre de modes longitudinaux de la
cavité afin qu’ils interfèrent constructivement pour générer un train d’impulsions
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nouveaux rayonnements allant de l’IR aux rayons X durs. Jusqu’aux années 1980, le rayon-
nement synchrotron était utilisé de façon parasitaire (synchrotrons de 1ère génération). Ces
grands instruments (de plusieurs centaines de mètres de diamètre) ont ensuite été perfec-
tionnés pour augmenter la brillance moyenne et l’intervalle spectral accessibles sur leurs
lignes de lumière. Ils permettent d’effectuer de la spectroscopie de photoémission grâce
à des impulsions accordables, très stables et étroites spectralement et à haute fréquence
(MHz). La durée d’impulsion sur synchrotron est cependant de l’ordre de la picoseconde,
et ne permet pas d’accéder aux dynamiques plus rapides. D’autres sources dérivées des
synchrotrons, les lasers à électrons libres (FEL pour Free Electron Laser – reposant sur un ef-
fet mis en évidence par Madey (1971)) – émergent et permettent de générer des impulsions
beaucoup plus brèves et énergétiques, mais à des taux de répétition de quelques dizaines
de Hz (LCLS) à quelques kHz (European XFEL). Les jouvences en cours feront monter les
cadences au MHz.

Spectroscopie de photoionisation

En même temps que les sources de photons se perfectionnent, les outils pour carac-
tériser les particules chargées issues de la photoionisation et les techniques pour accéder
aux dynamiques ultrabrèves se développent.

Les spectromètres permettent la détection de photoions et de photoélectrons avec
une résolution spectrale croissante (Kruit et Read, 1983). Certains permettent de plus d’ac-
céder à des informations supplémentaires, telles que le moment des particules chargées
(Eppink et Parker, 1997) voire détectent les ions et électrons en coïncidence (Ullrich et al.,
1997 ; Dörner et al., 2000 ; Lebech et al., 2002).

Toutes ces techniques permettent ainsi d’accéder à des informations extrêmement
précises sur la photoionisation. Des expériences dites complètes menées sur synchrotrons
accèdent ainsi aux amplitudes et phases relatives des dipôles de transition associés aux dif-
férentes ondes partielles du continuum. En parallèle de ces études spectrales, des études
dans le domaine temporel accèdent aux dynamiques femtosecondes atomiques et molé-
culaires grâce aux sources laser ultrabrèves et des schémas de type pompe-sonde (Zewail,
1988).

Sources d’impulsions attosecondes

Ce n’est qu’à partir des années 2000 que ces schémas pompe-sonde ont pu être trans-
posés dans le domaine attoseconde et permettre dans un premier temps la caractérisation
des impulsions sub-femtoseconde.

Ceci est devenu possible grâce à ces dernières améliorations au niveau des sources
laser, grâce à la génération d’harmoniques d’ordre élevé (abrégé en HHG, acronyme an-
glais pour High Harmonic Generation) qui a été mise en évidence par McPherson et al.
(1987) et Ferray et al. (1988) en focalisant des impulsions de l’ordre de la picoseconde très
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intenses sur un gaz cible. Ce processus extrêmement non-linéaire permet de générer des
impulsions dont le spectre s’étend sur plusieurs dizaines d’électron-volts – et donc, dans
l’extrême ultra-violet (XUV).

La caractérisation temporelle de ces impulsions était alors impossible, car les proces-
sus de caractérisation usuels pour les sources laser ne pouvaient pas être utilisés avec des
impulsions XUV. Ces impulsions suscitaient déjà un grand intérêt car leur grande largeur
spectrale et la nature cohérente du processus de génération en faisait la première source co-
hérente dans le domaine XUV. Le développement de la spectroscopie d’électrons pour les
transitions à deux photons XUV+IR a ouvert la voie à la caractérisation temporelle d’abord
à l’échelle femtoseconde pour des harmoniques isolées (Schins et al., 1996 ; Glover et al.,
1996) puis à l’échelle attoseconde pour le peigne d’harmoniques. En effet, il avait été remar-
qué très tôt que les propriétés du spectre harmonique suggéraient une durée d’impulsion
attoseconde (Farkas et Tóth, 1992 ; Harris et al., 1993). La caractérisation de ces impulsions
est finalement réalisée au début des années 2000, dans le cas d’impulsions attosecondes
isolées par Hentschel et al. (2001) et dans le cas de trains d’impulsions par Paul et al. (2001).

Une fois les structures temporelle et spectrale des impulsions XUV obtenues par HHG
bien connues, et lorsque ces sources ont été maîtrisées de façon routinière, elles sont no-
tamment devenues une source de photons pour la spectroscopie à l’échelle de temps atto-
seconde.

Etude de la photoionisation résolue temporellement

Avec la maîtrise et le raffinement des techniques de métrologie attoseconde, il est
devenu possible d’accéder à la phase de diffusion des photoélectrons sur le potentiel ainsi
qu’aux délais de diffusion de Wigner (1955).

Les premières expérimentations utilisant des impulsions attosecondes isolées pour
accéder à des délais de diffusion ont été effectuées dans les solides (Cavalieri et al., 2007) et
dans des gaz rares (Schultze et al., 2010). La spectroscopie RABBIT, impliquant des trains
d’impulsions attosecondes, a ensuite été utilisée, en particulier sur des cibles atomiques et
dans des molécules (Haessler et al., 2009). Elle permet notamment d’étudier des processus
résonants, comme la résonance sous le seuil 1s 3p dans l’hélium (Swoboda et al., 2010),
des structure spectrales particulières telles que le minimum de Cooper de l’argon (Klünder
et al., 2011 ; Guénot et al., 2012 ; Alexandridi et al., 2021) et de reconstruire complètement
le profil temporel d’un paquet d’ondes électronique, par exemple dans la résonance d’au-
toionisation de l’hélium (Gruson et al., 2016).

Toutes les études mentionnées ci-dessus étaient intégrées angulairement, c’est-à-
dire que les électrons émis dans toutes les directions étaient moyennés sur le détecteur.
A partir de 2016 émerge la possibilité de mesurer les délais d’ionisation résolus angulaire-
ment en combinant la technique RABBIT avec la spectrométrie de moment. Notons qu’une
première étude pionnière a été tout d’abord proposée par Aseyev et al. (2003) dans un
spectromètre à électrons capable de résoudre les angles d’émission pour caractériser les
trains d’impulsions attosecondes. Des premières études de photoémission résolue angu-
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lairement dans des atomes sont proposées par Heuser et al. (2016) et Cirelli et al. (2018).
Dans les molécules, Beaulieu et al. (2017) et Vos et al. (2018) montrent l’anisotropie des
délais de photoionisation due à la forme complexe du potentiel moléculaire.

Enfin, des études intégrées angulairement mais résolues en spin commencent aussi à
apparaître (Jordan et al., 2017 ; Fanciulli et al., 2017) afin d’avoir une vision la plus complète
possible des canaux en jeu pendant la photoémission.

Objectifs et contenu de cette thèse

Les travaux de cette thèse ont été menés au sein du groupe AttoPhysique du Labora-
toire Interactions, DYnamiques et Lasers (LIDYL) au CEA Saclay, sur la plateforme ATTO-
Lab.

L’objectif de cette thèse était de mener des études de dynamiques résolues aux échel-
les de temps attoseconde et femtoseconde en utilisant comme sonde des transitions mul-
tiphotoniques. Plus précisément, nous avons sondé la dissociation de l’iodométhane et
la photoionisation de l’hélium résonant. Une part importante du travail a également été
consacrée au développement et la caractérisation de l’instrumentation mise en place sur
la ligne laser à 1 kHz sur ATTOLab.

Dans le premier chapitre, les processus et concepts fondamentaux rencontrés dans
ce manuscrit sont détaillés, ainsi que le montage expérimental permettant la génération
d’harmoniques d’ordre élevé. Une campagne d’expérience sur la génération d’harmoniques
à deux couleurs pour générer des impulsions attosecondes isolées est également présen-
tée.

Le deuxième chapitre décrit l’instrumentation nécessaire pour les études de photo-
ionisation menées dans le cadre de cette thèse, et en particulier le fonctionnement des
spectromètres à photoélectrons de la ligne SE1. La résolution du spectromètre à électrons
à bouteille magnétique est tout d’abord mesurée, puis utilisée pour caractériser la réso-
lution spectrale du spectromètre imageur de vecteur vitesse développé dans le cadre de
la thèse de Dominique Platzer (2020) en collaboration avec Lionel Poisson (LIDYL/ISMO,
Université Paris-Saclay).

L’étude de la dissociation femtoseconde de la molécule d’iodométhane par un schéma
pompe-sonde est présentée dans le troisième chapitre. Cette étude a été effectuée en col-
laboration avec le groupe de Marc Simon, du Laboratoire de Chimie Physique-Matière et
Rayonnement (LCPMR, Sorbonne Université) et de Denis Cubaynes (ISMO). La dépen-
dence temporelle des pics de photoélectrons générés par absorption multiphotonique est
étudiée et permet de sonder le début du processus de photodissociation. Des simulations
ont également été menées par Basile Wurmser (2021) et Jérémie Caillat (LCPMR) et per-
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mettent de comprendre une partie des processus en jeu. Ce travail est toujours en cours.

Le quatrième chapitre présente la technique interférométrique dite RABBIT qui per-
met de caractériser les impulsions attosecondes. Cette technique permet également d’ac-
céder à la phase de diffusion des photoélectrons et à leurs délais de photoionisation, dont
l’origine est également discutée. Sont ensuite détaillées les extensions de cette technique à
la résolution spectrale (Rainbow RABBIT), qui permet de reconstruire la dépendance tem-
porelle d’un paquet d’onde électronique résonant ainsi que sa version résolue angulaire-
ment.

Enfin, dans le cinquième chapitre, une étude détaillée de la photoémission attose-
conde de l’hélium est présentée sur une large gamme spectrale, incluant des transitions
résonantes et non résonantes. La technique Rainbow RABBIT résolue angulairement dé-
montre ici toutes ses potentialités. Ces travaux ont été menés en collaboration avec Lionel
Poisson pour la partie expérimentale et avec Richard Taïeb et Jérémie Caillat (LCPMR) pour
la partie théorique. La dépendance angulaire et spectrale complète des paquets d’ondes
résonant et non résonant est extraite des données expérimentales et comparée avec des
simulations, ce qui constitue le résultat principal de cette thèse. La transformée de Fourier
inverse permet alors de reconstruire le "film 3D" de l’ionisation résonante et non résonante
de l’hélium.
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CHAPITRE1

Processus fondamentaux et aspects

expérimentaux

Dans ce chapitre, nous allons dans un premier temps décrire les aspects théoriques
et expérimentaux des processus d’ionisation en champ fort et de la génération de trains
d’impulsions attosecondes, qui seront utilisés dans le cadre des études menées dans cette
thèse (voir chapitre 5). Pour générer ces harmoniques, le gaz cible est placé en présence
d’un champ très intense, appelé champ fort, généré par des impulsions laser généralement
infrarouge (IR). Deux processus sont alors observés. Le champ IR peut arracher des élec-
trons par effet multiphotonique (ou par effet tunnel), ce qui déclenche un processus d’io-
nisation au-dessus du seuil – connu sous le nom d’ATI pour Above-Threshold Ionization
en anglais, (Agostini et al., 1979). Un autre processus, crucial pour nos études, a également
lieu : la génération d’harmoniques d’ordre élevé (notée ici HHG selon l’acronyme anglais
pour High Harmonic Generation) (McPherson et al., 1987 ; Ferray et al., 1988). La structure
temporelle de ces impulsions XUV peut être sous la forme d’un train d’impulsions attose-
condes (Paul et al., 2001) ou d’une impulsion attoseconde isolée (Hentschel et al., 2001)
selon les conditions de génération.

Dans une seconde partie, nous détaillerons une étude de la HHG visant à la géné-
ration d’impulsions attosecondes isolées et intenses par synthèse d’onde, i.e. par somme
de deux impulsions IR à 800 et 1300 nm. L’implémentation d’une telle source d’impul-
sions attosecondes sur la ligne laser SE1 a été étudiée par Margherita Turconi (alors post-
doctorante au LIDYL) et Stefan Haessler (Laboratoire d’Optique Appliquée, Palaiseau). Des
essais expérimentaux, appuyés par des simulations ont ainsi été initiés en amont de ma
thèse. Dans ce chapitre, l’analyse des données expérimentales et des simulations de la HHG
à deux couleurs sont ainsi détaillées. Cette étude constitue une première étape vers la gé-
nération d’impulsions attosecondes isolées intenses sur la ligne SE1.
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CHAPITRE 1. Processus fondamentaux et aspects expérimentaux

1.1 Interactions en champ fort

Les processus d’ionisation en champ fort au dessus du seuil (ATI) et de génération
d’harmoniques d’ordre élevé peuvent être décrits avec un modèle semi-classique appelé
modèle en trois étapes mis en place par Schafer et al. (1993) et Corkum (1993). Ces mo-
dèles permettent de comprendre le comportement qualitatif des spectres de photons ou
de photoélectrons obtenus.

Ces modèles peuvent ensuite être complétés par des traitement quantiques afin d’ac-
céder à des informations quantitatives sur les processus en jeu, comme le modèle Strong
Field Approximation (SFA) établi à la suite du modèle à trois étapes semi-classique. Les
études Lewenstein et al. (1994) et Lewenstein et al. (1995) complètent ainsi les modèles
permettant de comprendre respectivement la génération d’harmoniques d’ordre élevé et
l’ionisation multiphotonique "au-dessus du seuil".

Dans un premier temps, nous décrirons le processus d’ATI avec un modèle semi-
classique, qui nous permettra de comprendre l’origine physique des structures observées
dans le chapitre 3.

Nous décrirons ensuite la génération d’harmoniques d’ordre élevé avec ce même mo-
dèle semi-classique, puis avec un modèle SFA afin de comprendre plus finement l’origine
et les propriétés des rayonnements XUV permettant nos études.

Position du problème

Dans cette partie, nous allons considérer le cas d’un atome d’argon, modélisé hydro-
génoïde (un seul électron) et à une dimension. L’atome est initialement placé dans son état
fondamental, d’énergie −Ip .

Nous considérons dans un premier temps l’émission dans le cas d’un atome unique.
Les effets macroscopiques seront discutés dans la partie 1.1.2.3.

L’électron est alors soumis au potentiel coulombien du noyau :

Vat(x ) =
qe

4πε0|x |
, (1.1)

avec qe la charge élémentaire, ε0 la permittivité diélectrique du vide et |x | la distance électron-
noyau. Ceci est illustré Figure 1.1 (a) avec les valeurs numériques d’énergies et de distances
de l’atome d’argon, le modèle pouvant être généralisé notamment aux gaz rares.

L’amplitude du champ électrique qui y est associé s’écrit Fat = −∇Vat et peut être es-
timée en prenant |x |= a0 avec a0 le rayon de la première orbite de Bohr et vaut :

||Fat(a0)||=
qe

4πε0a 2
0

= 5,14×1011 V.m−1, (1.2)

ce qui correspond à une unité atomique de champ. L’intensité Iat associée à ce champ
atomique est de 3,5×1016 W.cm−2.
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1.1. Interactions en champ fort
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FIGURE 1.1 – Potentiel ressenti par un électron dans l’argon (Ip = 15,76 eV = 0,58 u.a.) (a)
en l’absence de champ électrique, (b) en présence d’un champ F0 = 0,04 u.a. (I = 5, 5× 1013

W/cm2), (c) en présence d’un champ à l’éclairement de suppression de barrière de l’argon
F0 = Fsat = 0,084 u.a. (I = 2, 5×1014 W/cm2). D’après Barreau (2017).

Ionisation

L’atome est excité par un champ laser infrarouge intense F polarisé linéairement se-
lon ux et de pulsation ω (ou longueur d’onde λ ou encore période TL ). Dans le cadre de
l’approximation dipolaire électrique, ce champ dépend uniquement du temps et s’écrit

F(t ) = F0 cos(ωt )ux. (1.3)

L’énergie totale de l’électron vaut alors :

Etot(x , t ) =−
q 2

e

4πε0|x |
+qe x F0 cos(ωt ). (1.4)

Si le champ laser est suffisamment intense, le second terme de cette dernière équa-
tion ne peut pas être traité de façon perturbative. En pratique, c’est l’intensité du laser qui
est considérée. Elle est reliée à son amplitude F par la relation :

I =
c ε0

2
F 2. (1.5)

L’intensité est considérée comme non-négligeable devant Ia t lorsqu’elle atteint en-
viron 1014 W.cm−2, ce qui nécessite alors un traitement non-perturbatif. Le champ laser
abaisse la barrière de potentiel ressentie par l’électron, qui peut alors la traverser par effet
tunnel avec une certaine probabilité, comme illustré Figure 1.1 (b). Cette probabilité dé-
pend de la forme du potentiel considéré (donc de l’espèce atomique ou moléculaire), de
l’intensité du laser et de la durée du cycle laser.

Pour une certaine intensité du laser IBS , ce dernier peut supprimer la barrière du po-
tentiel d’ionisation (Augst et al., 1989), ce qui est illustré Figure 1.1 (c). Cette valeur peut
être déterminée en résolvant l’équation Etot(x , t ) = Ip : on montre alors que cette intensité
vaut :
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Gaz Ip (eV) IBS (W.cm−2)

He 24,58 1,5 ×1015

Ne 21,56 8,7 ×1014

Ar 15,76 2,5 ×1014

Kr 14,00 1,5 ×1014

Xe 12,12 8,6 ×1013

TABLEAU 1.1 – Potentiels d’ionisation et intensités de suppression de barrière des gaz rares.

IBS =
I 4

p

16
(1.6)

Lorsque l’intensité du laser atteint ou dépasse IS , les atomes sont ionisés et les élec-
trons diffusent dans le continuum.

Ces intensités de saturation pour différents gaz sont rassemblées dans le Tableau 1.1.
Un régime particulièrement intéressant est le régime intermédiaire de l’ionisation

tunnel. Pour l’atteindre, il faut prendre en compte la dépendance temporelle du champ
laser, qui oscille à la pulsationω : pour que l’ionisation tunnel puisse avoir lieu, il faut que
l’électron ait le temps suffisant pour franchir la barrière. Le paramètre de Keldysh (1965)
permet de quantifier le régime auquel l’électron est soumis. Ce paramètre est défini comme :

γ=

√

√

√

Ip

2Up
(1.7)

avec Up l’énergie pondéromotrice du champ :

Up =
q 2

e F 2
0

4meω2
∝ Iλ2 (1.8)

Cette énergie pondéromotrice correspond à l’énergie cinétique moyenne que le
champ laser peut transmettre à l’électron en un cycle optique. Elle peut être calculée à
partir de paramètres expérimentaux grâce à l’approximation

Up [e V ]' 0, 9337× I [1013W.cm−2]×λ[µm]2. (1.9)

Plusieurs régimes sont identifiés selon la valeur du paramètre de Keldysh.
— γ > 1 correspond au régime multiphotonique : l’énergie pondéromotrice du champ

est trop faible par rapport au potentiel d’ionisation pour permettre à l’électron d’être
ionisé en régime tunnel et l’absorption de plusieurs photons est alors le processus
ionisant le plus probable.

— γ < 1 correspond à un régime d’ionisation tunnel.
— γ� 1 correspond à un régime de suppression de barrière par le champ laser.
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1.1. Interactions en champ fort

Dynamique de l’électron dans le continuum

Considérons le cas de l’ionisation tunnel. Une fois dans le continuum, la dynamique
de l’électron peut être décrite de façon classique. En supposant que l’électron ne subit plus
l’influence du cœur ionique, l’équation de Newton appliquée à l’électron projetée selon ux

devient

me

∂v

∂t
=−qe F (t ) = +qe

∂A

∂t
(1.10)

=⇒ p =
∂

∂t

�

me v −qe A
�

= 0, (1.11)

avec A(t ) = −
F0

ω
sin(ωt ) la projection selon ux du potentiel vecteur et p le moment cano-

nique, qui est conservé au cours du temps. L’instant d’ionisation est noté ti et on suppose
que l’électron est émis en x (ti ) = 0 (c’est-à-dire que l’on néglige le mouvement à travers la
barrière tunnel) avec une vitesse initiale nulle v (ti ) = 0. En intégrant l’équation (1.11) une
première fois on obtient :

v (t ) =−
qe F0

meω

�

sin(ωt )− sin(ωti )
�

, (1.12)

puis une seconde fois :

x (t ) =
qe F0

meω2

�

cos(ωt )− cos(ωti )
�

+
qe F0

meω
sin(ωti ) (t − ti ). (1.13)

La position de l’électron est ainsi calculée et oscille au cours du temps. Trois situations
sont alors possibles :

— l’électron diffuse directement hors du potentiel ;
— l’électron retourne en x = 0 où il est rediffusé ;
— l’électron retourne en x = 0 et recombine avec son ion parent en émettant un pho-

ton XUV.
La réalisation de ces différentes situations dépend des paramètres du champ laser,

de l’instant ti et du potentiel atomique et, pour la recombinaison/rediffusion, présente un
caractère probabiliste. Les deux premières situations correspondent au processus d’ATI et
la dernière à la génération d’harmoniques d’ordre élevé.

1.1.1 Cas de l’Above Threshold Ionization

Dans le cas où les paramètres sont tels que l’électron diffuse dans le continuum, ce
processus se répète de façon cohérente à chaque extremum du cycle optique, soit deux fois
par période optique. Les électrons étant émis dans des sens opposés selon le demi-cycle où
ils sont émis, la périodicité effective est en fait celle du cycle optique. Spectralement, cela
se traduit par l’obtention d’un spectre de photoélectrons qui présente des pics espacés de
l’énergie de photon laser ħhω.

Des spectres ATI typiques obtenus dans des gaz rares sont présentés Figure 1.2. Quelle
que soit l’espèce considérée, ces spectres peuvent se décomposer en trois parties :
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CHAPITRE 1. Processus fondamentaux et aspects expérimentaux

FIGURE 1.2 – Spectre ATI dans différents gaz, adapté de Paulus et al. (1994). Mesures effectuées
avec une longueur d’onde de 630 nm pour le laser, et une intensité de I = 2×1014 W/cm2, d’où
une énergie pondéromotrice de 7,41 eV. L’échelle relative entre les différents gaz est arbitraire.

— pour des énergies d’électrons comprises entre 0 et 2 Up , l’intensité du signal décroit
exponentiellement, cette région correspond aux électrons qui sont diffusés directe-
ment hors du potentiel atomique ; par ailleurs, elle correspond aussi aux électrons
issus d’un régime multiphotonique ;

— pour des énergies d’électrons comprises entre 2 et 10Up , l’intensité du signal marque
un plateau ; cette région correspond aux électrons qui ont été rediffusés par le po-
tentiel et ont ainsi pu gagner plus d’énergie dans le champ laser ;

— pour des énergies d’électrons au-delà de 10 Up , l’intensité du signal décroit de nou-
veau exponentiellement, l’énergie maximale pouvant être gagnée suite à la rediffu-
sion étant dépassée.

Le paramètre de Keldysh dans ces conditions est proche de 1, et varie autour de cette valeur
selon le gaz considéré (de 0,90 pour le xénon à 1,20 pour le néon).

Dans le cas de la spectroscopie par ATI présentée au chapitre 3, le paramètre de Kel-
dysh vaut 6,8 (en prenant pour potentiel d’ionisation 9,54 eV et une intensité IR de
1,7×1012W/cm2), ce qui place ces études dans un régime multiphotonique.
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1.1. Interactions en champ fort

1.1.2 Génération d’harmoniques d’ordre élevé

1.1.2.1 Trajectoires de recombinaison semi-classiques

Dans les conditions permettant une éventuelle recombinaison de l’électron avec son
ion parent, il est possible d’observer la génération d’harmoniques d’ordre élevé. Nous consi-
dérons ainsi le cas où l’électron, émis en x (ti ) = 0 recombine à l’instant tr < TL . D’après
l’équation (1.12), son énergie cinétique à cet instant devient :

Ec (tr ) =
q 2

e F 2
0

2meω2

�

sin(ωtr )− sin(ωti )
�2

(1.14)

Cette fonction est tracée sur la Figure 1.3 en fonction de ti (en bleu) ou tr (en rouge).
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FIGURE 1.3 – Énergie cinétique de l’électron en t = tr tracée en fonction de ti (en bleu) ou
tr (en rouge). Les lignes pointillées et continues représentent respectivement les trajectoires
longues et courtes. D’après Platzer (2020).

Energie de coupure

L’énergie maximale des électrons à la recombinaison est de 3,17 Up (première obser-
vation dans des simulations par Krause et al. (1992)). L’énergie maximale des photons ainsi
générés, appelée énergie de coupure, est ainsi de :

E max
ph = Ip +3,17Up (1.15)

Pour augmenter l’énergie maximale accessible par HHG il est possible de jouer sur
trois paramètres expérimentaux :

— utiliser un gaz avec un potentiel d’ionisation le plus élevé possible, au plus l’hélium
de potentiel d’ionisation 24,59 eV ;

— augmenter l’intensité du laser ;
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CHAPITRE 1. Processus fondamentaux et aspects expérimentaux

— augmenter la longueur d’onde du laser.

L’augmentation de l’intensité du champ laser est une solution utile sur un intervalle
limité, puisqu’à une intensité laser trop élevée, on atteint IBS : l’état fondamental est "vidé"
instantanément, ne permettant plus la HHG.

Pour des impulsions laser multicycles, la HHG peut être limitée dès l’intensité de sa-
turation, notée Isat, dépendante du milieu et des conditions de génération. Elle correspond
au fait que, même en régime tunnel, l’ionisation, faible sur un cycle, s’accumule d’un cycle
à l’autre et peut complètement dépléter le milieu avant que le maximum de l’enveloppe
ne soit atteint. L’utilisation d’impulsions IR comportant peu de cycles (few-cycle pulses) est
l’une des solutions pour pallier cette difficulté.

Augmenter la longueur d’onde est également une stratégie permettant d’augmenter
très efficacement l’énergie de coupure. C’est grâce à un laser à 3,9 µm que Popmintchev
et al. (2012) ont obtenu des spectres de photons records allant jusqu’à 1,6 keV en générant
dans l’hélium avec une intensité de 3×1014 W/cm2.

Trajectoires longues et courtes

La Figure 1.3 montre également que deux familles de trajectoires permettent d’accé-
der à une énergie cinétique donnée. Les deux familles de trajectoires sont appelées "courtes"
(en traits pleins) et "longues" (en pointillés) selon la durée de l’excursion de l’électron dans
le continuum. Pour la trajectoire courte (resp. longue), l’énergie augmente (resp. diminue)
avec l’instant de recombinaison. Les harmoniques émises lors de ces différentes trajec-
toires ne présentent pas les mêmes propriétés spectrales et spatiales. A l’énergie de cou-
pure, les deux types de trajectoires convergent.

Structure spectrale

Le processus de génération d’harmoniques a lieu toutes les demi-périodes du champ
de génération, initié par chaque extremum de l’amplitude du champ. La périodicité du pro-
cessus à trois étapes (ionisation tunnel - propagation dans le continuum - recombinaison
radiative) est ainsi de TL/2. Spectralement, cela se traduit par une périodicité de 2ω pour le
spectre généré. Le milieu de génération, gazeux, est de plus centro-symétrique : ainsi seules
les harmoniques impaires sont émises. La forme typique d’un spectre d’harmoniques gé-
nérées par une impulsion IR longue est présentée dans la Figure 1.4.

Le modèle semi-classique, qui consiste à traiter classiquement la diffusion et la re-
combinaison de l’électron initiées par l’ionisation tunnel avec l’équation de Newton per-
met de comprendre qualitativement les propriétés des spectres XUV émis lors du processus
de HHG. Il permet également d’accéder à la fréquence de coupure et aux instants d’émis-
sion et de recombinaison des électrons.
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FIGURE 1.4 – Spectre typique obtenu par génération d’harmoniques d’ordre élevé. Les har-
moniques d’ordres les plus bas sont générées avec une grande efficacité qui décroît jusqu’à
atteindre un plateau où l’efficacité reste constante avec l’ordre considéré. A partir de l’énergie
de coupure, l’efficacité de génération s’effondre. D’après Gruson (2015).

1.1.2.2 Modèle quantique

Le modèle semi-classique ne permet cependant pas de décrire quantitativement le
processus de génération : il est nécessaire de prendre en compte l’ionisation tunnel, la dif-
fusion du paquet d’ondes électronique (POE) et les interférences entre les différentes tra-
jectoires quantiques. Un traitement quantique a ainsi été proposé par Lewenstein et al.
(1994) dans le cadre de l’approximation SFA.

On se place de plus dans le cadre de l’approximation d’un seul électron actif. L’équa-
tion de Schrödinger dépendante du temps s’écrit alors, en fonction de la position de l’élec-
tron x :

iħh
∂

∂t

�

�Ψ(x, t )
�

=

�

−
ħh 2

2me
∇2+Vat(x) +qe F(t ) ·x

�

�

�Ψ(x, t )
�

(1.16)

avec Vat(x) le potentiel atomique et F(t ) le champ laser. Pour résoudre cette équation, on
effectue plusieurs approximations :

— le seul état lié considéré est l’état fondamental (on néglige les états excités) ;
— l’électron une fois dans le continuum ne ressent plus l’influence du potentiel Vat(x)

(approximation du champ fort, qui donne son nom au modèle). Ceci est valable si
γ< 1 ;

— on considère une intensité IL � Isat, ce qui signifie un taux d’ionisation faible et
permet de négliger la déplétion de l’état fondamental.
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Le spectre émis correspond à la transformée de Fourier du moment dipolaire à l’ins-
tant de recombinaison tr , noté x (tr ) =−qe




Ψ(tr )
�

�x
�

�Ψ(tr )
�

:

x(Ωq ) =

∫ ∞

−∞
x(tr )e

iΩq tr d tr (1.17)

À l’instant tr de recombinaison, le moment dipolaire vaut :

x (tr ) =−qe

∫ tr

0

dti

∫

dp d∗
�

p+qe A(tr )
�

︸ ︷︷ ︸

recombinaison

exp
� i

ħh
S (p, ti , tr )

�

︸ ︷︷ ︸

propagation dans
le continuum

F(ti ) d
�

p+qe A(ti )
�

︸ ︷︷ ︸

ionisation

+c.c. (1.18)

Les termes qui composent cette intégrale correspondent au trois étapes du processus
de génération.

Ionisation A l’instant ti , le champ F(ti ) est à l’origine d’une transition dipolaire,
d’élément de matrice d

�

p+qe A(ti )
�

. Une partie de la population est transférée de l’état fon-
damental à un état du continuum d’impulsion p+ qe A(ti ) – en notant p le moment cano-
nique de l’électron et A le potentiel vecteur.

Propagation dans le continuum Entre les instants d’émission ti et de recombinai-
son tr , l’électron se propage dans le continuum en accumulant la phase

1

ħh
S (p, ti , tr ) =−

1

ħh

∫ tr

ti

dt ′
�

�

p+qe A(t ′)
�2

2me
+ Ip

�

, (1.19)

où S (p, ti , tr ) est l’action quasi-classique décrivant le mouvement d’un électron dans le
champ laser.

Recombinaison A l’instant tr , le POE recombine avec l’état fondamental, avec une
amplitude de d∗

�

p+qe A(tr )
�

Le spectre de photoélectron émis est alors, en effectuant la transformée de Fourier de
l’équation (1.18) :

xq =
1

TL

∫ TL

0

dtr x (tr )exp[iqωtr ] =

∫ TL

0

dtr

∫ tr

0

dti

∫

dp b(p, ti , tr )exp
�

iΦq (p, ti , tr )
�

(1.20)

avec b l’amplitude de chaque contribution associée à la phase

Φq (p, ti , tr ) = qωtr −
1

ħh

∫ tr

ti

dt ′
�

�

p+qe A(t ′)
�2

2me
+ Ip

�

. (1.21)

Cette somme est effectuée sur tous les instants d’ionisation, tous les instants de re-
combinaison et tous les moments canoniques, c’est-à-dire sur toutes les trajectoires élec-
troniques. Il en existe une infinité, mais en ne prenant en compte que les trajectoires qui
contribuent significativement à l’émission, il est possible de simplifier le calcul.

L’amplitude de probabilité de la HHG peut être représentée comme la superposition
cohérente de tous les chemins à la manière d’une intégrale des chemins de Feynman ; le
poids de chacun d’entre eux est alors un complexe dont la phase est donnée par leurs in-
tégrales d’action classiques respectives (Salières et al., 2001).
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FIGURE 1.5 – Instants d’ionisation et de recombinaison en fonction de l’énergie du photon
émis calculés par le modèle semi-classique (noir) et le modèle quantique (rouge) dans l’argon
avec un champ laser à 800 nm d’intensité 2,5 ×1014 W/cm2. D’après (Barreau, 2017).

Pour déterminer quelles sont les contributions significatives, on applique alors le
principe de la phase stationnaire : seuls les chemins dont la phase Φq (p, ti , tr ) varie peu
en fonction de p, ti et tr auront du poids dans la génération. Ainsi, les chemins d’intérêt
vérifient les équations de point de selle suivantes :

∇pΦq (p, ti , tr ) =−
1

meħh

�

p(tr − ti ) +qe

∫ tr

ti

dt ′A(t ′)

�

= 0 (1.22)

∂ Φq (p, ti , tr )

∂ti
=

1

ħh

�

�

p+qe A(ti )
�2

2me
+ Ip

�

= 0 (1.23)

∂ Φq (p, ti , tr )

∂tr
=qω−

1

ħh

�

�

p+qe A(tr )
�2

2me
+ Ip

�

= 0. (1.24)

où
— l’équation (1.22) indique que l’électron revient à sa position initiale ;
— l’équation (1.23) correspond à la conservation de l’énergie à l’instant d’ionisation.

Le POE a alors une énergie cinétique négative et un instant d’ionisation ti complexe
du fait de l’ionisation tunnel ;

— l’équation (1.24) correspond à la conservation de l’énergie à l’instant de recombi-
naison.

La partie réelle des instants d’ionisation et de recombinaison en fonction de l’ordre
harmonique dans le cas de la HHG dans l’argon avec un champ laser à 800 nm d’inten-
sité 2,5 ×1014 W/cm 2 est présentée Figure 1.5. Dans cette figure, les deux modèles sont
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comparés. Comme dans le cas du modèle semi-classique, les deux familles de trajectoires
"longues" et "courtes" contribuant à une même énergie de photon existent et convergent
à proximité de l’énergie de coupure (Mairesse et al., 2003 ; Mairesse, 2005). A chaque éner-
gie harmonique dans le plateau, la somme cohérente des contributions des deux familles
induit des interférences constructives ou destructives suivant leur phase relative, un pro-
cessus appelé QPI (Quantum Path Interferences) (Zaïr et al., 2008).

La loi de coupure a une nouvelle expression dans le modèle SFA (Lewenstein et al.,
1994) :

E max
ph = f (

Ip

Up
) +3,17Up (1.25)

où f est un facteur dépendant du rapport Ip/Up variant de 1,32 à 1,2 lorsque la rap-
port Ip/Up varie de 1 à 4.

1.1.2.3 Aspects macroscopiques

La génération d’harmoniques d’ordre élevé est en pratique effectuée non sur un atome
unique mais dans un gaz. La cohérence entre les différents points sources au sein du gaz est
un aspect crucial de la structure temporelle mais aussi spatiale de la HHG. Comme dans
le cas de l’optique non-linéaire classique, un accord de phase est nécessaire pour que le
processus de génération soit efficace.

Accord de phase

Pour chaque harmonique d’ordre q , on souhaite que les champs rayonnés par cha-
cun des atomes du milieu de génération s’ajoutent constructivement au cours de la pro-
pagation du laser fondamental. Cela revient à minimiser le désaccord de phase qui s’écrit
(parfois avec un signe opposé) :

∆k= q k0−kq , (1.26)

avec k0 le vecteur d’onde du laser fondamental et kq le vecteur d’onde de l’harmonique q .
Il peut se réécrire comme la somme de quatre contributions (Balcou et al., 1997 ; Heyl et al.,
2016) :

∆k=∆kg+∆kd+∆kn+∆kp. (1.27)

Le premier terme

∆kg ∼−
q

zR
uz, (1.28)

avec zR la longueur de Rayleigh, vient de la géométrie focalisée qui induit une phase de
Gouy sur le laser et l’harmonique générée. Il dépend de l’ouverture numérique du faisceau
laser (diamètre et longueur focale) focalisé dans le milieu de génération et sa norme est
négative. Le second terme, ∆kd, vient de la phase Φi

q du moment dipolaire définie précé-
demment et s’écrit :

∆kd ≈−αi
q

∂IL

∂z
uz, αi

q > 0 (1.29)

30



1.1. Interactions en champ fort

Ce terme dépend du type de trajectoire i , de l’ordre harmonique q ainsi que de l’inten-
sité laser IL qui elle-même varie dans l’espace (longitudinalement et transversalement). En
particulier, après (resp. avant) le point focal la quantité ∂IL/∂z est négative (resp. positive)
donc∆kd est de norme positive (resp. négative).

Les deux derniers termes traduisent la dispersion du milieu de génération, consti-
tué principalement d’atomes neutres, (troisième terme) mais aussi d’une fraction d’élec-
trons et d’ions libres, de l’ordre du pourcent, formant un plasma (quatrième terme). Ils
s’écrivent :











∆kn =
qω

c
(n0−nq )uz

∆kp =
qω

c
(n p

0 −n p
q )uz

(1.30)

avec n0 et nq les indices de réfraction du gaz aux pulsations ω et qω et n p
0 et n p

q les in-
dices de réfraction du plasma aux mêmes pulsations.∆kn est de norme positive et∆kp de
norme négative. Leurs valeurs dépendent de la densité du milieu de génération et du taux
d’ionisation, donc de l’intensité laser IL .

Pour optimiser l’accord de phase, il est possible jouer sur plusieurs paramètres relatifs
au milieu non linéaire et au laser générateur pour équilibrer au mieux les contributions des
différents termes :

— la pression de gaz, influant sur la densité donc sur∆kn et∆kp (Constant et al., 1999) ;
— l’intensité laser IL , influant sur∆kd ,∆kn et∆kp ;
— l’ouverture numérique, influant sur∆kg et∆kd ;
— la position relative entre gaz et foyer laser, influant sur∆kd et favorisant une famille

de trajectoires (Salières et al., 1995), en général, on cherche à favoriser les trajectoires
courtes.

Longueur du milieu de génération

Pour un accord de phase parfait (∆k= 0), le signal harmonique augmente avec L 2 où
L est la longueur du milieu de génération. Cette longueur doit être comparée à plusieurs
grandeurs caractéristiques pour déterminer l’efficacité de génération (Constant et al., 1999) :

— la longueur de cohérence Lcoh =π/||∆k||
— la longueur d’absorption du milieu Labs = 1/σqρ où σq est la section efficace d’ab-

sorption à l’énergie qħhω et ρ la densité de gaz.
La plus petite de ces longueurs sera limitante pour l’efficacité de génération. Pour maxi-
miser l’efficacité de conversion, il est souhaitable d’être limité par l’absorption (grande
longueur de cohérence et grand milieu de génération). La réabsorption conduit en effet à
une saturation de l’émission harmonique indépendamment de la pression (Constant et al.,
1999). Ces derniers indiquent ainsi des conditions d’optimisation permettant d’obtenir au
moins la moitié de la valeur de saturation maximale : L > 3Labs et Lcoh > 5Labs.
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FIGURE 1.6 – Schéma du système laser FAB 1-10, d’après Platzer (2020) et Golinelli (2019).

1.2 Dispositif expérimental

Les résultats expérimentaux présentés dans cette thèse ont été obtenus sur la salle
SE1 (Salle Expérimentale à 1 kHz) de la plateforme ATTOLab au CEA-Saclay.

1.2.1 Source laser

Cette plateforme est composée de deux lignes laser, Femtosecond-Attosecond Beam-
lines (FAB) à 1 et 10 kHz. Les premières étapes de conditionnement du laser sont com-
munes aux deux lignes ; son fonctionnement est décrit dans Golinelli et al. (2019) et sché-
matisé Figure 1.6.

Ce double système a été développé par la société Amplitude Technologie en collabo-
ration avec le LIDYL dans le cadre du laboratoire commun Impulse.

Son fonctionnement est basé sur la technique de Chirped Pulse Amplification (CPA)
(Strickland et Mourou, 1985).

Front-end

La première étape de la production d’impulsions femtosecondes est un laser front end
à 10 kHz, qui produit les impulsions "graines" (seed) qui vont alimenter les lignes d’ampli-
fication à 1 et 10 kHz. Son fonctionnement est détaillé dans Golinelli et al. (2017).

Il est constitué d’un oscillateur (Femtolaser Rainbow CEP4) qui produit des impul-
sions à 75 MHz, stabilisées en CEP, qui sont étirées grâce à un réseau pour allonger leur
durée à plusieurs centaines de picosecondes.

Un filtre dispersif acousto-optique programmable (abrégé en AOPDF) appelé Dazzler
permet de contrôler la dispersion et la CEP et en particulier de précompenser la dispersion
introduite dans le reste de la chaîne d’amplification.
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1.2. Dispositif expérimental

Les impulsions sont ensuite amplifiées une première fois en passant dans un amplifi-
cateur à six passages appelé Booster. Une cellule de Pockels (sorte de lame d’onde contrôlée
électriquement) permet de réduire le taux de répétition à 10 kHz. L’amplification est assu-
rée par un premier cristal de saphir dopé au titane (Ti :Sa) pompé par un laser Continuum
MESA 10 kHz, lui même pompé par diodes.

Un second amplificateur, appelé Regenerative amplifier constitué de deux cristaux
Ti :Sa, également pompés par des MESA, et de deux cellules de Pockels permet d’augmenter
encore l’intensité des impulsions tout en minimisant les effets de lentille thermique grâce à
cette architecture double. A la sortie de cet étage d’amplification, un second filtre acousto-
optique (AOPGCF) appelé Mazzler permet de limiter la réduction de la bande spectrale du
gain de la cavité et permet une amplification sur une large bande spectrale.

Il est éventuellement possible de modifier le réglage de ce système Dazzler-Mazzler
afin de réduire la bande spectrale amplifiée et de varier légèrement la longueur d’onde de
l’IR afin d’accorder les harmoniques d’ordre élevé générées pour atteindre des résonances.
C’est une technique mise en œuvre notamment à Lund (Swoboda et al., 2010) mais qui af-
fecte l’ensemble des lignes alimentées par le front-end dans le cas de notre double système,
d’où le choix d’autres techniques pour atteindre des résonances dans les travaux présentés
ici.

Lignes laser FAB1 et FAB10

Le diamètre du faisceau est ensuite agrandi en sortie du front-end afin de ne pas
endommager les optiques en aval. Les impulsions qui en résultent sont ensuite séparées
en deux et suivent une ou deux étapes d’amplification avant d’être recomprimées par des
compresseurs à réseaux, placés dans deux salles expérimentales différentes, pour fournir

— une ligne à 1 kHz délivrant des impulsions d’énergie 15 mJ (FAB1) ;
— une ligne à 10 kHz délivrant des impulsions d’énergie 2 mJ (FAB10).

Les deux lignes ont des impulsions centrées à 800 nm, stabilisées en CEP et de durée
25 fs. Il est possible de descendre à 18 fs, proche de la limite de Fourier (Golinelli et al.,
2019).

La ligne laser FAB1 alimente la ligne harmonique située dans la salle expérimentale
1, dénommée SE1. Le compresseur, dernière étape de la Chirped Pulse Amplification, peut
être ajusté indépendamment des autres lignes laser afin d’optimiser la compression des
impulsions au niveau de foyer de génération des harmoniques d’ordre élevé. Un spectre
typique du laser est présenté Figure 1.7. La polarisation en sortie de compresseur est verti-
cale. La CEP est diagnostiquée après le compresseur grâce à un interféromètre BIRD (Beat
Interferometer for Rapid Detection) qui permet éventuellement de la stabiliser activement.

1.2.2 Ligne harmonique SE1 en configuration RABBIT

Le schéma de la ligne SE1 est présenté Figure 1.8. Elle est conçue pour effectuer des
expérimentations pompe-sonde et en particulier de l’interférométrie RABBIT (Paul et al.,
2001 ; Gruson et al., 2016) pour la caractérisation des impulsions XUV ainsi que des me-
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FIGURE 1.7 – Spectre typique du laser 1 kHz à l’entrée de la salle expérimentale.

iris AP

FIGURE 1.8 – Schéma du dispositif expérimental pour l’interférométrie RABBIT.
D’après Platzer (2020).

sures de délais de photoionisation dont le principe est décrit dans le chapitre 4. Le laser,
après être passé par un atténuateur de transmission réglable composé d’une lame demi-
onde suivie de deux polariseurs entre dans un interféromètre de type Mach-Zehnder. Une
première lame séparatrice (LS) envoie la majeure partie de l’intensité (80% dans les expéri-
mentations présentées ici) dans le bras dédié à la HHG ; le second bras, dit d’habillage (ou
dressing) permet de mener les mesures RABBIT.
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1.2. Dispositif expérimental

Faisceau de génération

Dans ce bras, le faisceau est focalisé par une lentille de 2 m de focale (850 mm dans
certains cas précisés ci-après) après être filtré spatialement par un iris (AP) permettant de
contrôler une partie de l’accord de phase en modifiant la taille et l’intensité du laser. Il entre
dans une enceinte à vide et est focalisé dans une cellule de gaz remplie d’un gaz noble
(argon, xénon, néon selon les expériences). La position du foyer par rapport à cette cel-
lule ainsi que la pression de gaz appliquée permettent également de contrôler l’accord de
phase.

L’XUV ainsi généré et l’IR de génération sont ensuite dirigés sur une lame de silice,
traitée anti-reflets dans l’IR, qui réfléchit très bien l’XUV et environ 50% de l’IR (probable-
ment suite à dégradation du traitement). La position de la silice permet d’envoyer l’XUV
soit vers un miroir torique, soit dans un spectromètre à réseau permettant de caractériser
les harmoniques spectralement et spatialement.

Dans le cas où les harmoniques sont envoyées en direction du miroir torique, elles
sont éventuellement filtrées par un filtre métallique (Al, Zr ou les deux) afin d’éliminer l’IR
de génération et de sélectionner une partie du spectre XUV. Un miroir torique traité en or,
d’angle d’incidence 78,5° et de focale+500 mm permet de focaliser l’XUV en configuration
(quasi) 2f-2f.

L’XUV est ainsi focalisé dans un spectromètre à électron à bouteille magnétique (Ma-
gnetic Bottle Electron Spectrometer en anglais, abrégé MBES) à travers un miroir troué pour
y mener des expériences de photoionisation. Le fonctionnement du MBES est détaillé dans
le chapitre 2.

Faisceau d’habillage

Dans le second bras de l’interféromètre, les 20% d’intensité restants sont envoyés
dans un atténuateur (lame demi onde notée λ/2 réglable suivie de deux polariseurs en ré-
flexion notés P). Une ligne à retard montée sur une platine de translation piézoélectrique
(Piezo Jena de longueur 75 µm et de précision 2 nm), elle-même placée sur platine de
micro-contrôle, permet de contrôler finement le délai entre les deux bras de l’interféro-
mètre. L’IR d’habillage est focalisé une première fois par une lentille de focale 1,14 m, puis
entre dans une enceinte à vide où une seconde lentille permet sa focalisation au même
point que l’XUV, dans le MBES. Un miroir troué réfléchissant uniquement la partie exté-
rieure du faisceau d’habillage permet de rendre ce dernier colinéaire avec le faisceau XUV.
Le trou de ce miroir est de diamètre 3 mm. La parité du nombre de réflexions sur des miroirs
et de foyers est identique à celle du bras de génération afin de minimiser la dérive spatiale
du foyer d’habillage par rapport à l’XUV.

Il est possible de placer un miroir à 45° en amont du MBES afin de projeter les foyers
IR d’habillage et de génération pour les superposer spatialement à l’aide d’une caméra.

Lors des expériences de type RABBIT, les harmoniques d’ordre élevé et l’IR d’habillage
sont ainsi focalisés dans le MBES.
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La détection dans le MBES est effectuée soit dans un gaz bien-connu afin de diagnos-
tiquer le train d’impulsions attosecondes, soit dans un gaz dont on cherche à caractériser
les dynamiques de photoionisation.

Il est également possible d’adapter ce dispositif expérimental pour y mener des expé-
riences pompe-sonde, le faisceau de pompe étant alors une impulsion de longueur d’onde
267 nm obtenue par triplage de fréquence de l’IR, et la sonde étant l’IR lui-même. C’est le
schéma utilisé dans le chapitre 3.

Filtres métalliques

Au cours des expérimentations présentées dans ce manuscrit, les harmoniques d’or-
dre élevé ont été filtrées par différents filtres métalliques. L’objectif de ce filtrage est d’éli-
miner l’IR de génération et éventuellement de sélectionner une partie seulement des har-
moniques selon les applications choisies.

Ces filtres sont placés dans l’enceinte de recombinaison, sur le bras XUV de l’interfé-
romètre, entre la plaque de silice et le miroir torique de refocalisation.

Lors de l’ouverture de l’enceinte pour effectuer différents réglages, les filtres s’oxydent
et doivent parfois être remplacés. L’IR intense, utilisé par exemple pour générer dans le
néon les dégrade également. La Figure 1.9 montre les transmissions des filtres utilisés dans
le cadre des travaux présentés ci-après.
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FIGURE 1.9 – Transmission de filtres en Al et Zr de 200 nm d’épaisseur, soit métalliques purs,
soit avec une couche d’oxyde de 5 nm de chaque côté. D’après Platzer(2020).

Stabilité de l’interféromètre

La stabilité de l’interféromètre est pour le moment uniquement passive. Elle est de
bonne qualité grâce à l’élimination des principales sources de vibrations mécaniques.
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En particulier les pompes primaires sont placées en-dehors de la salle expérimen-
tale, sur des plateformes amortissant leurs vibrations. Les chambres à vide reposent sur un
support découplé des tables optiques pour éviter la transmission des vibrations provenant
des pompes turbo-moléculaires. Les optiques à l’intérieur des chambres reposent sur des
supports indépendants des enceintes à vide, reposant directement sur des pieds traversant
l’enceinte sans la toucher et fixés à une table optique. La partie de l’interféromètre qui n’est
pas comprise dans des enceintes à vide est recouverte de boîtes qui permettent de l’iso-
ler des courants d’air et des variations de température, une fois l’expérience thermalisée
(quelques dizaines de minutes après l’envoi du faisceau sur les optiques).

La stabilité du pointé et du délai ont été évalués durant les travaux de Christina Alexan-
dridi (2018) et Dominique Platzer.

La stabilité du pointé a été évaluée toutes les minutes sur la caméra en amont du
MBES et montre une dérive de 20 µm en 5 h avec des fluctuations de l’ordre de 20 µm au
cours du temps. Grâce à l’égalisation des deux bras de l’interféromètre (en terme de parités
du nombre de miroirs et du nombre de foyers), les deux bras de l’interféromètre présentent
la même dérive spatiale : elle n’est pas limitante pour les expérimentations car les foyers
des deux bras restent superposés pendant des heures.

La dérive temporelle a elle été évaluée à quelques fs en 3 h20, ce qui peut être limitant
pour nos expérimentations puisque c’est l’ordre de grandeur de la période laser, qui déter-
mine les oscillations RABBIT. C’est pourquoi nous limitons la durée de nos acquisitions
RABBIT à 30 min.

Plusieurs solutions de stabilisation active du délai sont ainsi développées dans le la-
boratoire pour dépasser cette limitation. Elles consistent à mesurer la dérive de l’interféro-
mètre et la compenser par asservissement de la platine de délai, soit en comparant direc-
tement le signal RABBIT mesuré dans le MBES intermédiaire (Luttmann et al., 2021), soit
à l’aide d’un laser externe (Böttcher et al., 2008 ; Sabbar et al., 2014 ; Weber et al., 2015).
L’implémentation de ces techniques sur la ligne SE1 est en cours.

1.2.3 Gaz de détection

Les spectromètres de photoélectrons utilisés pour nos expériences reposent sur la dé-
tection de photoélectrons ionisés par absorption d’un ou plusieurs photons permettant de
dépasser le seuil d’ionisation. La probabilité d’absorption d’un photon par un gaz dépend
à la fois de la nature du gaz et de l’énergie du photon. Elle est quantifiée par la section effi-
cace du gaz, dont la dépendance spectrale dépend de la structure électronique du système
photoionisé. La Figure 1.10 rassemble les sections efficaces totales des gaz rares.

Commentons l’évolution des sections efficaces de ces gaz. La section efficace de l’hé-
lium décroit de façon régulière avec l’énergie de photoionisation.

Le néon présente la section efficace la plus constante entre son seuil d’ionisation et
125 eV. Cela en fait une excellente cible pour caractériser les peignes d’harmoniques sur
une large gamme, puisque le signal reste élevé même à de grandes énergies de photon.
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FIGURE 1.10 – Sections efficaces de photoionisation à un photon des gaz rares. D’après Platzer
(2020) et Samson et Stolte (2002).

La section efficace de l’argon présente un minimum local entre 40 et 60 eV, correspon-
dant à un minimum dit de Cooper : l’amplitude de transition associée au canal 3p → εd ,
le canal majoritaire s’annule en effet autour de 49 eV. La photoionisation de cette région
spectrale a été étudiée notamment par Alexandridi et al. (2021).

Le krypton présente une section efficace décroissante jusqu’à 90 eV, puis réaugmente
lorsque le seuil d’absorption de la couche 3d est atteint.

Enfin le xénon présente une "résonante géante" centrée vers 100 eV qui lui confère
une section efficace beaucoup plus importante que les autres gaz rares sur la gamme 80-
120 eV.

Les "décrochages" constatés dans l’hélium, le néon et l’argon aux énergies respec-
tives de 60, 45 et 25 eV correspondent à des résonances d’autoionisation dont les largeurs
spectrales sont plus petites que le pas spectral de l’étude.
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1.3 Génération d’harmoniques à deux couleurs

Les trains d’impulsions attosecondes sont idéaux pour la spectroscopie de systèmes
complexes car ils permettent, notamment dans la technique RABBIT (détaillée chapitre 4,
de combiner résolution temporelle et spectrale et ainsi d’identifier et d’étudier finement
les différents canaux d’ionisation (Isinger et al., 2017). Une fois ces états bien connus, on
souhaiterait contrôler les dynamiques à l’échelle attoseconde, ce qui n’est possible qu’à
partir d’impulsions attosecondes isolées (IAP). On peut en particulier mentionner des ap-
plications en attochimie, avec l’étude de dynamiques de migration de charges dans des
molécules d’intérêt biologique (Calegari et al., 2014 ; Vacher et al., 2017).

C’est pourquoi l’un des axes de développement de la ligne SE1 est la génération d’im-
pulsions attosecondes isolées et intenses.

Plusieurs solutions techniques ont été développées pour restreindre la génération
harmonique temporellement et ainsi générer des IAP (Li et al., 2020). La plupart d’entre
elles impliquent de générer l’XUV à partir d’ impulsions laser ultrabrèves (de seulement
quel- ques cycles optiques, i.e. de durée inférieure à ∼10 fs à 800 nm et CEP stable) (Hent-
schel et al., 2001 ; Sola et al., 2006 ; Sansone et al., 2006). Elles reposent sur l’idée de circons-
crire les conditions où la HHG est possible au sein de l’impulsion de génération sur un seul
demi-cycle :

— par polarization gating (porte de polarisation), où la polarisation n’est linéaire qu’au
maximum de l’enveloppe, (Sola et al., 2006 ; Sansone et al., 2006),

— par amplitude gating (porte d’amplitude), où le contrôle de la CEP permet que seul
le demi-cycle le plus intense ne participe significativement à la HHG (Goulielmakis
et al., 2008)

— par ionization gating (porte d’ionisation), où le maximum d’intensité de l’impulsion
IR (de CEP stable) dépasse l’intensité de saturation du gaz : la population d’atomes
neutres est complètement déplétée par le front montant de l’impulsion, ce qui cir-
conscrit la HHG temporellement (Ferrari et al., 2010).

Ces impulsions IR de quelques cycles optiques ont longtemps été limitées à des éner-
gies inférieures au mJ – les nouvelles technologies OPCPA changent maintenant la donne
–, résultant en de faibles énergies XUV (de l’ordre de quelques nJ). D’autres techniques per-
mettent de générer des impulsions isolées à partir d’un IR multicycle. On peut mentionner
le phare attoseconde (Vincenti et Quéré, 2012) reposant sur les couplages spatio-temporels
de la HHG dans le cas d’une impulsion de génération dont le front d’onde est incliné, ce qui
permet de sélectionner spatialement une impulsion particulière. La génération d’harmo-
niques d’ordre élevé avec la somme cohérente d’impulsions laser présente l’avantage de
pouvoir mieux maîtriser le champ de génération, et ainsi maximiser la probabilité de re-
collision afin de générer les harmoniques le plus efficacement possible (Chipperfield et al.,
2009 ; Siegel et al., 2010 ; Haessler et al., 2014). Cela permet également de contrôler la forme
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des impulsions XUV afin d’obtenir des impulsions attosecondes isolées et intenses (Kovács
et al., 2015 ; Takahashi et al., 2013) ou encore des énergies de photons plus élevées (Schütte
et al., 2015).

Une campagne d’expériences sur SE1 initiée par Margherita Turconi dans le cadre
d’une collaboration avec Stefan Haessler (du Laboratoire d’Optique Appliqué), a ainsi con-
sisté à générer des harmoniques d’ordre élevé à l’aide d’un champ laser dans lequel deux
fréquences sont mélangées. Les battements au sein de l’impulsion provoquent alors des
maxima de champ électrique plus espacés qu’une impulsion monochromatique : il est dès
lors possible de ne générer qu’à certains cycles précis de l’impulsion. En maîtrisant le dé-
lai entre les deux fréquences, et éventuellement la Carrier-Enveloppe Phase (CEP, phase
enveloppe-porteuse), il est possible de générer des impulsions attosecondes isolées et très
intenses (Takahashi et al., 2013). Dans le cadre de ma thèse, j’ai ainsi analysé et simulé les
données de ces premières campagnes expérimentales dédiées à la mise en place de la HHG
à deux couleurs sur SE1.

Comme illustré sur la Figure 1.11(a), une impulsion IR à 800 nm (de durée 15 fs sur
le schéma) présente plusieurs cycles optiques près du centre de l’enveloppe où l’inten-
sité est suffisamment élevée pour générer des harmoniques ; à chaque demi-période, une
impulsion XUV est produite, d’où la génération d’un train d’impulsions attosecondes, de
longueur totale de quelques femtosecondes.

Le rapport d’amplitudes entre les deux couleurs de pulsations respectives ω1 et ω2,
le rapport de leurs fréquences, leurs phases et éventuellement la CEP des impulsions sont
autant de paramètres qu’il est nécessaire de bien maîtriser pour que le champ de généra-
tion ait la forme désirée. Le principe de la synthèse d’onde pour la HHG est illustré dans
la Figure 1.11 (b) et (c). La somme de deux couleurs fait apparaître des battements plus ou
moins espacés selon le rapport des fréquences. Si ces battements ont une période suffi-
samment longue, comme c’est le cas en (c), un maximum du champ a lieu suffisamment
près du maximum de l’enveloppe : seule une impulsion XUV est générée par impulsion IR.

Le champ total de génération s’écrit alors :

Etot(t ) =

√

√ R I0

R +1
e −(t )

2/2σ2
1 × cos[ω1t +φ1] (1.31)

+

√

√ I0

R +1
e −(t−∆z/c )2/2σ2

2 × cos[ω2(t −∆z/c ) +φ2]

avecσ1 (resp.σ2) la durée de l’impulsion de fréquenceω1(resp.ω2),φ1 (φ2) la CEP de
l’impulsion àω1 (ω2), R le rapport d’intensité entre les deux impulsions et∆z la différence
de chemin optique (contrôlée par une platine de translation) entre les deux impulsions.

Lorsque celles-ci sont superposées temporellement, les battements entre les deux
fréquences font apparaître les fréquences d’enveloppeωenv et porteuseωcar définies comme :
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(a)

(b)

(c)

FIGURE 1.11 – Comparaison qualitative entre les amplitudes des champs IR de génération
(en rouge) et les instants où des impulsions XUV (en violet) peuvent être générées au cours
du cycle optique pour (a) un IR monochromatique à 800 nm, (b) la somme d’un IR à 800 et
à 1200 nm et (c) la somme d’un IR à 800 et à 1257 nm. Les impulsions prises pour ce schéma
sont ici de 15 fs, plus courtes que dans la réalité, d’amplitudes égales et avec une CEP nulle.

ωenv =
ω1−ω2

2
(1.32)

ωcar =
ω1+ω2

2

1.3.1 Interféromètre pour la synthèse d’onde

Le montage expérimental permettant la génération à deux couleurs consiste en un
interféromètre de 9 mètres, présenté Figure 1.12 en amont de la lentille de génération.

Après le compresseur, dernière étape de la chaîne laser, une lame séparatrice permet
d’envoyer la majeure partie de l’énergie pour pomper un OPA (Optical Parametric Ampli-
fier) Light Conversion HE-TOPAS. L’impulsion de pompage, de fréquenceωp est convertie
en une impulsion de signal de fréquence ωs et une impulsion d’idler de fréquence ωi tel
queωs +ωi =ωp . L’OPA comporte trois étages d’amplification non-linéaire à base de cris-
taux de BBO (β-Barium Borate). Le chemin optique est de plusieurs mètres, ce qui explique
la longueur des bras de l’interféromètre.
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FIGURE 1.12 – Montage expérimental en amont de l’enceinte de génération d’harmoniques
d’ordre élevé. A la sortie du compresseur, le faisceau IR à 800 nm est partagé en deux : 60%
de l’intensité est utilisée pour pomper le TOPAS, à la sortie duquel le signal, de longueur
d’onde choisie entre 1,2 et 1,6µm, est récupéré. Le reste du 800 nm parcourt une ligne à retard.
Les deux impulsions sont ensuite focalisées dans l’enceinte de génération par une lentille de
focale 850 mm.

Dans le cas présent, le signal, ajusté entre 1200 et 1300 nm, appelé MIR (Mid InfraRed)
est récupéré et l’idler est bloqué. La compression du laser est optimisée pour le pompage
de l’OPA. Le rendement de conversion entre puissance de pompage et puissance du signal
maximal est de 20%.

Le reste du faisceau à 800 nm, transmis par la lame séparatrice, parcourt un chemin
optique équivalent à celui pompant l’OPA. En particulier, il est réfléchi sur quatre miroirs
chirpés permettant de compenser la dispersion introduite par la lame séparatrice, la lentille
et la fenêtre de l’enceinte à vide. Ils introduisent un délai de groupe (Groupe Delay Disper-
sion, GDD en anglais) de -250 fs2 afin que l’impulsion à 800 nm soit la mieux compressée
possible pour la HHG.

Une platine de translation permet d’ajuster finement le délai entre les impulsions à
800 nm et l’impulsion de signal. Notons que dans cette première campagne, il n’y avait pas
de stabilisation active du délai, ni de la CEP.

La stabilité de l’interféromètre de 9 m a été évaluée en imageant les franges d’interfé-
rences à 800 nm entre l’IR de pompe et de l’IR copropageant avec le MIR (passant par l’OPA)
sur une caméra proche de l’enceinte de génération toutes les 50 ms en accumulant 3,3 ms
par point. L’écart type des variations de phase est de 250 mrad en 1 s, ce qui correspond à
une dérive de 32 nm par seconde.
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1.3. Génération d’harmoniques à deux couleurs

FIGURE 1.13 – Spectres générés dans l’argon par les impulsions IR et MIR (1300 nm) séparé-
ment et superposées temporellement et spatialement au niveau du foyer de génération. Tous
les spectres sont normalisés par le maximum de signal de l’IR seul.

Ces deux impulsions sont ensuite focalisées par une lentille de focale 850 mm dans
une cellule de génération de 3 mm remplie d’argon, de néon ou de krypton. L’impulsion
XUV alors générée est ensuite réfléchie sur une plaque de silice, puis entre dans un spec-
tromètre à réseau pour être caractérisée.

Les images acquises par la caméra du spectromètre à réseau sont ensuite enregistrées
pour différents délais entre l’impulsion à 800 nm et l’impulsion signal de l’OPA.

1.3.2 Résultats expérimentaux

1.3.2.1 Extension de l’énergie de coupure

Les résultats expérimentaux obtenus dans l’argon, présentés Figure 1.13, montrent
que, dans nos conditions expérimentales, le mélange de deux couleurs (800 nm d’énergie
de photon 1,55 eV et 1300 nm, d’énergie de photon 0,95 eV) permet (i) d’étendre le pla-
teau par rapport à l’IR seul jusqu’à la coupure du MIR seul ; (ii) de conserver l’efficacité de
génération de l’IR seul ; et (iii) de produire un continuum très large bande.

Dans le cas de l’IR, l’énergie de génération est de 640 mJ, la durée d’impulsion de 25 fs
et la tache focale est de 100 µm de rayon (mesurée avec une caméra).

Dans le cas du MIR, la puissance de génération est de 730 mJ, la durée d’impulsion
de 50 fs et la tache focale est estimée à environ 70 µm, ce qui correspond à la limite de dif-
fraction pour une lentille de 850 mm fermée par une iris de 20 mm. L’intensité de l’IR est
alors estimée à 1,5×1014 W/cm2, d’où une fréquence de coupure de 46 eV et celle du MIR
à environ 1×1014 W/cm2, ce qui donne une énergie de coupure de 63 eV. Le MIR est ainsi
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(a)

(b)

FIGURE 1.14 – (a) Spectres générés dans l’argon par les impulsions IR et MIR (1300 nm) en
fonction du délai entre les deux impulsions. Les délais négatifs correspondent à un MIR avant
l’IR. (b) Dépendance temporelle du signal à trois énergies données au-delà de l’énergie de
coupure des impulsions seules.

capable de générer des harmoniques au-delà du minimum de Cooper de l’argon, qui ap-
paraît comme un trou dans le spectre autour de 50 eV et produit l’impression d’un "second
plateau" au-delà.

Le signal obtenu à la superposition présente également un second plateau, bien plus
intense que le plateau obtenu à 1300 nm, jusqu’à 60 eV, qui décroît ensuite lentement. Du
signal est visible jusqu’à 90 eV. Le nombre total de photon XUV (l’intégrale sous les spectres)
est également plus important à la superposition temporelle que la simple somme des pho-
tons émis indépendamment par les deux impulsions.
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1.3. Génération d’harmoniques à deux couleurs

FIGURE 1.15 – Zoom sur les battements observés à basses énergies dans la Figure 1.14.

1.3.2.2 Dépendance temporelle des spectres de photons

Les spectres de photoélectrons présentent une forte dépendance en délai entre l’IR
et le MIR. Dans le spectrogramme présenté Figure 1.14, chaque spectre est accumulé 0,33 s.
Lorsque les impulsions de génération ne sont pas superposées (pour des délais avant−100 fs
et après+100 fs), les harmoniques observées correspondent aux harmoniques générées par
l’IR à 800 nm, dont le signal est un à deux ordres de grandeur au-dessus de celui généré par
le MIR à 1300 nm.

Au niveau de la superposition temporelle entre les impulsions IR et MIR, les spectres
obtenus présentent deux types de structures : d’une part des pics larges ressemblant à des
pics harmoniques, mais décalés spectralement et légèrement plus rapprochés ; d’autre part
des battements très rapides qui structurent chaque pic principal (cf agrandissement en
Figure 1.15). D’un jour à l’autre, ces battements sont toujours visibles mais leurs positions
spectrales varient.

La largeur en délai du signal aux énergies au-delà de l’énergie de coupure de l’IR seul
permet d’estimer la corrélation croisée (d’ordre supérieur) des impulsions IR et MIR, ce qui
est présenté Figure 1.14 (b). La corrélation croisée présente ici un double pic qui semble
indiquer une double structure de l’impulsion MIR, de forme difficilement reproductible
d’une journée à l’autre. Sa largeur à mi-hauteur est de 60 fs, ce qui correspond bien à la
longueur attendue pour le MIR qui domine l’IR de largeur 25 fs dans la corrélation croisée.

1.3.2.3 Battements et longueur d’onde MIR

Une expérience de HHG à deux couleurs a été effectuée pour différentes longueurs
d’onde de MIR afin de trouver les conditions les plus favorables. Ceci permet notamment
de montrer que les battements observés dépendent bien des énergies de photon de généra-
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FIGURE 1.16 – (a) Spectres en sortie du HE-TOPAS pour différentes longueurs d’ondes cen-
trales. (b) Spectres harmoniques obtenus pour différentes longueurs d’onde du MIR. Les puis-
sances MIR à l’entrée de l’enceinte de génération sont de 510 mJ à 1200 nm, 530 mJ à 1300 nm
et 460 mJ à 1400 nm, l’IR est de puissance de 1,7 J à 800 nm.

tion. Sur la Figure 1.16, deux types de battements sont identifiés : des battements d’environ
0,6 eV qui correspondent aux différences des énergies de photons de génération, c’est-à-
dire à 2ωenv (MIR et IR) et des battements d’environ 2,5 eV qui correspondent à leur somme,
c’est-à-dire à 2ωcar, tabulés dans le Tableau 1.2. De même que la HHG avec une impulsion
IR à 25 fs de fréquence ω0 produit des peignes harmoniques espacés de 2ω0, on retrouve
le double des fréquences décrivant le champ électrique dans le spectre à deux couleurs –
cf équation (1.33).

Cette expérience a également permis de confirmer qu’un MIR proche de 1300 nm
était la longueur d’onde la plus favorable pour étendre la fréquence de coupure des spectres,
ce qui avait déjà été choisi pour les travaux de Siegel et al. (2010), Schütte et al. (2015) et Ma-
jor et al. (2018).
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Longueur d’onde (nm) 1200 1300 1400

Energie (eV) 1,03 0,96 0,89

E0−Ei (écarts pics exp.) 0,52 (0,6) 0,59 (0,6) 0,66 (0,7)

E0+Ei (écarts pics exp.) 2,60 (2,55) 2,51 (2,6) 2,44 (2,5)

TABLEAU 1.2 – Valeurs, sommes et différences des énergies de photons impliquées dans le pro-
cessus de HHG à deux couleurs. E0 = 1,55 eV correspond à l’énergie de photon à 800 nm.

1.3.2.4 Détection dans un spectromètre à électrons

FIGURE 1.17 – (a) Spectres de photoélectrons obtenus dans le MBES en fonction du délai entre
les deux couleurs. La HHG est effectuée dans l’argon avec une impulsion à 800 nm (durée
25 fs, intensité 1,2×1014 W/cm2 ) et une impulsion à 1300 nm (durée 50 fs, intensité 9 ×1013

W/cm2). Les harmoniques sont filtrées par 200 nm d’aluminium. Le gaz de détection est éga-
lement de l’argon.

Les harmoniques obtenues étaient assez intenses pour être détectées dans un spec-
tromètre à électrons à bouteille magnétique (MBES), dont le fonctionnement est décrit
au chapitre 2. Le spectrogramme correspondant est montré Figure 1.17. Il présente bien
les battements discutés précédemment, mais, de façon surprenante, pas l’extension de la
fréquence de coupure. Cela illustre notre difficulté à reproduire nos résultats d’un jour à
l’autre.

Ceci constitue la première étape qui permettra de caractériser la phase spectrale des
impulsions XUV générées à deux couleurs, par une technique de type FROG-CRAB (Mai-
resse et Quéré, 2005).
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1.3.3 Simulations

Des simulations de la HHG avec un mélange de deux ondes ont été effectuées par
Stefan Haessler et Margherita Turconi dans le cas de la superposition temporelle entre les
deux impulsions. J’ai prolongé et généralisé leur étude au cas où le délai entre les deux
impulsions varie afin de reproduire et interpréter les spectrogrammes expérimentaux.

Les spectres harmoniques émis sont ensuite calculés dans le cadre de la SFA appli-
quée à un atome unique. Dans un premier temps, les trajectoires classiques sont calculées
afin d’effectuer une première estimation (guess) raisonnable. Pour une valeur de CEP don-
née, les trajectoires électroniques remplissant les conditions des équations de point de selle
(1.22 - 1.24) sont calculées à partir de cette estimation, puis le spectre émis est déterminé
par transformée de Fourier. Seules les contributions issues des trajectoires courtes sont
considérées, on les suppose sélectionnées par la réponse macroscopique du milieu grâce
à l’accord de phase.

1.3.3.1 Effets de la CEP

Un premier calcul mené par Stefan Haessler présenté Figure 1.18 (a), montre la dé-
pendance du spectre harmonique à délai nul en fonction de la CEP du laser, qui est suppo-
sée être préservée dans l’OPA :φ1 =φ2 dans l’équation (1.32). Ce paramètre s’avère crucial.
Dans le cas de cette simulation, le signal harmonique à 40 eV est par exemple beaucoup
plus important pour des valeurs de CEP comprises entre 0,6π etπ rad que pour des valeurs
de CEP entre 0 et 0,6π rad.

Les spectres obtenus expérimentalement correspondent plutôt à une moyenne de
ces spectres théoriques pour plusieurs valeurs de CEP. Sur la Figure 1.18 (b), deux spectres
émis dans des conditions identiques à l’exception de la CEP, moyennée sur deux intervalles
différents, permettent de visualiser le mélange spectral dû à l’instabilité de la CEP : une
même énergie de photon, par exemple 40 eV peut correspondre à un pic ou au contraire
un minimum local d’émission selon l’intervalle de CEP choisi.

Ceci explique probablement le caractère difficilement reproductible des battements
observés expérimentalement. Major et al. (2018) montrent également que l’effet de la CEP
et le moyennage de différents tirs sont à l’origine des figures observées.

1.3.3.2 Simulation de spectrogrammes

Le code calculant les trajectoires électroniques et les spectres harmoniques est en-
suite adapté pour pouvoir varier le délai entre les deux impulsions. Un spectrogramme ty-
pique moyenné sur toutes les valeurs possibles de CEP est présenté Figure 1.19.

Il est difficile de faire converger les trajectoires électroniques pour des amplitudes de
champ trop élevées c’est pourquoi les spectres sont ici calculés pour des valeurs d’intensité
d’IR et de MIR plus faibles que dans le cas expérimental. C’est également la raison pour
laquelle l’impulsion IR est simulée avec une longueur de 35 fs et non de 25 fs.

48



1.3. Génération d’harmoniques à deux couleurs

(a)

30 35 40 45 50 55 60 65

Photon energy (eV)

0

1

2

3

4

5

6

7

8

9

S
pe

ct
ra

l i
nt

en
si

ty
 (

ar
b.

u.
)

10-9

CEP averaged between 0.3-0.6

CEP averaged between 0-0.3

(b)
CEP (π rad)

FIGURE 1.18 – (a) Spectres de harmoniques à délai nul calculés en fonction de la CEP du laser
dans l’argon par Stefan Haessler. La première impulsion est à 800 nm, de duréeσIR = 25 fs et
d’intensité I0 = 1×1014 W/cm2. La seconde impulsion est de longueur d’onde 1200 nm et de
duréeσOPA= 60 fs. Le ratio entre les deux intensités est R= 0,25. (b) Spectres de photoémission
moyennés sur plusieurs valeurs de CEP du laser dans l’argon pour I0 = 0,8×1014 W/cm2 et R
= 0,05.

Les dépendances spectrale et temporelle des spectrogrammes simulés sont très si-
milaires aux spectrogrammes expérimentaux montrés Figure 1.14 et 1.15. La fréquence de
coupure est augmentée au niveau de la superposition temporelle des deux impulsions. Les
battements à 0,6 eV et à 2,5 eV sont également observés à basses énergies. La dépendance
en délai de ces battements est parfaitement symétrique par rapport à la superposition tem-
porelle. Lorsqu’on s’éloigne du délai 0, les positions des pics principaux d’émission se dé-
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FIGURE 1.19 – Spectrogramme simulé dans le cas où I0 = 1,2×1014 W/cm2, R = 0,12, σIR =
35 fs etσOPA = 50 fs. 10 spectrogrammes sont moyennés pour des valeurs de CEP variant de 0
à π rad avec un pas de 0,1π rad.

calent continuement vers les positions des pics harmoniques de l’impulsion à 800nm (la
plus intense). Les battements rapides à 0,6 eV subsistent jusqu’à des grands délais. De façon
remarquable, ils survivent à la moyenne sur toutes les valeurs de CEP.

1.3.3.3 Conclusion sur l’étude

Ces expérimentations ont permis de quantifier le gain en intensité et en énergie de
coupure permis par la synthèse d’onde sur SE1. L’observation de la structuration très fine
de l’émission harmonique dans ces conditions et de sa dépendance avec la longueur d’onde
de l’OPA est un résultat particulièrement remarquable de cette étude. A notre connais-
sance, ces battements n’avaient jamais été observés ni commentés. Les simulations ont
permis de reproduire et d’analyser ces structures, tout en montrant leur sensibilité à la
phase relative/CEP des impulsions pompes.

Les prochaines étapes pour ce projet reposent essentiellement sur la stabilisation de
la CEP ainsi que du délai entre les impulsions. Ces deux paramètres s’avèrent en effet cru-
ciaux pour réellement maîtriser la forme du champ de génération et obtenir des spectres
optimaux et reproductibles d’un tir laser à l’autre.

La stabilisation active envisagée consiste en la mise en place d’un Balanced Optical
Correlator (BOC), dont le principe a été développé par Huang et al. (2011 2012) dans le
cadre d’études de synthèse d’onde par mélange de couleurs également.
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1.4. Conclusions

Il sera également nécessaire de caractériser temporellement l’émission harmonique,
ou de façon équivalente, de mesurer la phase spectrale des impulsions obtenues et non pas
seulement l’amplitude du spectre. Pour cela, il est nécessaire de détecter les impulsions
dans un spectromètre à électrons et d’y effectuer des mesures interférométriques de type
FROG-CRAB à l’aide d’une portion du faisceau IR servant ainsi de champ d’habillage (cf
chapitre 4 sur la technique RABBIT).

1.4 Conclusions

Dans ce chapitre, nous avons introduit les concepts fondamentaux permettant de
comprendre les processus d’interaction laser-matière en champ fort utilisés dans ce tra-
vail doctoral. En particulier, le modèle semi-classique à trois étapes a permis de décrire le
processus d’ATI et la HHG. La HHG a ensuite été décrite de façon quantique à l’aide de
l’approximation SFA. Enfin, ses aspects macroscopiques impliquant notamment l’accord
de phase, ont été discutés.

Le dispositif expérimental en place dans la salle SE1 sont ensuite décrits. L’architec-
ture de la source laser à 1 kHz alimentant cette salle, basée sur la technologie Titane :Saphir
est brièvement décrite. La source de rayonnement harmonique est ensuite décrite dans sa
configuration la plus courante, permettant l’interférométrie de paquets d’ondes électro-
niques (technique RABBIT) détaillée dans le chapitre 4. Cette ligne a permis d’obtenir les
résultats montrés dans les chapitres 3, 4 et 5.

Enfin, une étude de la génération d’harmoniques à deux couleurs a été présentée.
Cette dernière ouvre des perspectives de génération d’impulsions attosecondes isolées et
très intenses. L’étude menée sur la ligne SE1 à ATTOLab a permis de valider les premières
étapes de l’implémentation de cette technique et notamment de montrer l’extension de
l’énergie de coupure qu’elle permet. Une fois les limitations techniques dues à l’instabilité
de la CEP et du délai entre les deux couleurs dépassées, cette technique pourra être pleine-
ment qualifiée. La caractérisation temporelle de ces impulsions attosecondes ouvrira un
large champ d’applications, notamment pour le contrôle des dynamiques électroniques
dans la matière, telles que la migration de charges.
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CHAPITRE2

Instrumentation pour la

spectroscopie de photoélectrons

La détection de photoélectrons et en particulier l’interférométrie d’électrons mises
en place au chapitre 4 et 5 nécessitent de mesurer les énergies cinétiques des photoélec-
trons avec une grande précision.

Durant cette thèse, trois spectromètres à électrons ont été utilisés. Un spectromètre
à électrons à bouteille magnétique (MBES, pour Magnetic Bottle Electron Spectrometer),
et deux spectromètres imageurs de vecteur vitesse (VMI, pour Velocity Map Imaging spec-
trometer ). Tandis que le MBES propose une excellente résolution spectrale au prix d’une
absence de résolution angulaire, les VMI au contraire permettent d’accéder à cette infor-
mation.

Le MBES a permis de mener l’étude dans l’iodométhane présentée dans le chapitre 3,
étude pendant laquelle ses performances ont été optimisées et caractérisées grâce à l’aide
de Denis Cubaynes (ISMO) et Francis Penent (LCPMR). Il a aussi permis de caractériser les
impulsions XUV lors des études menées dans les chapitres 1 (section 1.3), 4 et 5.

Les premières études résolues angulairement ont été menées dans un spectromètre
imageur de vecteur vitesse développé dans l’équipe Dynamique Réactionnelle par Lionel
Poisson (LIDYL et ISMO). Son fonctionnement et ses performances sont décrites dans les
thèses de Röder (2017) et Gallician (2020). Ce type de spectromètre à électron (ou ion) per-
met d’accéder non seulement à l’énergie cinétique mais aussi aux composantes spatiales
du vecteur vitesse initiale des particules chargées photoémises.

En parallèle de ces études, un VMI dédié aux mesures attosecondes a été développé
par Dominique Platzer (2020), puis utilisé pour obtenir l’essentiel des résultats présentés
dans le chapitre 5. La caractérisation des performances du MBES et de ce VMI ainsi que la
calibration des données représente la première étape de l’analyse des résultats expérimen-
taux.
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Dans ce chapitre, le fonctionnement du MBES ainsi que celui du VMI développé par
Dominique Platzer sont présentés. Le fonctionnement et la résolution du MBES sont bien
connus mais sont détaillés ici car ils permettent de calibrer les spectres XUV, et ainsi de
déterminer les performances du nouveau VMI, qui seront également présentées.

2.1 Spectromètre à temps de vol à bouteille magnétique

Le principe des spectromètres à temps de vol a été développé afin de réaliser de la
spectrométrie de masse ayant pour but de caractériser la masse et la charge électrique d’es-
pèces chargées. L’idée originale est attribuée à Thomson (1913), mais le nombre de dispo-
sitifs à temps de vol n’a explosé qu’à partir des années 1950, après l’apparition de premiers
modèles (Cameron et Eggers, 1948 ; Wiley et McLaren, 1955).

Des champs magnétiques ou électriques, éventuellement pulsés, sont rajoutés afin
d’augmenter la résolution ou le niveau de signal de ces systèmes – une brève revue histo-
rique est proposée par Campana (1987). Les dispositifs à temps de vol ont été développés
en parallèle pour l’imagerie d’ions et de photoélectrons (Fox et al., 1951).

Le développement de sources de photons laser et les progrès en matière de détecteurs
au cours des décennies suivantes ont permis le développement de nombreuses études de
photoélectrons dès les années 1960 (Vastola et Pirone, 1966). Elles permettent notamment
de caractériser finement les potentiels d’ionisation de nombreux systèmes à partir des an-
nées 1970-1980 (Huebner et al., 1973 ; Chen et Chantry, 1979).

Le premier design de spectromètre à temps de vol permettant la détection de photo-
électrons avec un très bon niveau de signal et une bonne résolution est proposé par Kruit
et Read (1983). Grâce à un champ magnétique en forme de bouteille (d’où l’appellation de
l’instrument), les photoélectrons émis sont guidés jusqu’à l’extrémité du tube de temps de
vol s’ils appartiennent à la demi-sphère orientée vers cette extrémité (collection de 2π str
dans le design original, 4π str dans le cas de la bouteille de SE1) avec une bonne résolution
spectrale.

Le principe du spectromètre se décrit de la façon suivante. On considère la photoio-
nisation d’un gaz par un rayonnement XUV focalisé sur un jet de gaz dans le MBES tel que
l’énergie de photon ħhω est supérieure au potentiel d’ionisation du gaz Ip . Pour simplifier,
on considère le cas où un seul électron est émis, qui provient d’une couche bien définie (il
n’y a pas d’états rotationnels, vibrationnels ou électroniques particuliers). Par conservation
de l’énergie, son énergie cinétique vaut alors Ec = ħhω− Ip .

On suppose que les électrons parcourent la distance L entre la zone d’émission et
le détecteur à vitesse constante. Le champ magnétique statique qui guide les électrons ne
contribue pas à leur quantité de mouvement : il ne modifie pas leur énergie cinétique. La
mesure de la durée t entre le moment d’émission de l’électron et la détection, appelée son
temps de vol, permet alors de déterminer son énergie

Ec =
1

2
me

L 2

t 2
(2.1)

où me est la masse de l’électron.
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FIGURE 2.1 – Schéma du MBES utilisé sur la ligne SE1 d’Attolab et d’une partie du bâti. Le
gaz est injecté par le dessus, grâce à une aiguille de 250 à 500 µm de diamètre. Il interagit
avec le foyer du faisceau à quelques centaines de µm de l’extrémité de l’aiguille. A gauche,
un aimant permanent conique (en orange) d’environ 1 T repousse la totalité des électrons
en direction du détecteur (en vert), assurant la détection sur 4π str. Pour une résolution op-
timale, la pointe de l’aimant doit être située à moins de 2 mm de la zone d’interaction ; un
compromis entre niveau de signal et résolution est trouvé en ajustant cette distance. Deux
grilles en molybdène (en rouge) placées aux extrémités du bâti du tube de vol assurent un
champ électrique nul dans le tube de vol tout en permettant la conservation des lignes de
champ magnétique. Elles permettent également d’imposer un éventuel potentiel accéléra-
teur ou retardateur aux électrons, ce qui permet de les placer dans la gamme d’énergie la
mieux résolue. La longueur du tube de vol est de 2 m. Un solénoïde (en bleu) dans lequel
est imposé un courant de 0,3 A (et 9,5 V à ses bornes) génère un champ magnétique statique
qui guide les électrons vers le détecteur ; il recouvre l’intégralité du tube de vol. Un cylindre
en µ-métal placé autour du solénoïde isole les électrons du champ magnétique ambiant (es-
sentiellement le champ magnétique terrestre). Le détecteur est composé de deux galettes de
micro-canaux (MCP) placées en chevron, suivies d’un écran de phosphore. Le potentiel entre
l’écran de phosphore et la masse, découplé de la haute tension qui permet de l’alimenter est
lu sur un oscilloscope. Dessin de Michel Bougeard.

2.1.1 Description du MBES de la ligne 1 kHz

Le schéma du MBES utilisé sur la ligne expérimentale SE1 est présenté Figure 2.1.

La détection dans cet instrument a été optimisée lors de la campagne expérimen-
tale dans l’iodométhane, menée au tout début de cette thèse. L’optimisation a été menée
en réglant correctement les positions de l’aimant, le courant générant un champ magné-
tique dans le tube de vol et en ajoutant des grilles de molybdène aux extrémités du tube de
vol, d’une longueur de 2 m. Ces grilles, de transmission 80% chacune, permettent notam-
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(a) Région d’interaction du MBES. Le trajet des faisceaux IR et XUV a été dessiné en rouge.
Le gaz est injecté par le dessus. Sur cette image, l’aimant (en haut à droite) est beaucoup
plus reculé que lors de l’utilisation du spectromètre, où il se situe à quelques millimètres du
faisceau seulement.

(b) Entrée du tube de vol. (c) Sortie du tube de vol.

FIGURE 2.2 – Quelques images du MBES.

ment de définir un potentiel électrique retardateur sans déformer les lignes de champ ma-
gnétique. Leur ajout a permis une augmentation notable du niveau de signal ainsi qu’une
meilleur résolution spectrale.

Les MCP et l’écran de phosphore, qui joue ici le rôle d’une anode, sont mis sous
tension par deux alimentations haute tension indépendantes. La tension appliquée aux
bornes des MCP varie entre +1,7 et +2,0 kV. Elle est gérée grâce à un pont diviseur de ten-
sion 1/11 qui permet de polariser légèrement la face avant des MCP afin d’augmenter leur
sensibilité. L’écran de phosphore est polarisé à +500 V au-dessus du voltage des MCP. Le
signal correspondant aux photoélectrons est lu à ses bornes. Un boîtier de découplage per-
met de séparer l’alimentation haute tension du signal.
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2.1. Spectromètre à temps de vol à bouteille magnétique

Les temps de vol sont enregistrés dans un oscilloscope à 1 GHz (LeCroy Waverun-
ner 9104) dont la détection est déclenchée (triggered) à 1 kHz par le laser. Le pas tempo-
rel est d’une nanoseconde. Pour augmenter la résolution du spectromètre au niveau d’un
pic d’énergie relativement élevée, échantillonné sur un moins grand nombre de points par
l’oscilloscope, il est intéressant d’appliquer un potentiel retardateur Vret afin d’ajuster leur
temps de vol de manière à obtenir un meilleur échantillonnage.

Les principaux éléments à l’intérieur du MBES ont été photographiés à l’occasion de
son optimisation et sont montrés Figure 2.2.

2.1.2 Calibration spectrale de la bouteille magnétique

La Figure 2.3 représente schématiquement les lignes du champ magnétique statique
à l’intérieur du MBES. Ce nom de "bouteille magnétique" provient de la forme des lignes de
champ magnétique, qui sont resserrées au niveau de la zone d’interaction avant de s’élargir
et d’atteindre une position nominale.

Vret

l l
1 2

0

FIGURE 2.3 – Représentation schématique des lignes de champ au sein de la "bouteille ma-
gnétique" (rouge) et de la trajectoire d’un électron (vert) de la zone d’interaction (jaune) au
détecteur (gris). Un potentiel retardateur Vret peut de plus être appliqué entre la zone d’in-
teraction (à 0 V) et la première grille (à Vret). Il est possible soit d’accélérer, soit de ralentir les
électrons en fonction du signe du potentiel appliqué. La distance l1, de quelques mm, corres-
pond à la distance entre la zone d’interaction et la première grille ; la distance l2, de l’ordre
de 2 m, à la distance entre les deux grilles.

La calibration entre temps de vol tvol et énergie Ec de photoélectrons est établie avec
la relation suivante, qui est la réciproque de l’équation (2.1) à laquelle des paramètres ex-
périmentaux sont ajoutés :

tvol = t0+

√

√ L

2me (Ec +Vret−UC E )
(2.2)
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où t0 est le temps de réponse de l’électronique (le délai entre l’impulsion laser et le
trigger de l’oscilloscope), L = l1 + l2 est la distance totale parcourue par les électrons, Vret

(de signe positif ou négatif) est le potentiel retardateur et UCE est un éventuel effet parasite
dit effet de charge d’espace.

Ce dernier terme est généralement négligé, mais peut éventuellement apparaître dans
le cas où un trop grand nombre de photoélectrons sont émis (par exemple à forte densité de
gaz et forte intensité laser). Dans ce cas, le nuage d’électrons émis est suffisamment dense
pour que les électrons interagissent entre eux à proximité de la zone d’interaction. Cela se
traduit pour un électron d’une énergie donnée par un décalage, positif ou négatif, de son
temps de vol et affecte particulièrement les électrons de faible énergie.

2.1.3 Résolution spectrale de la bouteille magnétique

Les performances du MBES ont donc été optimisées en considérant les électrons
Auger du xénon dans la bouteille magnétique.

2.1.3.1 Effet Auger

L’effet Auger a été mis en évidence dans les années 1920 (Auger, 1925) et est l’un des
nombreux effets dû à des corrélations électroniques.

FIGURE 2.4 – Schéma de l’effet Auger dans le cas du xénon. D’après Zhong et al. (2020).

La Figure 2.4 illustre le principe de cet effet dans le cas d’un atome de xénon. L’ab-
sorption d’un photon XUV résulte en la photoionisation d’un électron de la couche interne
4d (flèche mauve). Le trou 4d −1 est ensuite comblé par un électron de valence 5s (flèche
verte vers le bas), ce qui résulte en l’émission d’un troisième électron issu de la couche 5p
auquel l’électron 5s a transféré son énergie lors de sa relaxation (flèche verte vers le conti-
nuum). C’est ce troisième électron, le second à être ionisé, qui est appelé électron Auger et
dont l’énergie est uniquement déterminée par la structure électronique de l’atome cible et
par la règle de conservation d’énergie.

La finesse des pics Auger, qui sont bien connus dans le cas du xénon, et leur carac-
tère indépendant de toute source de photon en font également une bonne référence pour
calibrer les spectromètres à électrons (Carroll et al., 2002).
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FIGURE 2.5 – (a) Spectre de photoélectrons du xénon détectés dans le MBES en l’absence de
potentiel retardateur. Les photoélectrons de valence (détectés entre 400 et 600 ns) sont uni-
quement excités par les harmoniques d’énergie supérieure à 60 eV. Les harmoniques moins
énergétiques sont coupées par le filtre en Zr afin de ne pas polluer le spectre Auger N4,5O O .
Les numérotations des pics sont les mêmes que Carroll et al. (2002). Seuls les pics discutés
dans le texte sont numérotés. (b) Spectre Auger dans le xénon obtenu pour différents poten-
tiels retardateurs.

Les performances du MBES ont donc été optimisées en considérant les électrons
Auger du xénon dans la bouteille magnétique. La largeur spectrale des pics Auger, de quelques
dizaines de meV, et la présence de doublets également séparés de quelques centaines de
meV en font une cible permettant de bien tester les limites de la résolution du spectromètre.

Un spectre typique obtenu en excitant des atomes de xénon par des harmoniques
d’ordre élevé générées dans du néon et filtrées par un filtre en zirconium de 200 nm est
présenté Figure 2.5.

La résolution spectrale du MBES est évaluée de deux manières différentes. La pre-
mière méthode consiste à considérer sa capacité de séparation de pics proches spectra-
lement ; elle correspond à la définition classique de la résolution. La seconde approche
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consiste à mesurer l’élargissement d’un pic bien connu dû à la convolution avec la réponse
du spectromètre. Cette démarche peut être effectuée dans un plus grand nombre de gaz
cibles et permet de comparer plus facilement le MBES et le VMI, dans lequel le signal Auger
du xénon est trop faible pour appliquer la première méthode.

La résolution relative du MBES est théoriquement constante sur une large gamme
spectrale (de quelques eV à quelques dizaines d’eV) (Kruit et Read, 1983).

2.1.3.2 Séparation de doublets Auger du xénon

La première étude pour caractériser la résolution consiste à considérer des spectres
d’électrons présentant des pics plus ou moins proches spectralement et de vérifier jusqu’à
quelle différence d’énergie∆E l’instrument est capable de séparer ces pics. Cette quantité
est généralement normalisée par l’énergie E à laquelle elle est considérée : on appelle ici
résolution relative la quantité∆E /E , exprimée en %.

Il est alors nécessaire de s’affranchir de la largeur spectrale de la source de photons,
qui est convoluée au spectre d’émission. C’est la raison pour laquelle nous avons choisi
pour cette étude de considérer les électrons Auger du xénon, leur énergie finale étant indé-
pendante de l’excitation. Leur spectre présente un grand nombre de doublets. Nous avons
ainsi étudié la capacité à séparer

— le doublet 3-4, séparé de 140 meV,
— le doublet 5-6, séparé de 210 meV,
— le doublet 7-8, séparé de 370 meV,
— le doublet 25-26, séparé de 570 meV et
— le doublet 26-27, séparé de 530 meV

des électrons Auger du xénon dans le MBES pour différentes valeurs de potentiel retarda-
teur.

Ce type d’étude permet de borner la résolution. En l’absence de potentiel retarda-
teur, comme montré sur la Figure 2.5 (a) seuls les doublets 25-26 et 26-27 sont clairement
séparés. Ils sont d’énergie faible (∼15 eV) correspondant à des temps de vol relativement
longs (de l’ordre de laµs), ce qui correspond à une résolution d’au pire 3,6% à cette énergie.
Au-delà de 30 eV, aucun des doublets n’est séparé : la résolution est donc moins bonne que
1,0% (écart du doublet 7-8 normalisé par son énergie) dans cette région spectrale.

La Figure 2.5 (b) illustre l’intérêt du potentiel retardateur pour la résolution. 0n voit
qu’il permet de résoudre les doublets 5-6 à partir d’un potentiel de 25 V ; et le doublet 7-8 à
partir d’un potentiel de 15 V.

Il est ainsi possible de résoudre le doublet Auger 7-8 du xénon séparé de 370 meV à
l’énergie finale 19,63 eV, le doublet Auger 5-6 de largeur 210 meV à 8,34 eV et le doublet 2-3
séparé de 140 meV à 6,88 eV, ce qui concorde vers une résolution de ∆E /E inférieure ou
égale à 2% sur la gamme spectrale de 7 à 20 eV.

Cette technique donne au mieux une majoration de∆E /E autour d’une énergie fixée
par le choix du potentiel retardateur.
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(b)(a)

FIGURE 2.6 – (a) Largeur FWHM du pic Auger 9 du xénon en fonction de l’énergie finale du
pic, variée par ajout d’un potentiel retardateur. Entre 5 et 27,5 eV, la largeur du pic augmente
linéairement, ce qui suggère une plage spectrale où la résolution relative est constante. (b)
Résolution relative du spectromètre entre 0 et 30 eV obtenue à partir des données de (a) et de
l’équation (2.4), en rouge. Sur la plage spectrale où la largeur du pic augmente linéairement,
la résolution est optimale et égale à 1,8% en moyenne. Ces résultats sont cohérents avec les
résolutions extraites à partir de la séparations des doublets Auger (2.1.3.2) (vert).

2.1.3.3 Elargissement d’un pic Auger

Pour caractériser la résolution sur une plus large gamme spectrale, il est également
intéressant de considérer l’élargissement des pics du à la convolution avec la réponse du
spectromètre, supposée gaussienne. Cela correspond à une définition plus indirecte de la
résolution spectrale, puisqu’on ne détermine pas directement un "pouvoir de séparation"
de l’instrument, mais une largeur de fonction d’appareil, ce qui permet de l’évaluer en l’ab-
sence de doublets ou de structures spectrales fines dans le système d’intérêt.

Une grandeur permettant de caractériser la résolution est la largeur à mi-hauteur
(abrégée en FWHM pour Full Width at Half Maximum) d’un pic de largeur "intrinsèque"
∆p à l’énergie E est ainsi :

∆u =
p

∆p 2+∆E 2 (2.3)

où∆u est la FWHM effectivement mesurée et∆E est la résolution absolue du spec-
tromètre à l’énergie E . Dans le cas de l’étude du MBES, la largeur spectrale du pic Auger 9
du xénon est considérée. Sa largeur est bien connue grâce à l’étude de Carroll et al. (2002) :
la FWHM de leur mesure est de 158 meV, pour une résolution absolue de 40 meV à cette
énergie. On considère alors que la largeur intrinsèque de ce pic ∆p est de 153 meV. On
évalue sa largeur pour différents potentiels retardateurs, représentée Figure 2.6(a) afin de
déterminer la résolution∆E /E pour différentes énergies finales Figure 2.6(b).

Ainsi, on peut en déduire la résolution ∆E /E à partir de la largeur du pic grâce à
l’équation (2.3).
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∆E

E
=

1

E

p

∆u 2−∆p 2 (2.4)

On retrouve alors, en dehors des deux points extrêmes à 0 et 30 eV une résolution
comprise entre 1,5 et 2%. Ces valeurs de résolution spectrale sont celles attendues à partir
de ces caractéristiques.

Dans la suite de nos études, conformément à ce qui a été montré dans la Figure 2.6,
nous considérerons ainsi que la résolution du MBES est de

∆E /ETOF = 1, 7±0, 6% (2.5)

sur la gamme spectrale 0 – 30 eV.

2.1.4 Limitations à la résolution

L’ajout d’un potentiel retardateur permet ainsi de placer les pics d’intérêt à des éner-
gies bien résolues dans le MBES, mais présente l’inconvénient de ne pas permettre la détec-
tion des électrons dont l’énergie en eV est inférieure au potentiel retard appliqué en volts.
Lorsque l’on souhaite détecter sur un large intervalle spectral, les temps de vol correspon-
dants ne seront pas tous échantillonnés avec un pas constant : il n’est alors pas possible de
tous les placer à la résolution optimale.

La résolution est par ailleurs limitée par les trajectoires d’électrons de même éner-
gie mais de directions de photoémission différentes, qui sont théoriquement détectés au
même instant. La multiplicité des directions de photoémission résulte en un élargissement
des pics appelé "backward-forward". Les extrémités du pic sont délimitées par les électrons
déjà émis dans la direction du détecteur (forward) et par ceux émis dans la direction dia-
métralement opposée (backward). Il est alors nécessaire d’appliquer le plus grand champ
magnétique possible pour que les trajectoires backward soient de longueur la plus proche
possible des forward et donc de rapprocher l’aimant de la zone d’interaction. Cela a ce-
pendant lieu au prix du niveau de signal, car rapprocher l’aimant de la zone d’interaction
sélectionne une plus petite zone où les lignes de champ permettent aux électrons de se
diriger vers le détecteur.

Une autre limitation à la détection dans un MBES, comme dans tout spectromètre
à électrons, est la présence d’effets de charge d’espace déjà mentionnés précédemment.
En présence d’un trop grand nombre de charges, les temps de vol sont décalés par les in-
teractions internes au nuage de photoélectrons émis. Cela génère une erreur systématique
sur les énergies des pics qui ne peut pas être simplement compensée car elle varie beau-
coup selon les conditions expérimentales (flux de photons, pression de gaz locale difficile
à contrôler en sortie de l’aiguille, etc.). Pour les éviter, il est nécessaire de travailler à des
pressions relativement faibles au niveau du jet de gaz.
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2.2 Spectromètre imageur de vecteur vitesse

Un spectromètre imageur de vitesse a été développé dans le cadre de la thèse de Do-
minique Platzer (2020) en parallèle des mesures menées dans le MBES et le VMI de Lionel
Poisson. L’intégralité de sa démarche de conception et les premiers tests effectués dans cet
instrument sont décrits avec une grande précision dans son manuscrit. Dans cette partie, le
fonctionnement du VMI est rappelé puis l’évaluation de ses performances établie au cours
des présents travaux est présentée.

Deux familles de spectromètres, développées en parallèle depuis les années 1990,
permettent d’accéder au moment d’un photoélectron et/ou d’un ion lors de la photoio-
nisation.

Les instruments de type Reaction Microscope (REMI) (Ullrich et al., 1997) permettent
de mesurer la vitesse 3D de l’espèce chargée (voir Figure 2.7). Lors d’un processus photoin-
duit, le temps de vol ainsi que la position d’impact des ions sur les détecteurs sont corré-
lés pour reconstruire les trois composantes spatiales de leurs vecteur vitesse initial dans
le référentiel du laboratoire. Ce type d’instrument a par la suite été largement développé,
notamment en ajoutant des sources froides de gaz à l’aide de jets supersoniques pour amé-
liorer leur résolution spectrale, d’où le nom actuellement en usage de COLd-Target Recoil
Ion Momentum Spectrometer (COLTRIMS) (Dörner et al., 2000). Les photoélectrons peu-
vent être également détectés et corrélés aux ions (Lafosse et al., 2000), d’où l’appellation
alternative de electron-ion 3D momentum spectrometer.

L’accès au vecteur vitesse, à la corrélation électron-ion et, dans le cas d’une réac-
tion dissociative, l’hypothèse d’axial recoil (les fragments sont détectés dans la direction
d’orientation qui était la leur avant la dissociation) permettent de caractériser la photoé-
mission dans le référentiel moléculaire (Lafosse et al., 2002 ; Lebech et al., 2003). Ces ins-
truments permettent une grande précision spatiale et spectrale, et sont utilisés principale-
ment avec des sources de photons à fort taux de répétition, accordables et fines spectrale-
ment comme les synchrotrons et les lasers à électrons libres.

Ce type d’instrument présente cependant des limitations. En particulier la recons-
truction de signaux en coïncidence rend nécessaire le fait de travailler avec des flux de pho-
tons très faibles afin de limiter le nombre d’événements par impulsion. Cela impose, pour
pouvoir obtenir la statistique suffisante, de travailler à des cadences les plus élevées pos-
sibles (au moins 10 kHz), ce qui reste compatible avec des sources harmoniques issues de
laser Titane-Saphir mais rend ces instruments particulièrement contraignants sur ce type
de ligne. Les réactions pour lesquelles on peut aller jusqu’à la reconstruction du référen-
tiel moléculaire sont par ailleurs nécessairement dissociatives, puisqu’il est nécessaire de
générer des fragments chargés. La résolution spectrale à basse énergie de photoélectrons
(moins d’un eV à quelques eV) y est également limitée. Les atomes n’ont pas d’axe d’orien-
tation particulier : les mesures COLTRIMS dans des atomes sont donc directement "dans
le référentiel atomique". La détection en coïncidence permet dans ce cas de supprimer le
bruit statistique.
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FIGURE 2.7 – Schéma de principe d’un COLTRIMS. D’après Ullrich et al. (1997).

Les spectromètres à imagerie de vecteur vitesse (VMI) permettent de retrouver le vec-
teur vitesse d’une particule chargée photoémise en la projetant à l’aide d’un champ élec-
trostatique sur un détecteur plan (Eppink et Parker, 1997). Cette information est bien sûr
moins complète que celle obtenue dans les COLTRIMS. L’accès au vecteur vitesse est éga-
lement moins direct, puisqu’un algorithme d’inversion fonctionnant sous certaines hypo-
thèses est nécessaire pour reconstruire cette information. Ce type d’instrument permet ce-
pendant d’étudier une grande diversité de processus menant à l’ionisation. Il est de plus
possible d’accumuler un grand nombre d’événements par impulsion dans un VMI et ainsi
de travailler avec des sources de photons de plus basses cadences. Cet instrument peut par
ailleurs être optimisé pour présenter une excellente résolution spectrale à basses énergies.
Ce type d’instrument est ainsi complémentaire des spectromètres de type REMI. La possi-
bilité de travailler à faible cadence (1 kHz) dans un VMI nous a ainsi poussé à développer
un instrument de ce type sur la ligne SE1 (Platzer, 2020).

2.2.1 Principe de l’imagerie de vecteur vitesse

2.2.1.1 Structure

Un VMI permet de mesurer la projection en 2D du vecteur vitesse d’une particule
chargée émise entre deux électrodes sur la projection sur un plan (en 2D). Son principe de
fonctionnement est illustré sur la Figure 2.8.
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FIGURE 2.8 – Schéma de principe du VMI. Le champ laser, polarisé verticalement ici, ionise
les atomes du gaz cible. Le champ électrique généré par les électrodes repousse les particules
chargées (ions ou électrons selon la polarisation appliquée) vers le détecteur. Après une cas-
cade d’électrons créée par une MCP, les impacts des particules sont imagés sur une plaque de
phosphore, elle-même photographiée par une caméra. Un algorithme de reconstruction per-
met de retrouver l’énergie et l’angle de photoémission de chaque particule. D’après Platzer
(2020).

Considérons une particule chargée émise avec une certaine énergie et une certaine
direction initiale par une impulsion polarisée verticalement. Elle appartient à une sphère
de particules chargées dont le rayon est proportionnel à la norme du vecteur vitesse initial.
Ces sphères de particules de même énergie sont appelées sphères de Newton.

La forme des électrodes et les potentiels appliqués sur chacune sont choisis de telle
sorte que les lignes de champ électrique se comportent comme une lentille électrostatique
qui projette ces sphères de Newton sur le détecteur. Lorsqu’un axe de symétrie cylindrique
est présent dans le système, il est possible de reconstruire les sphères à partir de leur projec-
tions planes par transformée d’Abel inverse. Ceci est le cas lorsque la polarisation du laser
est linéaire et contenue dans le plan du détecteur comme dans la Figure 2.8. Après cette in-
version, le rayon des sphères reconstruites correspond alors à la norme du vecteur vitesse
initial et l’angle par rapport à la projection de la polarisation du laser à l’angle d’émission
des particules.

Le champ ionisant doit ainsi présenter une géométrie particulière par rapport au plan
de détection. Il doit présenter un axe privilégié qui introduit la redondance nécessaire :

— pour une polarisation linéaire et incluse dans le plan de détection, il s’agit de la di-
rection de polarisation. La propagation est orthogonale à l’axe du VMI et à la pola-
risation.

— pour une polarisation circulaire, il s’agit de l’axe de propagation du faisceau, géné-
ralement compris dans le plan de détection.
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FIGURE 2.9 – Illustration de la projection p (y , z ) d’une distribution f (ρ, y ) de symétrie cy-
lindrique sur le plan (x,y) contenant l’axe de symétrie. D’après Platzer (2020).

On considère également des impulsions ionisantes ne présentant pas d’effets sub-
cycle optique, qui cassent la symétrie du champ.

Dans le cas des expérimentations présentées dans cette thèse, la polarisation est tou-
jours linéaire et placée dans le plan de détection pour pouvoir appliquer l’inversion d’Abel.
Notons pour finir que dans le cas d’une absence de symétrie cylindrique, une reconstruc-
tion tomographique est possible, mais plus exigeante puisqu’elle requiert de multiples pro-
jections pour reconstruire une seule image des moments.

2.2.1.2 Inversion d’Abel

Lorsque la symétrie de la distribution détectée est cylindrique d’axe contenu dans le
plan du détecteur, la projection des sphères de Newton se traduit mathématiquement par
une transformation d’Abel directe :

p (y , z ) = 2

∫ ∞

z

f (ρ, y )ρ
p

ρ2− z 2
dρ, (2.6)

où la projection p (y , z ) est obtenue à partir de la distribution f (ρ, y ) projetée sur le détec-
teur. Les systèmes de coordonnées sont représentés sur la Figure 2.9.

Réciproquement, dans ces mêmes conditions, f (ρ, y ) peut être obtenue à partir de
la projection p (y , z ) analytiquement. Cela correspond à la transformation d’Abel inverse :

f (ρ, y ) =−
1

π

∫ ∞

ρ

dp (y , z )
dz

dz
p

z 2−ρ2
(2.7)

Cette formule analytique n’est cependant pas celle utilisée ici pour calculer numéri-
quement les inversion d’Abel à partir des données enregistrées par la caméra. L’opérateur
dérivée à l’intérieur de l’intégrale introduit en effet beaucoup de bruit numérique. C’est
pourquoi d’autres méthodes numériques ont été développées pour reconstruire la trans-
formée d’Abel inverse.
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Le principe général de ces méthodes consiste à ajuster l’image sur un ensemble de
fonctions de bases du plan. Ces dernières peuvent être projetées par transformation d’Abel
directe, comme dans polar BAsis Set EXpansion (Garcia et al., 2004), utilisé ici pour analy-
ser les données issues du VMI de Lionel Poisson. Il s’agit de l’une des méthodes les plus
répandues.

Une autre méthode un peu plus rapide est DAVIS (Direct Algorithm for Velocity-map
Imaging System) (Harrison et al., 2018), où les fonctions de base sont exprimées analyti-
quement afin de gagner du temps de calcul. Elle a été implémentée par Dominique Plat-
zer pour l’analyse des données de son VMI. Les deux méthodes donnent des résultats très
proches.

Dans les deux cas, le signal S (R ,θ ) obtenu après inversion d’Abel est décomposé sur
une base de polynômes de Legendre Pl (cosθ ) – ce qui est fait directement avec DAVIS :

S (R ,θ ) =
N
∑

l=0

hl (R )Pl (cosθ ). (2.8)

où N est égal à deux fois le nombre de photons impliqués dans la transition. Dans le cas
d’une transition à un photon sur une cible atomique, cette équation se simplifie en (Cooper
et Zare, 1968) :

S (R ,θ ) = h0(R ) +h2(R )P2(cosθ ), (2.9)

où h0 représente alors le signal intégré angulairement. Par symétrie "haut-bas" du champ
ionisant (et du gaz cible dans le cas d’atomes), les composantes impaires sont nulles. Dans
le cas de transitions à deux photons, le développement est poussé jusqu’à N = 4 (Lambro-
poulos, 1976).

2.2.2 Les autres modes d’utilisation du VMI

Les VMI ont été développés en parallèle des MBES et d’autres spectromètres de pho-
toélectrons. Le rapport de tension entre les électrodes permet de modifier la lentille élec-
trostatique en changeant les lignes de champ électrique au sein de l’instrument et de passer
d’un mode d’utilisation à l’autre.

2.2.2.1 Temps de vol

En sélectionnant un rapport de tension VE /VR de l’ordre de 0,5, il est possible de dé-
placer les lignes de champ de telle sorte que deux particules de même énergie aient le
même temps de vol ; leur localisation sur le détecteur n’a alors plus de sens physique (il
ne permet plus de retrouver le vecteur vitesse initial).

Le design du VMI permet d’accéder à ce mode, mais il faudrait changer la caméra par
un oscilloscope pour mesurer les temps d’arrivée des particules.
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2.2.2.2 Imagerie de position

Ce mode permet d’imager la zone d’interaction. Il est obtenu en choisissant un rap-
port de tension VE /VR de 0,9. La position des impacts des particules sur le détecteur dépend
alors essentiellement de leur position initiale, ce qui permet d’imager la zone d’interaction.
Ceci est particulièrement utile pour vérifier que la zone d’interaction (entre le faisceau io-
nisant et le jet de gaz) est bien positionnée et la plus petite possible afin de conserver une
bonne résolution. Elle permet également de régler la position du jet de gaz vis-à-vis de
l’écorceur.

2.2.3 Description du VMI de la ligne 1 kHz

L’originalité du design de ce VMI provient de sa relative simplicité – la lentille élec-
trostatique n’est composée que de trois électrodes, comme le design original de Eppink
et Parker (1998), qui permet tout de même d’obtenir une bonne résolution spectrale sur
une large bande spectrale (44 eV). On peut noter que certains systèmes ont été développés
avec un plus grand nombre d’électrode afin d’avoir un meilleur contrôle sur la résolution
spectrale (Kling et al., 2014).

Un plan en coupe est présenté Figure 2.10. Le blindage magnétique est assuré par les
électrodes elles-mêmes, qui sont construites en µ-métal et par un cylindre qui protège les
derniers centimètres de propagation des particules. Cette géométrie permet de maximiser
la taille des électrodes (donc la résolution) à un encombrement donné (cf plus bas).

2.2.4 Points de fonctionnement du VMI

Dans cette section, les aspects techniques de l’utilisation du VMI et les points de fonc-
tionnement utilisés lors des campagnes expérimentales de ces travaux sont rappelés.

2.2.4.1 Zone d’interaction

La zone d’interaction entre le laser et le jet de gaz est définie comme l’intersection
entre le volume dont les dimensions sont définies par le foyer du laser (sa longueur étant
définie par la longueur de Rayleigh du laser et son diamètre par la taille radiale du faisceau)
et la géométrie de jet de gaz. La position du jet de gaz dans la zone d’interaction est fixée par
celle de l’écorceur et ne peut pas être déplacée. Le choix de l’intersection entre le foyer du
laser et le jet de gaz est donc principalement réalisé en ajustant les paramètres du faisceau
laser.

Foyer du laser

Le foyer du laser dans le VMI peut être imagé sur une caméra en plaçant un miroir à
45° amovible entre le miroir torique et le VMI.

Le laser et les harmoniques sont focalisés dans le VMI par un miroir torique de focale
f’= +500 mm placé 1 m après le foyer du MBES. Ce miroir torique est utilisé en géomé-
trie 2f-2f, qui minimise les aberrations et image théoriquement le foyer du MBES avec un
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1,45 m

Direction de propagation du faisceau

écorceur

entrée laser mu-métal

galette à micro-canaux
 + écran phosphore

caméra

Electrodes :
- répulseur
- extracteur
- masse

Injection de gaz 
(horizontale)

Injection de gaz 
(verticale)

jet fibres optiques

FIGURE 2.10 – Schéma du VMI. Le gaz peut soit être injecté à l’horizontale, soit à la verti-
cale : les deux configurations possibles sont représentées sur le schéma. La tête d’injection
est ici un jet de diamètre 100 µm, qui peut être remplacé par une vanne pulsée. Les élec-
trodes sont maintenues par des entretoises en téflon (PTFE). Un écorceur placé à l’arrière de
l’électrode répulseur (configuration horizontale) ou sur l’entretoise isolante (configuration
verticale) sélectionne une partie du jet. Le faisceau entre par un trou dans l’entretoise qui
maintient le répulseur. Les trois électrodes sont enµ-métal, ce qui isole les particules chargées
se propageant dans le cylindre de vol des champs magnétiques externes. Un second cylindre
de µ-métal continue le blindage magnétique de l’électrode de masse jusqu’à la détection. La
distance entre zone d’interaction et détecteur est de 250 cm de longueur. Ce dernier est com-
posé d’une galette à micro-canaux et d’un écran de phosphore émettant à 545 nm suivi d’une
matrice de fibres optiques scellée au hublot, qui est ensuite imagée sur une caméra. Dessin
de Christophe Pothier.

grandissement de 1. Cependant, dans les expériences réalisées, la position du foyer 1 était
∼5 cm en amont du centre du VMI. Le faisceau au centre du VMI est donc plus grand que
celui du MBES : son diamètre en 1/e 2 est d’environ 500 µm et sa distance de Rayleigh de

1. au sens du meilleur compromis entre les foyers sagittaux et transversaux, clairement séparés
par la présence de l’astigmatisme accumulé sur deux miroirs toriques
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10 mm environ pour un foyer de 250 µ m dans le MBES. Des iris de diamètre 2 mm sont
placés à l’entrée et à la sortie des électrodes (ils sont fixés à l’entretoise) afin de positionner
finement le foyer au centre du VMI.

Injection de gaz

Dans le cas des mesures effectuées pour caractériser le VMI, un écorceur dont le trou
est de diamètre 1 mm sélectionne la portion la plus froide et la moins divergente d’un jet
de gaz continu. La pression arrière du gaz injecté est alors contrôlée par une microfuite.

Pour les mesures présentées dans le chapitre 5, cette tête est remplacée par une vanne
pulsée Attotech GR001 afin de mieux contrôler l’injection de gaz et baisser la pression ré-
siduelle dans le système tout en maintenant une grande pression locale au moment de
l’interaction avec le laser. La pression arrière de la vanne est de 2 bar. L’ouverture de cette
vanne est contrôlée par un cristal piézoélectrique. Des portes de tension synchronisées sur
le laser sont appliquées sur le cristal, ce qui permet de contrôler l’ouverture de la vanne.
Dans la configuration actuelle, la vanne est ouverte 150 µs par tir laser.

La géométrie de la zone d’interaction est l’un des axes d’amélioration du VMI. Mal-
gré l’ajout d’une pompe turbomoléculaire, la pression résiduelle autour de l’écorceur est
suffisante pour qu’une partie du gaz se diffuse dans la zone d’interaction par les orifices
permettant le passage du laser. Ce VMI est en effet utilisé dans un régime où beaucoup
d’événements par tir sont générés. Les pressions de gaz typiquement utilisées sont assez
élevées afin de maximiser le signal. La pression maximale choisie est limitée par la MCP et
est choisie de manière à ce que la MCP puisse être alimentée sans risques (La pression côté
détecteur doit être située en dessous de 10−5 mbar).

En particulier, du gaz est présent tout le long du trajet du laser à des pressions suf-
fisantes pour que des photoélectrons soient émis, y compris à des positions éloignées du
centre de symétrie de la lentille électrostatique. Ces derniers peuvent alors perturber l’in-
version d’Abel et créer des artefacts sur l’image. La vanne pulsée Attotech ne permet pas de
faire baisser la pression résiduelle de façon significative. Le remplacement de cette vanne
par un système plus efficace est en cours.

2.2.4.2 Lentille électrostatique

La forme et les dimensions de la lentille électrostatique sont les éléments les plus in-
novants de ce VMI. Le profil des électrodes et les rapports de tensions appliquées sur ces
dernières ont été optimisés grâce au logiciel SIMION. La forme des électrodes est conçue à
partir des designs de Wrede et al. (2001) et Marchetti et al. (2015). Le diamètre intérieur des
électrodes, ainsi que celui du détecteur (MCP + phosphore) de 75 mm permettent d’obte-
nir une bonne résolution tout en conservant un faible nombre d’électrodes, contrairement
à d’autres designs à haute résolution tels que celui proposé par Garcia et al. (2005) (9 élec-
trodes) ou Kling et al. (2014) (11 électrodes). Cela permet une manipulation plus simple et
rapide en salle expérimentale.

70



2.2. Spectromètre imageur de vecteur vitesse

La lentille électrostatique est ainsi composée de trois électrodes : le répulseur (R), l’ex-
tracteur (E) et la masse (G). Une vue en coupe et une photographie des électrodes sont pré-
sentées Figure 2.11. La longueur totale parcourue par les particules chargées est 250 mm.

(a) Coupe de la lentille simulée par SIMION.

(b) Photo de la lentille électrostatique.

FIGURE 2.11 – Design de la lentille électrostatique. D’après Platzer (2020).

L’électrode de masse est à 0 V. C’est le rapport des tensions entre extracteur et ré-
pulseur qui définit le mode d’utilisation du VMI. Ce VMI a été conçu de telle sorte que ce
rapport doit être de 0,8 pour imager les vecteurs vitesse.

Expérimentalement, le potentiel du répulseur peut être varié entre ± 0,5 et ± 5 kV. Il
est géré par une alimentation haute tension ’Parker’ de tension maximale de sortie 5 kV, ce
qui permet de détecter des électrons d’énergie maximale 44 eV. Cette alimentation permet
de régler le potentiel du répulseur dans un premier temps, puis le ratio entre le répulseur
et l’extracteur. Ainsi, pour changer l’intervalle d’énergie considérée, il suffit ensuite de mo-
difier le potentiel du répulseur.
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Les mesures à haute énergie sont ainsi effectuées pour un potentiel répulseur de 5 kV.
Pour augmenter la résolution à basse énergie (de photoélectrons ou pour les ions, il est in-
téressant d’effectuer des mesures à plus basse tension de répulseur, (typiquement 1 kV). Il
est possible de descendre jusqu’à 500 V environ. En deçà, la vitesse d’arrivée sur le détec-
teur est trop basse pour permettre une détection efficace des particules.

Les électrodes pourraient supporter une tension appliquée allant jusqu’à 10 kV moyen-
nant l’alimentation haute tension adaptée.

2.2.4.3 Détecteur

Le détecteur est composé d’une unique galette à micro-canaux et d’un écran de phos-
phore associé (Photonis APD 1 PS 75/12/10/8 I 60 :1 NR 8" P43).

Détection de photoélectrons

La tension appliquée aux bornes de la MCP peut éventuellement être sous forme de
porte déclenchée après le passage du laser, sommée à une composante continue. Ce dispo-
sitif est en règle général primordial pour l’imagerie d’ions afin de sélectionner les espèces
ioniques d’intérêt. Dans le cas des photoélectrons, cette porte est utilisée de manière à fil-
trer les photoélectrons ne résultant pas de la photoionisation. Par exemple, des électrons
secondaires peuvent être émis lorsque les ions associés frappent le répulseur ce qui conduit
à une pollution des images. Ce créneau est généré par un générateur d’impulsion GINI
(fourni par des électroniciens de l’ISMO) synchronisé sur le laser, qui délivre des créneaux
de 1 V. La largeur des créneaux, variable, est généralement fixée à 200 ns. Un commutateur
haute tension (Behlke GHTS 30) alimenté par un générateur (Stanford PS350/5000V-25W)
amplifie ce créneau. Ce dernier est finalement sommé à un voltage continu fourni par une
autre voie de l’alimentation Parker. La tension maximale totale (créneau + continu) appli-
quée à la MCP ne doit pas dépasser 1,1 kV en valeur absolue.

Selon le niveau de signal, il est intéressant de jouer sur les contributions des deux
tensions. Généralement, aucun signal n’est détecté en-dessous d’une tension totale d’en-
viron+700 V. Pour détecter des signaux très intenses, la tension continue est généralement
choisie assez élevée (+700 V pour +300 V dans le créneau). A l’inverse, lorsque le signal at-
tendu est faible, il est intéressant d’augmenter le poids relatif du créneau afin de minimiser
le bruit généré par la composante continue.

Détection de cations

La détection de cations permet d’ajuster finement l’alignement du laser : le centre de
l’image en mode imagerie de vitesse et en mode imagerie de position doit être le même. Ce
centre est également identique au centre de l’image des photoélectrons.
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Il n’est pas nécessaire d’appliquer de créneau pour détecter les ions, car il n’y a pas de
génération de cations secondaires après la photoémission. Une tension continue de+800 V
est généralement appliquée à la MCP. Pour détecter les cations avec la meilleure résolution
spectrale ou spatiale possible, des tensions faibles, de l’ordre de 500 V à 1 kV sont appli-
quées sur le répulseur.

Imagerie de l’écran de phosphore

La caméra qui permet d’imager l’écran de phosphore est également un élément cru-
cial pour la résolution des mesures. Il s’agit d’une caméra PCO Edge 4.2. Son capteur est
une matrice CMOS de dimension 13,3×13,3 mm, de résolution 2048×2048 pixels. Son ren-
dement quantique est de 80% à 545 nm et les valeurs d’intensité détectées sont encodées
sur 16 bits. Elle peut enregistrer jusqu’à 30 images par seconde. Dans les présents travaux,
la caméra est plutôt utilisée avec des temps de pose de 200 ms et en accumulant les images
pendant quelques secondes afin d’avoir un haut niveau de signal. L’objectif de la caméra est
un Xenon 0,95/25 (Schneider-Kreuznach) possédant une grande ouverture relative f/0,95
permettant de collecter un maximum de photons et d’imager l’écran de phosphore sur un
capteur CCD. Un filtre vert est également placé devant l’objectif afin de filtrer la lumière IR
parasite provenant de réflexions secondaires dans l’enceinte du VMI.

Il n’est pas possible de mettre au point sur la totalité de l’écran. Pour les mesures
effectuées au chapitre 5, la mise au point est optimisée au centre de l’image, pour les élec-
trons de basses énergies. Pour les études de résolution, la mise au point est un compromis
permettant une imagerie convenable sur la plus large gamme possible.

Un axe d’amélioration est de changer le régime d’acquisition des images (en dimi-
nuant les durées d’acquisition par image et en diminuant la pression de gaz) pour pouvoir
détecter des électrons uniques bien séparés. Il est alors possible de regrouper les pixels
correspondant à un même électron afin de déterminer plus précisément sa position sur le
détecteur en cherchant leur centroïde, ce qui permet d’améliorer la résolution et d’éliminer
le bruit résiduel.

2.2.4.4 Calibration spectrale

Une fois l’inversion d’Abel appliquée, on obtient une image centrée sur les particules
d’énergie nulle. En tout point défini, en coordonnées polaires (R , θ ), le rayon est propor-
tionnel à la vitesse des particules de masse m . Si on considère des particules simplement
chargées, on a la relation

R =C ||−→v ||=C

√

√2Ec

m
(2.10)

où−→v est le vecteur vitesse initiale et C est une constante dépendant de la longueur du
tube de temps de vol et des potentiels des électrodes. Elle doit être déterminée expérimen-
talement en ajustant l’équation (2.10) sur des pics bien connus comme les harmoniques

73



CHAPITRE 2. Instrumentation pour la spectroscopie de photoélectrons

d’ordre élevé générées et détectées dans le néon (afin d’avoir beaucoup d’harmoniques et
ainsi un ajustement précis). Il s’avère que cette constante est simplement proportionnelle
au potentiel de l’électrode du répulseur.

2.2.4.5 Circularisation des images

Il est parfois nécessaire de circulariser les images avant l’inversion d’Abel. Les diffé-
rentes méthodes sont présentées en annexe B. Il est précisé toutes les fois où les données
montrées sont issues d’images circularisées.

2.3 Caractérisation de la résolution du VMI

Dans cette section, nous allons discuter de la résolution spectrale de ce nouveau VMI
dans le cas de la détection de photoélectrons. Dans un premier temps, nous allons esti-
mer théoriquement les performances attendues, puis caractériser la résolution du VMI ex-
périmentalement. La résolution du VMI peut être caractérisée de la même manière que
le MBES, en regardant si des pics proches spectralement sont résolus ou en considérant
l’élargissement spectral de pics bien connus.

Le signal Auger du xénon est malheureusement assez faible dans le VMI pour y effec-
tuer exactement la même caractérisation que le MBES, ce qui nous empêche d’obtenir une
estimation de la résolution du VMI qui soit complètement indépendante de la source de
photons. Un spectre Auger mesuré dans le VMI est cependant présenté en annexe A, ainsi
que des mesures effectuées avec une source fine spectralement (lampe à décharge) per-
mettant de mettre en évidence la capacité de séparation du VMI dans diverses conditions
expérimentales.

Nous caractériserons donc la résolution en mesurant la largeur spectrale des harmo-
niques dans le VMI et en les comparant aux largeurs spectrales effectives de l’XUV carac-
térisé simultanément dans le MBES – dont la résolution a été caractérisée précédemment.
Nous choisissons de générer et détecter les harmoniques dans le néon, car ce gaz présente
une section efficace élevée relativement aux autres gaz rares jusqu’à l’énergie de photon
∼65 eV (cf Figure 1.10) , nécessaire à la production de photoélectrons sur toute la gamme
spectrale accessible dans ce VMI (0 à 45 eV).

2.3.1 Estimation théorique de la résolution

De nombreux facteurs affectent la résolution d’un VMI. Il faut que les photoélectrons
soient projetés sur la MCP, que le signal soit amplifié et transmis au phosphore, puis que
ce dernier soit correctement imagé par la caméra. La résolution est ainsi limitée au cours
de la projection sur le détecteur par

— la dimension de la zone d’interaction, qui doit être la plus réduite possible,
— le profil du champ électrostatique imposé par les électrodes,

puis par le détecteur lui-même de par
— la résolution spatiale de la galette de micro-canaux,
— la résolution spatiale de l’objectif de la caméra (et du détecteur CCD).
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— les aberrations de l’objectif de la caméra.

Ces différents points sont développés et illustrés ci-dessous.

Résolution de la lentille électrostatique

Lors de la conception et l’optimisation du profil des électrodes sous SIMION, la zone
d’interaction était considérée comme un cylindre de dimensions 1×10 mm (la largeur cor-
respond à une estimation de la largeur du faisceau et la longueur à la taille du jet de gaz). Le
profil spatial des électrodes a alors été optimisé pour minimiser l’étalement d’un ensemble
d’électrons de même vitesse initiale et d’énergie nulle générés dans la zone d’interaction.

Pour estimer la résolution attendue du design final de la lentille électrostatique, on
propage des électrons générés aléatoirement dans un cylindre dont les dimensions corres-
pondent à une estimation de l’étendue de la zone d’interaction et on évalue leur étalement
au niveau du détecteur sous SIMION.

Pour les simulations permettant d’estimer la résolution de la lentille, on choisit une
zone d’interaction la plus proche des conditions expérimentales. On prend alors une lon-
gueur de 7,5 mm et un rayon de 0,1 mm, correspondant à une estimation du waist de l’im-
pulsion XUV (estimée comme étant la moitié de celui de l’IR).

Les électrons sont ici générés avec une distribution de vitesses initiales circulaire et
comprise dans le plan de détection afin de s’affranchir de l’étape d’inversion d’Abel pour
les simulations – ce qui est déjà proposé par Platzer (2020), qui montre que cette méthode
est équivalente à la génération de la sphère de Newton complète suivie d’une inversion
d’Abel.

Après leur propagation simulée par SIMION, leur position au niveau du détecteur est
enregistrée. Le plan du détecteur est discrétisé en 2048×2048 "pixels" de dimensions 36 µ
m et le nombre d’électrons par pixel est comptabilisé.

En représentant le comptage des électrons sur le détecteur sous forme d’un histo-
gramme en 3D, on retrouve bien un cercle de photoélectrons projetés par la lentille élec-
trostatique. La projection simulée d’électrons d’énergie 1 eV sur le détecteur dans les condi-
tions les plus proches de conditions expérimentales est représentée Figure 2.12.

Le cercle obtenu n’est cependant pas infiniment fin et présente une certaine largeur
qui varie selon la direction considérée. L’origine de cette épaisseur est l’extension spatiale
de la zone dans laquelle les électrons sont émis. C’est pourquoi le cercle est le plus épais
selon l’axe horizontal du détecteur et le plus fin selon l’axe vertical : cela correspond à une
zone d’interaction plus longue que fine. Platzer (2020) montre que les épaisseurs∆Rmin et
∆Rmax augmentent linéairement avec respectivement la longueur et le rayon du cylindre au
sein duquel les électrons sont générés (en considérant toujours le rayon comme inférieur
à la longueur du cylindre).

La dépendance de la résolution en pixel en fonction de la longueur de la zone d’in-
teraction dans le cas où la tension aux bornes du répulseur est maximale est montrée Fi-
gure 2.13.
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FIGURE 2.12 – Histogramme 3D décomptant les impacts de photoélectrons après leur trajec-
toire dans la lentille électrostatique simulée. 104 électrons d’énergie cinétique 1 eV ont été
générés aléatoirement dans un cylindre de dimension 0,1×7,5 mm. La longueur de vol est de
250 mm. Les tensions simulées sont de VR = -5 kV et VE = -3,975 kV. L’image complète est de
74× 74 mm. Des agrandissements permettent de visualiser l’épaisseur du cercle ainsi généré.
On note respectivement∆Rmin et∆Rmax l’épaisseur du cercle en bas et à gauche de l’image.

∆Rma x est ainsi interprété comme l’intervalle en pixels où des électrons d’une énergie
donnée (d’un rayon donné) peuvent être détectés. C’est cette grandeur qui est utilisée pour
estimer la résolution spectrale du VMI. La relation entre rayon et énergie (2.10) permet
ensuite de convertir la résolution∆R en∆E .

La lentille électrostatique présente du chromatisme qui nécessite d’adapter le rap-
port VE /VR pour optimiser la résolution sur un intervalle spectral donné. Si seules les élec-
trodes limitaient la résolution, des simulations menées par Dominique Platzer (Figure 2.14)
montrent qu’il serait possible d’atteindre des résolutions∆E /E inférieures à 2% sur toute
la plage spectrale (ou inférieures à 1% à une énergie donnée en jouant sur le rapport extrac-
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FIGURE 2.13 – Résolution spectrale théorique (en pixel) en fonction de la longueur du cylindre
de photoémission et ajustement affine. Les électrons ont une énergie de 20 eV, les électrodes
sont polarisées à VR = -5,0 kV et VE = -3,975 kV.

teur/répulseur au prix d’une résolution très dégradée aux basses énergies). Ces simulations
ont été menées sur un design légèrement différent du design final, et n’ont pas de valeur
quantitative : elles illustrent ici ce chromatisme.

Perte de résolution due à la MCP

Les galettes à micro-canaux Photonis comme celle utilisée pour ce VMI présentent
des canaux de 10 µm, ce qui permet une résolution spatiale de 50 à 100 µm au niveau
de l’écran de phosphore d’après les données du constructeur. La résolution spatiale de
l’écran de phosphore est de quelques microns, il n’est donc pas limitant pour la résolu-
tion. Les fibres optiques n’introduisent pas non plus de dégradation de la résolution. Ainsi,
en imageant la MCP avec un grandissement de 1, la résolution spatiale correspondant à
une énergie serait de 2 pixels (1 pixel de la caméra = 36 µm) : cette limite de résolution
est constante à tout rayon de l’image. Elle peut ainsi être traduite en limite de résolution
spatiale et comparée à la limite de résolution de la lentille électrostatique. C’est ce qui est
montré en Figure 2.14 : dans certains cas, c’est la MCP qui est limitante pour la résolution.
Cette comparaison a motivé le choix d’une galette à un seul étage d’amplification : une ga-
lette double présente une limite de résolution spatiale deux fois moins bonne que la galette
simple.
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(a) (b)

FIGURE 2.14 – Résolution spectrale théorique en fonction de l’énergie des électrons pour dif-
férents rapports de tensions (optimisés pour maximiser la résolution à différentes énergies).
(a) Résolution relative ∆E /E , (b) Résolution absolue ∆E . La partie grise correspond à la
limite de résolution des MCP. RR = 5 kV, Lvol= 250 mm. Pour ces simulations, menées par
Dominique Platzer pour un ancien design de VMI, la zone d’interaction était de dimension
0,1×3 mm.

Imagerie de l’écran de phosphore

L’imagerie de l’écran de phosphore par l’objectif Schneider-Kreuznach n’est pas par-
faite et dégrade la résolution également. En particulier, il n’est pas possible d’effectuer la
mise au point sur la totalité de l’écran de phosphore. Dans la Figure 2.15 (a), on montre
une image prise lors de la campagne d’évaluation de la résolution du VMI pour ce réglage
donné. L’image choisie est de faible niveau de signal afin de pouvoir identifier des îlots lu-
mineux correspondant à l’impact de photoélectrons isolés sur le détecteur. Les distorsions
des impacts sur les images sont typiques d’aberrations de champ dues à l’objectif (astig-
matisme, coma). La dimension moyenne des taches images en fonction du rayon est tracée
en (c) ; elle varie linéairement avec le rayon sur une large gamme. La résolution spectrale
correspondante sera discutée en Figure 2.18.

2.3.2 Méthode de mesure de la résolution

On détermine à présent la résolution du VMI à partir de données expérimentales. On
mesure l’énergie cinétique des photoélectrons émis par un spectre large d’harmoniques.
Les valeurs mesurées dans le VMI peuvent être calibrées par celles mesurées dans le MBES.
En effet, la largeur spectrale des harmoniques peut être caractérisée dans le MBES, dont la
réponse est considérée comme connue grâce à l’étude des pics Auger du xénon (2.1.3.3). On
peut ainsi en déduire l’élargissement dû au VMI et donc la largeur de sa fonction d’appareil.

78



2.3. Caractérisation de la résolution du VMI

(a)

In
te

n
sité

 (a
rb

.u
.)

(b)

(c)

FIGURE 2.15 – (a) Quart de l’image de photoélectrons du krypton ionisé par des harmo-
niques d’ordre élevé générées dans le néon et filtrées par 200µm de zirconium. VR =−4, 85 kV,
VE = −3, 885 kV. (b) Zoom sur une région où l’imagerie des électrons est dégradée. (c) Taille
moyenne de l’image d’un impact d’électron en fonction du rayon considéré.

2.3.2.1 Caractérisation des harmoniques dans le MBES

Des harmoniques d’ordre élevé sont générées dans une cellule de 20 mm remplie de
néon dans des conditions standard de pression et avec une intensité IR de∼7×1014 W/cm2.
Ces harmoniques sont ensuite filtrées par 200 nm d’aluminium, puis détectées simultané-
ment dans le MBES et dans le VMI dans du néon également.

Les harmoniques détectées dans le MBES sont montrées Figure 2.16 (a). Les largeurs
(écarts-types) ∆EH T O F de chaque pic sont déterminés en effectuant un ajustement gaus-
sien sur chacun de ces pics. L’erreur provient de l’erreur sur la résolution relative du MBES.

Comme déterminé dans le résultat (2.5), la résolution relative du MBES est de RM B E S =
∆E /ETOF = 1,7± 0,6 % sur l’intervalle 0-30 eV . La résolution est supposée constante sur cet
intervalle (Kruit et Read, 1983). On note l’erreur associée à cette valeur σR = 0,6 %. Cette
erreur détermine l’erreur sur la largeur des harmoniques mesurées dans le MBES et vaut
U (∆EH T O F ) =σR ×E .

La largeur effective des harmoniques est ainsi calculée pour chaque énergie centrale
E avec
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FIGURE 2.16 – (a) Spectre de photoélectrons mesuré dans le MBES dans le néon (en même
temps que les données VMI montrées ci-après) (b) Largeur (écart-type) des pics gaussiens
ajustés sur chaque pic de photoélectron et erreur relative due à la calibration du spectro-
mètre.

∆ε=
q

∆E 2
H T O F − [E ×RM B E S ]2, (2.11)

2.3.2.2 Extraction de la résolution du VMI

Les pics harmoniques détectés dans le VMI sont également ajustés par des gaus-
siennes pour estimer leur largeur – Figure 2.17(a). On remarque sur ce spectre qu’un signal
parasite s’ajoute aux pics harmoniques et dégrade le contraste. Le signal entre deux harmo-
niques successives est non nul, contrairement aux données du MBES montrées Figure 2.16
(a).

En appliquant la même procédure que pour le MBES, on retrouver la mesure∆E /EVMI

de l’écart type des pics mesurés dans le VMI et les largeurs effectives des harmoniques qui
en résultent. Ces pics sont montrés Figure 2.17 (b) et sont comparés avec les mesures du
MBES et les largeurs effectives des harmoniques qui en résultent. On remarque que le VMI
élargit d’avantage les pics de photoélectron que le MBES. La calibration des résultats VMI
par la largeur effective des harmoniques donne directement accès à la résolution/largeur
d’appareil du VMI.

2.3.3 Dépendance spectrale de la résolution

2.3.3.1 Performance pour un réglage optimisé autour de 20 eV

La résolution relative expérimentale du VMI est extraite de l’élargissement des pics
harmoniques en appliquant l’équation (2.4). Elle peut être comparée aux limites de réso-
lution permises par la lentille électrostatique, la MCP et la caméra : cette comparaison est
montrée Figure 2.18.
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(a) (b)

FIGURE 2.17 – (a) Spectre de photoélectrons du néon (h0) détectés dans le VMI et ajustement
gaussien de chaque pic. L’image est alors circularisée (cf Annexe B). Les potentiels appliqués
au électrodes sont de VR = -4,85 kV et VE = -3,885 kV, ce qui correspond à un ratio de 0,795
entre les tensions des électrodes. (b) Largeur des pics de photoélectrons détectés dans le VMI
(vert) comparés à ceux détectés dans le MBES (orange) et à la largeur effective des harmo-
niques (bleu) déterminée à partir des données du MBES.

La résolution théorique de la lentille électrostatique a été évaluée avec des simula-
tions sous SIMION avec les mêmes potentiels appliqués au électrodes que dans l’expé-
rience.

Pour déterminer la longueur de la zone d’interaction dans la simulation, on compare
la résolution expérimentale à 20 eV, qui est de 1,95%, et la résolution de la lentille électro-
statique à 20 eV dans avec une zone d’interaction de 3 mm et avec le même rapport de
tension VE /VR , qui est de 0,85%. Ainsi, il faut dégrader la résolution∆E /E avec un facteur
2,3, donc la résolution∆R/R est également dégradée de ce même facteur. La longueur de
la zone d’interaction correspondante est ensuite déterminée grâce à la relation affine dé-
terminée dans la Figure 2.13 : 7,5 mm.

Cette longueur indique que l’écorceur ne permet pas de définir un jet de gaz fin. Ce
constat est cohérent avec le fait que le gaz est diffusé à des pressions non-négligeables dans
la zone d’interaction. La résolution du VMI à basses énergies (jusqu’à 15 eV) est très proche
de la résolution simulée de la lentille électrostatique : c’est bien cette dernière qui limite la
résolution dans cet intervalle.

La limite de résolution de la caméra est évaluée à partir de la Figure 2.15 et est présen-
tée sur la Figure 2.18. A partir de 15 eV, la résolution expérimentale est limitée à 2% jusqu’à
30 eV, puis se dégrade jusqu’à atteindre 4,4% à 42,5 eV, ce qui est tout à fait cohérent avec
la limite de résolution de la l’objectif de la caméra.

L’origine des limitations de la résolution du VMI sont ainsi bien identifiées : il s’agit, à
basses énergies, de la performance de la lentille électrostatique pour une zone d’interaction
de 7,5 mm et à énergies plus élevées de l’imagerie de l’écran de phosphore sur le capteur
de la caméra.
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FIGURE 2.18 – Résolution relative expérimentale (rouge) comparée à la limite de résolution
de la lentille électrostatique (cercles noirs) et de la caméra dans des conditions de détection
identiques à la Figure 2.15 (bleu) et de la MCP (en gris).

Les tensions appliquées aux électrodes permettent d’obtenir une résolution optimale
entre 20 et 30 eV, où elle est légèrement inférieure à 2%. La résolution est relativement ho-
mogène et inférieure à 3% sur une large gamme, de 10 à 40 eV.

Comparaison avec les performances d’autres instruments

Il existe de nombreux designs de VMI en fonction de la gamme spectrale visée. Les
designs les plus proches du VMI de SE1 sont ceux de Garcia et al. (2005), Garcia et al. (2013)
et de Kling et al. (2014).

Le VMI de Garcia et al. (2005), est à double lentille électrostatique (9 électrodes).
L’électrode de répulseur est ouverte pour permettre la détection en coïncidence de frag-
ments dans un analyseur électrostatique. La détection de photoélectrons est présentée sur
l’intervalle 0 à 14 eV. Ce design permet théoriquement d’accéder à des électrons d’éner-
gie atteignant 200 eV en conservant une bonne résolution. Dans Garcia et al. (2013), une
amélioration de ce design, toujours dans l’objectif de réaliser des mesures en coïncidence
(ions/électrons), est présentée. Le côté VMI permet une détection mieux résolue sur une
plus large gamme d’énergie de photoélectrons ; le détecteur de cations a également signi-
ficativement été amélioré en résolution(pour l’énergie cinétique et pour la spectroscopie
de masse).

Dans Kling et al. (2014), le VMI est également à lentille épaisse (11 électrodes). Plu-
sieurs modes de fonctionnement sont présentés, permettant d’adapter la lentille électro-
statique sur plusieurs gammes spectrales (0-5 eV, 5-20 eV, 40-60 eV) et pouvant théorique-
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ment accéder à des électrons de plusieurs centaines d’eV. La comparaison entre ce der-
nier instrument optimisé à deux gammes proches de l’intervalle 0-45 eV est présentée Fi-
gure 2.19. Dans le cas de Kling et al, la résolution du VMI est évaluée avec une démarche très
proche de la nôtre, en ajustant des pics ATI avec des fonctions gaussiennes et en utilisant
l’écart type pour mesurer∆E /E .

FIGURE 2.19 – Comparaison de la résolution relative du VMI de SE1 pour une lentille élec-
trostatique optimisée entre 20 et 30 eV avec celles d’un autre VMI comparable (Kling et al.,
2014).

Les performances de notre VMI en terme de résolution relative, optimisée ici autour
de 20 eV semblent ici meilleures que celles du VMI de Kling et al. optimisé sur l’intervalle
5-20 eV (∆E /E 1,6 fois plus petit) et comparables à celles du VMI de Kling et al. optimisé
sur l’intervalle 40-60 eV (la performance varie entre 20 et 44 eV car les deux instruments
n’étaient alors pas optimisés sur la même gamme).

2.3.3.2 Performance pour un réglage optimisé autour d’1 eV

L’étude réalisée dans l’hélium résonant présentée au chapitre 5 était menée dans des
conditions de détection différentes de l’étude précédente : le but était alors de détecter de
façon optimale les électrons d’énergie inférieure à l’eV. Les harmoniques sont alors géné-
rées dans une cellule de 20 mm d’argon, dans des conditions de pression standard et avec
une intensité IR de 1,4×1014 W/cm2 – cf 5, section 5.3.1, scan (1). Elles sont détectées dans
l’argon dans le MBES et dans l’hélium dans le VMI. Dans ce dernier, les tensions étaient
de -1,05 kV pour l’extracteur et de -801 V pour le répulseur, valeurs optimisées pour la ré-
solution dans la sideband 16 (de 0 à 0,85 eV d’énergie de photoélectrons) et avec une mise
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(a)

(b)

H17 H19 H21

FIGURE 2.20 – Spectre de photoélectron généré par un train d’impulsions attosecondes et une
impulsion IR. Le recouvrement temporel entre les deux est choisi afin d’observer la formation
de sidebands dans le spectre. Le signal est détecté (a) dans l’argon et le MBES et (b) dans
l’hélium et le VMI (h0). Des ajustements gaussiens permettant de déterminer les largeurs des
pics de photoélectrons. L’image a été circularisée avant l’inversion d’Abel (voir annexe B).

au point de la caméra sur le centre du détecteur. Comme nous le verrons plus loin, cette
étude visait à caractériser la transition résonante (H15+IR) à travers les états intermédiaires
1s 3p −1s 4p .

Cette étude nous permet également d’évaluer la résolution du VMI pour un réglage
optimisé à basse énergie. Cette évaluation est moins précise et moins poussée que celle
effectuée dans la section précédente, la calibration n’ayant pas été son premier objectif.
La résolution du VMI est évaluée en comparant simultanément les mesures dans le VMI et
dans le MBES comme présenté dans la section 2.3.2.2. On compare ici le signal de photo-
électron émis par les harmoniques 19 et 21 en présence d’une impulsion IR d’habillage de
manière à générer les sidebands 18 et 20, d’une part dans le MBES dans l’argon et d’autre
part dans le VMI dans l’hélium.
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(a) (b)

FIGURE 2.21 – Résolution relative du VMI optimisé à basses énergies (a) comparée à la limite
de résolution de la lentille électrostatique, de la MCP et de l’objectif de la caméra et (b) com-
parée à celles extraites de Kling et al. (2014) et adaptées des designs successifs (DELICIOUS I
et III) de Garcia et al. (2005), Garcia et al. (2013) et Tang et al. (2015) pour des réglages simi-
laires de lentille électrostatique.

On fait alors l’hypothèse que les sidebands détectées dans l’argon et l’hélium ont la
même largeur. Les pics correspondant à la sideband 16 et à l’harmonique 17 ne sont pas
utilisables pour la calibration car trop déformés par la transition résonante. La calibration
commence dont à la sideband 18, soit∼3 eV. Le signal détecté simultanément dans les deux
spectromètres est montré Figure 2.20. Le niveau de signal et le contraste dans le VMI sont
beaucoup plus faibles que dans le MBES (l’hélium a notamment une section efficace plus
faible que l’argon sur la gamme spectrale 26-34 eV, cf Figure 1.10).

La résolution relative du VMI dans ces conditions est ensuite présentée Figure 2.21
(a) pour comparaison avec les résolutions théoriques de la lentille électrostatique, de la
MCP et de l’objectif de la caméra. La résolution attendue de l’objectif de la caméra montrée
dans cette figure n’est qu’indicative. Il s’agit de la même que celle de l’étude à haute énergie
montrée dans la section 2.3.3.1. En réalité, le réglage de la caméra (mise au point et pupille)
était différent pour les mesures dans l’hélium : la pupille était d’avantage fermée et la mise
au point était optimisée au centre de l’écran de phosphore. Nous n’avons cependant pas
effectué de mesure avec un signal suffisamment faible dans ces conditions pour pouvoir
identifier des impacts d’électrons clairement séparés.

Comme on le voit sur la Figure 2.21 (a), la résolution observée expérimentalement
dans le cas de l’hélium est moins bonne que celle attendue d’après les performances théo-
riques de la lentille électrostatique. L’objectif de la caméra est ici limitant pour la résolution.
Les valeurs présentées ici pour la résolution issue de l’objectif sont probablement sous-
estimées à grand rayon (i.e. des énergies supérieures à∼2-3 eV) et surestimée à faible rayon
(autour de 1 eV), ce qui explique l’écart important entre les valeurs de résolution attendues
et les valeurs mesurées. Il sera nécessaire de mener une étude plus fine des aberrations dues
à l’objectif de la caméra lors des différents réglages.
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Evaluation de la résolution au niveau de la sideband 16

La résolution à basse énergie peut être évaluée dans la sideband résonante (0 - 0,85 eV)
grâce aux mesures Rainbow RABBIT. Comme nous le verrons chapitre 5, section 5.3.6, un
saut de phase spectral brusque a lieu autour des énergies ∼800 meV. Il a pour origine phy-
sique l’annulation du dipôle de transition à deux photons entre les résonances 1s4p et 1s5p.
Par exemple, dans la Figure 5.17B, à 0°, un saut de phase spectral très pentu (+100 rad/eV)
est mesuré à l’énergie 760 meV. La largeur spectrale de ce saut est estimée à 25± 5 meV. On
considère qu’on est ainsi capable de résoudre deux états (de phase à 2ω -0,37 et +1,7 rad)
séparés de 25 meV à l’énergie 760 meV, ce qui permet d’évaluer la résolution à ∆E /E =
3,3% au niveau de ce saut. Cette valeur est proche de la résolution théorique permise par
la caméra et la lentille, ce qui montre qu’une résolution bien meilleure que celle mesurée
à plus haute énergie (3-8 eV) est possible.

Comparaison avec d’autres lentilles électrostatiques

Cette résolution est ensuite comparée dans la Figure 2.21 (b) à celles de VMI compa-
rables dans la littérature, les designs de Garcia et al. (2005 2013), Tang et al. (2015) et Kling
et al. (2014). Pour effectuer cette comparaison, les données issue des articles Garcia et al.
(2005), Garcia et al. (2013) et Tang et al. (2015), dans lesquelles les largeurs à mi-hauteur de
pics de photoémission dans le xénon ont été mesurées sont divisées par 2

p
2 ln 2 afin d’être

comparables à des écart-types de gaussiennes.

La résolution obtenue entre 2,9 et 7,6 eV dans le VMI de SE1 est du même ordre que
celle des designs de Garcia et al. (2005) et Kling et al. (2014), mais moins bonne que celle
des deux autres. La résolution à 0,76 eV est comparable à celle de Garcia et al. (2013) et
Kling et al. (2014) grâce à un rapport de tension VE /VR optimisé à basses énergies. Notre
but dans le cadre de ces mesures dans l’hélium était d’imager avec la meilleure résolution
possible la sideband 16 (de rayon 0 à∼300 pixels), présentant des structures spectrales très
fines, au détriment de la résolution au-delà d’un rayon de ∼400 pixels au-delà du centre
de l’image. Un réglage permettant une mise au point sur une plus large portion de l’écran
de phosphore est possible et améliorerait beaucoup la résolution mesurée aux énergies
supérieures à 1 eV.

2.4 Conclusion

Les deux spectromètres à photoélectrons de la ligne laser SE1 ont été décrits dans ce
chapitre. Leur principe et les modes de fonctionnement ont été détaillés.

La résolution spectrale du MBES a été caractérisée indépendamment de la source de
photons en mesurant l’élargissement d’un pic Auger du xénon pour différentes énergies
cinétiques finales des photoélectrons.
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2.4. Conclusion

Le design du VMI de SE1 a été rappelé : ses principales caractéristiques sont la forme
et le diamètre important de ses trois électrodes, qui permettent une bonne résolution sur
la gamme 0-44 eV et son blindage magnétique, assuré par les électrodes de µ-métal elles-
mêmes.

Les performances du VMI et en particulier sa résolution spectrale ont été étudiées
dans deux régimes. Dans un premier temps, sa résolution dans un régime optimisé autour
de 20 eV et couvrant toute la gamme spectrale a été évaluée en mesurant l’élargissement
de pics harmoniques dus à la convolution avec la réponse du VMI. Le MBES sert alors de
référence, puisqu’il permet d’évaluer la largeur des harmoniques de façon fiable. La réso-
lution du VMI a ensuite été évaluée par la même méthode dans un régime optimisé à basse
énergie, dans les conditions de l’étude menée au chapitre 5.

Dans les deux cas, les résultats expérimentaux sont cohérents avec les attentes des
performances de la lentille électrostatique (évaluées avec des simulations) et de l’imagerie
sur la caméra. La première semble être le facteur limitant seulement pour les faibles éner-
gies d’électrons dans un régime optimisé à haute énergie (>20eV). La seconde par contre
semble être déterminante sur une large gamme quel que soit le régime d’optimisation. Un
soin particulier doit donc être mis sur le choix et le réglage de l’objectif utilisé.

Enfin, la comparaison avec trois designs de VMI également destinés soit à des sources
harmoniques soit à la détection d’électrons de faible énergie a été présentée. Les résolu-
tions obtenues dans les différents régimes semblent être comparables. Le design du VMI
et sa calibration seront détaillés dans l’article en préparation Platzer et al. (2022).
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CHAPITRE3

Etude de la dissociation de

l'iodométhane à l'échelle

femtoseconde

Si les dynamiques électroniques initiales ont lieu à l’échelle de temps attoseconde,
les dynamiques nucléaires lors de réactions chimiques ont pour temps typique la femto-
seconde. La complexité spatiale et le nombre de niveaux d’énergie en jeu dans les molé-
cules rendent la modélisation et l’interprétation des résultats expérimentaux souvent dif-
ficiles. C’est pourquoi de nombreux travaux ont ciblé des molécules relativement petites et
proches de systèmes modèles.

La famille des halogénométhanes, de formule CH3X où X est un halogène (F, Cl, Fr
ou I) est étudiée depuis le début du XXe siècle. Le faible nombre d’atomes, leur symétrie
tétrahédrique, la liaison C-X plus ou moins polarisée les rend simples à modéliser et permet
d’étudier notamment le processus de dissociation moléculaire.

Des premiers travaux théoriques prédisant l’existence de la première bande d’absorp-
tion notée Ã ont ainsi eu lieu dès 1940 (Mulliken, 1940). Expérimentalement, la molécule
d’iodométhane est la plus facile à dissocier car la liaison C-I est faible, ce qui en a fait un ob-
jet d’études par spectrométrie d’absorption dès les années 1920. L’objectif de ces premières
études était de faire le lien entre spectres d’absorption et les grandeurs thermodynamiques
associées (Franck et Dymond, 1926 ; Iredale et al., 1931).

Son spectre d’absorption est ainsi l’un des mieux connus, et a été mesuré dans une
grande diversité de conditions expérimentales au cours des décennies suivantes (sources
de photons, état gazeux (Porret et Goodeve, 1937) ou liquide (Ferguson et Iredale, 1953)...).
Porret et Goodeve (1937) ont ainsi montré que la majorité des atomes d’iode produits par
la dissociation proviennent du canal 2P1/2 du premier état excité Ã.

Le développement des sources de photons laser à partir des années 1960 a permis de
changer la perspective sur l’étude des molécules. Il ne s’agit plus de simplement mesurer
leur spectre d’absorption, mais d’étudier le processus de dissociation en tant que tel. Plu-
sieurs techniques permettant d’étudier ce processus ont été développées en même temps
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que les sources laser, qui deviennent de plus en plus intenses et polyvalentes. Kasper et
Pimentel (1964) proposent ainsi le premier laser dont l’étape de pompage optique consiste
à dissocier une molécule : la transition entre les deux états dissociatifs Ã 2P1/2 →2 P3/2, sé-
parés par décalage spin-orbite, permet l’émission de photons de 1,3 µm, ce qui confirme
les résultats de l’étude de Porret et Goodeve (1937).

La possibilité de détecter des fragments ioniques (Riley et Wilson, 1972) éventuel-
lement avec résolution angulaire (Dzvonik et al., 1974) en plus des spectres d’absorption
a permis d’accéder à de nombreuses informations supplémentaires sur le processus de
photo-dissociation. (Gedanken et Rowe, 1975) ont mis en évidence les différents canaux
de relaxation au sein de la bande Ã grâce à des études en dichroïsme circulaire.

Le perfectionnement des lasers à colorant au cours des années 1980 a permis de choi-
sir la longueur d’onde pour sonder les molécules. Ces sources sont suffisamment intenses
pour permettre des transitions multiphotoniques, ce qui permet de développement de la
spectroscopie d’ionisation multiphotonique (notée MPI pour MultiPhoton Ionization). Les
règles de sélection étant différentes dans le cas de l’absorption de plusieurs photons, cette
technique permet d’accéder à des transitions auparavant interdites et de mettre en évi-
dence des transitions de très faible probabilité.

C’est à la fin des années 1980 que les premiers lasers d’impulsions sub-picoseconde
apparaissent, ce qui a notamment permis les travaux précurseurs de Zewail (1988). Dans
ces travaux, des fragments ioniques de molécules triatomiques sont mesurés après exci-
tation par des impulsions laser femtoseconde, ce qui permet d’effectuer la spectroscopie
d’états transitoires lors de la réaction.

Dans cette optique un grand nombre d’études sur l’iodométhane ont été menées,
dont celles de Dantus et al. (1991) ; Janssen et al. (1993) qui ont permis d’établir que le
temps typique de dissociation est de l’ordre de la centaine de femtosecondes.

Un schéma particulier consiste à choisir une énergie de photon telle que la transition
multiphotonique ait pour état intermédiaire un état résonant : c’est la spectroscopie REMPI
(Resonantly Enhanced MultiPhoton Ionization). Des études dans l’iodométhane ont ainsi
été menées par Parker et al. (1980), Gedanken et al. (1982), Walter et al. (1988), éventuelle-
ment avec une résolution spatiale (Chandler et Houston, 1987).

Plus récemment, des études dans des configurations variées ont été effectuées dans
la bande Ã et B̃ de l’iodométhane. La molécule a notamment été sondée par REMPI lors de
mesures de type pompe-sonde. Beaucoup ont portées sur la détection des fragments io-
niques – (de Nalda et al., 2007 2008) pour la bande A, (Gitzinger et al., 2010 ; Corrales et al.,
2014b) pour la bande B. D’autres études ont sondé les photoélectrons, on peut notamment
citer Hu et al. (2007) pour la bande A et Thiré et al. (2010) pour la bande B. Thiré et al. (2011)
étudient la bande B dans un VMI en sondant à la fois les fragments et les photoélectrons.
Dans ces études REMPI, une transition résonante excite un des fragments formé asympto-
tiquement (aux temps longs). En conséquence c’est principalement le temps d’apparition
de celui-ci qui est mesuré.
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L’ionisation multiphoton (MultiPhoton Ionization, abrégé en MPI) non résonante per-
met de sonder les premiers instants de la dissociation, c’est-à-dire la dynamique transi-
toire. En particulier (Imre et al., 1984) est l’une des premières études où le lien entre les
spectres obtenus et les dynamiques sous-jacentes est mis en évidence. Des études de ce
type ont également été effectuées, imageant les fragments ioniques issus de la bande Ã
dans un VMI (Durá et al., 2009) dans une configuration très proche de la nôtre. Dans ces
travaux, la dissociation, initiée par une impulsion UV à 267 nm et de durée 80 fs est son-
dée par un IR à 802 nm. Durá et al. (2009) montrent que l’évolution des fragments ioniques
en fonction du délai pompe-sonde ne peut être expliquée par la dynamique sur les sur-
faces ioniques, et qu’elle reflète donc la dynamique de dissociation neutre de la molécule
excitée. Après avoir considéré la possibilité d’une contribution d’états de Rydberg éven-
tuellement peuplés par l’absorption de deux photons UV, Durá et al. (2009) concluent que
l’ionisation à partir de l’état Ã pourrait expliquer l’ensemble des structures observées et
leur dépendance temporelle. En particulier, l’absorption d’un second photon UV alors que
la dissociation est déjà amorcée permet de sonder le début du processus de dissociation.

Wang et al. (2009) ont étudié la dissociation à partir de la bande B̃ en détectant des
photoélectrons dans un MBES excités à l’aide d’impulsions pompe à 400 nm (2 photons
sont nécessaires pour atteindre l’état B) et sonde à 800 nm (par MPI non résonante), toutes
deux de 45 fs. Un VMI leur permet de résoudre la distribution angulaire des photofrag-
ments et photoélectrons respectivement, donnant accès aux paramètres d’anisotropie de
l’émission ainsi qu’à la symétrie des états étudiés. Une décroissance exponentielle du signal
d’ions de temps caractéristique de l’ordre de la picoseconde est observée. Les spectres de
photoélectrons montrent de multiples pics, qui sont attribués -hypothétiquement- à diffé-
rents mécanismes de pré-dissociation impliquant un nombre variable de photons pompe/
sonde absorbés.

Ces deux dernières études sont parmi les plus proches de celle présentée ici. Elles
montrent comment les spectrométries d’ions et d’électrons sont deux façons complémen-
taires de sonder la dissociation : les photoélectrons constituent une sonde instantanée et
directe de l’état électronique de la molécule excitée, tandis que les ions fragments contien-
nent une contribution supplémentaire due à leur relaxation le long du potentiel molécu-
laire qui doit être prise en compte dans l’interprétation des données.

D’autres expériences sont également menées pour sonder les intersections coniques
présentes dans l’iodométhane. Les intersections coniques sont des points de croisement
de deux surfaces d’énergie potentielle de même symétrie spatiale et de spin. Elles per-
mettent des transitions non radiatives d’états électroniques et notamment des désexcita-
tions ultra-rapides de certains états. Il est important de comprendre ces mécanismes pour
comprendre les transitions entre différents états de la molécules, or ces transitions sont
non-radiatives. Des expérimentations consistent à déclencher l’explosion coulombienne
de la molécule pour sonder ces intersections, par laser (Wang et al., 2008 ; Corrales et al.,
2019) ou par laser à électrons libres (Amini et al., 2018 ; Cheng et al., 2020).
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CHAPITRE 3. Etude de la dissociation de l’iodométhane à l’échelle femtoseconde

Dans ce chapitre, nous allons présenter une étude pompe-sonde lors de laquelle la
dissociation de la molécule est initiée par la fréquence triple du laser, puis sondée par ATI
multiphotonique grâce à la fréquence fondamentale. Cette étude permet de caractériser la
dynamique de la dissociation moléculaire et est appuyée par une modélisation théorique
permettant de comprendre l’origine de la lente décroissance du signal avec le délai pompe-
sonde.

Le projet initial, en collaboration avec le groupe de Marc Simon du LCPMR et De-
nis Cubaynes de l’ISMO, était de mesurer les spectres Auger induits par photoionisation
en couche de valence interne (>60 eV) par des harmoniques d’ordre élevé dans des molé-
cules à différents stades de la dissociation. Erk et al. (2014) ; Rudenko et al. (2017) ; Brauße
et al. (2018) ont en effet montré qu’un transfert de charge a lieu entre les fragments CH3

et l’ion I 2+ lors de la dissociation. Or la spectroscopie Auger est très sensible à l’environ-
nement chimique et serait susceptible d’encoder beaucoup d’informations sur les proces-
sus chimiques à l’échelle femtoseconde (Cryan et al., 2010). Les résultats expérimentaux
obtenus, présentés dans la thèse de Dominique Platzer, n’ont pas permis de mettre en évi-
dence une dépendance claire du signal Auger obtenu en fonction du délai de l’impulsion
de dissociation à 3ω. C’est pourquoi une étude par ATI a ensuite été menée pour étudier la
dissociation.

Nos travaux sont les premiers, à notre connaissance, à proposer l’étude de la dyna-
mique femtoseconde de la dissociation par détection de photoélectrons induite par un
rayonnement à 267 nm et sondée par MPI non résonante à 800 nm. La mise en œuvre ex-
périmentale et l’analyse de données ont été menées conjointement par Dominique Plat-
zer, Mariusz Lejman et moi-même, c’est pourquoi les figures et les résultats expérimentaux
présentés dans ce chapitre sont communs avec le manuscrit Platzer (2020). Ces travaux ont
ensuite été complétés par des études théoriques menées par Basile Wurmser (2021), Jéré-
mie Caillat et Richard Taïeb du LCPMR.

Dans ce chapitre, nous discuterons d’abord des mécanismes possiblement à l’œuvre
lors de la dissociation étudiée. Le schéma expérimental est ensuite décrit. Une première
étude dans un mélange de xénon et d’iodométhane est effectuée : elle permet de montrer
une asymétrie du profil pompe-sonde des pics attribués à la molécule, en prenant pour
référence la corrélation croisée dans le xénon. Une seconde étude permet de sonder de
façon plus détaillée la dépendance temporelle du profil pompe-sonde de l’iodométhane.
Ces résultats sont ensuite discutés à la lumière de simulations.

3.1 Mécanismes dissociatifs envisagés pour nos études pompe UV-
sonde IR

L’objectif de cette étude est de caractériser la dissociation de la molécule par ATI, en
détectant les photoélectrons dans un MBES. Les niveaux d’énergie de la molécule CH3I et
de l’ion CH3I+ en fonction de la distance internucléaire C-I sont représentés Figure 3.1. Les
transitions dues aux photons sont également représentées par des flèches.
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3.1. Mécanismes dissociatifs envisagés pour nos études pompe UV-sonde IR

Etat hypothétique
dissociatif

(a) (b)

Absorption d'un photon UV Absorption de deux photons UV

FIGURE 3.1 – Schéma qualitatif des niveaux et des transitions étudiées en fonction de la dis-
tance internucléaire C-I selon deux scénarios. (a) absorption d’un photon UV puis ionisation
multiphoton IR (b) absorption de deux photons UV puis ionisation multiphoton IR.

Deux impulsions sont utilisées (i) pour déclencher le processus de dissociation (im-
pulsion à 267 nm i.e. 4,65 eV notée UV) et (ii) pour le sonder (impulsion à 800 nm i.e. 1,55 eV
notée IR). Les intensités pour cette étude sont choisies de telle sorte qu’aucune des im-
pulsions ne puisse générer de photoélectrons isolément. Ce choix d’avoir un signal back-
ground free permet de ne sonder que les molécules dans un état suffisamment excité et
donc ainsi de ne sonder que le début de la dissociation : dès que la distance C-I dépasse
une certaine valeur, l’infrarouge ne permet plus l’ionisation et aucun signal n’est détecté.
Le potentiel d’ionisation de l’iodométhane est de 9,54 eV (NIST, CH3I), ceux des fragments
CH3 et I ∗(2P1/2) et I de respectivement 9,84 eV (NIST, CH3), 9,51 eV et 10,45 eV (van den
Brom et al., 2003 ; Thiré et al., 2010). Une absence de signal en présence de chaque impul-
sion seule signifie que l’on peut s’attendre à l’absorption au maximum d’un à deux photons
pour l’impulsion UV et de trois à six photons IR.

Plusieurs scénarios de pré-dissociation sont alors possibles.

Absorption d’un seul photon UV

Ce processus est représenté Figure 3.1 (a). Dans un premier temps, un photon UV
déclenche un processus dissociatif en excitant la molécule initialement dans l’état non-
excité X̃ pour le promouvoir dans la bande d’absorption A, la moins énergétique, noté Ã.
D’après Mulliken (1940), trois états de cette bande sont alors peuplés, notés 3Q0, 1Q1 et 3Q1

selon la notation de ce même auteur. L’état 3Q0 est majoritairement peuplé (Gedanken et
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CHAPITRE 3. Etude de la dissociation de l’iodométhane à l’échelle femtoseconde

Rowe, 1975) et l’état 3Q1 est considéré comme négligeable. Les états 3Q0 et 1Q1 sont deux
états dissociatifs dans lequel l’atome d’iode est dans deux états finaux de spin-orbite diffé-
rents, respectivement 2P3/2 et 2P1/2. Une transition non adiabatique 3Q0→1 Q1 est également
possible, mais minoritaire dans le cas d’une excitation à 267 nm (Eppink et Parker, 1998).
Ainsi, la transition due au photon UV va principalement mener vers l’état dissociatif CH3

+ I∗(2P1/2), ce qui est représenté Figure 3.1(a) par les paquets d’onde couleur cyan évoluant
sur la courbe d’énergie 3Q0. En fonction du délai relatif entre les impulsions UV et IR (noté
τI R−U V ), les photons IR peuvent sonder les niveaux d’énergies à différentes distances C-I
par ATI. Lorsque les deux impulsions sont synchonisées, il suffit de quatre photons IR pour
ioniser l’état 3Q0 vers l’état CH+3 + I(2P3/2), entraînant la formation d’un photoélectron. Le
couplage spin-orbite de l’état fondamental de l’ion C H +

3 conduit à une division de pre-
mier état cationique entre deux états X̃ (2E3/2) et X̃ (2E1/2). Lorsque la distance C-I est celle
de l’état fondamental (d’énergie nulle), les états de l’ion sus-nommés ont des énergies de
9,54 eV et 10,17 eV. En considérant l’absorption de 4 photons infrarouges, on peut ainsi
s’attendre à détecter des photoélectrons avec des énergies respectives de 1,31 et 0,68 eV.

A mesure que la distance C-I augmente durant la dissociation, la distance en énergie
entre l’état A et (X̃ (2E3/2), X̃ (2E1/2)) augmente. Pour des distances supérieures à une certaine
distance critique, l’absorption de 4 photons IR n’est plus suffisante pour ioniser le système
et donc détecter un photoélectron.

Absorption de deux photons UV

Ce processus est représenté Figure 3.1 (b) et est mentionné dans la thèse de Basile
Wurmser (2021). Ce processus n’était pas envisagé au début de l’étude, mais la dépendance
temporelle des spectres de photoélectrons a conduit à envisager un autre mécanisme que
celui présenté précédemment, via l’absorption de deux photons UV.

Cette absorption ne permet pas d’ioniser la molécule mais peuple de façon résonante
un état de Rybdberg proche du seuil. L’état 6d de la série convergeant vers l’état X̃ (2E1/2),
d’énergie 9,16 eV(Wang et al., 1977), est un des états les plus proches de l’énergie corre-
pondant à 2 UV. Cet état de Rydberg est de durée de vie infini devant l’échelle de temps de
notre étude, ce qui signifierait que l’ajout d’un photon IR permettrait de produire des pho-
toélectrons pour tout délai entre IR et XUV. Nous verrons dans la section 3.4 que les don-
nées expérimentales ne permettent pas cette interprétation. L’hypothèse avancée propose
que cet état soit couplé grâce à une intersection conique avec un état dissociatif proche de
l’état 21A1 , qui reste à identifier formellement grâce à des calculs de chimie quantique. Un
transfert de population entre l’état de Rydberg et cet état dissociatif (d’énergie plus élevée
dans la limite de dissociation que l’état 3Q0), permettrait de vider l’état de Rydberg et de
produire des photoélectrons à des distances radiales (et donc à des retards pompe-sonde)
plus élevées que dans l’hypothèse de l’absorption à un photon UV.

L’objectif de nos travaux est d’évaluer les contributions de ces deux mécanismes, qui
ne sont a priori pas exclusifs l’un de l’autre.
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table de triplage
table de distribution 

spectromètre
       UV

FIGURE 3.2 – Schéma du dispositif expérimental. Les zones grises délimitent les tables op-
tiques.

3.2 Aspects expérimentaux

3.2.1 Schéma optique

Le dispositif expérimental a été adapté de l’interféromètre RABBIT, auquel a été ajouté
une table pour installer le dispositif de triplage de fréquence. Cette géométrie a été conçue
pour modifier au minimum la partie ’RABBIT’ de la table de distribution au MBES. L’en-
semble du montage est représenté sur le schéma 3.2. L’interféromètre est donc réparti sur
deux tables optiques distinctes. Pour des raisons de stabilité et pour conserver au maxi-
mum la géométrie utilisée en configuration RABBIT, les deux faisceaux sont séparés et re-
combinés deux fois.

La première division a lieu sur la table de triplage, afin de générer des impulsions de
fréquence triple de celle de l’IR de départ, notée 3ω, à la longueur d’onde 267 nm, dans
l’ultraviolet (UV). Les faisceaux sont ensuite recombinés avant d’être envoyés sur la table
de distribution par un périscope, les deux tables n’ayant pas la même hauteur. Les faisceaux
IR et 3ω sont de nouveau séparés comme dans la géométrie RABBIT habituelle pour être
enfin focalisés dans le MBES.

Table de triplage

Le faisceau initial (Laser), de longueur d’onde 800 nm, de puissance 7 W, polarisation
s et de durée 25 fs est divisé en deux par une lame séparatrice (LS) R60/T40. La puissance
transmise est injectée dans le dispositif de triplage de fréquence (tripleur).
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Elle passe en premier lieu dans des lames de dispersion en UVFS placées à l’angle de
Brewster. Ces lames permettent de contrôler la compression de l’IR de triplage indépen-
damment de l’autre bras de l’interféromètre. Les lames de dispersion sont positionnées
de telle manière que l’IR de triplage est maximalement comprimé à l’entrée du tripleur. Ce
point était important dans le schéma original, car l’IR du second bras devait être comprimé
de façon optimale au niveau de l’enceinte de génération d’harmoniques placée plusieurs
mètres plus loin et après transmission par une fenêtre UVFS (hublot d’entrée de l’enceinte
de génération). La compression du laser incident, contrôlée par le compresseur en amont,
précompense la dispersion introduite par ces derniers éléments. Cette pré-compensation
n’est pas à l’avantage de la génération de 3ω, d’où la nécessité d’introduire ces lames UVFS
pour contrôler la dispersion dans ce bras optique.

Le diamètre du faisceau est ensuite divisé par 5 par un télescope afocal, composé
de deux miroirs sphériques de focales -250 et +1250 mm, afin d’adapter ses dimensions à
celles des cristaux du tripleur. Le diamètre initial du faisceau en 1/e 2 est en effet de 40 mm,
alors que les dimensions des cristaux sont de 8 à 9 mm. Le fonctionnement du tripleur est
détaillé dans la partie suivante (3.2.2).

En sortie du tripleur, le faisceau à 3ω obtenu est séparé d’un faisceau à 2ω également
généré dans le tripleur et de l’IR non converti par un premier miroir dichroïque (MD) -
R 267 nm/T400 nm. Sa polarisation est également tournée pour être s par une lame d’onde
à 267 nm (λ/2).

Le faisceau 3ω obtenu est enfin recombiné avec le faisceau IR grâce à un deuxième
miroir dichroïque (R 267 nm/ T 800 nm). Le faisceau IR avec lequel il est recombiné a sim-
plement suivi un chemin optique d’une longueur permettant d’égaliser les deux chemins
optiques totaux des deux impulsions. Un atténuateur composé d’une lame demi-onde à
800 nm et deux polariseurs (P) est placé dans cette voie afin de contrôler l’intensité IR in-
dépendamment de celle du 3ω. Toutes les optiques sur lesquelles les deux couleurs sont ré-
fléchies sont des miroirs diélectriques traités pour réfléchir maximalement à 267 et 800 nm.

Table de distribution

Les deux faisceaux sont ensuite envoyés sur la table de distribution par un périscope.
Un dernier miroir dichroïque (R267 nm/ T800 nm) sépare les deux couleurs. L’UV est en-
voyé sur la ligne correspondant grossièrement au faisceau d’habillage dans la configura-
tion RABBIT : son délai peut être contrôlé par une platine Smaract SLLA42-150-SC/1-S de
pas nanométrique et de course 100 mm. Il est ensuite focalisé par une lentille de focale
1500 mm dans le jet de gaz effusif du MBES. Tous les miroirs de cette partie du montage
sont diélectriques traités pour réfléchir maximalement à 267 et 800 nm. La fenêtre d’entrée
de l’enceinte est également en UVFS traitée pour transmettre maximalement à ces deux
longueurs d’onde.

L’IR suit quant à lui le trajet du faisceau de génération d’HHG : il est focalisé dans un
premier temps par une lentille de 850 mm dans l’enceinte de génération, où aucun gaz n’est
injecté pour cette partie de l’expérience. Il est ensuite réfléchi en incidence rasante (78,5°)
sur une platine de silice, où environ 50% de l’intensité est transmise, puis refocalisé par
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BBO

MD

MD

BBO
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FIGURE 3.3 – Schéma du dispositif de triplage de fréquence.

un miroir torique dans le MBES. L’IR ainsi que l’UV sont ainsi focalisés dans le MBES dans
une géométrie non-colinéaire, avec un angle de 1° entre les deux faisceaux. Afin de super-
poser les faisceaux temporellement et spatialement dans le MBES, il est possible d’insérer
un miroir à 45° dans le chemin des faisceaux en amont du spectromètre. Ceci permet de
faire sortir les faisceaux de l’enceinte et de les imager sur un écran afin de les superposer
spatialement ou encore de les focaliser sur un cristal de bêta-borate de barium (BBO). Cela
permet de les superposer temporellement par génération d’un signal à 400 nm par diffé-
rence de fréquence (DFG), ce dernier signal est enregistré dans un spectromètre UV. Ce
dernier dispositif permet de réaliser la corrélation croisée des impulsions en variant leur
délai relatif.

La stabilité de cet interféromètre est uniquement passive. La génération d’UV étant
un processus non linéaire et la focalisation non-colinéaire étant moins stable qu’une géo-
métrie colinéaire (puisque les variations de pointé affectent différemment les deux fais-
ceaux même à parité égale de miroirs et de foyers), il est nécessaire d’accumuler le signal
sur quelques milliers de tirs laser (pendant une vingtaine de secondes) pour moyenner ces
fluctuations.

3.2.2 Dispositif de triplage de fréquence

Le schéma du tripleur est montré Figure 3.3. La polarisation incidente est s (verticale).
Un premier cristal de BBO de 0,1 mm d’épaisseur permet de générer un faisceau à

400 nm ou 2ω par somme de fréquence (SFG) colinéaire de deux photons IR avec un ac-
cord de phase de type I. L’efficacité de cette première conversion est de 30%. Un miroir
dichroïque (MD) sépare l’IR du 2ω. La polarisation du faisceau à 2ω est ensuite tournée de
90° par une lame demi-onde de manière à ce qu’elle soit identique à celle de l’IR.
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FIGURE 3.4 – Spectre des impulsions à 3ω obtenu en sortie de tripleur.

Le faisceau IR suit simplement un chemin optique de même longueur que le 2ω en
passant par une ligne à retard contrôlée par une platine de translation manuelle. Les deux
faisceaux sont recombinés dans un second cristal de BBO identique au premier (mais placé
à un autre angle) pour générer le faisceau à 3ω (267 nm) par une seconde SFG colinéaire
de type I. Les faisceaux sortant du tripleur sont donc un mélange d’IR, de 2ω et de 3ω.

Le faisceau à 3ω est isolé des autres couleurs à l’aide d’un miroir dichroïque placé à la
sortie du tripleur ; sa polarisation, p en sortie de tripleur, est également tournée de 90° pour
être adaptée aux optiques suivantes. L’efficacité maximale mesurée pour cette conversion
est de 5% (soit une énergie de 150 µJ d’UV), obtenue avec une énergie de pompage de 3 mJ
d’IR au début de la campagne expérimentale.

Par la suite, le projet ayant évolué, il s’est avéré qu’une énergie de 25 µJ d’UV était
suffisante. On réduit l’énergie de pompage IR à 0,8 mJ grâce à des densités optiques, ce
qui correspond à un rendement de conversion IR/UV de 3%. Le spectre des impulsions
obtenues a été mesuré à l’aide d’un spectromètre UV OceanOptics et est montré Figure
3.4. Sa largeur à mi-hauteur est de 2 nm.

3.2.3 Evaluation des durées d’impulsions

Le triplage de fréquence étant par nature non-linéaire, il est plus efficace temporelle-
ment au milieu de l’impulsion de génération. Cela devrait se traduire par un profil temporel
plus étroit pour l’UV mais, du fait des effets de dispersion de vitesse de groupe, il se révèle
être légèrement plus long que l’IR de génération. La durée d’IR est évaluée par une mesure
FROG. Celle de l’UV est évaluée par corrélation croisée avec l’IR, dans un premier temps
dans un cristal de BBO en amont du MBES (représenté sur la Figure 3.2) puis in situ par ATI
dans des atomes de xénon.
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3.2.3.1 Durée d’impulsion IR

La durée d’impulsion IR a été mesurée à l’aide d’un dispositif FROG placé sur la table
de distribution, avant l’entrée dans l’enceinte de génération. Cette mesure a été effectuée
pour une position du compresseur du laser optimisant la durée d’impulsion au niveau du
FROG : une valeur de 31 fs est trouvée. Cette durée est équivalente à celle effectivement
envoyée dans l’enceinte de génération, donc dans le MBES,∆τI R = 31 fs.

Pour évaluer la longueur d’impulsion UV, l’IR et l’UV sont par la suite envoyés dans
un cristal de BBO en amont du MBES pour une mesure de corrélation croisée. Le dispositif
FROG dont nous disposons ne permet en effet pas de mesurer la longueur des impulsions
dans l’UV.

La fenêtre UVFS de sortie de l’enceinte doit être prise en compte pour évaluer la lon-
gueur de l’IR à ce niveau. Cette fenêtre UVFS est d’épaisseur 4 mm ; sa dispersion de vitesse
de groupe (GVD) est de+36 fs2/mm, ce qui ajoute une dispersion de D2 =+144 fs2. Sa durée
après la fenêtre∆τ′I R est donc de

∆τ′I R =∆τI R

√

√

1+ (4 ln 2
D2

∆τ2
I R

)2, (3.1)

ici de 33,6 fs.

3.2.3.2 Durée d’impulsion UV

Nous avons donc effectué des corrélations croisées entre l’IR et le 3ωdans un premier
temps au niveau d’un cristal de BBO, puis in situ par ATI dans des atomes de xénon.

Calculs de dispersion

Une première évaluation de la durée d’impulsion peut être effectuée en estimant la
dispersion introduite par les différentes fenêtres et lentilles placées entre la sortie du tri-
pleur, où l’UV est supposé limité par la transformée de Fourier, et le MBES.

En considérant l’impulsion comme gaussienne, sa largeur spectrale ∆λ3ω de 2 nm
et sa longueur d’onde λ3ω de 267 nm permettent de déterminer sa longueur limitée par la
transformée de Fourier,

∆τF T =
0, 44λ2

3ω

c∆λ
= 52 fs. (3.2)

Expérimentalement, du tripleur au MBES, l’impulsion UV traverse ainsi :

— une fenêtre UVFS d’épaisseur 4 mm (GVD = 196 fs2/mm à 267 nm) d’où une GVD
additionnelle de +784 fs2

— une lentille UVFS d’épaisseur 3 mm d’où une GVD additionnelle de +590 fs2

— 2 m d’air (GVD = 0,10 fs2/mm à 267 nm) d’où une GVD additionnelle de +200 fs2
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CHAPITRE 3. Etude de la dissociation de l’iodométhane à l’échelle femtoseconde

FIGURE 3.5 – Projection des trois faisceaux divergents sur le mur quelques mètres après le
cristal de BBO. Du fait de la non-colinéarité des faisceaux sources (IR notéω et UV noté 3ω),
le faisceau 2ω ainsi généré n’est pas superposé spatialement avec les deux autres et peut être
clairement distingué. Les vecteurs d’onde des trois faisceaux sont également représentés.

ce qui donne une dispersion totale de 1580 fs2. La relation (3.1) permet alors d’estimer la
durée d’impulsion au niveau du MBES à 100 fs. Enfin, dans un cristal de BBO situé après un
hublot UVFS de 4 mm introduisant +784 fs2 supplémentaires à la dispersion, l’impulsion
UV aura une durée de 137 fs environ.

Corrélation croisée dans un cristal de BBO

On met en place le miroir amovible à 45° pour faire sortir les faisceaux en amont
du MBES. Un diaphragme placé devant le BBO permet de les superposer spatialement.
Lorsque les deux impulsions IR (de vecteur d’onde kω0

) et UV (de vecteur d’onde k3ω0
) sont

synchronisées, une impulsion de fréquence 2ω est générée dans le BBO par différence de
fréquence. La séparation spatiale de l’IR et du 3ω est due à la non colinéarité. L’accord de
phase confère au 2ω un vecteur d’onde k2ω0

= k3ω0
−kω0

, donc il est séparé des deux autres.
Sur la Figure 3.5, les trois faisceaux projetés à grande distance du cristal sont imagés. Cela
permet de séparer spatialement l’impulsion à 2ωqui encode la corrélation croisée des deux
autres impulsions, très intenses, sans placer de filtre devant le spectromètre UV.

Le délai entre les impulsions IR et 3ω est ensuite scanné grâce à la ligne à retard au
niveau de la table de distribution et le spectre de l’impulsion 2ω est enregistré. L’intégrale
du spectre autour du pic à 400 nm est alors tracée en fonction du délai et sa largeur à mi-
hauteur∆τB B O est évaluée grâce à un ajustement gaussien.

On peut alors en déduire la longueur de l’UV au niveau du BBO par

∆τ3ω =
q

∆τ2
B B O −∆τ′2I R =

p

1492−33, 62 = 145 fs. (3.3)
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3.2. Aspects expérimentaux
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FIGURE 3.6 – Intégrale normalisée du spectre du signal à 2ω0 (de 380 à 434 nm) en fonction
du retard IR–UV. Un ajustement gaussien est également tracé. Sa largeur à mi-hauteur est de
149 fs. L’origine de l’axe des retards est placée au centre de la gaussienne.

L’impulsion IR étant bien plus courte que celle à 3ω la corrélation croisée correspond
quasiment à cette dernière. Ce résultat est en bon accord avec l’évaluation effectuée en
ajoutant la dispersion introduite par les optiques, ce qui valide le raisonnement précédent.
Il n’est pas possible d’appliquer la formule (3.1) pour soustraire l’effet du dernier hublot car
l’impulsion UV n’est pas limitée par transformée de Fourier à son niveau.

Corrélation croisée dans le MBES

Une dernière évaluation de la corrélation croisée au niveau du MBES lui-même est
finalement réalisée. Le xénon a été choisi comme gaz de référence car celui-ci ne possède
pas de transitions électroniques résonantes avec les longueurs d’ondes excitatrices. Son
potentiel d’ionisation relativement bas (Ip = 12,13 eV) et sa section efficace aux énergies
de photons considérées en font le gaz rare le plus comparable à l’iodométhane. La corréla-
tion croisée effectuée dans le xénon consiste à mesurer les photoélectrons générés suite à
l’ionisation des atomes par ATI multiphotonique. Les intensités respectives des faisceaux
UV et IR sont ajustées pour qu’aucun des deux faisceaux ne puisse générer de l’ATI seul. Le
xénon est ionisé par absorption d’un photon UV et d’au moins cinq photons IR – (3+5)ħhω0

=12,40 eV. Le second pic ATI du xénon, d’énergie 1,75 eV, correspondant à l’absorption d’un
photon UV et de 6 photons IR est intégré et affiché en fonction du délai entre les impulsions
dans la Figure 3.7. Un ajustement gaussien est effectué et donne une largeur à mi-hauteur
de 95±2 fs. Comme l’absorption IR est multiphotonique, sa durée ’effective’ dans la corré-
lation croisée est réduite par rapport au cas précédent, où chaque photon à 2ω était généré
par un photon UV et un photon IR. Cependant, comme la durée des impulsions IR est plus
beaucoup plus courte que celle de l’UV, cette différence est négligée. La largeur de la corré-
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FIGURE 3.7 – Intégrale normalisée du signal du premier pic de photoélectrons du xénon dé-
tecté dans le MBES (il s’agit du second pic ATI, d’énergie 1,75 eV) en fonction du retard IR/UV
et ajustement gaussien correspondant. L’origine de l’axe des retards est placée au centre de la
gaussienne.

lation mesurée ici est donc considérée comme égale à celle de l’impulsion à 3ω. Cette der-
nière valeur est en bon accord avec les évaluations précédentes et est la plus fiable, étant
pratiquée dans les conditions les plus proches des conditions expérimentales.

3.2.4 Evaluation de l’intensité des impulsions

Connaître les intensités des impulsions est crucial pour ce type d’expérience, puis-
qu’il est nécessaire de déterminer le régime d’ionisation du processus étudié.

3.2.4.1 Intensité de l’IR

L’énergie de l’impulsion IR est contrôlée par l’atténuateur situé sur la table de triplage.
Elle est typiquement de 40 µJ en amont de l’enceinte de génération – l’endroit le plus près
du MBES où l’on puisse mesurer la puissance à l’air. L’intensité de l’IR peut être détermi-
née en évaluant le décalage pondéromoteur qu’il induit sur les énergies de photoélectron,
qui est de 0,1 eV pour 40 µJ (il s’agit du décalage des pics entre leur valeur théorique at-
tendue et les pics obtenus expérimentalement pour de faibles valeurs de pression de gaz
dans le MBES). Cette dernière condition permet de s’affranchir d’éventuels effets de charge
d’espace qui sont susceptibles de modifier l’énergie des pics détectés.

En rappelant que l’énergie pondéromotrice peut s’écrire

Up =
q 2

e F 2
0

4meω
2
0

ce décalage correspond à une intensité II R de 1,7×1012 W/cm2 pour l’impulsion IR.
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Cette approche directe ne peut pas être appliquée à l’UV, car son intensité est cent
fois plus faible que celle de l’IR, effet encore amplifié d’un ordre de grandeur par le facteur
ω2, ce qui se traduirait pas un décalage pondéromoteur bien inférieur au meV. Ce décalage
ne peut pas être décelé dans des spectres de photoélectrons mesurés dans notre MBES. En
effet, sa calibration n’est pas assez précise et sa résolution pas suffisante pour détecter un
décalage aussi petit sur des pics de quelques eV.

3.2.4.2 Intensité de l’UV

Son intensité est donc évaluée en estimant la transmission en intensité du système
optique, la taille du foyer et la durée UV :

I =
E

S ×τ
, (3.4)

où I est l’intensité de l’impulsion, E son énergie, τ sa durée et S la taille de sa tache focale.
La durée d’impulsion est estimée précédemment (voir la section 3.2.3.2). La taille du foyer
est estimée en plaçant un miroir à 45° devant le MBES et en insérant une lame dans le
faisceau au niveau du foyer (technique connue sous le nom de Foucaultage).

L’énergie de l’UV est contrôlée en plaçant des OD en amont du tripleur ; on mesure
typiquement 0,4 µJ d’UV en entrée de l’enceinte de recombinaison.

L’évolution du signal avec la position de la lame donne les points de la figure 3.8. En
supposant que le profil spatial transverse P (normalisé) du faisceau est gaussien et peut
s’écrire, selon la direction x :

P (x ) =
1

σ
p

2π
× e

− (x − x0)2

2σ2 , (3.5)

avec x0 son centre et σ son écart-type, grandeur qui nous intéresse ici car elle permet de
retrouver le waist de l’impulsion. On peut ainsi modéliser le signal mesuré M (xlame) pour
une position xlame de la lame par :

M (xlame) =

∫ xlame

−∞
dx P (x ) (3.6)

qui après réécriture devient :

M (xlame) =
1

2

�

1+erf
�

xlame− x0p
2σ

�

�

. (3.7)

Cette fonction est alors ajustée aux points expérimentaux et donne la courbe de la
figure 3.8. La valeur des paramètres d’ajustement est x0 = 132 µm etσ= 32µm. Si l’on sup-
pose que la tache focale est circulaire, autrement dit que le profil spatial est aussi gaussien
selon y , on en déduit le diamètre à 1/e 2 du faisceau :

d = 4σ= 127 µm. (3.8)

On calcule ensuite S =πd 2/4 qui donne finalement une intensité :

IUV = 0,03 TW/cm2 (3.9)
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FIGURE 3.8 – Signal transmis en fonction de la position de la lame. Les points correspondent
aux mesures expérimentales et sont ajustés par la fonction de l’équation 3.7. Les paramètres
d’ajustement sont x0 = 132 µm etσ= 32 µm soit une largeur à 1/e 2 de 127 µm.

FIGURE 3.9 – Spectre typique obtenu dans le MBES après calibration dans un mélange de xé-
non et de CH3I. Le panneau en insert en haut à droite est un agrandissement de la zone située
entre 3,5 et 6 eV. Ce spectre correspond au centre de la corrélation croisée montrée Figure 3.7.

3.3 Etude dans un mélange de xénon et d’iodométhane

Une première série de mesures est effectuée dans un mélange de CH3I et de xénon.
Les intensités UV et IR sont égales aux intensités évaluées dans la section 3.2.4. Cette me-
sure est background free : aucune des deux impulsions ne peut ioniser les gaz isolément.
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3.3. Etude dans un mélange de xénon et d’iodométhane

3.3.1 Identification des pics

Cette étude présente l’intérêt de pouvoir mesurer la corrélation croisée des impul-
sions IR et UV au sein même du spectre de photoélectron. Cela permet de connaître par-
faitement l’excitation au moment de la mesure et de définir une référence interne pour
déterminer l’origine des temps (délai zéro), correspondant au maximum de la corrélation
croisée dans le xénon.

Les spectres obtenus au délai zéro sont montrés Figure 3.9. Les pics bleus sont attri-
bués au xénon. Ils correspondent à l’absorption d’un photon UV et de respectivement 6,
7 et 8 photons IR. Le xénon ionisé présente un décalage spin-orbite de 1,3 eV, d’où l’exis-
tence de deux états 2P1/2 et 2P3/2, de potentiels d’ionisation respectifs 13,43 et 12,13 eV. Dans
ces mesures, l’état 2P1/2 n’est pas détecté ou résolu : sa probabilité d’ionisation est environ
100 fois plus faible que pour 2P3/2 (Zhang et al., 2019) et sa position spectrale est proche de
certains états de l’iodométhane.

Les pics verts, gris et oranges sont attribués à l’iodométhane. Ces pics peuvent être
regroupés en trois ensembles numérotés 1, 2 et 3. Ces ensembles correspondent aux pics
ATI attribués à l’absorption d’un photon UV et de respectivement 4, 5 ou 6 photons IR. Les
pics verts sont attribués à l’état X̃ (2E3/2), de potentiel d’ionisation 9,54 eV et les pics oranges
à X̃ (2E1/2), de potentiel 10,17 eV. Un troisième pic, noté R , est présent dans les trois groupes
provenant de l’iodométhane. Son énergie ne correspond pas à un niveau d’énergie présent
dans la molécule d’iodométhane décalé d’une certaine énergie de photon. Il correspond le
plus vraisemblablement à un ou des états de Rydberg entrés en résonance (intermédiaire)
avec un nombre entier de photons IR lors de la dynamique sur l’état dissociatif. Un pic simi-
laire (à énergie comparable) a été observé par Wang et al. (2009). Des simulations menées
par Basile Wurmser, présentées section 3.5.1.2 permettent de comprendre qualitativement
comment ces états peuvent contribuer aux spectres ATI observés.

Leurs positions exactes ainsi que les positions des pics attendues à ces énergies pour
le xénon et l’iodométhane sont également renseignées dans le Tableau 3.1. Les décalages
observés sont attribués à la difficulté d’identifier le centre de certains pics, qui sont élargis
par un léger décalage pondéromoteur introduit par l’IR, qui reste assez intense.

Le mélange entre les deux gaz est très déséquilibré. Les pics provenant du xénon sont
en effet beaucoup plus intenses que ceux de l’iodométhane, alors qu’ils résultent d’un pro-
cessus nécessitant davantage de photons IR, donc moins probable. Les sections efficaces
d’ionisation de ces gaz (Samson et Stolte, 2002 ; Holland et al., 2006) sont par ailleurs du
même ordre de grandeur. On peut en déduire que la pression de CH3I est beaucoup plus
faible que celle du xénon dans notre mélange expérimental.

3.3.2 Dépendance temporelle des pics

Des spectres sont ensuite mesurés dans des conditions identiques au spectre typique
montré ci-dessus en variant le délai relatif entre les impulsions IR et UV. La dépendance
temporelle du premier pic ATI du xénon ainsi que celle du pic X̃ (2E3/2) du groupe 1 sont
obtenues en intégrant le signal de chaque pic et sont représentées Figure 3.10.
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CHAPITRE 3. Etude de la dissociation de l’iodométhane à l’échelle femtoseconde

Pics attendus et détectés dans CH3I Energie exp. (eV) Energie th. (eV)
1© R 1,09 ?
1©X̃ (2E3/2) + 1UV + 4IR 1,30 1,31
2©X̃ (2E1/2) + 1UV + 5IR 2,18 2,23
2© R 2,616 ?
2©X̃ (2E3/2) + 1UV + 5IR 2,86 2,86
3©X̃ (2E1/2) + 1UV + 6IR 3,77 3,78
3© R 4,11 ?
3©X̃ (2E3/2) + 1UV + 6IR 4,42 4,41

Pics attendus et détectés dans Xe Energie exp. (eV) Energie th. (eV)
Xe3/2 + 1UV + 6IR 1,75 1,82
Xe1/2 + 1UV + 7IR / 2,07
Xe3/2 + 1UV + 7IR 3,32 3,37
Xe1/2 + 1UV + 8IR / 3,62
Xe3/2 + 1UV + 8IR 4,89 4,92
Xe1/2 + 1UV + 9IR / 5,17

TABLEAU 3.1 – Positions des pics attendus et détectés dans les conditions du spectre en Figure
3.9. Les combinaisons de photons UV/IR indiquées sont équivalentes à remplacer 3IR par
1UV.

La dépendance temporelle du pic ATI provenant du xénon est symétrique et gaus-
sienne. Il s’agit en fait de la corrélation croisée des impulsions IR et UV (Comme nous
l’avons vu précédemment, de durées respectives 31 et ∼100 fs). Un ajustement gaussien
est effectué pour évaluer sa largeur à mi-hauteur : elle est alors de 95 ± 2 fs, comme nous
l’avons vu section 3.2.3.2.

Au contraire, la dépendance temporelle du pic ATI issu de l’iodométhane est asymé-
trique. Le signal est encore non nul lorsque l’IR arrive 166 fs après l’UV, ce qui est au-delà
de la corrélation croisée. De plus, le maximum de la dépendence temporelle du pic issu
de l’iodométhane est décalé d’environ 12 fs par rapport à la gaussienne de référence. Cette
asymétrie nous a conduit à effectuer des mesures plus précises afin de pouvoir mieux la
quantifier et en extraire des informations sur le processus de dissociation.

3.4 Etude dans l’iodométhane pur

La dépendance en intensité et en délai du processus est ici étudiée plus en détails. Le
même type d’étude pompe-sonde est réalisé dans l’iodométhane pur avec un pas temporel
plus fin et sur un intervalle plus long permettant d’évaluer toute la décroissance du signal
ATI. Les paramètres des impulsions IR et UV sont identiques à l’étude précédente.
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FIGURE 3.10 – Intégrale du pic X̃ (2E3/2) du groupe 1 pour l’iodométhane (points verts) et du
deuxième pic ATI du xénon (losanges bleus) en fonction du retard entre IR et UV. La dépen-
dance temporelle du pic provenant du xénon est ajustée par une gaussienne. Ces données
sont issues du même scan pompe-sonde que celui montré Figure 3.7.

3.4.1 Spectre typique

Un spectre typique obtenu proche de la superposition temporelle entre les deux im-
pulsions est présenté Figure 3.11. Il présente les mêmes pics issus de l’iodométhane que la
Figure 3.9, avec les trois mêmes groupes de pics ATI. Au sein de chaque groupe, on recon-
naît de nouveau les contributions issues de l’état X̃ (2E1/2) (en orange), X̃ (2E3/2) (en vert) et
le pic inconnu R .

3.4.2 Dépendance en intensité du processus

L’intégrale des pics de photoélectrons du groupe 2 (groupe complet dont le signal
est le plus grand) au temps zéro est étudiée en fonction de l’énergie (donc en fonction de
l’intensité, à durée et tâche focale constantes) des impulsions UV d’une part et IR d’autre
part. La dépendance en intensité des impulsions permet en effet de donner une idée du
nombre de photons impliqués dans la transition. Ces dépendances sont présentées sur la
Figure 3.12. Dans le cas de l’UV, (a) la dépendance en énergie semble linéaire, ce qui ap-
puie l’hypothèse de l’absorption d’un seul photon UV. Il est cependant toujours possible
que deux photons UV soient absorbés s’il s’avère que l’absorption d’un premier photon UV
peuple un état résonant intermédiaire et le sature, ne nécessitant qu’un seul photon UV
combiné à l’IR depuis cet état pour permettre l’ionisation. Dans le cas de l’IR (Figure 3.12
(b)), la dépendance en énergie du signal de photoélectron est clairement non-linéaire. Le
nombre de mesures effectuées étant relativement faible, il est difficile d’estimer la loi de
puissance associée, donc le nombre de photons IR impliqués dans la transition. Un ajus-
tement cubique mené sur chacun des pics est cependant montré en guise d’illustration.

107



CHAPITRE 3. Etude de la dissociation de l’iodométhane à l’échelle femtoseconde

1 2 3 4 5 6
Énergie de photoélectron (eV)

0.0

0.2

0.4

0.6

0.8

1.0
Am

pl
itu

de
 (u

. a
rb

.)

X(2E1/2)

R
X(2E3/2)

1

2

3

3.5 4.0 4.5 5.0 5.5 6.0

0.00

0.02 3

FIGURE 3.11 – Spectre ATI typique obtenu lorsque les impulsions UV et IR sont synchronisées.
Le panneau en haut à droite est un agrandissement du groupe noté 3, situé entre 3,5 et 5 eV
environ. Le code couleur est identique à celui de la Figure 3.9.
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FIGURE 3.12 – Intégrale des trois pics du groupe 2 en fonction (a) de l’énergie de l’impulsion
à 267 nm, pour des impulsions à 800 nm de 40µJ d’énergie, qui révèle une tendance linéaire,
(b) de l’énergie de l’impulsion à 800 nm, pour des impulsions à 267 nm de 0,5 µJ d’énergie
environ, ajustée par une fonction cubique. Dans les deux cas et pour tous les points, les im-
pulsions IR et UV sont synchronisées.

3.4.3 Evolution temporelle

L’évolution des pics ATI montrés en Figure 3.11 est ensuite mesurée en fonction du
délai τI R−U V . Les spectres sont enregistrés pour des délais sur un intervalle de 600 fs avec
un pas de 20 fs. L’évolution temporelle de chaque pic ATI intégré spectralement est présen-
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FIGURE 3.13 – Intégrale des cinq premiers pics en fonction du retard entre IR et UV. Le signal
des pics X̃ (2E1/2), R et X̃ (2E3/2) sont représentés respectivement en orange, gris et vert.

tée Figure 3.13. Tous présentent la même dépendance temporelle. Pour des délais négatifs
(IR avant l’UV), les pics ATI évoluent comme dans le cas d’une corrélation croisée : le signal
décroit rapidement lorsque l’on s’éloigne de la superposition temporelle, dont la demi lar-
geur est d’environ 48 fs. Au-delà de -100 fs, le signal est quasiment nul. A l’inverse, pour les
retards positifs, le signal décroît beaucoup plus lentement à mesure que l’on s’éloigne du
maximum. La décroissance semble exponentielle.

Cette évolution montre que deux processus contribuent au signal observé : une contri-
bution de type "corrélation croisée", comme dans le gaz de référence, et une contribution
due à l’évolution de la dynamique dissociative. Il est alors nécessaire de modéliser le pro-
cessus pour extraire cette dernière des mesures expérimentales.

Le pic X̃ (2E3/2)à l’énergie 1,35 eV, qui est le pic le plus intense et d’origine bien-connue
est ensuite étudié plus en détail. Son origine temporelle avait été observée précédemment
avec un décalage de +12 fs par rapport au temps zéro (cf section 3.3). L’évolution de ce pic
peut être ajustée par une fonction analytique f (t ) en notant t le retard entre IR et UV pour
simplifier les notations.

Cette fonction s’écrit comme la somme de deux contributions :

f (t ) = a (t ) + b (t ). (3.10)

La fonction a (t ) représente le signal d’électrons obtenu par corrélation croisée des deux
impulsions. Elle correspond à une ionisation multiphotonique UV+IR directe (non réso-
nante) depuis l’état fondamental de la molécule et est donc indépendante du processus de
dissociation. On peut la modéliser par une fonction gaussienne d’amplitude A et d’écart-
typeσ (FWHM =2

p
2 ln 2σ) :

a (t ) = A exp

�

−t 2

2σ2

�

. (3.11)
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La seconde fonction, b (t ), décrit un processus où les molécules sont d’abord portées dans
un état excité de durée de vie τ par l’impulsion UV puis ionisées par l’impulsion IR. On la
modélise comme la convolution d’une fonction exponentielle décroissante, c (t ),

c (t ) =











0 pour t < 0

C exp
�−t

τ

�

pour t ≥ 0
(3.12)

et d’une fonction g (t ) traduisant la largeur temporelle des impulsions IR et UV. En pratique,
g (t ) peut être prise égale à la fonction de corrélation croisée a (t ). On obtient donc b (t ) =
(c ∗a )(t ) et la fonction f (t ) s’écrit :

f (t ) = a (t ) + (c ∗a )(t ) (3.13)

Tentons de déterminer une expression analytique de la fonction b (t ). En partant de
la définition du produit de convolution, on a :

b (t ) =

∫ +∞

−∞
c (u )a (t −u )du
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∫ +∞
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τ
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du (3.14a)

On effectue le changement de variable x ←
1
p

2σ

�

u +
σ2

τ
− t

�

. L’équation 3.14a devient :
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(3.15a)
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Si l’on pose :

B =C A
p

2σ

p
π

2
, (3.16)

la fonction b s’écrit finalement :

b (t ) = B exp

�

σ2−2τt

2τ2

��

1−erf

�

σ2−τt
p

2στ

��

(3.17)

Cette fonction est appelée en anglais Exponentially modified gaussian function.
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FIGURE 3.14 – Intégrale du pic X̃ (2E3/2) en fonction de τI R−U V , ajustée par la fonction f (t )
(courbe verte) qui se décompose en la somme des fonctions a (t ) (courbe rouge) et b (t ) (courbe
bleue) définies dans le texte.

La fonction f (t ) est finalement ajustée aux points expérimentaux, en vert sur la fi-
gure 3.14 et tracée en vert sur la même figure. Les fonctions a (t ) et b (t ) y sont également
tracées, en rouge et bleu respectivement. On constate un bon accord avec les mesures
expérimentales, ce qui indique qu’une seule dynamique de décroissance (modélisée par
une fonction exponentielle) semble nécessaire pour expliquer les données. Les paramètres
d’ajustement extraits sont : A = 0,59 ± 0,02, B = 0,48 ± 0,03, σ = 37,2 ± 0,8 fs et le temps
typique de dissociation

τ= 75 ± 5 fs. (3.18)

Le délai zéro est placé au maximum de la courbe a (t ) encodant la corrélation croisée
comme dans le cas où cette dernière était mesurée in situ grâce au mélange avec le xénon.

La valeur deσ permet une nouvelle évaluation de la largeur de la corrélation croisée
et ainsi de la longueur d’impulsion UV, τU V = 88± 2 fs, ce qui est proche de la valeur atten-
due grâce aux mesures prises dans le mélange d’iodométhane et de xénon (la longueur était
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FIGURE 3.15 – Propagation du POE dépendante de R et de l’instant d’ionisation tion sur l’état
excité 3Q0 (bleu) résonant à 3ω en fonction de R pour différents retards pompe-sonde τ. La
distribution vibrationnelle est montrée à différents retards en différentes couleurs indiquées
dans la figure. D’après Wurmser (2021).

de 95 ± 2 fs). De même que les maxima du signal ATI des pics provenant de l’iodométhane
étaient décalés de 12 fs par rapport à ceux du xénon, le maximum du signal expérimental
est décalé de 12 fs par rapport au maximum de la gaussienne a (t ).

L’écart de 40 fs entre le maximum de la fonction a (t ) et de la fonction b (t )peut être in-
terprété comme le temps nécessaire pour que la vitesse à laquelle est peuplé l’état Ã s’équi-
libre avec la vitesse à laquelle il se vide (par dissociation).

3.5 Interprétation des résultats à l’aide de simulations

En parallèle des travaux expérimentaux décrits précédemment, Basile Wurmser (2021),
Jérémie Caillat et Richard Taïeb (LCPMR) ont modélisé la dissociation afin de comprendre
les processus en jeu. Les résultats présentés ici ont été développés dans le cadre de la thèse
de Basile Wurmser.
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3.5.1 Cas de l’absorption d’un seul photon UV

3.5.1.1 Durée de vie du signal

La dissociation du POE sur la courbe de l’état 3Q0 est modélisée, dans un premier
temps en faisant l’hypothèse d’une excitation à un seul photon UV – comme sur la Fi-
gure 3.1(a).

Le modèle théorique développé prend en compte deux degrés de liberté pour décrire
la molécule : la distance internucléaire entre les atomes de carbone et d’iode, notée R et la
coordonnée de l’électron notée x . Les courbes d’énergie potentielle choisies ont été déter-
minées à partir de la littérature (Brauße et al., 2018).

Le système est placé instantanément de l’état fondamental X̃ 2A1 à l’état dissociatif
3Q0. L’équation de Schrödinger dépendante du temps associée au paquet d’onde nucléaire
est ensuite résolue pour une énergie potentielle correspondant à celle de l’état dissociatif
3Q0. Ceci permet d’accéder à la position moyenne du paquet d’onde nucléaire en fonction
du temps.

L’ionisation par l’IR est ensuite prise en compte avec une approche perturbative, en
faisant l’hypothèse qu’aucune résonance n’est impliquée. Le nombre de photons néces-
saires à l’ionisation nIR(R ) est déterminé grâce aux courbes d’énergie potentielle X̃ 2A1 et
X̃ 2E3/2. La probabilité d’ionisation est alors calculée en fonction de R . En ajoutant les lar-
geurs des impulsions UV et IR, ainsi que leur délai relatif noté τ, on peut finalement dé-
terminer la distribution vibrationnelle incohérente au rayon R et à l’instant d’ionisation
tion. Cette dernière quantité est représentée Figure 3.15. Le paquet d’onde se déplace très
rapidement vers de grands rayons. A partir de 100 fs, cette distribution vibrationnelle est
quasiment nulle à proximité du rayon d’équilibre Req et l’ionisation nécessite plus de six
photons IR. Cela rend le signal quasiment nul pour des délais τ au-delà de la corrélation
croisée.

En d’autres termes, la dissociation le long de l’état 3Q0 est trop rapide, et place le sys-
tème à un niveau d’énergie trop bas pour être ionisé par l’IR de sonde en l’absence d’UV.
Ce processus ne permet pas d’expliquer la présence d’un signal de photoélectrons au-delà
de la corrélation croisée entre IR et XUV.

3.5.1.2 Origine du pic R

Ce scénario ne permet donc pas d’expliquer complètement la dépendance tempo-
relle du signal observé, mais propose une explication de la présence des pics R au sein des
pics ATI de l’iodométhane, dont la dépendance temporelle (voir Figure 3.13) et en énergie
UV/IR (voir Figure 3.12) sont très proches de celles des pics X̃ 2E1/2 et X̃ 2E3/2.

La Figure 3.16 présente les courbes des états électroniques liés de la molécule modèle.
Plusieurs résonances (cercles jaunes) ont été identifiées aux croisements des états liés avec
l’état dissociatif 3Q0 augmenté d’un multiple de l’énergie du photon IR. À la distance R =
2,9 Å indiqué Figure 3.16 (tirets verticaux jaunes), par exemple, où l’état dissociatif est si-
tué à ∆E1 = 7,1 eV du seuil d’ionisation (soit un minimum de 5 photons IR requis pour
ioniser la molécule), au moins deux résonances sont attendues. Une première résonance
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FIGURE 3.16 – Niveaux d’énergie de l’état fondamental et des états électroniquement liés de
la molécule modèle (traits gris). La flèche mauve correspond à l’absorption d’un photon UV.
Les pointillés rouges correspondent à l’état 3Q0 translaté d’une énergie multiple de l’énergie
IR. D’après Wurmser (2021).

est attendue au croisement du troisième état excité et de la courbe de l’état dissociatif 3Q0

augmentée de 3 photons, soit -7,1 + 3× 1,55 = -2,5 eV du seuil d’ionisation. Une suivante à
-7,1+ 4×1,55= -0,9 eV, correspondant au croisement d’un état de Rydberg avec l’état 3Q0 +
4 photons. Un premier pic d’ionisation est quant à lui attendu à une énergie de photoélec-
tron de -7,1 + 5×1,55 = 0,65 eV (cercle rouge). Ces résonances pourraient ainsi se traduire
par des pics d’ionisation à des énergies intermédiaires entre les pics X̃ 2A1 et X̃ 2E3/2 au sein
d’un même groupe ATI et ainsi être à l’origine des pics R observés. Il est ainsi possible que
la variation des niveaux d’énergie au cours de la dissociation fasse entrer en résonance
les états électroniquement liés avec une certaine combinaison de photons IR : la dissocia-
tion impliquerait un phénomène équivalent aux résonances de Freeman et al. (1987) dans
l’ATI atomique, où le décalage pondéromoteur des niveaux de Rydberg les amène transi-
toirement en résonance avec un nombre entier de photons, résultant en des pics supplé-
mentaires dans le spectre ATI. Une étude plus complète est en cours pour identifier plus
précisément les résonances intermédiaires contribuant aux observations expérimentales.
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FIGURE 3.17 – Probabilité d’ionisation normalisée à 1 en fonction du retard pompe-sonde
dans la prise en compte du scénario impliquant un état de Rydberg résonant et un hypothé-
tique état dissociatif. D’après Wurmser (2021).

3.5.2 Cas de l’absorption de deux photons UV

3.5.2.1 Durée de vie du signal

L’hypothèse d’un autre processus impliquant l’absorption de deux photons UV est
envisagée pour pouvoir expliquer la dépendance temporelle observée. C’est le processus
illustré en Figure 3.1 (b) : l’absorption de deux photons UV lors de l’excitation peuple un état
de Rydberg en-dessous du seuil d’ionisation, en l’espèce, l’état 6d de la série convergeant
vers l’état X̃ 2E1/2. Celui-ci se vide dans un état dissociatif qui reste à identifier clairement
(mais qui pourrait être l’état 21A1) avec un certain couplage qui permettrait d’expliquer la
présence de signal de photoélectron au-delà de la superposition temporelle des impulsions
laser.

Dans la thèse de Basile Wurmser (2021), la probabilité d’ionisation est alors modéli-
sée avec deux termes correspondant à deux voix d’ionisation. Un premier canal correspond
à l’ionisation directe par absorption de 2 photons UV et 1 photon IR. Dans ce cas, l’état dis-
sociatif 3Q0 est alors supposé saturé, d’où l’apparence d’une absorption effective d’un seul
photon UV – ce qui correspond à notre mesure de la dépendance du signal en intensité
UV (cf Figure 3.12). Un second canal correspond à l’excitation résonante de l’état de Ryd-
berg par absorption de 2 photons UV. Le poids relatif de ces deux probabilités d’ionisation
peut être ajusté, ainsi que le terme de couplage gaussien avec l’état dissociatif au système
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d’équations régissant le paquet d’onde. Cela permet de retrouver le comportement asymé-
trique du signal en fonction du délai pompe sonde avec un très bon accord avec les données
expérimentales, comme montré Figure 3.17.

3.5.2.2 Origine du pic R ?

Dans ce scénario, l’origine des pics R reste encore à identifier clairement. La possi-
bilité d’une contribution issue d’un état vibrationnel à l’énergie 9,7 eV (soit 140 meV au-
dessus du seuil) est à l’étude (Karlsson et al., 1977).

3.6 Conclusion

Dans ce chapitre est présentée une étude par spectroscopie ATI de la dissociation de
la molécule d’iodométhane dans un schéma pompe UV à 267 nm - sonde IR à 800 nm.
Les spécificités de cette étude par rapport à la littérature sont (i) la sonde se fait par MPI
non résonante, (ii) le signal détecté est celui des photoélectrons et (iii) les intensités pompe
et sonde sont maintenues à des niveaux relativement faibles afin de n’avoir aucun signal
ATI généré par les impulsions pompe ou sonde seules. Cela permet de ne sonder que le
début de la dissociation, lorsque les molécules sont placées dans un état suffisamment
excité pour pouvoir être ionisées par l’IR.

Dans un premier temps, les scénarios envisagés pour le mécanisme de dissociation
sont présentés.

Le montage expérimental (notamment le triplage de fréquence pour la pompe) et les
paramètres expérimentaux sont ensuite présentés. Les intensités et les durées des impul-
sions pompe et sonde sont caractérisées au mieux.

Ensuite, deux expériences pompe-sonde, l’une dans un mélange d’iodométhane et
de xénon, l’autre dans l’iodométhane pur sont présentées. Leur interprétation est enfin
discutée à l’aide de simulations.

Ces expériences ont permis de mettre en évidence un déclin exponentiel du signal
après l’impulsion pompe de temps caractéristique 75 fs et un décalage de 12 fs entre le
maximum du signal et celui de la corrélation croisée des impulsions. Ces deux éléments
sont la signature de la dynamique de dissociation et permettent d’envisager différents scé-
narios pour la dissociation. Des pics ATI non attribués, notés R , apparaissent entre les pics
attribués à X̃ 2E1/2 et X̃ 2E3/2 dans chaque groupe ATI. Leur origine est également discutée.

Deux scénarios sont ainsi envisagés pour expliquer les dépendances temporelles et
en énergie de photon pompe et sonde observées ici. Le premier, impliquant l’absorption
d’un seul photon UV, permet d’interpréter les pics R observés expérimentalement et non
attribués comme étant dus à des états électroniques liés entrant en résonance au cours de la
dissociation, rappelant des résonances de Freeman et al. (1987) qui seraient alors induites
par la dissociation. Identifier ces états résonants serait un ajout important à la compré-
hension de notre étude. Des premières simulations ont été menées permettant de mettre
en évidence des états résonants et leurs effets sur les spectres obtenus (Wurmser, 2021). La
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dynamique temporelle correspondant à ce scénario est cependant trop rapide pour être
compatible avec les observations. Un autre scénario, impliquant l’absorption de deux pho-
tons UV, est alors envisagé et doit être approfondi. Cette absorption permettrait de peupler
des états de Rydberg résonants, couplés à un état dissociatif. L’ajustement empirique du
poids du canal résonant et de ce couplage permet de bien reproduire la dépendance tem-
porelle observée du signal pompe-sonde. Les pics R correspondraient alors à une contri-
bution issue d’un état vibrationnel à 9,7 eV (Karlsson et al., 1977). Ces différents scénarios
sont encore en cours d’étude.

Nous pouvons comparer notre valeur mesurée pour le temps caractéristique de dis-
sociation à celles rapportées dans la littérature. De nombreuses expérimentations ont été
menées sur la dissociation de l’iodométhane induite avec des longueurs d’ondes de pompe
proches de 267 nm. Les durées typiques mesurées sont de l’ordre de la centaine de fem-
tosecondes, mais présentent une certaine dispersion, dont la diversité des techniques et
conditions expérimentales utilisées est possiblement l’origine. La variabilité des conditions
expérimentales, en particulier les durées des impulsions, le caractère résonant ou non de
l’impulsion sonde, les intensités de pompe et sonde utilisées dans ces études est en ef-
fet importante. Ces paramètres expérimentaux différents sont éventuellement à l’origine
de différents mécanismes correspondant à l’absorption d’un nombre variable de photons,
pouvant exciter des canaux différents d’une expérience à une autre.

En pompant l’iodométhane à 277 nm et en sondant par REMPI (à 304 nm), Zhong
et Zewail (1998) mesurent un retard de 125 fs de l’apparition des ions I + provenant des
fragments d’iode isolés I et I ∗. En pompant à 267 nm et en sondant également de façon
résonante (sonde à 325-334 nm), de Nalda et al. (2008) mesurent des retards d’apparition
de fragments de CH3 (dont le canal d’ionisation I ou I ∗ est résolu) de 60 à 80 fs. Durá et al.
(2009) montrent des retards un peu plus brefs, de 40 à 70 fs entre excitation et apparition des
fragments, qui sont cette fois sondés de façon non résonante mais avec une intensité plus
élevée afin d’ioniser les fragments. Cette expérience est assez proche de la nôtre (pompe à
267 et sonde à 802 nm, toutes deux de durée 80 fs). Cependant, l’impulsion pompe est dans
ce cas plus intense (0,1 TW/cm2) afin de déclencher l’ionisation dissociative de la molécule.
Cela permet également des transitions à deux voire trois photons et l’excitation résonante
des états de Rydberg intermédiaires de l’état neutre. Les durées d’impulsions sont compa-
rable pour la pompe mais un peu plus longue pour la sonde par rapport à notre étude. Dans
un régime de forte intensité, il est possible d’aller jusqu’au contrôle de la dissociation, ce
qui est montré par Corrales et al. (2014a). L’état 3Q0 est alors peuplé par une impulsion à
268 nm longue de 100 fs (mais 30 fois plus intense que dans notre étude), affecté par une
impulsion de contrôle à 800 nm de 50 fs d’intensité variable (de l’ordre de 80 TW/cm2) et
où les fragments CH3 sont sondés à des délais de l’ordre de la picoseconde par REMPI à
335 nm. Cette étude montre qu’il est possible d’induire une intersection conique en pré-
sence de l’IR intense, qui se traduit par un contrôle du nombre de fragments émis et de leur
vitesse.
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Pour approfondir nos études de spectroscopie de dissociation par ATI, plusieurs amé-
liorations expérimentales peuvent être envisagées. Cette expérience a notamment été ef-
fectuée avec des impulsions relativement longues (25 fs pour l’IR et ∼100 fs pour l’UV).
L’impulsion UV utilisée lors de nos expérimentations n’était pas comprimée de façon op-
timale, du fait de la dispersion subie par l’impulsion notamment à travers une fenêtre en
UVFS. En ajoutant un compresseur à prismes en sortie du tripleur, il est possible de pré-
compenser cette dispersion afin de raccourcir temporellement l’UV, éventuellement proche
de sa limite de Fourier, 50 fs. La conception d’un tel compresseur est actuellement à l’étude.

L’accès à des impulsions IR sub-5 fs a été mise en place dernièrement sur SE1 grâce
à un dispositif de postcompression à fibre à cœur creux (premier développement par Ni-
soli et al. (1996), revue récente par Nagy et al. (2021)) qui permet désormais d’obtenir des
impulsions de 3,8 fs et 2,6 mJ (Hergott et al., 2021). A partir de telles impulsions IR post-
comprimées, Galli et al. (2019) proposent une génération d’UV de pompe par triplage de
fréquence dans une cellule à haute pression et non dans des cristaux, ce qui permet d’ob-
tenir des impulsions de 2 fs. Cela permettrait de sonder des processus plus rapides, comme
la relaxation des trous en couche de valence (Attar et al., 2015 ; Drescher et al., 2016) ou le
changement d’énergie des niveaux de cœur (Brauße et al., 2018) dont les durées typiques
sont de moins de 40 fs.

Outre ces améliorations côté source, des améliorations côté détection sont un autre
axe de développement de nos dispositifs expérimentaux. La détection dans un VMI, désor-
mais possible sur la ligne SE1 permet ainsi d’accéder aux moments des particules chargées.
Cela permettrait de résoudre davantage de canaux d’ionisation ou encore de pouvoir effec-
tuer plus de mesures différentes (photoélectrons ou cations), comme c’est déjà le cas dans
la littérature discutée dans le présent chapitre. Ces résultats et les simulations correspon-
dantes font l’objet d’un article en préparation (Lejman et al., 2022).
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CHAPITRE4

Spectroscopie RABBIT pour la

caractérisation XUV et l'étude de

dynamiques de photoionisation

Dans le chapitre 1, le processus de génération d’harmoniques d’ordre élevé a été dé-
taillé mais seule l’amplitude spectrale des impulsions générées a été discutée. Il est cepen-
dant nécessaire d’accéder à leur phase spectrale pour connaître leur profil temporel.

Caractériser temporellement des impulsions ultrabrèves (sub picosecondes) n’est pas
possible avec des systèmes électroniques classiques (photodiodes, caméras, oscilloscopes...).
En effet, ces derniers n’ont pas pas une résolution temporelle suffisante pour suivre les va-
riations d’amplitude du champ électrique associé à ces impulsions.

Afin de caractériser les impulsions en-deçà de cette limite, des techniques optiques
ont été développées. Elles se basent sur des interactions non-linéaires dans la matière, gé-
néralement dans des cristaux. Les techniques FROG (Kane et Trebino, 1993) et SPIDER
(Gallmann et al., 1999) permettent ainsi de caractériser des impulsions laser ayant des du-
rées de quelques femtosecondes. Il n’est cependant pas possible d’utiliser ce genre de tech-
nique avec des impulsions XUV, d’intensité beaucoup plus faible et qui seraient absorbées
rapidement par les cristaux : d’autres processus non-linéaires doivent être mobilisés.

Dans le cas où le spectre de l’impulsion XUV se comporte comme un peigne de fré-
quence, (Véniard et al., 1996) proposent de combiner la caractérisation des impulsions
XUV seules dans un spectromètre de photoélectrons – qui permet d’obtenir leur amplitude
spectrale – à l’interférométrie de photoélectrons en ajoutant le champ laser fondamental
à l’XUV lors du processus de photoionisation. Des transitions à deux photons (XUV et IR)
sont alors possibles et leurs interférences encodent la phase relative des différents ordres
harmoniques. Cet effet non-linéaire peut être utilisé pour réaliser des corrélations croisées
XUV-IR.
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dynamiques de photoionisation

Cette technique permet de retrouver la phase entre deux harmoniques consécutives
et est appliquée pour la première fois par Paul et al. (2001), ce qui a permis de montrer la
structure temporelle des impulsions générées par HHG : des trains d’impulsions attose-
condes. Cette technique est alors baptisée RABBIT pour Reconstruction of Attosecond Bea-
ting By Interference of two-photon Transitions à partir des travaux de Muller (2002).

Dans le cas où la structure spectrale de l’XUV n’est pas un peigne de fréquence, cette
méthode n’est plus applicable. Cela est le cas lorsque les conditions de génération ont été
adaptées pour générer des impulsions attosecondes isolées et non plus des trains d’impul-
sions, ce qui permet de connaître parfaitement l’impulsion ayant assuré la photoionisation
de la cible. D’autres techniques, appelées streaking attoseconde ont été développées en
même temps que le RABBIT (Hentschel et al., 2001 ; Itatani et al., 2002 ; Kienberger et al.,
2004). Elles consistent également à mélanger XUV et IR de génération dans un spectro-
mètre de photoélectrons, mais se placent dans des conditions (d’intensité IR, de détec-
tion) différentes. Le but n’est plus d’effectuer de l’interférométrie de photoélectrons mais
d’imager la distribution de leur impulsion au moment de la photoémission pour différents
retards XUV-IR. La variation rapide du champ électrique (en fait du potentiel vecteur) lors
d’un demi-cycle de l’impulsion laser de "streaking" permet de "balayer" les photoélectrons
résultant de l’ionisation par l’impulsion XUV, et ainsi d’en reconstruire le profil temporel.

Tandis que la technique RABBIT permet de retrouver la phase relative des harmo-
niques à partir de quelques oscillations, la technique FROG-CRAB consiste à scanner l’in-
tégralité de la corrélation croisée XUV/IR (Mairesse et Quéré, 2005). Le profil temporel
de l’XUV peut alors être reconstruit avec un algorithme, dans une démarche analogue à
une reconstruction FROG. Cela permet de reconstruire une impulsion générée par HHG
quelconque, et en particulier de caractériser des impulsions attosecondes isolées (ou de
prendre en compte l’aspect fini des trains d’impulsions).

Le processus RABBIT, tout comme le streaking, est cependant plus indirect que les
méthodes FROG ou SPIDER. Ce ne sont pas les photons qui sont détectés directement mais
des photoélectrons dont la réponse ne dépend pas uniquement de l’excitation XUV, mais
aussi de la cible placée dans le spectromètre à photoélectrons, que l’on doit alors choisir
avec la réponse spectrale la plus homogène possible sur un intervalle de plusieurs dizaines
d’électron-volts.

Cette limitation pour la caractérisation d’impulsions XUV peut être perçue comme
une nouvelle manière de sonder la photoémission sur la cible en question et en particulier
d’accéder à sa phase. C’est ce qui a été proposé au cours des années 2000 et suivantes, en
premier lieu pour caractériser la photoémission dans des solides (Cavalieri et al., 2007 ;
Ossiander et al., 2018), dans des molécules (Haessler et al., 2009 ; Huppert et al., 2016 ;
Beaulieu et al., 2017 ; Vos et al., 2018) et dans des atomes (Schultze et al., 2010 ; Palatchi
et al., 2014 ; Jordan et al., 2017). En particulier, la technique Rainbow RABBIT (Gruson et al.,
2016) permet de reconstruire le profil temporel d’un paquet d’ondes électronique (POE)
structuré par des résonances fines spectralement.
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4.1. Caractérisation temporelle des impulsions obtenues par HHG

FIGURE 4.1 – Schéma de principe de la technique RABBIT. D’après Platzer (2020).

Dans les travaux présentés dans cette thèse, les harmoniques utilisées ont été géné-
rées sous forme de trains d’impulsions attosecondes 1. La technique RABBIT est alors toute
indiquée pour caractériser leur structure temporelle.

Dans ce chapitre, nous allons dans un premier temps développer le fonctionnement
de la technique RABBIT originelle, qui permet de retrouver la dépendance temporelle des
impulsions XUV. Ensuite, nous montrerons comment des phases de diffusion apparaissent
lors du processus de photoionisation d’un POE. La technique Rainbow RABBIT, qui per-
met d’accéder à ces phases, est ensuite détaillée. Enfin, nous montrerons comment le for-
malisme de l’analyse RABBIT peut être complété pour étudier le cas de la photoémission
résolue angulairement. Le but de ce chapitre est en particulier d’introduire les outils déjà
connus de la spectroscopie RABBIT pour comprendre les analyses présentées au chapitre 5.

4.1 Caractérisation temporelle des impulsions obtenues par HHG

4.1.1 Principe de la technique RABBIT

Le principe de cette technique est illustré Figure 4.1. On considère l’ionisation d’un
gaz rare à partir de son état fondamental de potentiel d’ionisation Ip par deux harmoniques
consécutives d’énergies de photon respectives ħhΩn−1 = ħh(n-1)ω0 et ħhΩn+1 = ħh (n+1)ω0, où
ω0 est la fréquence de l’IR de génération et où n est un entier pair.

1. A l’exception des harmoniques générées à deux couleurs présentées au chapitre 1 dont seule
l’amplitude spectrale a pu être mesurée : la structure temporelle ne peut alors pas être connue.
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Ces harmoniques promeuvent simultanément deux POE dans le continuum, dont les
états finaux sont notés respectivement Hn−1 et Hn+1.

L’énergie cinétique des photoélectrons formés, peuplant deux bandes harmoniques
consécutives, est alors :

E (Hn-1) = ħhΩn-1− Ip (4.1)

E (Hn+1) = ħhΩn+1− Ip (4.2)

Par l’ajout d’une portion du champ IR fondamental, appelé ici champ d’habillage,
des transitions à deux photons sont rendues accessibles à ces POE. L’intensité du champ
d’habillage est beaucoup plus faible que celle de l’IR employé pour la HHG, ici de l’ordre
de 1011-1012 W/cm 2 afin d’éviter l’absorption ou l’émission de 2 photons IR ou plus, qui
modifieraient la distribution des photoélectrons (Swoboda et al., 2009).

En particulier, l’absorption d’un photon IR pour les POE dans l’état Hn−1 et l’émission
d’un photon IR pour les POE de l’état Hn+1 créent des répliques des POE ionisés par les
harmoniques. Ces répliques arrivent dans le même état final SBn , appelé pic satellite ou
plus couramment sideband (terme qui sera employé par la suite dans tout ce manuscrit).
L’énergie cinétique de cet état est alors

E (S Bn) = ħhΩn− Ip (4.3)

Les POE de l’état SBn sont ainsi parvenus au même état final à partir du même état
initial (le fondamental) tout en étant passés par deux chemins quantiques différents : ils
interfèrent.

Lorsque le retard τ entre IR d’habillage et train d’impulsions varie, l’intensité de la
SBn est ainsi modulée. Cette modulation s’écrit comme

SBn = An +Bn cos
�

2ω0τ−∆φXUV
n −∆φA

n

�

, (4.4)

avec An l’intensité moyenne du pic satellite, Bn l’amplitude de l’oscillation de pulsation
2ω0 et τ le retard entre les impulsions IR et XUV.∆φXUV

n et∆φA
n sont deux termes de phase.

Le premier s’écrit ∆φXUV
n = φn+1 −φn−1 est lié à l’impulsion XUV. Il correspond à la

différence de phase spectrale entre les harmoniques d’ordres n +1 et n −1.
Le second,∆φA

n (exposant "A" pour atomique), est lié à l’atome ionisé et correspond
à la différence de phase des dipôles de transition à deux photons.

L’ajout de l’IR d’habillage, très peu intense, n’ajoute dans le cas présent aucun pho-
toélectron au continuum et ne permet que de les redistribuer spectralement : par conser-
vation du nombre d’électrons, les bandes harmoniques sont dépeuplées lorsque les side-
bands sont peuplées. Ainsi, les pics harmoniques Hn−1 et Hn+1 oscillent également avec le
retard τ.

La technique RABBIT a été initialement développée pour caractériser des impulsions
XUV. Pour ce faire, la contribution atomique∆φA

n (ou du moins sa variation spectrale) est
négligée ou calculée théoriquement (Paul et al., 2001). Une fois cette phase mise de côté, il
est alors possible de récupérer la phase∆φXUV

n à partir de la phase des oscillations RABBIT.
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FIGURE 4.2 – Spectrogramme RABBIT obtenu à partir d’harmoniques d’ordre élevé géné-
rées dans le néon, filtrées par 200 nm d’aluminium et détectées dans le MBES dans le néon.
D’après Platzer (2020).

On peut alors développer la phase de l’oscillation d’une sideband donnée, notéeφ(ω),
à l’ordre 2 autour de la fréquenceω0. Cela permet notamment d’approcher ∆φXUV

n par sa
dérivée spectrale multipliée par 2ω0. Le développement limité donne :

φ(ω) =φ0+φ1(ω−ω0) +
φ2

2
(ω−ω0)

2, (4.5)

avec ω0 la pulsation centrale de l’impulsion XUV. φ0 correspond à la CEP, φ1 correspond
à un décalage temporel de l’impulsion (retard de groupe) par rapport à l’impulsion IR qui
l’a générée. Enfin, φ2 représente la dispersion du retard de groupe, qui correspond dans
le domaine temporel à une dérive de fréquence (chirp) linéaire de l’impulsion XUV. Cette
grandeur permet de quantifier dans quelle mesure les harmoniques sont synchronisées les
unes par rapport aux autres : c’est elle qui permet de reconstruire la structure temporelle
de l’impulsion XUV, et c’est donc elle que nous voulons déterminer en pratique.

La dérivée spectrale de la phaseφ(ω) est reliée à la quantité mesurée par spectrosco-
pie RABBIT et s’écrit :

∂φ

∂ω
=φ1+φ2(ω−ω0). (4.6)
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FIGURE 4.3 – Phases des sidebands extraites du spectrogramme de la Figure 4.2 en fonction
de l’ordre harmonique et ajustement affine. D’après Platzer (2020).

4.1.2 Exemple de reconstruction du profil temporel d’un train d’impul-
sions attosecondes

Dans cette section, nous allons expliciter la reconstruction du profil temporel d’un
train d’impulsions attosecondes à partir de données expérimentales. Pour ce faire, nous
utilisons le spectrogramme RABBIT présenté Figure 4.2. Ces données ont été obtenues à
partir d’harmoniques générées et détectées dans le néon, car ce gaz présente une phase
atomique faible sur tout le spectre harmonique. Les harmoniques d’ordre 15 à 35 sont alors
détectées dans le MBES.

La phase des oscillations d’une sideband donnée est extraite en intégrant le signal
spectralement sur sa largeur à mi-hauteur puis en y appliquant une transformée de Fourier.
Un pic d’oscillation à 2ω0 est alors identifié et l’amplitude ainsi que la phase associées à
cette fréquence permettent de retrouver les paramètres présentés dans l’équation (4.4),
c’est-à-dire l’amplitude d’oscillation Bn et la phase∆φXUV

n +∆φA
n (ainsi que l’amplitude An

correspondant à l’amplitude à 0ω0).

La dépendance spectrale des phases extraites du spectrogramme de la Figure 4.2 est
représentée Figure 4.3. Elle est linéaire et valide l’hypothèse d’une évaluation quadratique
deφ(t ). La pente, extraite grâce à un ajustement linéaire, est de 0,12 rad par ordre harmo-
nique soit dφ = 0,24 rad entre deux harmoniques consécutives, ce qui correspond à un
délai de δtH H = dφ/2ω0 = 51 as entre deux harmoniques consécutives ou encore à φ2 =
+0,011 fs2. Cette valeur est similaire aux données de Mairesse et al. (2003) (figure 1), bien
que la présence d’un filtre aluminium dans notre cas (introduisant une dispersion néga-
tive (RefractiveIndex.info)) aurait pu contribuer à réduire δtH H par rapport à ces données
(López-Martens et al., 2005). Cette dérive de fréquence attoseconde est appelée atto-chirp.
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4.1. Caractérisation temporelle des impulsions obtenues par HHG

La grandeur φ1 ayant été définie comme le retard de groupe des harmoniques par
rapport à l’IR de génération, elle n’est pas accessible sans une mesure interférométrique
avec ce dernier. Il manque en effet une référence de phase absolue, autrement dit l’or-
donnée à l’origine du graphe 4.2 est arbitrairement fixée. En ôtant le filtre aluminium et
en ajoutant l’IR de génération dans le MBES, il est possible de trouver cette information.
L’ajout de l’IR de génération produit en effet une oscillation supplémentaire à ω0 dans le
signal des sidebands dont la phase associée est la référence manquante. φ1 n’est qu’un re-
tard de groupe et ne représente qu’une translation dans le temps : elle n’a pas d’impact sur
la structure temporelle du train d’impulsions. Une autre façon consiste à faire passer l’IR
d’habillage dans le milieu de génération et ainsi de moduler àω0 l’efficacité de génération
harmonique (Dinu et al., 2003 ; Mairesse et al., 2003).

Connaître φ2 est ainsi suffisant pour reconstruire la structure temporelle du train
d’impulsions attosecondes, qui est présenté dans la Figure 4.4. A partir des phases et de
l’amplitude de chaque harmonique (Figure 4.4 (a)), on peut retrouver le profil temporel du
train d’impulsion avec une transformée de Fourier inverse (Figure 4.4 (b)). Les intensités
des pics harmoniques sont modélisées en supposant un plateau constant et une énergie
de coupure à l’harmonique 29, ce qui correspond aux conditions expérimentales.

L’analyse RABBIT permet ainsi de reconstruire les trains d’impulsions attosecondes,
à une approximation près. La réduction du contenu spectral de chaque harmonique à un
unique point revient à les considérer comme infiniment fines, autrement dit que le train
d’impulsions est infini dans le temps. En conséquence, les impulsions temporelles recons-
truites sont toutes identiques et leur profil correspond à celui d’une impulsion moyenne au
sein du train. Expérimentalement, cette approximation est valide lorsque l’on scanne le re-
tard IR-XUV sur une plage très inférieure à l’enveloppe de l’impulsion XUV (ou en pratique
de sa corrélation croisée avec l’impulsion IR).

Une autre limitation à cette technique est la largeur spectrale de l’IR d’habillage. Consi-
dérer que les répliques des POE créées par l’absorption d’un photon XUV leur sont iden-
tiques est une approximation, qui revient à considérer que la largeur spectrale du photon
IR est infiniment étroite. Expérimentalement, ce n’est cependant pas le cas. L’impulsion
d’habillage présente en effet une largeur spectrale de quelques dizaines de nm et donc une
durée relativement courte (de 25 fs dans notre cas). Ceci fait apparaître des "effets d’im-
pulsion finie" (finite pulse effects) mis en évidence par Jiménez-Galán et al. (2016) et Busto
et al. (2018).

4.1.3 Conclusion

Nous avons montré dans cette section que l’analyse RABBIT permettait la reconstruc-
tion de l’impulsion moyenne du train d’impulsion.

Cette technique nécessite également une excellente stabilité des pointés des fais-
ceaux IR et XUV, ainsi qu’un contrôle nanométrique de leur retard relatif. Les limitations ex-
périmentales de cette technique sont notamment détaillées dans Isinger et al. (2019). L’un
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FIGURE 4.4 – (a) Intensités modèles utilisées pour la reconstruction temporelle (points verts)
et phases extraites du spectrogramme de la Figure 4.2 (losanges rouges) et (b) Reconstruction
temporelle du train d’impulsions attosecondes. Les impulsions sont séparées d’une demi-
période laser, soit 1,3 fs et sont larges de 350 as. D’après Platzer (2020).

des aspects les plus problématiques est relié à l’instabilité de l’interféromètre qui conduit
à des variations de retard. Celle-ci peut être améliorée en installant une boucle de rétroac-
tion, ce qui est le cas dans de nombreuses salles expérimentales.

D’autres paramètres s’avèrent également cruciaux, pour retrouver la structure tem-
porelle de l’impulsion, en particulier les distributions spatiale et temporelle des impulsions
XUV, qui s’avèrent être couplées (Bourassin-Bouchet et al., 2013 ; Wikmark et al., 2019)
et dont le front d’onde doit correspondre au mieux avec celui de l’IR d’habillage (López-
Martens et al., 2005).

4.2 Dynamique de photoionisation

Dans cette partie, nous allons mettre en évidence l’origine de la phase de diffusion
mesurée lors de la photoionisation d’atomes ou de molécules. La description des aspects
dynamiques de la photoionisation nécessite de poser l’équation de Schrödinger dépen-
dente du temps (en anglais Time-Dependent Schrödinger Equation, abrégé en TDSE) et de
la résoudre. On considère ainsi un paquet d’ondes électronique diffusant dans le conti-
nuum (d’énergie E > 0), décrit comme une somme d’ondes monochromatiques :

Ψ(t , r ) =

∫ +∞

0

a (E )ψ(E , r )e−i E t /ħh dE (4.7)
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où a (E ) est l’amplitude associée à l’énergie E .
Dans cette section, les éléments permettant de comprendre la résolution de la TDSE

dans le cas d’un potentiel central et l’apparition d’une phase de diffusion et son interpré-
tation physique dans un tel cas seront développés. L’origine de la phase de diffusion et son
interprétation physique sera ensuite discutée. Une résolution complète est proposée par
Friedrich (1991), dont les notations sont par ailleurs reprises dans cette section.

4.2.1 Diffusion électronique sur un potentiel central

On considère le cas d’un paquet d’ondes électronique sous l’influence d’un un po-
tentiel V stationnaire (atomique ou moléculaire) et central (l’interaction dépend unique-
ment de la distance r entre le paquet d’ondes et le centre diffusant). La fonctionΨ, dont les
coordonnées sphériques (r , θ , φ) sont définies dans le référentiel du centre de masse du
système (POE + centre diffusant), ici identifié au cœur ionique, est solution de l’équation
de Schrödinger dépendante du temps

iħh
∂ Ψ

∂ t
= [−
ħh 2

2µ
∆+V (r )]Ψ(t , r,θ ,φ) (4.8)

Les étatsψE (r,θ ,φ) décrivant le POE sont alors solutions de l’équation de Schrödin-
ger indépendante du temps :

[Ĥ0+V ]
︸ ︷︷ ︸

Ĥ

ψE (r,θ ,φ) = EψE (r,θ ,φ) (4.9)

[−
ħh 2

2µ
∆+V (r )]ψE (r,θ ,φ) = EψE (r,θ ,φ) (4.10)

en notantµ la masse réduite du système, dans ce cas presque égale à la masse de l’électron.
On peut exprimer le Laplacien en fonction de l’opérateur moment angulaire L̂ 2 tel que

∆=
1

r 2

∂

∂ r
(r 2 ∂

∂ r
)−

L̂ 2

ħh 2r 2
(4.11)

en rappelant l’expression du moment angulaire

L̂ 2 =
1

sinθ

∂

∂ θ
(sinθ

∂

∂ θ
) +

1

sin2θ

∂ 2

∂ φ2
(4.12)

de sorte que la dépendance radiale soit exprimée indépendamment de la dépen-
dance angulaire dans l’équation aux valeurs propres (4.10), qui devient alors

[−
ħh 2

2µ

1

r

∂ 2

∂ r 2
r +

1

2µr 2
L̂ 2+V (r )]ψE (r,θ ,φ) = EψE (r,θ ,φ) (4.13)

Cette expression permet de noter que la dépendance angulaire est entièrement conte-
nue dans le terme en L̂ 2, qui commute avec Ĥ et avec Lz =−iħh ∂

∂ φ . Ainsi, on peut chercher
les solutions de (4.13) sous la forme de fonctions propres communes aux trois observables
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Ĥ , L̂ 2 et Lz , c’est-à-dire
ψE (r,θ ,φ) =R (r )Y m

` (θ ,φ)

avec les harmoniques sphériques Y m
` (θ ,φ). Les fonctions d’onde correspondantesψ sont

appelées ondes partielles.
Ainsi, l’équation de Schrödinger peut être réduite à l’équation radiale

(−
ħh 2

2µ

1

r

d2

dr 2
r +
`(`+1)ħh 2

2µr 2
+V (r ))R (r ) = E R (r ) (4.14)

Le traitement pour résoudre l’équation de Schrödinger radiale (4.14) dépend de l’in-
fluence du potentiel V (r ) considéré. Plusieurs cas sont à distinguer, qui seront traités dans
les parties suivantes.

4.2.1.1 Ondes sphériques libres

On considère en premier lieu le cas où le potentiel V est nul et où l’on se place à
grande distance r . L’influence de V (r ) sera négligeable donc les solutions de l’équation
(4.13) correspondront aux ondes sphériques libres, qui sont les valeurs propres du hamil-
tonien Ĥ0 et dont l’expression estψ0(r,θ ,φ) =R0(r )Y m

` (θ ,φ).
On peut montrer (Cohen-Tannoudji et al. (1973) Chapitre VIII) que les solutions de

4.13 sont de la forme

ψ(0)k ,`,m (r,θ ,φ) =

√

√2k 2

π
j`(k r )Y m

` (θ ,φ) (4.15)

avec k ,` et m paramétrant les valeurs propres de l’hamiltonien sans potentiel Ĥ0, L̂ 2 et L̂z :

Ĥ0ψ
(0)
k ,`,m (r,θ ,φ) =

ħh 2k 2

2µ
ψ(0)k ,`,m (r,θ ,φ)

L̂ 2ψ(0)k ,`,m (r,θ ,φ) = `(`+1)ħh 2ψ(0)k ,`,m (r,θ ,φ)

L̂zψ
(0)
k ,`,m (r,θ ,φ) =mħhψ(0)k ,`,m (r,θ ,φ)

et j` une fonction de Bessel sphérique définie par

j`(ρ) = (−1)`ρ`(
1

ρ

d

dρ
)`

sinρ

ρ

Le comportement asymptotique de la fonction d’onde à longue distance du centre
diffusant correspond ainsi à celui des fonctions de Bessel sphériques. On peut montrer que
cela correspond à

ψ(0)k ,`,m (r →+∞,θ ,φ)∼

√

√2k 2

π
Y m
` (θ ,φ)

sin(k r − `π/2)
k r

(4.16)

fonction réelle que l’on peut écrire sous forme complexe pour interpréter son expression
sous forme d’ondes

ψ(0)k ,`,m (r →+∞,θ ,φ)∼−

√

√2k 2

π
Y m
` (θ ,φ)

e−i k r ei` π2 −ei k r e−i` π2

2i k r
(4.17)
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Pour r → +∞,ψ(0)k ,`,m est donc la superposition d’une onde sphérique entrante e −i k r /r et
d’une onde sphérique sortante e +i k r /r dont la phase relative est `π. Cette phase est alors
indépendante de l’énergie.

4.2.1.2 Ondes partielles

On se place maintenant dans le cas où le potentiel n’est pas négligeable. On considère
le cas d’un potentiel à courte portée, c’est-à-dire qu’il disparaît plus vite que∝ 1/r (cas
coulombien) et que nous le considérons à faible r . 2

On pose R (r ) = 1
r u (r ). L’équation (4.14) devient

[−
ħh 2

2µ

d2

dr 2
+
`(`+1)
2µr 2

+V (r )]u (r ) =
ħh 2k 2

2µ
u (r ) (4.18)

à laquelle on ajoute la condition initiale u (r = 0) = 0.

A grande distance, V (r ) et le terme en∝ 1/r 2 deviennent négligeables et (4.18) de-
vient

d2u

dr 2
+k 2u (r )÷ 0 (4.19)

dont la solution générale est de la forme

u (r →+∞)∼ a1 cos(k r ) +a2 sin(k r )

Le potentiel V étant réel, on peut trouver des solutions u réelles et normalisées à 1 sur R.
On peut alors réécrire

u (r →+∞)∼
q

a 2
1 +a 2

2 (sinβ` cos(k r ) + cosβ` sin(k r )) (4.20)

Avec sinβ` =
a1p

a 2
1+a 2

2

et cosβ` =
a2p

a 2
1+a 2

2

, soit

u (r →+∞)∼ sin(k r −β`) (4.21)

La phase de diffusion β` est déterminée par continuité de la solution de (4.18). Dans le cas
d’un potentiel V identiquement nul (cas du potentiel à grande distance), la phase est égale
à `π/2. On peut alors choisir cette valeur comme référence en définissant le déphasageδE ,`

tel que :

u (r →+∞)∼ sin(k r − `
π

2
+δE ,`)

δE ,` dépend de ` et de k , c’est-à-dire du moment angulaire et de l’énergie. En injectant
l’expression précédente de u dans l’expression générale de la fonction d’onde, et en mul-
tipliant par eiδE ,` on obtient l’expression asymptotique de l’onde partielle
ψk ,`,m (r → +∞, θ , φ) :

2. Le cas particulier Coulombien, pour lequel le potentiel V (r ) est ressenti même à r → +∞,
n’est pas traité ici (on pourra consulter Friedrich (1991), partie 1.3.2 pour un traitement plus com-
plet).
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ψk ,`,m (r →+∞,θ ,φ)∼−Y m
` (θ ,φ)

e−i k r ei` π2 −ei k r e−i` π2 e2iδE ,`

2i k r
(4.22)

qui peut également être interprétée comme la somme de deux ondes sphériques. La
première, en e−i k r /r correspond à une particule libre et peut être baptisée onde incidente
sur le potentiel central. La seconde en e+i k r /r est déphasée de `π+ 2δE ,` par rapport à la
première ; elle correspond à la partie de l’onde incidente ayant diffusé sur le potentiel V et
devenant une onde dite sortante. La quantité de phase 2δE ,` accumulée lors de son inter-
action avec le potentiel est ainsi définie relativement à la phase qu’aurait cette même onde
sortante en présence d’un potentiel nul (qui serait alors une onde sphérique en e+i k r /r de
phase `π).
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FIGURE 4.5 – Représentation 2D de l’effet d’un potentiel attracteur V0(x ) sur la diffusion d’un
POE. Les solutions réelles à la TDSE obtenues grâce à l’approximation BKW (en noir) sont
comparées aux états de l’électron libre (en bleu) pour trois énergies (E = 1, 2 et 3 u.a.) Les
phases sont perturbées au niveau du puits de potentiel ; cette perturbation s’accumule au
cours de la propagation. D’après Dahlström et al. (2013).

On peut se faire une idée de l’origine de la dépendance spectrale de δE ,` de la façon
suivante, en faisant l’approximation semi-classique de Brillouin-Kramers-Wentzel (BKW).
Celle-ci suppose que, dans le cas d’un potentiel V (r ) faible, la quantité de mouvement lo-
cale de l’électron, p (r ) = ħh∂ ψ/∂ r , varie lentement. Dès lors, l’équation de Schrödinger
(4.14) se simplifie en

−
∂ ψ

∂ r
=

1

ħh

Æ

2me [E −V (r )] (4.23)

dont les solutions sont de la forme

ψk ,`,m ∝
1

p

p (r )
exp

�

±
i

ħh

∫ r

r0

d r ′p (r ′)
�

(4.24)
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Avec r0 la position initiale où l’électron libre commence à diffuser. La solution comportant
un - dans l’exponentielle correspond au cas d’une onde incidente sur le potentiel, et celle
avec un+ à une onde sortante. Des solutions à l’équation pour trois énergies de photoélec-
trons sont montrées Figure 4.5.

Plus généralement, la quantité 2δE ,` contient l’information sur tout le processus de
diffusion et permet notamment de déterminer la section efficace de diffusion d’un atome
pour l’orbitale ` (Cohen-Tannoudji et al., 1973).

4.2.2 Délais de Wigner

On considère maintenant un POE diffusant sur un potentiel ionique V (r ), comparé à
un POE de référence libre (V = 0). Ces deux paquets sont des ondes sphériques, déphasées
de la quantité 2δE ,` dépendante de l’énergie. On peut définir un délai de groupe du paquet
d’ondes diffusé par rapport au paquet d’ondes électronique libre comme

τW = 2ħh
dδE ,`

dE
(4.25)

Ce délai de groupe est appelé délai de Wigner (ou plus rarement délai d’Eisenbud-
Wigner-Smith), d’après les physiciens Eisenbud (1948),Wigner (1955) et Smith (1960) ayant
mis en évidence le lien entre phases de diffusion et délais de diffusion.

Ce délai de groupe peut en effet être interprété comme le délai de diffusion d’une
onde incidente par le potentiel ionique sous un certain nombre de conditions. Il est néces-
saire pour que cette dérivation ait un sens temporel :

— que la section efficace soit relativement constante sur la gamme d’énergie considé-
rée, ce qui est en particulier faux à proximité de résonances

— que le POE considéré ne comporte qu’une seule composante orbitale ` (ou une com-
posante dominante) car le déphasage δE ,` dépend du moment angulaire orbital.

Dans le cas de la photoionisation, le POE diffusé ne ressent que la moitié du potentiel
V (r ) (sa distance radiale r varie de 0 à +∞ et non de −∞ à +∞). La phase de diffusion
n’est alors que de δE ,`.

Cas non résonant

Il est possible de définir un délai de photoionisation, qui correspond alors à la moitié
du délai de Wigner défini dans l’équation (4.25). Ces délais sont du même ordre de grandeur
que celui de l’interaction avec le potentiel, que l’on peut évaluer dans le cas du modèle de
Bohr de l’atome en divisant le rayon de Bohr, a0 = ħh 2/me e 2, par la vitesse de l’électron ve =
p

me /2E définie à partir de son énergie cinétique E . Dans le cas d’un électron d’énergie
cinétique 1 eV, ce temps est de l’ordre de la centaine d’attosecondes.
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Cas résonant

En présence d’une résonance ou si de nombreuses orbitales contribuent au POE, on
ne peut plus considérer la phase de diffusion comme un retard de groupe unique. Elle en-
code alors les dynamiques électroniques induites par la photoionisation résonante. C’est
notamment le cas dans l’étude menée dans l’hélium au sein de la sideband 16 présentée
au chapitre 5.

4.3 Accès à la dynamique de photoionisation

Dans cette section, nous allons montrer comment la technique RABBIT peut être
utilisée afin de caractériser la dynamique de photoionization d’une cible à partir de son
spectre de photoélectron résultant de l’excitation à plusieurs couleurs.

4.3.1 Délais de photoionisation

Nous avons vu dans la section 4.1 que la modulation des sidebands (équation 4.4) en-
code deux termes de phase :−∆φXUV

n , relié à la différence de phase entre les harmoniques,
et−∆φA

n , lié au processus de photoionisation, que nous avions mis de côté précédemment.

Le terme ∆φA
n correspond à la différence de phase des dipôles de transition à deux

photons et peut être approximé par la somme de deux contributions (Klünder et al., 2011) :

∆φA
n ∼∆ηn +∆φ

CC
n . (4.26)

La quantité ∆ηn = ηn+1 − ηn−1 est la différence de phase de diffusion accumulée par le
paquet d’ondes électronique suite à l’ionisation par l’impulsion XUV puis diffusion sur le
potentiel créé par l’ion parent, décrite dans la partie 4.2.1. ∆φCC

n = φCC
n+1 −φ

CC
n−1 est une

phase supplémentaire introduite par l’ajout du champ d’habillage, responsable de tran-
sitions continuum-continuum. Cette phase est universelle et ne dépend pas de l’atome
ionisé (Dahlström et al., 2013).

Pour accéder à ces termes, on doit s’affranchir de la contribution ∆φXUV
n . Il est pos-

sible de caractériser les impulsions attosecondes dans un gaz dont la réponse spectrale
est constante et bien connue, comme le néon, afin de déterminer cette contribution avant
d’utiliser ces mêmes impulsions sur le gaz d’intérêt. Il est également possible de mélan-
ger gaz de référence et gaz cible dans le spectromètre à électrons (Sabbar et al., 2015) ou
de mesurer des différences de phases entre sous-couches d’un même gaz (Isinger et al.,
2017 ; Alexandridi et al., 2021) : la référence est alors interne et permet de se débarrasser
exactement de la contribution des harmoniques.

Dans le cas où le gaz cible ne présente pas de résonance fine, les déphasages∆ηn et
∆φCC

n peuvent ensuite être convertis en retards de groupe en les divisant par 2ω0. Ainsi on
note τA

n =∆φ
A
n/2ω0, τCC

n =∆φ
CC
n /2ω0 et on appelle délai de Wigner, délai de diffusion ou

encore délai de photoionisation la quantité τW
n =∆ηn/2ω0.
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4.3.2 Dynamiques à proximité de résonances et Rainbow RABBIT

Dans le cas d’une résonance fine (quelques meV à dizaines de meV) par rapport à la
largeur spectrale des harmoniques (quelques centaines de meV), la quantité∆φA

n encodée
dans les sidebands adjacentes à ces harmoniques n’est pas constante en leur sein. Dans le
cas d’impulsions harmoniques larges spectralement, intégrer ces bandes sur leur largeur
à mi-hauteur ne permet pas de rendre compte de ces variations : deux techniques ont été
développées pour dépasser cette limitation.

La première consiste à réduire la largeur spectrale du laser IR et de varier sa longueur
d’onde centrale, et donc celle des pics harmoniques pour exciter l’atome avec différentes
fréquences proches de la fréquence résonante. Une trace RABBIT est mesurée à chacune
de ces longueurs d’onde centrales, puis les phases ainsi extraites sont rassemblées et resti-
tuent l’excursion de la phase atomique à l’intérieur de la résonance. Cette méthode a no-
tamment permis l’étude de la résonance 1s 3p de l’hélium (Swoboda et al., 2010), de la ré-
sonance 3s−14p de l’argon (Kotur et al., 2016) ou encore les résonances 2s−13p , 2s−14p et
2s−14s du néon (Barreau et al., 2019).

La seconde technique, appelée Rainbow RABBIT, consiste à appliquer l’analyse des
modulations pour chaque point en énergie à l’intérieur des pics au lieu de les intégrer sur
quelques centaines de meV. Cette technique a été développée par Gruson et al. (2016) pour
étudier la résonance 2s 2p de l’hélium. Elle est décrite de façon détaillée dans la partie Sup-
plementary Material de cet article et dans les thèses de Lou Barreau (2017) et Christina
Alexandridi (2018). Ces mesures sont exigeantes expérimentalement, puisqu’elles néces-
sitent un bon rapport signal/bruit pour pouvoir extraire de façon fiables les amplitudes
et phases à 2ω0 à chaque point en énergie. La résolution spectrale peut être limitée par
le spectromètre à photoélectrons (Gruson et al., 2016) ou par la largeur spectrale du laser
d’habillage (Busto et al., 2018).

4.4 Accès à la phase et au module d’un POE résonant à partir de Rain-
bow RABBIT

Reprenons le cas étudié au chapitre 5, à savoir la résonance 1s 3p de l’hélium située à
l’énergie sous le seuil 23,09 eV (le seuil d’ionisation de l’hélium est situé à 24,58 eV). Cette
résonance est peuplée par la 15ème harmonique de l’IR à 800 nm (notée H15), puis l’IR d’ha-
billage crée un le POE dans le continuum au sein de la sideband 16 (SB16). Il s’agit du paquet
d’ondes dont nous souhaitons retrouver la dynamique, noté (H15+1). Il interfère dans la
SB16 avec le POE excité par l’harmonique 17 (H17) ayant émis un photon IR, qui constitue
un chemin de référence noté (H17-1). Pour accéder au module et à la phase de l’amplitude
de transition du POE correspondant au chemin (H15+1), un certain nombre d’approxima-
tions, déjà utilisées dans Gruson et al. (2016), sont nécessaires. Ces approximations sont
détaillées ici ; les données correspondantes sont présentées dans le chapitre 5.

Le signal oscillant au niveau de la SB16 s’écrit alors :

S16(τ, E ) = |A15+1(E )|2+ |A17−1(E )|2+2|A15+1(E )||A17−1(E )|cos
�

2ω0τ−∆χ16(E )
�

(4.27)
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où τ est le délai IR-XUV, |A15+1(E )| et |A17−1(E )| sont respectivement les amplitudes
de transition dépendantes de l’énergie du POE (H15+1) et du POE (H17-1) et ∆χ16(E ) est
leur phase relative.

Phase de la transition (15+1)

La phase∆χ16(E ) s’écrit :

∆χ16(E ) =∆φ
XUV
16 (E ) +∆φ

A
16(E )

=φ17(E )−φ15(E ) +φ
A
17(E )−φ

A
15(E ). (4.28)

La phase associée à la dynamique électronique du chemin résonant est à 2 photons est
φA

15(E ) qui varie rapidement avec E dans la sideband. Pour pouvoir extraire cette quantité
à partir de∆χ16(E ), plusieurs approximations sont effectuées.

— Les phases harmoniquesφ15(E ) etφ17(E ) ont la même dépendance spectrale : ainsi
φ17(E )−φ15(E ) est considérée comme constante spectralement.

— La dépendance spectrale de la phase issue du chemin de référence, φA
17 , est négli-

geable devant celle du chemin résonantφA
15 , très perturbée.

Dès lors, on obtient

∆χ16(E ) =−φA
15(E ) +C (4.29)

où C est constante.

Module de la transition (15+1)

En théorie, l’équation (4.27) permet de retrouver directement le module de la tran-
sition résonante, |A15+1(E )| en considérant la composante continue de la SB16 ainsi que
son amplitude à la fréquence 2ω0. Cependant, un signal parasite peut être présent expé-
rimentalement et ne pas permettre de retrouver la composante continue de façon fiable.
Plusieurs approximations permettent de retrouver le module de façon plus indirecte. Dans
l’étude menée au chapitre 5, on suppose que le POE non résonant peut être extrait soit de
la sideband voisine SB 18 (non-résonante), soit de cette même SB16 mais mesurée dans un
gaz non résonant, comme l’argon. On a ainsi directement accès à |A15+1(E )|.

Conclusion

Ces approximations permettent ainsi d’accéder à la dépendance spectrale de la phase
et du module de l’élément de matrice de transition à deux photons. Par transformée de
Fourier, il est alors possible de reconstruire la dépendance temporelle du paquet d’ondes
électronique résonant.

Les limitations à la technique RABBIT (stabilité de l’interféromètre, focalisation des
harmoniques...) sont autant de limitations pour la technique Rainbow RABBIT.
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4.5 Spectroscopie attoseconde résolue angulairement

Les délais discutés jusqu’à présent étaient intégrés angulairement, c’est-à-dire que
l’aspect vectoriel de la vitesse initiale des photoélectrons (ou l’angle d’émission des élec-
trons par rapport à la polarisation du laser) n’était pas pris en compte. La prise en compte
de cette dimension supplémentaire est le fruit de développements relativement récents et
nécessite d’introduire des outils d’analyse supplémentaires.

Les premières mesures de type RABBIT incluant la résolution angulaire ont été me-
nées très tôt après la mise en œuvre de cette technique (Aseyev et al., 2003) et avaient
pour but de caractériser les trains d’impulsion. Ce n’est que depuis 2016 que des mesures
RABBIT ont été effectuées dans des COLTRIMS ou des VMI dans le but de sonder le proces-
sus de photoionisation lui-même. Ces recherches suscitent un intérêt grandissant et sont
en plein développement, tant sur les aspects expérimentaux que théoriques.

Une revue détaillée est présentée au chapitre 5, mais on peut notamment citer les tra-
vaux de Heuser et al. (2016), qui ont proposé les premières mesures RABBIT résolues an-
gulairement et ont mesuré des délais de photoionisation de l’hélium avec un COLTRIMS.
Ces résultats nous ont servi de référence pour nos propres travaux. Joseph et al. (2020) ont
détaillé la projection des oscillations RABBIT sur la base des polynômes de Legendre (déjà
utilisée par Aseyev et al. (2003)) pour remonter à la dépendance angulaire des délais de pho-
toionisation. Nos travaux reprennent cette méthodologie ; les notations choisies ici sont
proches de celles de leur article.

Dans le cas de la photoémission d’un atome au potentiel isotrope, ionisé par des im-
pulsions linéairement polarisées, la distribution angulaire est indépendante de l’angle azi-
mutal ϕ.

Dans ce cas, l’intensité du signal est une fonction qui dépend de trois paramètres : E ,
l’énergie du photoélectron, θ , l’angle d’émission du photoélectron par rapport à la polari-
sation de l’impulsion laser et τ le délai entre l’impulsion XUV et l’impulsion IR :

I (E ,θ ,τ) = A(E ,θ ) +B (E ,θ )cos [2ω0τ−C (E ,θ )] (4.30)

où A(E ,θ ), B (E ,θ ) et C (E ,θ ) sont respectivement la valeur moyenne, l’amplitude et la
phase d’oscillation à 2ω0 du signal mesuré en fonction du délai τ à l’énergie E et à l’angle
θ .

Le but de cette méthode, appelée méthode analytique, est d’accéder à une formule
explicite pour B (E ,θ ) et C (E ,θ ). Ces deux quantités encodent la diffusion du POE et ainsi
sa dynamique et peuvent être extraites à partir des images enregistrées à différents délais.

Ce signal peut être projeté sur la base des polynômes de Legendre notés Pl (cosθ ) tel
que

I (E ,θ ,τ) =
N
∑

l=0

hl (E ,τ)Pl (cosθ ). (4.31)
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FIGURE 4.6 – Quelques polynômes de Legendre sous la forme Pl (cosθ ). L’angle θ est défini
par rapport à la verticale (axe z ). D’après Platzer (2020).

Cette base de polynôme est parfaitement adaptée à la description de la distribution
angulaire de photoélectron. En effet, le nombre de photons absorbés, qui détermine les
moments angulaires finaux, peut être relié à la distribution angulaire obtenue : l’absorp-
tion de N photons conduit à une distribution qui dépendra des polnômes P0 à P2N (Lam-
bropoulos, 1976).

La transformation d’Abel (Harrison et al., 2018) appliquée à chaque image issue d’un
VMI pour pouvoir retrouver les informations spatiales est exprimée sur la base des poly-
nômes de Legendre. Les données issues de COLTRIMS peuvent également être projetées
de cette manière, ce qui justement est proposé par Joseph et al. (2020).

La Figure 4.6 montre les six premiers Pl (cosθ ). On peut remarquer que les polynômes
pairs sont symétriques selon l’axe z qui est l’axe de polarisation du laser. Ce n’est pas le cas
pour les polynômes impairs qui eux sont asymétriques le long de cet axe.

Dans le cas de l’ionisation à deux photons d’un atome, les polarisations étant linéaires
et incluses dans le plan de détection, N= 4 (Lambropoulos, 1976). Par ailleurs, on ne consi-
dère ici pas les effets en dessous du cycle optique, donc les atomes considérés sont orientés
de manière aléatoire. Le signal présente donc une symétrie haut/bas qui annule les coeffi-
cients hl (E ,τ) pour tout l impair.

L’équation (4.30) peut ainsi s’écrire :

I16(E ,θ ,τ) = h0(E ,τ)P0(cosθ ) +h2(E ,τ)P2(cosθ ) +h4(E ,τ)P4(cosθ ). (4.32)

Avec
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P0(cosθ ) = 1 (4.33)

P2(cosθ ) =
1

2
(3 cos2θ −1) (4.34)

P4(cosθ ) =
1

8
(35 cos4θ −30 cos2θ +3) (4.35)

Le traitement de la dépendance angulaire est ainsi découplé de celles en délai et en
énergie, qui sont comprises dans les coefficients hl (E ,τ). Ces derniers sont homogènes à
des spectrogrammes RABBIT (de fait, le terme h0(E ,τ) correspond précisément au signal
intégré angulairement). Chaque matrice hl (E ,τ) est analysée par transformée de Fourier,
comme un spectrogramme RABBIT classique.

4.5.1 Reconstruction analytique

La modulation du coefficient associé au polynôme de Legendre L s’écrit

hL (E ,τ) = aL (E ) + bL (E )cos[ω0τ+ cL (E )] (4.36)

où les aL , bL et cL sont obtenus après une analyse de Fourier des matrices hl (E ,τ) (L
= 0,2,4), de la même manière qu’un signal intégré angulairement.

Il est possible d’expliciter la relation entre ces termes (al , bl et cl ) avec les variables
A(E ,θ ), B (E ,θ ) et C (E ,θ ) de l’équation (4.30).

En remarquant que le signal peut être développé sous la forme suivante – on omettra
la dépendance en cosθ des Pl (cosθ ) –, on obtient :

I (E ,θ ,τ) =
∑

l=0,2,4

�

al (E ) + bl (E )cos[ω0τ+ cl (E )]
�

×Pl (4.37)

=
∑

l=0,2,4

al (E )×Pl
︸ ︷︷ ︸

A(E ,θ )

+bl (E )cos(ω0τ)cos cl (E )×Pl
︸ ︷︷ ︸

B (E ,θ )cos C (E ,θ )

−bl (E )sin(ω0τ)sin cl (E )×Pl
︸ ︷︷ ︸

B (E ,θ )sin−C (E ,θ )

On pose

x (E ,θ ) =
∑

l=0,2,4

bl (E )cos cl (E )×Pl (cosθ ) (4.38)

y (E ,θ ) =
∑

l=0,2,4

bl (E )sin cl (E )×Pl (cosθ ). (4.39)

Les amplitudes A(E ,θ ) et B (E ,θ ) la phase C (E ,θ ) peuvent alors être identifiées à :

A(E ,θ ) =
∑

l=0,2,4

al (E )Pl (cosθ ) (4.40)

B (E ,θ ) =
Æ

x (E ,θ )2+ y (E ,θ )2 (4.41)

−C (E ,θ ) = arctan
y (E ,θ )
x (E ,θ )

(4.42)
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et être ainsi calculées analytiquement à partir des termes issus de l’analyse de Fourier
des matrices h0, h2 et h4.

Cette méthode permet ainsi d’accéder, pour toute énergie E , à l’amplitude et à la
phase du signal oscillant à tout angle à partir des neuf coefficients : al (E ), bl (E ) et cl (E ),
(l=0,2,4).

De même que les matrices RABBIT intégrées angulairement, ce signal peut être traité
à chaque point en énergie E (Rainbow RABBIT) ou en intégrant spectralement les données
sur une sideband particulière. On note alors les coefficients dépendants de l’angle AE (θ ),
BE (θ ) et CE (θ ) et les paramètres issus de l’analyse de Fourier (al ,E ,bl ,E , cl ,E ) ; les relations
(4.42) et (4.39) s’y appliquent de la même manière pour reconstruire la dépendance angu-
laire.

4.5.2 Reconstruction de matrices RABBIT à un angle donné

Pour comparer nos résultats aux délais obtenus par (Heuser et al., 2016), nous de-
vons calculer les dépendances angulaires un peu différemment. Heuser et al. (2016) ne
projettent pas les sidebands sur la base des polynômes de Legendre mais intègrent le si-
gnal sur des cônes de largeur δθ = 5°.

Nous pouvons adopter une approche similaire, en recalculant ces mêmes cônes à
partir de données projetées sur la base des polynômes de Legendre avant de les analyser
avec une transformée de Fourier. Le calcul correspondant est détaillé ci-dessous. Dans la
thèse de Dominique Platzer (2020), ce calcul est comparé plus précisément à la méthode
analytique décrite précédemment : il montre que les deux méthodes sont équivalentes.

Les délais de photoionisation sont obtenus avec la relation

τE (θ ) =
CE (θ )
2ω0

. (4.43)

Nous détaillerons ici l’accès à la quantité CE (θ ). Pour obtenir des données "intégrées an-
gulairement" sur des cônes de largeur δθ , nous calculons d’abord le signal total :

S (E ,θ ,τ) = h0(E ,τ) +h2(E ,τ)P2(cosθ ) +h4(E ,τ)P4(cosθ ) (4.44)

Nous intégrons le signal sur un cône de valeur centrale θ ,

Sθ (E ,τ) = 2π
∑

l=0,2,4

hl (E )

∫ θ+δθ/2

θ−δθ/2
dθPl (cosθ )sinθ , (4.45)

le facteur 2πayant pour origine l’intégration selonϕ. Ce qui nous fournit un spectrogramme
"à l’angle θ " qui est analysé avec une transformée de Fourier selon la procédure habituelle,
en intégrant spectralement pour chaque sideband pour reproduire la méthode de Heuser
et al. (2016). Les phases obtenues correspondent directement aux phases à l’angle θ . Ce
processus est appliqué pour des angles variant de 0 à 85°.
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4.6 Conclusion

Nous avons introduit et développé dans ce chapitre la technique RABBIT qui permet à
la fois de caractériser temporellement des trains d’impulsions d’harmoniques et d’accéder
aux phases de diffusion. Nous avons ensuite montré que ces différences de phase liées au
processus de photoionisation pouvaient être reliées à un délai de photoionisation ou délai
de Wigner.

Les outils connus avant cette thèse pour extraire les dépendances temporelles d’un
POE résonant à partir de la technique Rainbow RABBIT sont ensuite rappelés.

Enfin, l’extraction de la phase et de l’amplitude spectrale des paquets d’ondes est
présentée dans le cas où l’on a accès aux informations angulaires du processus de photoé-
mission (détection dans un VMI ou un COLTRIMS) et sous réserve de pouvoir décomposer
le signal sur la base des polynômes de Legendre.
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CHAPITRE5

Dynamiques de photoionisation

résolues angulairement dans

l'hélium

Depuis les premières études de photoémission résolues temporellement sur cible so-
lide, moléculaire et atomique, (Cavalieri et al., 2007 ; Haessler et al., 2009 ; Schultze et al.,
2010) par streaking ou par interférométrie RABBIT, de nombreux développements expéri-
mentaux ont été effectués afin de pouvoir sonder les processus avec des résolutions tem-
porelles/spectrales de plus en plus fines et d’extraire d’avantage d’informations sur le pro-
cessus.

Amélioration de la résolution spectrale

En 2010, une étude de Swoboda et al. (2010) est la première à proposer de sonder la
dépendance spectrale de la phase du dipôle de transition à deux photons autour d’une ré-
sonance grâce à une source de photons accordable. L’état sous le seuil 1s 3p de l’hélium,
d’énergie 23,09 eV au-dessus du fondamental, est en effet résonant avec la quinzième har-
monique du laser (H15) à 800 nm. L’absorption à deux photons de H15 et d’un photon IR
d’habillage permet l’ionisation : des photoélectrons de quelques meV sont ainsi détectés
dans un MBES. La longueur d’onde de l’IR (de génération et d’habillage) est scannée entre
802,5 et 809,3 nm grâce au DAZZLER pour sonder l’état résonant et son environnement
spectral. Pour chaque longueur d’onde, une mesure RABBIT est effectuée et la phase in-
tégrée sur la sideband résonante est extraite. La variation de phase observée est présentée
Figure 5.1 : elle recouvre 1,5 rad (ou π/2) sur 120 meV. La valeur théorique pour le saut de
phase est de π rad car il provient d’un changement de signe du dipôle de transition à deux
photons autour de la résonance. Cette technique ne permet de sonder que la moitié du
saut de phase, car la transition à 2 photons H15+IR n’atteint pas le continuum d’ionisa-
tion quand la fréquence IR est trop faible. Le saut de phase mesuré est de plus beaucoup
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expérience
modèle perturbatif

TDSE

FIGURE 5.1 – Adapté de Swoboda et al. (2010). Phases mesurées autour de l’état résonant 1s 3p
de l’hélium en fonction du désaccord δ (de -2,5 à +190 meV autour de l’énergie résonante).

plus large spectralement (120 meV) que la résonance 1s 3p (large d’environ 1 µeV d’après
sa durée de vie de 1,57 ns (Johansson et al., 2003) et la relation temps-fréquence) du fait de
la largeur spectrale de H15.

Les battements quantiques entre les états liés sous le seuil 1s 2p , 1s 3p et 1s 4p de
l’hélium ont été étudiés dans Mauritsson et al. (2010) où une technique d’interférométrie
d’électrons "à grands délais" (quelques centaines de fs à quelques ps après le temps zéro)
entre un paquet d’électrons promus dans le continuum servant de référence et un paquet
d’ondes électronique issu de l’état résonant excité. Ces battements ont également été étu-
diés dans un COLTRIMS par Ranitovic et al. (2011) et dans un VMI par Shivaram et al. (2012)
dans une optique de développer un contrôle cohérent du mécanisme de photoémission,
mais sans extraction de la dynamique des POE résonants.

La technique Rainbow RABBIT développée par la suite (Gruson et al., 2016) et dé-
taillée au chapitre 4 permet de sonder toutes les énergies autour d’une résonance avec une
grande résolution spectrale pour accéder à toute la variation spectrale de la phase et de
l’amplitude dans une sideband résonante. Elle permet ainsi de reconstruire la dépendance
temporelle du POE émis à partir d’une seule trace RABBIT.

Accès à la résolution spatiale

Un autre axe de développement de la spectroscopie de photoémission est l’accès à
l’information spatiale, c’est-à-dire la direction d’émission du photoélectron. Il suscite un
intérêt croissant. Cette information est par exemple nécessaire pour caractériser l’aniso-
tropie de la photoionisation dans des molécules (Hockett, 2017), notamment afin de pou-
voir séparer les différents canaux en présence (plus nombreux lorsque l’on considère des
systèmes moléculaires, ce qui est l’une des limitations techniques du RABBIT). Plusieurs
types de spectromètres permettent d’accéder à cette information. Les VMI et COLTRIMS
(cf chapitre 2, section 2.2) permettent sous certaines conditions de retrouver le vecteur vi-
tesse initiale ou le moment du photoélectron émis. En particulier, des expériences menées
sur source synchrotron (très stable et à haute cadence) avec des COLTRIMS permettent de
reconstruire très précisément les distributions angulaires des photoélectrons dans le réfé-
rentiel atomique ou moléculaire. Cela permet d’accéder aux amplitudes et phases relatives
de chaque onde partielle contribuant au POE final (Cherepkov et al., 2000 ; Lebech et al.,
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2003) et peut être effectué en variant l’énergie du photon incident. Ce type de mesure ne
permet cependant pas de remonter à la structure temporelle de la photoémission car les
mesures à chaque énergie sont effectuées indépendamment : la phase relative entre deux
mesures à deux énergies successives manque.

Etudes résolues spatialement et à l’échelle attoseconde

Il est ainsi nécessaire de combiner des techniques interférométriques (telles que l’in-
terférométrie RABBIT) avec l’imagerie de moments afin de pouvoir accéder aux amplitudes
et phases spectrales résolues angulairement des POE et ainsi recouvrer toute l’information
spatio-temporelle. Ce genre d’expérimentation est techniquement difficile : si les photo-
électrons sont distribués sur un détecteur plan et non intégrés angulairement, le signal est
fortement dilué donc le rapport signal/bruit est plus faible et donc les mesures nécessitent
une longue durée d’acquisition.

Plusieurs mesures RABBIT ont cependant été tentées dans des COLTRIMS ou des VMI
depuis le développement de cette technique. Au début de ma thèse, en 2018, très peu d’ar-
ticles étaient parus sur le sujet. Une étude pionnière par Aseyev et al. (2003) montre un
spectrogramme RABBIT dans un VMI et développe la décomposition du signal oscillant
en polynômes de Legendre ; cette étude avait cependant pour objectif la caractérisation
d’impulsions attosecondes et non l’extraction d’informations temporelles sur la photoio-
nisation.

C’est seulement à partir de 2016 que les premières études de photoémission réso-
lues temporellement et angulairement sont publiées, permises par le développement de la
technique RABBIT et par la meilleure stabilité des dispositifs expérimentaux. Ainsi, Heuser
et al. (2016) proposent une première étude de la photoémission dans l’hélium résolue an-
gulairement grâce à des mesures effectuées dans un COLTRIMS (avec une source laser à
10 kHz). Comme montré Figure 5.2(a), des délais de photoémission dépendant de l’angle
sont mesurés jusqu’à 65° ; ils décroissent avec l’angle et atteignent -50 as. Cirelli et al. (2018),
montré Figure 5.2(b) comparent des traces RABBIT mesurées dans un COLTRIMS et dans
un VMI sur de l’argon. De façon similaire, les délais ne sont pas montrés au-delà de 65°
et les plus grands délais mesurés sont de -60 as. Dans ces deux études, un saut angulaire
proche de π rad (ou 667 as en délai, la période d’oscillation étant 1,3 fs) est prévu par des
études théoriques. Le manque de signal aux grands angles d’émission est ainsi une limita-
tion expérimentale importante pour ces études.

Villeneuve et al. (2017) mènent également une étude dans un schéma résonant met-
tant en jeu la transition 2p → 3d du néon (où 3d est un état lié sous le seuil) étudiée dans
un VMI. En habillant avec un IR très intense, un Stark shift (décalage des niveaux d’énergie
atomiques dû au champ intense) fait entrer le moment m = 0 en résonance avec l’harmo-
nique 13 du laser à 800 nm. Un spectrogramme RABBIT est enregistré dans ces conditions ;
grâce à l’oscillation de la distribution angulaire, le poids et la phase relative des différentes
ondes partielles contribuant à la sideband résonante sont retrouvés. Cette reconstruction
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(a)
(b)

FIGURE 5.2 – (A) Adapté de Heuser et al. (2016) : Dépendance angulaire du délai de photo-
ionisation dans l’hélium pour la sideband 20 avec un COLTRIMS. Les points expérimentaux
(bleu) sont comparés à plusieurs modèles théoriques. En insert, la théorie prévoit un saut
de délai de -550 as qui est attendu après 60° (losanges verts). Seul le début du saut (-50 as)
est mesuré jusqu’à 65°. (B)Extrait de Cirelli et al. (2018) Dépendance angulaire des délais
atomiques de photoionisation dans l’argon dans la sideband 14 mesurés par les groupes de
Lund (par VMI) et de ETH Zürich (par COLTRIMS). Là encore, les mesures expérimentales
s’arrêtent à 65°, ne montrant pas de délais plus négatifs que -60 as.

est cependant effectuée sur la sideband intégrée spectralement, ce qui ne permet pas de
sonder les énergies autour de la résonance. Il s’agit de la première référence où les ampli-
tudes et phases relatives des ondes partielles sont mesurées dans un schéma RABBIT.

Loriot et al. (2017) effectuent une mesure RABBIT dans un VMI sur de l’argon avec
un laser d’habillage à 2ω0, exploitant la résolution haut/bas du VMI pour accéder aux in-
formations au sein des bandes harmoniques auxquelles les sidebands sont superposées
spectralement – le but de ce dispositif étant de réduire l’encombrement spectral inhérent
à la technique RABBIT dans l’optique d’étudier des molécules.

Une mesure RABBIT résolue spatialement est également menée dans un COLTRIMS
sur des molécules de CO par Vos et al. (2018) : des délais de Wigner dépendant de l’orien-
tation de la molécule sont mis en évidence, permettant de déterminer la position de l’élec-
tron excité dans le potentiel moléculaire.

Une technique par ATI similaire à Rainbow RABBIT appliquée dans un VMI permet à
Beaulieu et al. (2017) de reconstruire le profil temporel des paquets d’ondes électroniques
photoionisés à différents angles jusqu’à 80° dans une molécule chirale, le camphre. Il s’agit
de la seule étude où la résolution spectrale au sein des sidebands a permis cette reconstruc-
tion temporelle, et ce jusqu’à des angles de photoémission élevés.
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Ainsi, l’état de l’art au début de cette thèse, en 2018, était relativement restreint ; de-
puis, de nombreuses études ont été publiées, soulignant un intérêt grandissant pour ce su-
jet. On peut notamment citer Busto et al. (2019) et Kheifets et al. (2020), où l’influence des
règles de propension de Fano sur les dépendances angulaires des phases et délais mesu-
rés sur cible atomique est discutée. Joseph et al. (2020) étudient la photoémission sur cible
atomique dans un COLTRIMS et mettent en place le formalisme permettant d’extraire des
amplitudes et phases spectrales dépendantes de l’angle, formalisme utilisé dans la thèse
de Dominique Platzer (2020) et ce manuscrit. Fuchs et al. (2020) étudient la photoémission
résolue angulairement de l’hélium non-résonant. Loriot et al. (2020) mettent en œuvre la
technique proposée dans Loriot et al. (2017) sur des molécules d’azote.

Ce chapitre

Dans les travaux présentés ici, menés en collaboration avec Lionel Poisson (LIDYL,
ISMO), nous montrons une étude de la photoionisation de l’hélium. Nous avons démarré
ces études dans son VMI avec pour objectif d’étudier la photoionisation avec une résolu-
tion angulaire dans divers systèmes (argon, agrégats d’argon, molécules, hélium). Les don-
nées obtenues dans l’hélium se sont avérées les plus intéressantes, notamment du fait de
la présence d’états résonants sous le seuil (Swoboda et al., 2010). Ces travaux ont été en-
tamés dans le cadre des thèses de Guillaume Gallician (2020) et Dominique Platzer (2020).
Au cours de ma thèse, ces mesures de la sideband résonante ont été répétées et complétées
dans le VMI développé par Dominique Platzer sur la ligne SE1 avec une meilleure résolu-
tion spectrale.

Dans ce chapitre, nous verrons dans un premier temps le dispositif expérimental mis
en place.

Nous verrons ensuite une première mesure dans l’hélium non résonant ; les phases
de diffusion sont retrouvées sur toute la sphère de photoémission et un saut angulaire de
la phase spectrale de ∼π rad entre 0 et 90° est mis en évidence.

Dans un troisième temps, une étude détaillée du cas résonant où des états liés sous
le seuil 1s np (n = 3,4,5) structurent temporellement et angulairement le paquet d’ondes
électronique émis est ensuite présentée. Les données spectrales et angulaires sont acquises
sur une plage spectrale d’environ 1 eV et sur toute la sphère de photoémission. La dépen-
dance angulaire et spectrale d’un POE à deux photons structuré par la présence des états
liés sous le seuil est reconstruite entièrement à partir des données expérimentales, ce qui
permet la reconstruction de la dynamique temporelle de photoémission en trois dimen-
sions.

Afin de résoudre complètement le processus quantique de la photoémission de l’hé-
lium à deux photons, nous combinons ainsi (i) la résolution spectrale permise par l’analyse
Rainbow RABBIT, (ii) l’accès à la phase sur une bande relativement large couvrant deux ré-
sonances et (iii) la sensibilité angulaire permise par un fort niveau de signal dans ce dernier
VMI, qui permet de reconstruire les amplitudes et phases spectrales jusqu’à 90°.
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FIGURE 5.3 – Schéma du dispositif expérimental pour le VMI du groupe SE1.

5.1 Dispositif expérimental

Le dispositif expérimental est le même que celui présenté au chapitre 1 jusqu’au ni-
veau du MBES. Une fois focalisés dans ce premier spectromètre, l’XUV et l’IR d’habillage,
superposés spatialement, divergent jusqu’à un second miroir torique en or, identique au
premier (f’ = 0,5 m et angle d’incidence 78,5°), qui ré-image les foyers dans un VMI.

L’intérêt de cette géométrie à double foyer est qu’un gaz différent (par exemple ne
présentant pas de résonance aux fréquences harmoniques) peut être utilisé dans le MBES
afin de caractériser le rayonnement XUV et fournir ainsi une calibration de ce dernier (voir
section 5.3.4.1). Les acquisitions des traces RABBIT dans le MBES et le VMI sont faites si-
multanément, et peuvent donc être directement comparées sans crainte de dérives expé-
rimentales.

Deux VMI différents ont été utilisés au cours des différentes campagnes expérimen-
tales. Le premier, appartenant au groupe de Lionel Poisson (VMI-LP) a été utilisé pendant
une première campagne de mesure ; il est décrit en détail dans la thèse de Röder (2017).
L’objectif initial de cette campagne était d’étudier la faisabilité de mesures RABBIT réso-
lues angulairement dans différents systèmes (argon en phase gaz et sous forme d’agrégats,
molécules, hélium). Ce sont les mesures dans l’hélium qui se sont avérées les plus intéres-
santes. Par la suite, un nouveau VMI développé par Dominique Platzer pour la ligne SE1
d’ATTOLab (VMI-SE1) et décrit dans le chapitre 2 a permis d’effectuer des mesures extrê-
mement bien résolues spectralement dans l’hélium. C’est ce VMI qui est représenté sur le
schéma résumant les conditions expérimentales sur la Figure 5.3.

Dans ce chapitre, les données présentées pour l’hélium non résonant ont été obte-
nues dans le VMI-LP. La résonance 1s 3p était déjà visible dans ces données, mais les me-
sures effectuées par la suite dans le VMI-SE1 présentent un niveau de signal et une résolu-
tion aux basses énergies bien meilleures et sont donc celles montrées ici partie 5.3.1.
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Détection dans le VMI-LP

Dans le cas de la campagne expérimentale avec le VMI-LP, les harmoniques sont gé-
nérées dans des conditions classiques, c’est-à-dire dans une cellule de 10 mm de longueur,
avec de l’argon à une pression moyenne et un infrarouge d’intensité 1,3×1014 W/cm2. Les
harmoniques sont ensuite filtrées avec un film de 200 nm en aluminium. Cela permet d’ob-
tenir un peigne d’harmoniques de H13 à H25 (de 20,2 à 38,8 eV) qui sont ensuite détectées
simultanément dans l’argon dans le MBES et dans l’hélium dans le VMI. L’intensité d’ha-
billage dans le VMI correspond aux conditions standard évoquées au chapitre 4.

La détection dans le MBES est effectuée dans des conditions similaires à celles dé-
crites dans le chapitre 2.

Le VMI-LP est orienté à la verticale : l’axe de symétrie de révolution des électrodes
est vertical, et le détecteur est placé à l’horizontale, au-dessus de la zone d’interaction
gaz-laser. Ceci implique notamment que les polarisations de l’IR ainsi que celle de l’XUV
doivent être orientées p , c’est-à-dire placées dans le plan de détection. Ainsi, des lames
demi-onde sont placées sur chaque bras de l’interféromètre, avant les entrées dans les en-
ceintes de génération et de recombinaison. L’hélium est ici injecté sous forme d’un jet de
gaz. L’énergie maximale des électrons pour une tension de répulseur maximale (5 kV) est de
12 eV. C’est cette valeur de tension qui est choisie afin d’imager un maximum de sidebands
et de pouvoir comparer nos mesures aux travaux de Heuser et al. (2016). Pendant l’enregis-
trement d’un spectrogramme RABBIT, 9 oscillations (de période 400 nm) sont enregistrées
avec un pas de 50 nm de chemin optique. Chaque image est accumulée, en même temps
qu’un spectre dans le MBES, pendant 10 s.

Détection dans le VMI-SE1

Suite à ces premiers résultats prometteurs, une seconde campagne visant à étudier
spécifiquement les résonances au-dessous du seuil de l’hélium dans le VMI-SE1 a été me-
née. La géométrie globale de la ligne est la même que précédemment, à deux exceptions
près. L’axe de ce VMI est horizontal, ce qui nécessite une polarisation s du laser et des
harmoniques : les lames d’onde sont donc retirées. De plus, la cellule de génération est
remplacée par une cellule de 20 mm, permettant de générer des harmoniques plus larges
spectralement et décalées vers des énergies plus élevées par blue shift. Les conditions de
génération sont adaptées au cours de la campagne et sont détaillées dans la partie 5.3.1.

La détection dans le MBES est également effectuée dans l’argon, dans des conditions
de pression de gaz, de courant dans la bobine de guidage et d’amplification identiques à
celles décrites dans le chapitre 2 et conservées identiques au cours des différentes mesures.
Dans le VMI-SE1, l’hélium est introduit dans un premier temps par un jet de gaz continu,
placé à 1 cm d’un écorceur de diamètre 500 µm, puis dans une seconde série de mesures
par une vanne pulsée (Attotech GR001) synchronisée sur le taux de répétition du laser et
ouverte pendant 150µs entre chaque tir laser. Au cours de la campagne de mesure, la vanne
pulsée s’est dégradée et ne fermait plus complètement entre deux ouvertures : le délai entre
l’ouverture de la vanne et le tir laser n’affectait plus le signal. L’hélium, gaz très léger, est de
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plus difficile à pomper. De ce fait, le volume de la zone d’interaction est plus important
que dans le VMI-LP, car la pression résiduelle dans la zone d’interaction restait élevée. Ceci
est à l’origine d’un signal parasite dans nos mesures mentionné ci-après. Pour les études
de la sideband résonante, de très faible énergie, le potentiel du répulseur choisi est faible
(-1,05 kV) pour imager les électrons de basses énergies sur un plus grand nombre de pixels
et ainsi améliorer la résolution.

Ce nouveau VMI présente un niveau de signal/bruit et une résolution meilleurs que
celui utilisé lors de la première campagne. Les principales différences sont (i) le grand dia-
mètre intérieur de la nouvelle lentille électrostatique – de 100 mm contre 20 mm pour le
VMI-LP, (ii) la MCP simple et non double en chevron (pour une galette identique de 75 mm)
et (iii) la pression résiduelle que l’on s’autorise dans la chambre d’interaction – deux fois
plus élevée dans le cas des expériences VMI-SE1 qu’avec le VMI-LP (nous avons vérifié que
ceci n’engendrait pas de problèmes de charge d’espace : aucun décalage en énergie des
pics de photoélectron n’est observé).

Les conditions d’acquisition sont modifiées pour profiter de ce niveau de signal élevé.
Une image n’est accumulée que pendant 5 s. Pendant l’enregistrement d’un spectrogramme
RABBIT, 18 oscillations (de période 400 nm) sont enregistrées avec un pas de 50 nm de délai
optique : un scan prend environ 20 minutes pour être enregistré. Le fait de prendre deux
fois plus de points (ici en scannant deux fois plus de périodes pour un même pas) permet
une meilleure précision des phases ainsi extraites (Isinger et al., 2019).

Comme indiqué précédemment, la détection simultanée dans le MBES et dans le VMI
est l’un des points clés de l’expérience. D’un point de vue d’expérimentateur, la détection
dans le MBES présente un très haut niveau de signal/bruit puisqu’on intègre le signal an-
gulairement, ce qui permet d’optimiser la superposition spatiale et temporelle des impul-
sions IR et XUV très rapidement. Plus important encore, cette détection permet de calibrer
la source harmonique puisque toutes les harmoniques y sont détectées avec une bonne ré-
solution spectrale. En particulier, les conditions de détection dans le MBES sont conservées
à l’identique entre les différentes campagnes, ce qui permet de s’affranchir des variations
de la source XUV dans les mesures.

5.2 Cas de l’hélium non résonant

Une première série de mesures a été menée dans le VMI-LP afin de valider notre pro-
tocole expérimental ainsi que notre code d’analyse en comparant les données obtenues
dans ce VMI dans les sidebands non résonantes à celles obtenues par Heuser et al. (2016)
et Busto et al. (2019).

Des spectrogrammes ont également été mesurés dans le VMI-SE1 dans l’hélium, mais
avec pour objectif la détection optimale de la sideband résonante 16. Les spectrogrammes
obtenus dans les deux instruments sont ainsi comparés Figure 5.4 et présentent des dif-
férences importantes. Après inversion d’Abel des images d’un spectrogramme, trois ma-
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FIGURE 5.4 – Matrices hL (E ,τ) normalisées en amplitude pour les campagnes de mesures
avec le VMI-SE1(A-C), pour des harmoniques générées dans l’argon, Vr e p=-1,050kV, Ve x t=-
0,802 kV et avec le VMI-LP pour des harmoniques générées dans l’argon, Vr e p=-4,800kV,
Ve x t=-3,304 kV (D-F). (A) et (D) correspondent à h0(E ,τ) ; (B) et (E) à h2(E ,τ) ; (C) et (F) à
h4(E ,τ).

trices contenant respectivement les signaux h0(E ,τ),h2(E ,τ) et h4(E ,τ) sont obtenues. La
Figure 5.4 montre les matrices typiquement obtenues après les campagnes expérimentales
dans le VMI-SE1 (gauche) et le VMI-LP (droite).

Les oscillations obtenues dans le VMI-LP dans les sidebands non résonantes pré-
sentent un meilleur contraste que celles obtenues dans le VMI-SE1, car les conditions ex-
périmentales ont été modifiées en fonction de ces objectifs différents. Dans le VMI-LP, l’ob-
jectif était de visualiser le signal sur toute la gamme spectrale accessible, d’où un réglage
du VMI optimisé sur la plus large gamme possible : le potentiel extracteur était choisi à son
maximum ( -4,8 kV) pour récupérer les sidebands 16 à 24, l’extracteur et l’imagerie étaient
modifiés en conséquence. Les harmoniques étaient générées avec une cellule de 10 mm,
donc relativement étroites spectralement.
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Au contraire, dans le VMI-SE1, l’objectif était de détecter au mieux la sideband réso-
nante 16 et la sideband de référence 18. Le potentiel extracteur était le plus faible possible
(-1,05 kV) et seules les sidebands 16 à 20 sont récupérées. Pour maximiser le signal résonant,
la HHG était effectuée dans une cellule de 20 mm afin d’élargir spectralement l’harmonique
15 et ainsi mieux couvrir la résonance. L’intensité de la sideband 16 (SB 16) dans ces der-
nières mesures était donc beaucoup plus importante, au point de déformer l’harmonique
17 adjacente, ce qui n’est pas le cas des mesures dans le VMI-LP. Un signal parasite est alors
présent dans les images obtenues dans le VMI-SE1 car d’avantage d’électrons étaient en ef-
fet émis dans ce dernier instrument de par la présence d’une résonance alors accrue par
une harmonique 15 élargie spectralement et un plus grand volume d’interaction dû à nos
difficultés de pompage.

5.2.1 Résultats expérimentaux

Les variations angulaires des phases RABBIT mesurées seront attribuées à des varia-
tions de phase de dipôles de transition et non comme de véritables délais d’ionisation pour
l’émission à différents angles, comme nous le discuterons ci-après dans la partie 5.2.2. Ce-
pendant, pour pouvoir comparer nos données à celles mesurées par Heuser et al. (2016)
et calculées par Busto et al. (2019), les données seront également représentées comme des
délais en divisant par 2ω0 les dépendances angulaires des phases, retrouvées à partir des
matrices hL (E ,τ) grâce aux méthodes présentées dans la section 4.5 du chapitre 4.

La comparaison entre les données obtenues dans le VMI-LP et la littérature est ainsi
affichée Figure 5.5.

Les courbes continues correspondent aux dépendances reconstruites analytiquement,
les points avec des barres d’erreur aux dépendances retrouvées à partir de matrices inté-
grées sur des cônes de 5° (méthodes détaillées à la section 4.5.2). Ces deux méthodes de
calcul sont strictement équivalentes (comme détaillé dans la thèse de (Platzer, 2020)). Les
barres d’erreur sont obtenues en considérant le rapport signal sur bruit du pic à 2ω0 après
application d’une transformée de Fourier à chaque matrice angulaire.

Les données des SB 18 à 24 obtenues dans le VMI-LP présentent un bon accord avec
les résultats obtenus par Heuser et al. (2016) jusqu’à 65°, angle maximal pour lequel leurs
mesures sont montrées et, dans le cas de la SB 20, avec le calcul de Busto et al. (2019). Le
désaccord observé dans le cas de la SB 24 est expliqué par le faible niveau de signal à cette
énergie.

Les phases des différentes sidebands présentent tous des dépendances angulaires si-
milaires. De 0 à 60° environ, ces phases ne varient presque pas avec l’angle considéré. A
partir d’un certain angle situé entre 50 et 80° selon la sideband, les phases présentent un
saut important compris entre -1,78 rad (-380 as) et 3,0 rad (-640 as) excepté pour la SB 24
où le saut est de +2,57 rad (+547 as). Les positions et valeurs exactes de ces sauts sont ré-
capitulées dans le Tableau 5.1. Ces sauts de phase sont accompagnés de minima dans les
amplitudes à 2ω0 dans chaque sideband, également reconstruites analytiquement. L’am-
plitude étant extrêmement faible au niveau des sauts de phase, comme montré Figure 5.5-F,
les barres d’erreur y sont énormes.
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FIGURE 5.5 – Dépendance angulaire du délai (échelle gauche) et de la phase (échelle droite)
dans les différentes sidebands pour des mesures prises dans le VMI-LP, comparée aux résul-
tats mesurés dans Heuser et al. (2016) pour les SB 18 à 24 et calculés dans Busto et al. (2019)
pour la SB 20. La SB 16 (A) est intégrée entre 0,31 et 0,72 eV ; la SB 18 (B) entre 3,19 et 4,04 eV,
la SB 20 (C) entre 5,99 et 7,09 eV ; la SB 22 (D) entre 9,0 et 10,08 eV et la SB 24 (E) entre 12,5
et 13,62 eV. Le délai de référence est arbitrairement choisi à 0°. Les points avec des barres
d’erreurs ne sont pas montrés aux grands angles dans (D) du fait d’une erreur trop impor-
tante, attribuée à la difficulté de l’analyse à retrouver le saut de phase lorsque le signal est
trop faible. La dépendance angulaire des amplitudes correspondant aux SB (F) est normali-
sée par l’amplitude maximale de la SB 18, qui présente l’oscillation la plus forte.
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FIGURE 5.6 – Chemins contribuant à l’état final dans le cas d’une sideband non résonante
d’énergie ħhΩn peuplée à l’aide de deux photons (XUV+IR). Les flèches en trait plein corres-
pondent aux transitions majoritaires de part les règles de propension de Fano par opposition
aux transitions minoritaires en pointillé. Les chiffres entourés indiquent les transitions cor-
respondants aux différents termes de l’équation (5.1).

L’amplitude de ces sauts est proche de π rad ( ou en délai de 667 as, la période des
oscillations RABBIT étant de 1333 as ce qui correspond au double de la période laser IR).
La présence d’un minimum dans la dépendance angulaire de l’amplitude coïncidant avec
un saut de phase indique la présence d’un point singulier, qui pourrait être une interférence
destructive. Pour finir, notons que puisqu’un saut de+π rad est équivalent à un saut de−π
rad, le fait que le signe du saut angulaire puisse varier d’une sideband à l’autre n’est pas
surprenant, étant donnée la grande incertitude de la mesure à ce niveau.

Pic satellite Amplitude du saut (rad) Amplitude du saut (as) Position du saut (°)

SB 16 -1,78 -381 53

SB 18 -2,83 -600 73

SB 20 -2,97 -631 74

SB 22 -3,0 -640 73

SB 24 +2,57 +547 81

TABLEAU 5.1 – Amplitude et position des sauts observés sur la figure 5.5.
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5.2. Cas de l’hélium non résonant

5.2.2 Interprétation

Pour comprendre l’origine de cette importante dépendance angulaire des phases ainsi
mesurées, nous considérons les transitions électroniques contribuant à la construction
d’un état final non résonant d’énergie ħhΩn , illustré figure 5.6.

L’état initial, l’état fondamental de l’hélium, est 1s 2. Suite à l’ionisation par un photon
XUV d’énergie ħhΩn+1 (ou ħhΩn−1), l’électron diffuse dans le continuum sous la forme d’une
onde εp , d’après la règle de sélection dipolaire qui impose une variation de son moment
angulaire ∆`± 1. Ensuite, l’absorption (ou la réémission) d’un photon IR forme des états
de moments orbitaux (également nommés ondes partielles) s ou d à l’énergie finale ħhΩn .

Heuser et al. (2016) ont montré que les interférences angulaires entre les différentes
ondes partielles s et d sont à l’origine de la forte dépendance angulaire de la phase et du
minimum d’amplitude observé dans les différentes sidebands. Le changement de signe de
l’onde d à partir de l’angle θm = 54,7° rend destructive l’interférence entre les ondes d et s .
Si l’onde d est suffisamment intense par rapport à la s , à partir d’un certain angle supérieur
à θm , les deux ondes partielles ont la même amplitude. L’interférence destructive entraîne
un changement de signe du moment de transition à deux photons, d’où un saut de phase
angulaire de π rad.

Ce raisonnement n’est cependant pas suffisant pour expliquer la présence du saut
de phase dans les mesures de phase RABBIT. En effet, il s’applique aussi bien à la fonction
d’onde finale de la transition ħhΩn-1+IR qu’à celle de la transition ħhΩn+1-IR. Leur différence
de phase resterait donc constante par passage à l’interférence destructive. Un autre élé-
ment est nécessaire comme nous allons le voir.

D’après les travaux de Fano (1985), les transitions dipolaires électriques à un photon,
qui imposent une variation∆`±1 au moment orbital ` de l’électron, se font préférentielle-
ment vers une augmentation du moment orbital dans le cas d’une absorption – et vers une
diminution dans le cas d’une émission.

Busto et al. (2019) montrent que les règles de propension de Fano peuvent être gé-
néralisées à la photoionisation à deux photons XUV et IR. Notamment, dans le cas de la
réémission d’un photon IR d’habillage, la diminution de ` est le chemin le plus probable.
Dans le cas de l’hélium excité par un peigne harmonique et un IR d’habillage, ces règles
sont illustrées Figure 5.6 : les électrons ionisés par absorption simultanée de Ωn−1 et d’un
photon IR seront majoritairement d (chemin 3©) alors que ceux ionisés par absorption de
Ωn+1 et réémission d’un photon IR seront majoritairement s (chemin 2©).

D’après les travaux de Busto et al. (2019), l’intensité au sein d’une sideband non ré-
sonante In (θ ,τ) peut s’écrire

In (θ ,τ) = 2π

�

�

�

�
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10 e iω0τ
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(5.1)
avecM (±)

1L le moment de transition à deux photons. L’étape effectuée par l’infrarouge cor-
respond au chemin εp → ε′L (avec L = 0, 2) par absorption (+)ou émission (−)d’un photon.
LesηL sont les phases de diffusion correspondantes et YLm (θ ) les harmoniques sphériques.
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On suppose ici que m = 0 par conséquent les fonctions

Y00(θ ) =
1
p

4π
(5.2)

et

Y20(θ ) =
p

5
p

16π
(3 cos2(θ )−1) (5.3)

ne dépendent pas de l’angle azimutal φ. Les chiffres entourés de 1 à 4 permettent d’iden-
tifier les transitions correspondantes sur la figure 5.6. D’après l’équation (6) de l’article de
Busto et al. (2019), la phase deM (±)

1L vérifie la relation :

arg (M (±)
1L e iηL )≈η(±)1 +φ

(±)
CC +

�

L

2
−1

�

π (5.4)

avec η(±)1 la phase de diffusion du niveau intermédiaire d’énergie ħhΩn∓1 et φ(±)CC la phase
continuum-continuum, supposée ici indépendante de L .

On sépare les contributions à In (θ ,τ) venant de l’absorption (+) et de l’émission (−).

In (θ ,τ) = 2π
�

�

�A (+)(θ ,τ) +A (−)(θ ,τ)
�

�
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, (5.5)

avec

A (±)(θ ,τ) = exp
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i (±ω0τ+η
(±)
1 +φ

(±)
CC)

��

|M (±)
10 |Y00(θ ) + |M (±)

12 |Y20(θ )
�

. (5.6)

La phase RABBIT résolue angulairement est alors la phase à 2ω0 deA (+)/A (−).

La fonctionA (−) ne change pas de signe en fonction de θ car la contribution Y00(θ )
est dominante et ne peut être compensée par Y20(θ ), y compris lorsque celui-ci devient for-
tement négatif. En revanche,A (+) peut s’annuler et changer de signe lorsque Y20(θ )devient
très négatif. Cette annulation et ce changement de signe sont à l’origine de l’annulation de
l’amplitude et du saut de phase angulaire, traduit en phase (délai) par un saut de π rad (±
667 as) environ observé dans la Figure 5.5.

L’augmentation de l’angle auquel ce changement de signe a lieu avec l’ordre de la
sideband considérée, notée dans le Tableau 5.1, a également une interprétation physique.
Busto et al. (2019) ont en effet montré que les règles de propension de Fano sont plus fortes
à basses énergies de photons, impliquant que le rapport des amplitudes s et d d’un même
chemin (+/-) est plus déséquilibré. Ainsi, plus on considère des énergies d’électron élevées,
plus les poids relatifs de d et de s seront équilibrés. L’angle auquel la somme de s et d
s’annulera sera donc de plus en plus grand, car il faudra que Y20 soit très négatif pour que
le terme |M (+)

12 |Y20 compense |M (+)
10 |Y00.

Enfin, l’augmentation de l’amplitude du saut avec l’ordre de la sideband, notée dans
le tableau 5.1, peut s’expliquer par une légère dépendance en ` de φCC à faible énergie,
négligée pour écrire l’équation 5.6. Cette variation ’lisse’ la variation rapide de la phase à
l’interférence destructive, menant à une amplitude du saut plus faible queπ. Ceci explique
la claire augmentation de l’amplitude du saut de la SB 16 à SB 22, la grande incertitude
associée à SB 24 ne permettant pas de conclure dans ce cas.
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5.2. Cas de l’hélium non résonant

L’augmentation du délai avec l’angle d’émission considéré n’est donc pas interprétée
comme une durée effective de photoémission qui serait plus longue pour les électrons émis
à grand angle par rapport à ceux émis parallèlement à la polarisation du laser, mais plutôt
comme la signature d’interférences entre les différents états quantiques qui composent
l’état final.

Il apparait clair qu’on ne devrait pas parler ici de "variation angulaire du délai d’io-
nisation" – historiquement désigné ainsi (Heuser et al., 2016 ; Busto et al., 2018) –, mais de
"variation angulaire de la phase de l’état final de la transition XUV+IR".

5.2.3 Reconstruction des ondes partielles

Il est possible d’aller plus loin encore et de retrouver les amplitudes et phases rela-
tives des M (±)

1L comme proposé par Fuchs et al. (2020). Dans ces travaux, les amplitudes
constantes an (E ,θ ), les amplitudes bn (E ,θ ) et phases cn (E ,θ ) des oscillations à 2ω0 des
projections hn (E ) définies au chapitre 4 sont ajustées pour pouvoir retrouver tous les mo-
dules et phases des amplitudes de transition vers les états s et d mises en jeu dans la tran-
sition. L’intensité de chaque sideband non résonante peut en effet s’écrire

In (θ ,τ) = |(M +
10+M

−
10)Y00(θ ) + (M +

12+M
−
12)Y20(θ )|2 (5.7)

=
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ce qui est développé en
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En supposant arbitrairement que φ−10 = 0, on a alors sept variables à ajuster, quatre
modules |M ±

1L | (L=0,2) et trois phases (φ+10,φ−12 et φ+12) à partir des oscillations de h0, h2 et
h4, qui fournissent chacun trois contraintes. Les amplitudes a priori de chaque onde par-
tielle peuvent être construites à partir des amplitudes moyennes des signaux hl ainsi que
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SB |M+
10|/|M

+
12| |M−

10|/|M
−
12| φ+10−φ

+
12 φ−10-φ−12

VMI-LP SB 18 0,93 ± 0,27 1,52± 0,07 0,8 ± 0,4 0,33 ± 0,13

VMI-SE1 SB 18 0,85 ± 0,12 1,79 ± 0,10 0,45 ± 0,13 0,64 ± 0,05

Simulations SB 18 0,74 ± 0,05 1,63 ± 0,05 0,39 ± 0,05 0,36 ± 0,05

TABLEAU 5.2 – Modules et phases des différentes contributions obtenues pour la sideband 18
dans le VMI-SE1, le VMI-LP et les simulations TDSE (détaillées dans la section 5.3.3). Les
intervalles de confiance sont donnés par la fonction minimize à partir des éléments diago-
naux de la matrice de covariance pour les données expérimentales et par les légères variations
spectrales au sein de la sideband pour les données simulées.

de leurs amplitudes d’oscillation, obtenues à l’aide de l’analyse de Fourier, qui permet éga-
lement de déterminer la fréquence d’oscillation avec précision. Cela permet de faciliter la
convergence de l’ajustement, qui est effectué à l’aide de la fonction minimize de la librai-
rie python lmfit qui permet de résoudre des problèmes d’ajustements de courbes non li-
néaires au sens des moindre carrés à l’aide d’un algorithme de type Levenberg–Marquardt,
méthode également utilisée par Fuchs et al. (2020). Ces ajustements sont très sensibles au
bruit et nécessitent un fort niveau de signal et une forte oscillation à 2ω0 pour converger.
C’est pourquoi il est nécessaire d’intégrer les données sur un intervalle spectral relative-
ment large, de l’ordre de quelques centaines de meV, pour faire fonctionner cette méthode.

Les oscillations extraites des matrices mesurées dans le VMI-SE1 et VMI-LP sont mon-
trées Figure 5.4 ainsi que les résultats des ajustements sont présentés Figure 5.7. Ces oscil-
lations sont plus bruitées dans le VMI-LP (Figure 5.7-A) que dans le VMI-SE1 (Figure 5.7-B).
L’ajustement à sept variables est en bon accord avec les points expérimentaux. Ces ajuste-
ments permettent de retrouver les amplitudes et phases de chaque onde partielle, rensei-
gnées dans le tableau 5.2.

Les amplitudes obtenues respectent les règles de propension de Fano, à savoir |M +
10|

est inférieur à |M +
12| et |M −

12| est inférieur à |M −
10| .

Les mesures effectuées dans les deux spectromètres sont compatibles entre elles et
en assez bon accord avec les simulations TDSE.

Il est donc possible de retrouver les contributions de chaque onde partielle à l’état
final à condition d’avoir un rapport signal sur bruit suffisant, ce qui est notamment le cas
dans nos mesures pour les sidebands 18.

En conclusion pour cette partie, les règles de sélection imposent que les électrons
photoionisés depuis l’état fondamental 1s 2 de l’hélium par une transition à deux photons
diffusent sous la forme d’une onde s ou d . La somme cohérente de ces deux ondes par-
tielles est à l’origine d’interférences qui structurent la dépendance angulaire du délai et de
l’amplitude de l’émission. Grâce à des mesures RABBIT résolues angulairement dans deux
VMI, nous avons pu retrouver la dépendance angulaire de ces délais puis reconstruire les
amplitudes et phases des ondes partielles ayant contribué à l’état final.
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A

B

FIGURE 5.7 – Points expérimentaux (cercles) et ajustements (trait plein) à sept variables des
oscillations dans la sideband 18 (A) dans les données du VMI-LP et (B) dans les données du
VMI-SE1.

5.3 Cas de l’hélium résonant

Après cette première étude des pics non résonants, la sideband 16 encodant des ré-
sonances sous le seuil a été étudiée de façon plus approfondie. Nos mesures, appuyées par
des simulations menées par Jérémie Caillat et Richard Taïeb, permettent de retrouver com-
plètement la dépendance spectrale et angulaire du paquet d’ondes électronique à travers
les résonances 1s 3p à 1s 5p , comme nous allons le voir.

Comme illustré sur la Figure 5.8, l’état final sur la SB 16 est peuplé par deux contribu-
tions.

L’harmonique 15, d’énergie centrale 23,25 eV pour un IR de génération à 800 nm,
ne permet pas directement la photoionisation. Elle peuple des états liés proches du seuil,
en particulier l’état 1s 3p , mais il est également possible d’exciter les états 1s 4p (et 1s 5p )
en changeant les conditions de génération pour décaler les énergies des photons harmo-
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FIGURE 5.8 – Chemins contribuant à l’état final de la SB 16, encodant l’interférence entre le
paquet d’ondes (15+1) résonant (AR ) et (17-1) gaussien et non résonant (Aref).

niques vers des énergies plus élevées par blue shift (technique discutée section 5.3.1). L’ab-
sorption supplémentaire d’un photon IR peuple les états s et d dans la sideband 16, qui se
trouve juste au dessus du seuil, centrée à 240 meV (pour un IR de 800 nm), cf. Figure 5.8.
C’est l’amplitude de transition à 2 photons de ce chemin, notée (15+1), que nous voulons
caractériser.

La SB16 est également peuplée par un POE promu dans le continuum par H17 et
réémission d’un photon IR, chemin noté (17-1). Ce paquet d’ondes est considéré comme
une onde de référence sous certaines hypothèses discutées par la suite section 5.3.4. Briè-
vement, la dépendance spectrale de sa phase est considérée comme nulle. Les règles de
propension de Fano en font une onde majoritairement s . Son amplitude et sa phase sont
donc relativement isotropes et peuvent être évaluées et soustraites.

Nous cherchons ainsi à accéder à l’amplitude intrinsèque de transition à deux pho-
tons du processus résonant, notée M (E ,θ ), relativement à celle du paquet d’ondes de ré-
férence notée Mref(E ,θ ). Ceci est obtenu à partir des oscillations à 2ω0 de la sideband 16
sur une plage spectrale de 0 à ∼1 eV couvrant les résonances 1s 3p et 1s 4p et sur toute la
plage angulaire 0-90°.

On fait ici l’approximation importante que l’IR, de largeur spectrale' 70 meV est mo-
nochromatique comparativement aux harmoniques, de largeur 500 à 700 meV 1. Dès lors,
pour chaque énergie finale E , seuls deux couples de photons XUV+IR (Ω, ω0) et XUV-IR
(Ω+ 2ω0, −ω0) contribuent à cet état et l’intensité du signal de photoélectrons détecté à
cette énergie peut s’écrire

I16(E ,θ ;τ) = A16(E ,θ ) +B16(E ,θ )cos[2ω0τ−C16(E ,θ )] (5.12)

1. Cette approximation sera discutée section 5.3.6

158



5.3. Cas de l’hélium résonant

-335 -200 -100 0 100 200 335

B

1s3p+IR

1s4p+IR

px(arb.u.)

p
(a

rb
.u

.)
-2

0
0
 

-1
0
0
 

0
 

1
0
0
 

2
0
0
 

3
3
5

-335 -200 -100 0 100 200 335

1s3p+IR

1s4p+IR

z

(arb.u.)
(a

rb
.u

.)

z

-2
0
0
 

-1
0
0
 

0
 

1
0
0
 

2
0
0
 

3
3
5A

x
z

FIGURE 5.9 – Agrandissement de la sideband 16 dans le cas (A) d’une image brute accumulée
dans les conditions (3) et (B) la carte correspondante des moments résultant de l’inversion
d’Abel.

où A16(E ,θ ), B16(E ,θ ) et C16(E ,θ ) représentent la valeur moyenne, l’amplitude à 2ω0 et la
phase à 2ω0 de l’oscillation de la SB 16 en fonction du délai τ.

5.3.1 Mesures par Rainbow RABBIT

Le même montage expérimental que celui détaillé Figure 5.3 est mis en place. Les
harmoniques générées sont dans un premier temps focalisées dans le MBES où elles sont
détectées dans l’argon pour caractérisation puis elles sont refocalisées dans le VMI-SE1.

Pour recouvrir la plage spectrale complète entre les résonances 1s 3p et 1s 4p , trois
mesures différentes avec trois jeux de conditions de génération d’harmoniques ont été ef-
fectuées. La largeur spectrale de H15 notée∆E15 est de 500 à 800 meV et ne permet en effet
pas de recouvrir toute la gamme en une seule mesure Rainbow RABBIT.

Pour accorder la longueur d’onde centrale de l’harmonique 15, nous exploitons le
processus de blue shift dans la cellule de génération. La propagation d’une impulsion laser
de fréquenceω dans un milieu ionisé peut mener à un "décalage vers le bleu" ou blue shift
de sa fréquence centrale, qui devient ω+ δω. Ceci est dû à la variation temporelle de la
densité d’électrons libres en présence, qui entraîne donc une variation de la dispersion du
milieu (au cours de l’impulsion) et partant un blue shift de l’IR. Les harmoniques générées
par cette impulsion sont elles-mêmes décalées : elles sont sous la forme d’un peigne de
fréquences, désormais séparés par 2(ω+δω) et élargies spectralement (Wahlström et al.,
1993). L’ampleur de ce décalage dépend de l’intensité du laser, du gaz de génération, de la
longueur du milieu et de la pression du gaz.
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Nous avons ainsi joué sur les paramètres suivants afin de contrôler le blue shift pour
atteindre les énergies de photon désirées. Nous avons d’abord utilisé de l’argon pour gé-
nérer les harmoniques, obtenant ainsi un peigne harmonique peu décalé vers le bleu al-
lant jusqu’à l’harmonique 29. Nous avons ensuite généré dans du xénon, ce qui a permis
d’obtenir un blue shift plus important grâce à son potentiel d’ionisation plus faible, ce qui
permet d’obtenir un peigne d’harmonique jusqu’à l’ordre 21. Nous avons également varié
les conditions d’intensité du laser et d’accord de phase en jouant à la fois sur l’atténuateur
placé en amont de l’interféromètre RABBIT et l’iris d’accord de phase (placé devant la len-
tille de génération). Enfin, nous avons varié la pression au sein de la cellule de génération
(de 20 mm dans cette étude).

Ainsi :

— Le scan (1) a été effectué avec des harmoniques générées dans l’argon, dans des
conditions standard d’intensité laser et de pression (le diamètre de l’iris est de 17 mm,
l’énergie devant l’enceinte de génération est de 1,7 mJ, d’où une intensité de
1,4×1014 W/cm2 au foyer de génération). L’énergie de photon de génération effec-
tive est alors Eeff = 1,550 eV, ce qui est légèrement supérieur à l’énergie de photon
attendue pour une longueur d’onde de 804 nm pour le laser (cf spectre typique cha-
pitre 1), correspondant à une énergie de photon de 1,546 eV. La longueur du mi-
lieu de génération a permis un léger blue shift même pour une intensité de généra-
tion relativement faible. L’harmonique 15 présente alors une largeur à mi-hauteur
de 580 meV et une énergie centrale 160 meV au-dessus de l’énergie du 1s 3p .

— Le scan (2) a été effectué dans des conditions permettant un blue shift un peu plus
fort, on a alors Eeff = 1,560 eV en générant dans du xénon à haute pression et une
intensité relativement élevée (iris de 22 mm, 3 mJ d’énergie pour la génération, pour
une intensité de 3,9×1014 W/cm2 au foyer). L’harmonique 15 et alors large de 640 meV.

— Le scan (3) a enfin été effectué avec les harmoniques les plus décalées vers le bleu,
Eeff = 1,578 eV en générant dans du xénon à haute pression et une intensité éle-
vée (iris de 30 mm, 2 mJ d’énergie, pour une intensité de 6,0×1014 W/cm2 au foyer).
L’harmonique 15 et alors large de 730 meV.

En Figure 5.9, nous illustrons le cas le plus blue shifté par des images du VMI (somme
des images de tout le scan RABBIT dans les conditions (3)). Les pics correspondant à 1s 3p
+ IR et 1s 4p+ IR sont très visibles sur les images obtenues, en particulier après inversion
d’Abel Figure 5.9-B : l’énergie de l’harmonique 15 dans ce cas est de 23,67 eV et elle est large
de 730 meV (à mi-hauteur), ce qui lui permet d’atteindre les deux résonances.

Pour maximiser la résolution spectrale au niveau de la SB 16, dans la gamme d’énergie
0 à 1 eV, le potentiel du répulseur a été diminué à -1,05 kV, permettant d’imager les électrons
de basse énergie sur une plus grande surface du détecteur. Dans ce cas, tous les électrons
émis ne sont pas imagés. En particulier, les bandes harmoniques correspondant aux élec-
trons d’énergie supérieure à 10 eV émis dans des angles faibles par rapport à la polarisation
IR/XUV ne sont pas visibles. Cependant, les électrons correspondant à ces mêmes énergies
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mais émis dans le plan perpendiculaire à la polarisation sont détectés. L’inversion d’Abel
appliquée ne permet pas d’attribuer la bonne énergie à ces électrons, qui génèrent alors un
fond parasite dans les données.

Dans le cas de la génération dans l’argon (1), la fréquence de coupure est environ à
40 eV, d’où la production d’électrons d’énergie allant jusqu’à 20 eV. Dans le cas de la géné-
ration dans le xénon, la fréquence de coupure est beaucoup plus basse, à environ 33 eV :
les électrons les plus énergétiques alors produits ont au plus une énergie finale de 8 eV et
sont donc bien imagés : leur contribution est prise en compte dans l’inversion d’Abel et ils
ne parasitent pas la mesure au niveau de la sideband 16.

Une fois les spectrogrammes RABBIT enregistrés, les modules B16 et phases C16 à 2ω0

sont extraits par transformée de Fourier et montrés sur la Figure 5.10 à différents angles θ ,
calculés analytiquement à partir des projections (αi ) sur les polynômes de Legendre selon
la méthode détaillée dans le chapitre 4.

Dans cette figure, les données issues de trois spectrogrammes RABBIT dans les condi-
tions de génération (1) à (3) sont concaténées afin de montrer l’évolution du module et
de la phase sur un large intervalle. Ces données sont brutes : aucune calibration spectrale
ni angulaire (détaillées dans les sections suivantes) n’est appliquée. Les modules B16(E ,θ )
présentent des discontinuités, en particulier entre les scans (1) et (2). Les phases−C16(E ,θ ),
définies à une constante près indépendante de θ , ont été décalées verticalement par une
certaine quantité pour chaque scan pour assurer une phase à 0° la plus continue possible
dans les zones de transitions entre scans. Une fois ce décalage effectué, les phases aux dif-
férents angles présentent une continuité remarquable entre deux scans consécutifs.

Pour accéder à l’élément de transition du chemin résonant, deux calibrations sont
donc nécessaires : l’une pour s’affranchir de l’amplitude et de la phase spectrales provenant
des harmoniques 15 et 17 ; l’autre, pour s’affranchir de la dépendance angulaire et spectrale
du paquet d’ondes de référence.

5.3.2 Incertitude associée aux phases extraites

Une incertitude est associée aux phases présentées dans la figure 5.10. Les équations
permettant de calculer la dépendance angulaire des phases et amplitudes sont dévelop-
pées au chapitre 4 à la section 4.5.

L’incertitude sur la phase C16(E ,θ ) provient des incertitudes sur les amplitudes bL et
les phases cL de la modulation à 2ω0 des coefficients hL (E ,θ ) associés au polynômes de
Legendre PL .

Après dérivation partielle en chaque coefficient, l’incertitude∆C16(E ,θ ) s’écrit

∆C16(E ,θ ) =
∑

L

�

|x (E ,θ )sin cL (E )− y (E ,θ )cos cL (E )|
|PL (cosθ )|

x (E ,θ )2+ y (E ,θ )2
×∆bL (E )

+|x (E ,θ )cos cL (E ) + y (E ,θ )sin cL (E )|
|bL (E )PL (cosθ )|

x (E ,θ )2+ y (E ,θ )2
×∆cL (E )

�

(5.13)
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FIGURE 5.10 – Modules (A) et phases (B) à 2ω0 reconstruits entre 0 et 85° à partir des me-
sures dans les trois conditions de génération (1), (2) et (3), les pointillés correspondant à la
séparation entre deux jeux de données. Les phases entre 0,227 et 0,367 eV sont lissées par une
moyenne glissante sur 5 points pour améliorer la lisibilité autour du saut de phase. Ces don-
nées "brutes" n’ont pas encore été calibrées spectralement et angulairement.

où ∆bL (E ) et ∆cL (E ) sont respectivement les incertitudes portant sur les coefficients bL

et cL . Leurs incertitudes sont calculées à partir du rapport signal/bruit du pic à 2ω0 dans
l’analyse de Fourier. Plus de détails sur ces incertitudes sont donnés dans la thèse de Do-
minique Platzer (2020) (annexe C).

La première ligne de l’expression (5.13) correspond aux incertitudes sur les ampli-
tudes la seconde aux incertitudes sur les phases extraites de la modulation à 2ω0.
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FIGURE 5.11 – Incertitude sur la phase C16(E ,θ )montrée Figure 5.10 pour quelques valeurs
de θ . Les pointillés correspondent aux limites entre les trois spectrogrammes concaténés.

Le résultat de ce calcul est montré Figure 5.11. Aux faibles angles (0 à 60°), l’erreur
reste faible (inférieure à 250 mrad) excepté dans les sauts de phase inter-résonances où
l’annulation de l’amplitude de transition rend le rapport signal/bruit très faible.

L’incertitude augmente lorsque l’on considère des angles plus élevés mais reste infé-
rieure à 300 meV même lorsque le signal est très faible, à l’exception notable du signal entre
70 et 85° dans la gamme 0-0,37 eV. C’est pourquoi les phases à ces angles sont lissées (par
une moyenne glissante sur 5 points) entre 0,227 et 0,367 eV dans la Figure 5.10.

Le calcul analytique de la dépendance angulaire des phases est déterminé grâce aux
coefficients des polynômes de Legendre. Ceux-ci sont obtenus après inversion d’Abel sur
toute la sphère de photoémission, qui présente au total un fort niveau de signal, c’est pour-
quoi l’erreur reste raisonnable même aux angles où le signal est faible. On peut également
noter que les angles les plus élevés (80-85°) ne sont pas ceux où l’amplitude est la plus faible.
L’amplitude la plus faible est à l’angle où les ondes partielles s et d interfèrent destructive-
ment, soit autour de 70° dans le cas présent (cela dépend de leur poids relatif).

En conclusion, les phases de diffusion extraites par Rainbow RABBIT dans le cas de
cette étude sont retrouvées de façon fiable dans la quasi totalité des angles et énergies
considérés.
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5.3.3 Simulations numériques

Des simulations numériques ont été effectuées dans le cadre d’une collaboration
avec le LCPMR par Richard Taïeb et Jérémie Caillat pour appuyer et interpréter nos résul-
tats expérimentaux. Ces simulations sont basées sur la résolution de la TDSE à partir d’un
potentiel modèle à un électron actif (single active electron) pour l’atome d’hélium.

Le potentiel est écrit, en unités atomiques (Potvliege et al., 2010),

V (r ) =−
1

r
(1, 23+2r )exp−4r (5.14)

où r est la distance électron-noyau. Les premières énergies propres d’intérêt de ce modèle
sont précisées dans le tableau 5.3. L’accord entre les énergies du modèle et les données
expérimentales est très bon (écart inférieur à 35 meV).

Energie (eV)
état modèle NIST (Kramida (2010))

1s 2 -24,588 -24,587
1s 3p -1,523 -1,491
1s 4p -0,856 -0,836
1s 5p -0.547 -0.542

TABLEAU 5.3 – Energies propres (eV) pertinentes pour l’hélium modèle et valeurs de référence
(expérimentales) fournies par la base de donnée du NIST. Le premier seuil d’ionisation est
pris à l’origine de l’échelle d’énergie, E = 0.

La photoémission simulée a été obtenue en résolvant la TDSE numériquement (avec
un algorithme de Peaceman Rachford (Kulander et al., 1992)) et où l’interaction entre élec-
tron et champ électrique est exprimée en jauge vitesse.

Les caractéristiques des impulsions (durée, énergie, largeur spectrale, intensité) sont
proches des impulsions expérimentales. L’enveloppe temporelle de l’XUV est gaussienne,
tandis que celle de l’IR d’habillage est en sin2 (pour ne plus avoir de signal à des grands
temps). En particulier, trois simulations ont été effectuées pour trois impulsions XUV dif-
férentes, correspondant aux conditions expérimentales (1), (2) et (3) en terme d’énergie de
photon et de largeur spectrale. Les intensités choisies permettent de rester dans un régime
à deux photons. La fonction d’onde est projetée sur les deux moments angulaires ` = 0 et
` = 2, ce qui est suffisant pour décrire toute sa dynamique.

5.3.4 Accès au POE résonant

Dans cette section, l’extraction de l’amplitude de transition du paquet d’ondes réso-
nant M (E ,θ ) à partir de B16(E ,θ ) et C16(E ,θ ) est détaillée.

Pour prendre en compte la contribution de la source XUV et de l’onde de référence
sur les observables, les amplitudes (i.e. la composante continue et l’amplitude d’oscillation
à 2ω0) et phases définies dans les équations (5.12) sont décomposées en :

A16(E ,θ ) = |A (E ,θ )|2+ |Aref(E ,θ )|2 (5.15)
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B16(E ,θ ) = 2|A (E ,θ )||Aref(E ,θ )| (5.16)

−C16(E ,θ ) = argA (E ,θ )−argAref(E ,θ ) (5.17)

oùA (E ,θ ) etAref(E ,θ ) sont les amplitudes effectives associées respectivement aux pro-
cessus résonant et de référence. Ces amplitudes encodent les amplitudes de transitions
M (E ,θ )et Mref(E ,θ ), mais dépendent également des impulsions IR et XUV (Jiménez-Galán
et al., 2016 ; Vacher et al., 2017).

Lorsque les deux impulsions sont larges spectralement, comme cela peut être le cas
lors de transitions à deux photons XUV-XUV – par exemple dans Ishikawa et Ueda (2012)
ou Boll et al. (2019), où la compétition entre les transitions résonantes et non résonantes
structure fortement la distribution angulaire de photoélectrons – , il est difficile de séparer
les différentes contributions.

FIGURE 5.12 – Représentation schématique des effets d’impulsion finie. D’après Platzer
(2020).

Dans le cas intermédiaire où l’une des impulsions est beaucoup plus étroite spectra-
lement que l’autre, comme c’est le cas pour nos mesures puisque l’IR est beaucoup plus
fin que les harmoniques, il est possible de factoriser certains termes même si une éner-
gie de photoélectron E f peut être obtenue pour plusieurs couples de pulsations XUV/IR
(Ω,ω0), notés aussi (Ω, E f −Ω). L’amplitude effectiveA à cette énergie est proportionnelle
à l’intégrale sur tous les couples possibles (Jiménez-Galán et al., 2016) et s’écrit :

A (E f ) =−i

∫ +∞

−∞
dΩF IR(E f −Ω)F XUV(Ω)M (Eg +Ω,θ ), (5.18)

avec F IR et F XUV les amplitudes spectrales des impulsions IR et XUV respectivement, et
Eg = 0 pour adopter la même convention que sur la Figure 5.12.
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L’IR étant supposé beaucoup plus étroit spectralement que l’XUV, ce dernier peut être
considéré comme constant et sortir de l’intégrale :

A (E f ) =−i F XUV(E f −ω0)

∫ +∞

−∞
dΩF IR(E f −Ω)M (Eg +Ω,θ ). (5.19)

Cette intégrale devient alors le produit de convolution de l’amplitude de transition à deux
photons M (E ,θ ) avec l’impulsion IR F IR. Cette convolution est appelée effet d’impulsion
finie.

Pour simplifier l’analyse, nous allons supposer une monochromaticité de l’IR, qui est
en fait un prérequis pour exprimer l’oscillation RABBIT avec l’équation (5.12). Le fait que
ceci ne soit pas tout à fait exact a pour conséquence que les structure spectrales sont lis-
sées. Cela n’a pas de conséquence significative concernant leur interprétation puisque l’IR
(de largeur spectrale ∼70 meV) reste beaucoup plus fin que l’XUV (de largeur spectrale su-
périeure ou égale à 500 meV), ce qui est confirmé par les simulations.

Les factorisations suivantes peuvent alors être menées :

A (E ,θ ) ∝ F (Ω)F (ω0)M (E ,θ ) (5.20)

Aref(E ,θ ) ∝ F (Ωref)F (ω0)Mref(E ,θ ), (5.21)

où F (Ω), F (Ωref)et F (ω0) correspondent aux amplitudes du champ électrique aux fréquences
contribuant à l’état final (les exposants XUV et IR sont maintenant omis) (Véniard et al.,
1996 ; Paul et al., 2001).

En combinant les équations (5.20),(5.21) avec l’expression des observables (5.16) et
(5.17), M (E ,θ ) peut s’écrire comme le complexe :

M (E ,θ ) ∝
1

Mref(E ,θ )?
×

e −i [φ(Ω)−φ(Ωref)]

|F (Ω)||F (Ωref)||F (ω0)|2
×B16(E ,θ )e −i C16(E ,θ ) (5.22)

où ? note le complexe conjugué, φ(Ω) = arg F (Ω) et φ(Ωref) = arg F (Ωref) sont res-
pectivement les phases des harmoniques H15 et H17 impliquées dans le processus réso-
nant et de référence et où les énergies sont liées par la relation E = Ωref −ω0 − Ip (He) =
Ω+ω0− Ip (He). On peut noter que le terme |F (ω0)| est considéré comme indépendant de
l’énergie finale E carω0 est fixé.

Comme nous le verrons par la suite, prendre en compte le premier terme du produit
(5.22) revient à effectuer une calibration angulaire, tandis que le second terme correspond
à une calibration spectrale qui permettront d’enfin accéder à M (E ,θ ) à partir de B16(E ,θ )
et −C16(E ,θ ).
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FIGURE 5.13 – Phases mesurées par Rainbow RABBIT pour les trois scans (A) dans l’argon
dans le MBES au niveau de la SB 16 et (B) dans l’hélium dans le VMI au niveau de la SB 18
et pentes correspondantes.

5.3.4.1 Calibration spectrale

Calibration de la source XUV

Les harmoniques H15 et H17 contribuant à l’état final sont complètement caracté-
risées spectralement par le MBES situé en amont du VMI. Leurs intensités et phases ont
varié lors des différentes mesures du fait des modifications importantes des conditions de
génération, d’où la nécessité de s’en affranchir. Leurs intensités correspondent alors à

|F (Ω)| ∝
Æ

I15(E ′−ħhω0) (5.23)

|F (Ωref)| ∝
Æ

I17(E ′+ħhω0) (5.24)

où I15(E ′−ħhω0) et I17(E ′+ħhω0) sont les intensités mesurées dans le MBES par photoionisa-
tion de l’argon, translatées de l’énergie adéquate pour ramener l’intensité au niveau de la
SB 16. L’énergie de photoélectron dans l’argon correspondant à l’énergie E dans l’hélium
s’écrit :

E ′ = E + Ip (He)− Ip (Ar) (5.25)

comme étant l’énergie de photoélectron dans le MBES correspondant à l’énergie de
photoélectron E dans le VMI.
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CHAPITRE 5. Dynamiques de photoionisation résolues angulairement dans l’hélium

La phase relative des harmoniques est également à prendre en compte pour calibrer
spectralement C16(E ,θ ). Elle est également accessible grâce aux mesures Rainbow RABBIT
intégrées angulairement dans l’argon. La phase RABBIT obtenue ∆ϕ16(E ′) dans le MBES
est alors :

∆ϕ16(E
′) =−φ(Ω) +φ(Ωref) +∆θat(E

′) (5.26)

où−φ(Ω)+φ(Ωref) est la différence de phase entre les harmoniques 15 et 17 et∆θat(E ′) est
la phase atomique provenant de la photoionisation de l’argon.

Ces phases sont montrées dans la Figure 5.13 A pour les trois scans utilisées dans
la Figure 5.10. ∆θat(E ′) n’est pas constante sur toute la gamme spectrale considérée : no-
tamment, elle est à l’origine de la déformation de ∆ϕ16(E ′) pour le scan (3) (en vert sur la
Figure 5.10 A). Cette déformation est la signature de la présence de la résonance 3s−14p de
l’argon, située à 26,62 eV, (Kotur et al., 2016 ; Turconi et al., 2020) excitée par l’harmonique
17 quand elle est suffisamment décalée vers le bleu et affectant la SB 16 autour de l’énergie
E’ = 9,34 eV.

En dehors de cette structure parasite, on observe que les phases mesurées par Rain-
bow RABBIT dans l’argon évoluent linéairement au sein de la SB 16.

Les phases mesurées dans l’argon Figure 5.13 A présentent ainsi des pentesα16 d’envi-
ron -1,8 rad/eV. Son origine la plus probable est le chirp harmonique, qui induit une phase
spectrale quadratique dans chaque harmonique. En l’absence de blue shift, deux harmo-
niques consécutives présentent des phases spectrales similaires et ainsi la phase de la side-
band est essentiellement constante. En revanche, si l’IR de génération (et les harmoniques)
sont décalés vers le bleu, mais pas l’IR d’habillage, la phase de la sideband présente une
dépendance spectrale linéaire dont la pente est proportionnelle au décalage en fréquence
(Busto et al., 2018).

Pour conforter cette interprétation, on évalue les pentes des phases dans la sideband
adjacente 18 – que l’on considère ici dans le VMI, la SB 18 mesurée dans le MBES dans l’ar-
gon étant également affectée par la résonance 3s−14p . Cette mesure est effectuée simulta-
nément dans le VMI et le MBES pour les trois scans. Les phases obtenues, notées C̃18(E ,θ ),
sont montrées Figure 5.13 B. Elles varient légèrement entre deux séries de mesures mais
sont également de -1,8 rad/eV en moyenne dans les différents scans, ce qui confirme l’éva-
luation menée dans le MBES. C’est ainsi cette valeur de pente α16 = -1,8 rad/eV qui sera
retenue et soustraite des données pour calibrer spectralement les phases détectées dans le
VMI pour les trois séries de mesure. La pente extraite des phases, que ce soit dans le MBES
ou le VMI, augmente légèrement avec le blue shift, ce qui est cohérent avec les résultats
montrés dans (Busto et al., 2018).

Calibration de la dépendance spectrale de la transition de référence

Le processus de référence, (17-1), est une transition à deux photons à travers un conti-
nuum dépourvu de structure particulière. Ainsi, son module |Mref(E ,θ )| et sa phase
arg Mref(E ,θ )peuvent être considérés comme constants spectralement dans la sideband 16.
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5.3. Cas de l’hélium résonant

FIGURE 5.14 – Module (A) et phase (B) simulés pour la transition de référence au sein de la SB
16 pour des angles variant de 0 à 85°. Lignes verticales pointillées : limites de concaténation
des trois simulations différentes, équivalentes aux trois scans expérimentaux (voir section
5.3.3).

Cette supposition est validée par des simulations, montrées Figure 5.14 A et B, qui montrent
de faibles variations de l’amplitude et aucune variation de phase de l’onde de référence
entre 0 et 0,85 eV. Ceci peut être appuyé expérimentalement par l’observation de varia-
tions négligeables de la phase spectrale observées dans la Figure 5.13 B – à l’exception de
la pente linéaire discutée précédemment.

Ainsi, l’amplitude de transition recherchée peut à présent s’écrire

M (E ,θ ) = D(θ )×
e iα16E ′

p

I15(E ′−ħhω0)I17(E ′+ħhω0)
×B16(E ,θ )e −i C16(E ,θ ). (5.27)

Le facteur D(θ ) est constant spectralement. Il englobe l’intensité du champ IR, les
facteurs de proportionnalité implicite des équations (5.22), (5.23) et (5.24) ainsi que l’am-
plitude de la transition de référence. Sa dépendance enθ , discutée dans la section suivante,
provient exclusivement de la dépendance angulaire de l’amplitude de transition Mref(E ,θ ).

5.3.4.2 Calibration angulaire

On cherche dès lors à évaluer la dépendance angulaire deD. Les simulations présen-
tées Figure 5.14 montrent que cette dépendance est non-nulle : la phase décroit de 0,7 rad
entre 0 et 85° et son module est divisé par trois dans ce même intervalle. Ceci est attendu,
connaissant les règles de propension de Fano pour les transitions à deux photons (Busto
et al., 2019), qui favorisent certes un état final s plutôt que d dans le cas de l’émission d’un
photon IR mais sans pour autant éliminer complètement la contribution d et donc la dé-
pendance angulaire de l’amplitude de transition (17-1).

169



CHAPITRE 5. Dynamiques de photoionisation résolues angulairement dans l’hélium

ie

ie

é

é

Angle θ (°) Angle θ (°)

A B

FIGURE 5.15 – Dépendances angulaires expérimentales (traits pleins) et théoriques (poin-
tillés) du module (A) et de la phase (B) de la transition de référence (17-1) et de son substitut,
la transition (19-1).

Calibration par un POE de substitution

La SB 16 est trop perturbée pour pouvoir y appliquer un ajustement des (hi ) comme
évoqué dans la section 5.2.3 et dans Fuchs et al. (2020). Cependant, il est possible d’ap-
procher la dépendance angulaire de Mref avec celle du paquet d’ondes (19-1), susceptible
de présenter une dépendance angulaire très similaire à (17-1). L’ajustement des (hi (E ,θ ))
de la SB 18 est possible, car elle est nettement moins structurée et présente un bon niveau
de signal/bruit. Pour ce faire, la SB 18 est intégrée spectralement sur 500 meV avant d’y
appliquer l’ajustement (à sept paramètres comme détaillé dans la section 5.2.3).

Cela nous permet d’extraire les amplitudes complexesM (d )
19−1 etM (s )

19−1, dont les mo-
dules et phases sont présentés tableau 5.2.

On peut alors écrire

D(θ )∝
1

[Mref(E ,θ )]?
∝

1

[M (s )
19−1/M

(d )
19−1]?×Y00(θ ) +Y20(θ )

. (5.28)

Seul le rapport des amplitudes partielles complexes joue un rôle dans la dépendance
angulaire deD.

Finalement, les deux calibrations (spectrale et angulaire) permettent d’accéder aux
amplitudes de transition recherchées par la relation

M (E ,θ ) = N ×
1

[M (s )
19−1/M

(d )
19−1]?+

p

5/4 (3 cos2θ −1)
(5.29)

×
e iα16E ′

p

I15(E ′−ħhω0)I17(E ′+ħhω0)
×B16(E ,θ )e −i C16(E ,θ )

oùN est une constante (spectrale et angulaire). Les modules et phases du POE résonant
présentés ci-après (Figure 5.17) ont été obtenus avec cette formule.
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5.3. Cas de l’hélium résonant

La pertinence du choix de (19-1) comme POE de substitution est illustrée Figure 5.15.
Cette figure montre que la variation angulaire de l’onde (19-1) en module (A) et phase (B)
déterminée expérimentalement (trait plein bleu) est très similaire à la dépendance atten-
due théoriquement pour (19-1) (pointillés bleus) d’une part et celle attendue théorique-
ment pour (17-1) (pointillés orange) d’autre part.

Evaluation indépendante de la calibration angulaire

Déterminer une calibration angulaire exclusivement à partir de données expérimen-
tales est l’une des nouveautés de ces travaux et d’une importance capitale pour pouvoir
qualifier cette expérience de complète. Pour confirmer cette calibration angulaire, une autre
méthode complètement indépendante de la procédure décrite précédemment est employée.
Elle nécessite cependant une connaissance a priori du système étudié pour reconstruire la
dépendance angulaire de l’amplitude de référence.

Nous verrons dans la partie 5.3.6 qu’à une énergie particulière du spectre notée E (s )0 , la
composante s du paquet d’ondes s’annule, ne laissant subsister que la composante d . E (s )0

est identifiée sur les données expérimentales comme étant l’énergie où le paquet d’ondes
à θm = 54,7° s’annule et présente un saut de phase de π rad, ce qui est observé à 0,547 eV
(ce qui est également en accord avec la décomposition en ondes partielles montrée Fi-
gure 5.18). Dans les données simulées, l’énergie d’annulation est à 0,47 eV.

A cette énergie, la forme de M (E (s )0 ,θ ) est uniquement déterminée par Y20(θ ), et la
dépendance angulaire observée dans B16(E

(s )
0 ,θ ) et C16(E

(s )
0 ,θ ) est attribuée à Mref(E ,θ ) :

pour accéder à ce dernier, il suffit de normaliser M (E (s )0 ,θ ) par Y20(θ ). Ainsi, la dépendance
angulaire deD peut être retrouvée par la relation

D(θ )∝
1

[Mref(E
(s )

0 ,θ )]?
∝ Y20(θ )×

e +i C16(E
(s )
0 ,θ )

B16(E
(s )

0 ,θ )
. (5.30)

Cette dépendance angulaire est évaluée à une énergie spécifique mais s’applique sur
toutes les énergies E au sein de la SB 16 (comme discuté à partir de la Figure 5.14). La
dépendance angulaire du module et de la phase de l’onde de référence ainsi retrouvés sont
montrés (traits pleins oranges) Figure 5.15. A l’exception d’aberrations numériques autour
de l’angle d’annulation de Y20, noté θm , cette dépendance angulaire est en excellent accord
avec celle qui a été déterminée à partir de (19-1). De ce fait, la calibration angulaire est
effectuée à partir de la dépendance angulaire du module et de la phase de l’amplitude de
transition (19-1).

Résultat des calibrations

Le résultat des calibrations spectrales et angulaires est présenté Figure 5.16 où les
modules et phases de M (E ,θ ) sont comparés à |B16(E ,θ ) et −C16(E ,θ ) (obtenus par ana-
lyse Rainbow RABBIT des oscillations). Les données avant calibration présentent déjà l’es-
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FIGURE 5.16 – Résultat des calibrations angulaires et spectrales. Comparaison des ampli-
tudes de transitions intrinsèques M (E ,θ ) (traits pleins) avec les données brutes Rainbow
RABBIT initiales (pointillés). (A) Modules |M (E ,θ )| et |B16(E ,θ ) (B) phases −arg M (E ,θ ) et
−C16(E ,θ ). Les traits pleins (bleu, orange, vert) en (A) représentent le facteur

p

I15I17 mesuré
dans le MBES pour les scans (1) à (3), utilisés dans l’équation (5.27) pour la calibration spec-
trale par la source XUV.

sentiel des structures angulaires et spectrales de la transition résonante, ce qui souligne
la pertinence du choix de la transition (17-1) comme référence : elle introduit de faibles
distorsions qui peuvent être calibrées.

Les amplitudes mesurées pour les pics issus de 1s 3p et 1s 4p peuvent également être
comparées à la littérature. Dunning et Stebbings (1974) ont ainsi évalué la section efficace
de photoionisation à un photon de l’hélium, notamment des états 1s 3p et 1s 4p . Le rapport
d’amplitude entre les sections efficaces des états 1s 3p et 1s 4p donné par cette référence
est de 2,2 ± 0,4, ce qui proche du rapport d’amplitude de 1,7 obtenu expérimentalement à
0°. Même si les amplitudes mesurées ici sont issues d’un processus à deux photons, cette
comparaison permet de conforter la calibration par l’amplitude de l’XUV entre les diffé-
rents scans.
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FIGURE 5.17 – Amplitude de transition à deux photons du processus résonant (15+1). (A-
B) : Variation spectrale du module et de la phase de M (E ,θ ) après calibration des données
extraites par analyse Rainbow RABBIT des spectrogrammes. (C-D) : Variation spectrale du
paquet d’ondes résonant M (E ,θ ) simulé. Toutes les phases sont montrées avec un signe in-
versé pour une meilleur lisibilité.

5.3.5 Résultats de la reconstruction

Les résultats expérimentaux calibrés sont présentés Figure 5.17 A et B. Ils sont une
mine d’information sur la photoémission de l’hélium près des résonances. Comme on le
voit, ils contiennent un grand nombre de structures spectrales et angulaires.

Spectralement, aux énergies proches de 1s 3p + ħhω0 et 1s 4p + ħhω0, l’amplitude aug-
mente fortement et un saut de phase d’amplitude relativement progressif d’environ -π
rad apparaît pour tous les angles. Entre les deux énergies résonantes, de 0,3 à 0,5 eV pour
1s 3p −1s 4p et de 0,7 à 0,8 eV pour 1s 4p −1s 5p , des sauts de phase d’environ +π rad, très
raides, apparaissent également pour les angles de 0 à 65°, mais pas au-delà. Contrairement
aux sauts spectraux associés à un état lié, ces sauts raides ont lieu à des énergies croissantes
pour des angles croissants.

Angulairement (à énergie de photoélectron fixée), ce dernier effet se traduit donc par
un saut de phase angulaire se décalant vers les grands angles quand l’énergie augmente de
0,3 à 0,5 eV. Dans les résonances par contre, un saut de phase angulaire apparait autour de
70° et s’y maintient dans toute la zone résonante.

Les modules et phases des dipôles calculés par résolution de la TDSE sont projetés
sur ces mêmes angles pour comparaison avec les données expérimentales et sont montrés
en figure 5.17D-E. Ils présentent un accord remarquable avec les résultats expérimentaux
et permettent d’en détailler les spécificités.
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Les amplitudes autour du pic 1s 4p (de 0,6 à 0,85 eV) sont très bien reproduites. La
forme du pic ainsi que son évolution angulaire sont très similaires dans les simulations et
dans les données expérimentales. On observe en particulier que l’amplitude décroît avec
l’angle d’émission entre 0 et 70°, où elle est très faible, puis réaugmente à partir de 80°.

L’amplitude du pic 1s 3p est plus large dans les données expérimentales que dans les
données théoriques et présente un trou exactement à l’énergie 1s 3p + IR. L’origine de cette
différence n’est pas complètement déterminée, mais plusieurs différences entre expérience
et simulations peuvent être à son origine. Notamment, l’IR d’habillage était légèrement
chirpé dans l’expérience, ce qui n’est pas pris en compte dans les simulations actuelles. Le
scan (1), qui est utilisé dans les données montrées ici de 0 à 0,29 eV, était de plus sujet à un
bruit parasite lié à la présence d’électrons d’énergie cinétique élevée. Ceci est également
une explication au niveau de signal élevé aux grands angles dans le pic 1s 3p + ħhω0, qui
n’est pas identique aux données issues des simulations.

L’évolution des phases expérimentales est très bien reproduite dans les deux dimen-
sions. Dans les résonances, les sauts de phases sont lissés sur une largeur spectrale d’en-
viron 100 meV i.e. de l’ordre de la largeur spectrale de l’IR (cf effets d’impulsion finie dis-
cutés en section 5.3.4). Entre les résonances, par contre, ils restent extrêmement abrupts.
Les sauts expérimentaux dans la résonance 1s 4p sont très similaires, avec une amplitude
légèrement amplifiée à 3,3 rad. Ils présentent aussi une légère dépendance angulaire entre
0 et 65°, absente dans la théorie. Dans la résonance 1s 3p , les sauts semblent plus abrupts
et d’amplitude plus faible, 2,6 rad, potentiellement due à la proximité du seuil. L’évolution
angulaire est aussi plus progressive que la théorique. Entre les résonances, les sauts spec-
traux expérimentaux sont plus lissés que les théoriques et plus étalés en énergie pour les
différents angles.

En ce qui concerne les positions spectrales des différentes structures, les énergies des
résonances sont décalées de ∼30 meV entre la théorie et les données expérimentales (ce
qui est déjà montré section 5.3.3). Les sauts de phases inter-résonants sont plus décalés
spectralement : à 0°, le saut de phase a lieu à 0,32 eV dans les données expérimentales et
0,39 eV dans les données théoriques ; cette différence s’accentue lorsque l’on considère les
sauts à des angles plus élevés.

Le saut de phase deπ rad associé à la transition à deux photons passant par l’état 1s 3p
a ainsi pu être sondé dans sa totalité grâce à la technique Rainbow RABBIT, ce qui permet
de compléter les résultats montrés par Swoboda et al. (2010). La largeur spectrale du saut
de phase mesuré, 80 meV, est également plus étroite que celle obtenue par ces derniers (qui
mesuraient la moitié du saut de phase sur 120 meV) : la résolution spectrale de nos mesures
est donc plus élevée.
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5.3. Cas de l’hélium résonant

5.3.6 Interprétation

5.3.6.1 Amplitudes et phases des ondes partielles

Ces dépendances spectrales et angulaires montrent que la photoémission est forte-
ment anisotrope. Pour les interpréter, l’amplitude de transition est décomposée en ondes
partielles

M (E ,θ ) = M0(E )Y00(θ ) +M2(E )Y20(θ ), (5.31)

où les M`(E ) sont les éléments de matrice associés à chaque moment angulaire final ` (`= 0,
onde s et `= 2, onde d ).

On se place dans le cas de l’ionisation à deux photons pour des champs XUV et IR
polarisés selon ẑ et de pulsations respectivesΩ etω0. Le moment de transition pour chaque
onde partielle ` depuis l’état lié |1s 2〉 d’énergie E1s 2 vers l’état libre |1s E `〉 d’énergie E =
E1s 2 +Ω+ω0 peut s’écrire, en unités atomiques (Dahlström et al., 2013) :

M`(E ) = lim
ε→0+

∑

∫

v

〈1s E `|ẑ |v 〉〈v |ẑ |1s 2〉
E1s 2 −Ev +Ω+ iε

. (5.32)

ce qui correspond à la somme-intégrale sur tous les états intermédiaires v d’énergie
Ev > E1s 2 possibles, liés ou du continuum.

Dans le cas qui nous intéresse, où le photon XUV se situe dans la zone spectrale au-
tour des états 1s 3p à 1s 5p , les trois termes correspondants dominent la somme et les am-
plitudes partielles définies dans l’équation (5.32) peuvent être approchées sous la forme :

M`(E )≈ lim
ε→0+

5
∑

n=3

〈1s E `|ẑ |1s np 〉〈1s np |ẑ |1s 2〉
E1s 2 −E1s np +Ω+ iε

. (5.33)

Dans le cas expérimental comme simulé, les champs XUV et IR sont de durée finie et
donc présentent une largeur spectrale finie, ce qui lisse les sauts spectraux dus au change-
ments de signe dans l’équation (5.33).

Les amplitudes et phases des ondes partielles qui constituent le POE final, s (`= 0) et
d (` = 2) peuvent être extraits en projetant les amplitudes expérimentales calibrées sur les
vecteurs orthonormés (Y00, Y20). Les résultats de ces projections sont comparés aux simu-
lations dans la Figure 5.18.

Les tendances de ces projections sont clairement visibles sur les données théoriques,
Figure 5.18C-D. Les modules et phases des amplitudes s et d du chemin de référence (17-
1) (en bleu) ne présentent aucune variation spectrale entre 0 et 0,85 eV. L’onde s , isotrope,
domine de plus le paquet d’ondes de référence. Au contraire, le POE d’intérêt présente,
pour chacun de ses canaux, des sauts de phases de π rad aux énergies résonantes (E =
0,06 eV et 0,71 eV) accompagnés de fortes variations de son module. Ces sauts de phase
correspondent à l’annulation accompagnée d’un changement de signe du dénominateur
de l’équation (5.33) lorsque la fréquence Ω entre en résonance avec un des niveaux 1s np .
Entre deux résonances, deux contributions de signes opposés dominent la somme (5.33) et
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FIGURE 5.18 – Evolution spectrale des ondes partielles des paquets d’ondes au sein de la SB 16.
Amplitude (A) et phase (B) expérimentales du POE résonant. Amplitude (D) et phase (E) théo-
riques du POE résonant et du POE de référence.(C) et (F) : Représentation polaire de M (E ,θ )
à des énergies données. La dépendance angulaire du rayon et de la phase correspondent res-
pectivement au module et à la phase des mesures expérimentales (C) et théoriques (F). Toutes
les phases sont montrées avec un signe inversé pour une meilleur lisibilité.
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s’annulent à une énergie donnée, qui dépend cette fois également du numérateur et donc
de `. Cette annulation implique un minimum local dans l’amplitude de transition et un
saut de phase spectral de π rad très abrupt, observé à 0,47 eV pour l’onde s et à 0,37 eV
pour l’onde p . Ces annulations dépendantes de ` sont très sensibles aux positions et aux
poids relatifs des résonances, et donc à la forme exacte du potentiel atomique. Elles sont
évaluées à 0,54 eV (onde s ) et 0,30 eV (onde d ) dans les données expérimentales.

Les projections expérimentales sont relativement bruitées, notamment dans les
phases au niveau des annulations d’amplitudes puisque le moindre bruit modifie le signe
et donc la phase de π rad mais présentent un bon accord avec les données théoriques, à
l’exception de l’amplitude dans la résonance 1s 3p discutée précédemment et de la position
des annulation des ondes partielles.

Il est également possible de reconstruire les états quantiques en coordonnées po-
laires à partir des données montrées Figure 5.17 et de visualiser l’effet du poids et de la
phase relative des ondes partielles sur la dépendance angulaire des paquets d’onde, repré-
sentés pour quelques énergies Figure 5.18-C-F (i) à (viii). Ces reconstructions expérimen-
tales et théoriques présentent un bon accord ; notons qu’elles ne sont pas faites précisé-
ment aux mêmes énergies mais à des énergies "équivalentes" pour tenir compte de l’écart
en énergie entre les pics résonants et annulations théoriques et expérimentaux. Dans la ré-
gion 1s 3p + IR (i), l’onde d domine, entraînant un changement de signe angulaire autour
d’un angle d’annulation, noté θ0, dans ce cas d’environ 60° (proche du zéro de Y20). Lors-
qu’on considère des énergies plus élevées, le poids relatif de l’onde d diminue, donc l’angle
θ0 tend vers 90°, d’où la disparition de la phase angulaire dans (ii). L’annulation de l’onde
d se traduit par une émission relativement sphérique dans le cas expérimental et par une
onde purement s en théorie (iii). De même, l’annulation de l’onde s conduit à la produc-
tion d’une onde purement d (vi). Entre ces deux cas, les ondes s et d sont en opposition
de phase (elles présentent une phase relative de π rad), ce qui conduit à une interférence
destructive à 0° à l’énergie où leurs deux contributions sont égales (iv), d’où une forme de
’donut’, puis l’onde d redevient dominante (v). Ces mêmes évolutions se retrouvent dans
le pic 1s 4p+ IR, où les états (vii) et (viii) sont équivalents respectivement à (i) et à (ii). Il
est donc possible de retrouver toute l’information sur l’évolution spectrale et angulaire de
l’état quantique complexe du POE et de l’interpréter en terme de somme cohérente des
ondes partielles s et d .

5.3.6.2 Présence de moments angulaires d’ordres plus élevés?

Les données expérimentales présentent en réalité un moment d’ordre supérieur cor-
respondant à une onde partielle autre que s et d , qui n’est évidemment pas présente dans
les données théoriques du fait des règles de sélection. La projection sur le moment |M4| est
calculée et comparée en Figure 5.19 aux moments expérimentaux montrés précédemment
sur la Figure 5.18.

En terme d’amplitude, |M4| (correspondant à une onde g ) est un ordre de grandeur
au-dessous de |M0| et |M2| au sein des résonances, ce qui le rend très peu visible dans les
reconstructions de M (E ,θ ). Entre les résonances, et en particulier lorsque |M2| devient très
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(a) (b)

FIGURE 5.19 – Evolution spectrale des ondes partielles obtenues en projetant l’amplitude de
transition calibrée sur les différents moments : amplitude (A) et phase (B). Toutes les phases
sont montrées avec un signe inversé pour une meilleur lisibilité.

faible à l’énergie E (d )0 = 0,29 eV du fait de l’annulation de l’élément du dipôle de transition
associé à l’onde d , l’amplitude de |M4| n’est plus négligeable. C’est pourquoi, contraire-
ment à ce qui est calculé théoriquement, l’onde M (E (d )0 ,θ ) – (iii) sur la Figure 5.18-C – n’est
pas parfaitement sphérique lorsqu’elle est reconstruite à partir des données expérimen-
tales. Par contre, à l’annulation du dipôle de l’onde s à E (s )0 = 0,547 eV, |M4| reste très né-
gligeable et ne perturbe pas la reconstruction du POE qui reste très majoritairement une
onde d .

La phase associée au moment M4 présente une évolution spectrale similaire à celle de
M0, décalée de ∼2 rad et plus bruitée. Des sauts de phases de pentes similaires aux autres
moments sont observés au niveau des résonances 1s 3p et 1s 4p . Entre les résonances, la
phase arg(M4) présente un saut très progressif de +π entre 0,5 et 0,6 eV, avec de plus, deux
sauts transitoires de +π à 0,44 et à 0,52 eV.

Les éventuels ordres plus élevés que |M4| ne peuvent pas être reconstruits à partir
des seules projections des images VMI sur les polynômes de Legendre P0, P2 et P4 : il serait
nécessaire d’ajouter des ordres plus élevés dans l’algorithme d’inversion d’Abel.

L’origine de ce moment supplémentaire n’est pas complètement comprise ; elle sug-
gère l’existence de processus à plus de deux photons. Cependant aucun pic de fréquence
plus élevée que 2ω0 n’est observé dans la transformée de Fourier du signal dépendant du
délai, ni dans la SB 16 ni dans la SB 18. Il est également possible que cela provienne d’un
signal parasite (provenant par exemple de photoélectrons émis aux extrémités de la zone
d’interaction et projetés avec beaucoup d’aberrations sur le détecteur). Enfin, les erreurs
expérimentales induites par les calibrations spectrales et angulaires (cf. Figure 5.15) pour-
raient également générer des moments parasites.
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FIGURE 5.20 – Dépendance angulaire du délai τtra pour quatre énergies représentatives au
sein du spectre (indiquées par des repères colorés Figure 5.17).

5.3.7 Reconstruction de la dynamique temporelle

Notre procédure expérimentale a donc permis de caractériser complètement les dé-
pendances spectrales et angulaires du dipôle de transition à deux photons dans la région
des résonances de l’hélium. Nous disposons alors de toutes les informations pour accéder
à la dynamique de cette transition à deux photons.

5.3.7.1 Délai de transition

Une première grandeur intéressante pour la caractériser est le délai de la transition,
qui est défini comme la dérivée spectrale locale de la phase mesurée à chaque angle (au-
trement dit, un délai de groupe) (Vacher et al., 2017) :

τtra(E ,θ ) =
∂ arg M (E ,θ )

∂ E
. (5.34)

Ces pentes sont calculées à partir des phases expérimentales en ajustant une fonction
affine sur un intervalle de 40 meV autour de la valeur centrale. Leur dépendance angulaire
est présentée Figure 5.20. La barre d’erreur associée provient de l’ajustement.

Dans les régions résonantes (1s 3p + IR à 0,06 eV et 1s 4p + IR à 0,66 eV), les délais
de transition sont fortement positifs et sont relativement isotropes. Au contraire, dans les
régions inter-résonances (à 0,33 et 0,38 eV), ces délais de transitions sont très négatifs et
dépendent fortement de l’angle.
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Au sein des résonances, l’interprétation physique de la quantitéτtra(E ,θ ) est directe :
elle représente une durée effective durant laquelle l’électron est piégé de façon transitoire
dans l’état lié intermédiaire avant d’être ionisé (Vacher et al., 2017). Cette durée dépend
donc notamment de la durée de l’impulsion IR, qui circonscrit le processus temporelle-
ment. Autrement dit, en adoptant un point de vue spectral : si l’IR est étroit temporelle-
ment et large spectralement, la pente locale mesurée sera progressive, car la convolution
avec l’IR (voir section 5.3.4) lisse la structure, donc la dérivée et ainsi le délai de transition
seront faibles.

En revanche, cette dérivée calculée à une énergie entre les résonances n’a pas d’inter-
prétation aussi directe. Elle indique un changement de phase au sein de l’état quantique ; la
dynamique n’encode pas une durée de transition de l’électron mais plutôt les interférences
destructives de chemins quantiques.

5.3.7.2 Représentation de Gabor à différents angles

Le délai de transition ne permet pas de mettre en évidence la dynamique large bande
du POE, puisque seule la pente locale est utilisée. C’est pourquoi il est également intéres-
sant de calculer la transformée de Gabor de M (E ,θ ), afin de mettre en évidence les interfé-
rences entre les différentes composantes spectrales du POE. Une transformée de Gabor est
une représentation spectro-temporelle basée sur une transformée de Fourier à fenêtre glis-
sante, dont la fenêtre est Gaussienne. La transformée de Gabor de l’amplitude de transition
M (E ,θ ) est ainsi définie comme

M̂ (t , E ,θ ) =
1

ħh

+∞
∫

−∞

d εM (ε,θ ) e −(ε−E )2/2∆2
e −iεt /ħh (5.35)

On calcule cette intégrale à chaque angle θ pour différentes fréquences centrales E
et pour une largeur spectrale∆ (FWHM= 200 meV) dans l’intervalle spectral d’intérêt. Ces
différentes intégrales sont ensuite représentées sous la forme d’une matrice temps-énergie.
La résolution spectrale et temporelle de cette transformée est déterminée par l’écart-type
∆, qui est choisi par l’expérimentateur comme étant le meilleur compromis entre ces deux
dimensions.

Ces représentations temps-fréquence sont montrées Figure 5.21 à quatre angles re-
présentatifs 0,40, 65 et 85°. Le fait que le délai de transition, superposé sur les images en
blanc suive le maximum d’intensité des paquets d’onde aux différentes énergies montre
que le délai de transition représente bien la dynamique de retard à l’émission, en particu-
lier dans les régions résonantes.

Aux énergies des résonances, montrées par des repères bleus pour 1s 3p+IR et rouges
pour 1s 4p+IR, le paquet d’ondes est effectivement globalement retardé par rapport à l’ori-
gine des temps. Cette origine est ici définie à partir du centre du paquet d’ondes temporel
non résonant issu de la SB 18. Dans le diagramme à 0° Figure 5.21-A, les sauts de phases
spectraux dus à des résonances (0,06 eV et∼ 0,6 eV) ou aux annulations des dipôles (autour
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Intensité (arb.u.) Intensité (arb.u.)

A
0°

B
40°

C
65°

D
85°

FIGURE 5.21 – Représentation temps-fréquence du processus de photoémission résonant
obtenu par transformation de Gabor de M (E ,θ ) avec une porte de largeur à mi-hauteur
200 meV à 0,40, 65 et 85°. Le délai de transition τtra en fonction de l’énergie E est également
tracé (traits blancs). L’intensité du POE est représentée en échelle logarithmique, les échelles
des différents diagrammes étant indépendantes.

de 0,35 eV puis 0,85 eV) forment des "trous" aux énergies correspondantes, marquant l’in-
terférence destructive entre les différentes contributions à des énergies situées de part et
d’autre de l’énergie résonante ou d’annulation. Les trous dus aux résonances sont visibles
à une énergie identique pour tous les angles ; comme la pente du saut de phase varie avec
l’angle, ils s’estompent entre 0 et 65° (Figure 5.21-B-C). Le saut de phase dû à 1s 3p reparaît
à 85° ( 5.21-D).

Entre les résonances, les énergies où sont observés des trous correspondant à un
changement de signe du dipôle varient fortement avec l’angle considéré : à 0°, le trou est
ainsi positionné à 0,39 eV, à 40° il est à 0,47 eV puis à 65° à 0,53 eV 2. Les trous suivent ainsi
la position spectrale des sauts de phase inter-résonances, donc cette variation traduit la
dépendance angulaire de la position spectrale du saut de phase inter-résonant. La structu-
ration spatiale de la dynamique dépend ainsi fortement de l’angle de photoémission.

5.3.7.3 Profils temporels de différents paquets d’ondes

Pour mieux visualiser la dépendance temporelle des POE au sein de la sideband à
différents angles, des transformées de Fourier sont appliquées à des portions du spectre
autour de différentes énergies, en sélectionnant la région spectrale d’intérêt avec la même
porte gaussienne de 200 meV de largeur. Le résultat est présenté Figure 5.22.

2. Le trou observé à 0,77 eV dans la représentation de Gabor à 85° 5.21-D est plutôt attribué au
saut de phase inter-résonance 1s 4p -1s 5p .
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Expérience Simulation

A B

C D

E F

FIGURE 5.22 – Dépendance temporelle de l’amplitude de paquets d’ondes électronique de lar-
geur 200 meV centrés autour de deux énergies représentatives. Autour de la résonance 4p : (A)
expérimental, centré à 0,67 eV ; (B) théorique, centré à 0,69 eV. A l’énergie d’interférence inter-
résonance : (C) expérimental, centré à 0,38 eV et (D) théorique, centré à 0,4 eV. Dépendance
temporelle de l’amplitude du POE correspondant à la somme de toutes les énergies sur la si-
deband 16 (de 0 à 0,85 eV) à partir des données expérimentales (E) et théoriques (F).

182



5.4. Conclusion

Au sein de la résonance 1s 4p , les reconstructions temporelles expérimentales (Fi-
gure 5.22-A) et théoriques (Figure 5.22-B) sont en excellent accord. La dépendance tempo-
relle du POE est indépendante de l’angle (à l’exception du paquet d’ondes expérimental à
70° ; la phase spectrale est très bruitée à cet angle, où le signal est très faible). Le maximum
d’amplitude du signal est de plus retardé de 13,5 fs par rapport au temps zéro : ce retard cor-
respond au délai de transition discuté section 5.3.7.1, c’es-à-dire au piégeage transitoire de
l’électron dans l’état lié.

Dans l’espace inter-résonance 1s 3p -1s 4p , les dépendances temporelles et expéri-
mentales sont également très proches. Cette fois-ci, la dépendance temporelle du POE dé-
pend fortement de l’angle considéré. Aux faibles angles, une interférence destructive, cor-
respondant au fort saut deπ rad dans la phase spectrale est à l’origine d’un minimum d’am-
plitude au temps zéro. A des angles plus élevés, cette interférence destructive disparaît, car
le saut de phase n’apparaît plus aux énergies qui contribuent au paquet d’onde. La dyna-
mique est ainsi structurée par l’interférence destructive entre les différentes contributions,
qui dépend de l’angle.

Enfin, il est possible de mettre en évidence la dynamique de tout le paquet d’ondes
en appliquant la transformée de Fourier sur tout l’intervalle où la SB 16 est mesurée (0-
0,88 eV), dont le résultat est montré sur la Figure 5.22E-F. Les amplitudes expérimentales
et théoriques présentent des battements très marqués d’une période de 7,1 fs (correspon-
dant à une fréquence de 0,59 eV) pour les données expérimentales et 6,3 fs (0,66 eV) pour
les données théoriques. Ces fréquences sont très proches de l’écart en énergie des états
1s 3p et 1s 4p , qui sont de 0,667 eV dans le cas du modèle théorique et de 0,57 eV dans
le cas expérimental en prenant la position des maxima 1s 3p+IR et 1s 4p+IR : ces batte-
ments correspondent à l’interférence entre les paquets d’onde à 2 photons créés à travers
les résonances 1s 3p et 1s 4p . La largeur spectrale du pic 1s 3p expérimental est à l’origine
du décalage de la fréquence des battements. Les dépendances temporelles expérimentales
et théoriques sont proches. Le signal aux grands angles est cependant différent dans les
deux reconstructions, notamment le signal aux grands angles est plus élevé dans les don-
nées expérimentales. Une des pistes permettant d’expliquer ces différences est que pour
cette reconstruction, l’ensemble du spectre est pris en compte, y compris les données aux
faibles énergies (0 à 0,3 eV), dont le comportement spectral est également différent des
simulations du fait du signal parasite discuté auparavant.

5.4 Conclusion

Dans ce chapitre, nous avons ainsi caractérisé de façon la plus complète possible la
dynamique de photoémission de l’hélium.

Dans un premier temps, nous avons étudié la dépendance angulaire de la phase de
transition à deux photons dans l’hélium non résonant. Nos résultats sont en bon accord
avec les études menées par Heuser et al. (2016) et Busto et al. (2019) et les complètent,
puisque nous accédons à la phase spectrale jusqu’à 90° (là où les mesures précédentes s’ar-
rêtent à 65°). Un saut de phase spectral deπ rad ayant lieu autour de 70° est ainsi mis en évi-
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dence sur les sidebands 18 à 24. Ce saut de phase angulaire provient de la fonction d’onde
de l’état peuplé par la transition XUV+IR ; il ne correspond pas à une variation angulaire
du délai de Wigner.

Dans un second temps, nous avons montré qu’il était possible de résoudre complète-
ment l’évolution spatio-temporelle de paquets d’onde créés par ionisation à deux photons
de l’hélium, en quelque sorte de "tourner le film 3D" de la photoémission. Ceci est réalisé
y compris dans des zones spectrales très structurées par la présence de résonances inter-
médiaires. Pour ce faire, nous avons combinés l’accès à la phase spectrale sur une large
gamme, une excellente résolution spectrale et une sensibilité angulaire sur toute la sphère
de photoémission. Ces trois conditions ont été permises par

— la combinaison de trois spectrogrammes pris avec une fréquence XUV accordée par
blue shift et calibrés par des mesures parallèles dans un MBES,

— la technique Rainbow RABBIT appliquée sur des mesures prises dans le VMI-SE1,
conçu et optimisé pour les mesures attosecondes (cf chapitre 2),

— un niveau de signal élevé dans ce VMI et une méthode de reconstruction analytique
des amplitudes complexes sur toute la sphère de photoémission (Joseph et al., 2020).

L’amplitude de transition à deux photons résonante (15+1), encodée dans la side-
band 16, a été extraite des données expérimentales grâce à deux calibrations, spectrale-
ment et angulairement. La calibration spectrale a permis de s’affranchir de la source XUV,
variable entre différents spectrogrammes. La calibration angulaire a permis de s’affranchir
de la faible dépendance angulaire du paquet d’ondes de référence (17-1) interférant avec
le paquet d’ondes d’intérêt. Toute cette procédure est effectuée à partir de données expé-
rimentales, sans nécessiter d’a priori théorique sur le système.

La décomposition en ondes partielles du paquet d’ondes résonant permet de com-
prendre le comportement des amplitudes et phases de transition au niveau des résonances
et entre les résonances. En particulier, entre deux résonances consécutives, l’annulation
des dipôles de transition à deux photons (de position variable pour chaque onde partielle)
permet de comprendre les très fortes variations de la dépendance angulaire du POE en un
étroit intervalle spectral.

En permettant l’accès aux variations spectrales et angulaires de la phase de transition
à deux photons, cette procédure a permis d’étudier le paquet d’ondes dans ces deux dimen-
sions. Plus généralement, la procédure permet de reconstruire toute la dynamique de pho-
toémission du paquet d’ondes résonant, en trois dimensions. En particulier, nous avons
un accès direct aux délais de photoémission, qui correspondent aux dérivées locales de la
phase spectrale et non à l’approximation généralement faite en calculant le délai atomique.
Les dynamiques observées résultent de nombreux processus sous-jacents : piégeage tran-
sitoire au niveau des résonances, interférences destructives entre différents chemins quan-
tiques dans les zones inter-résonances. Tout cela montre la très grande diversité, et parfois
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le caractère non intuitif, des dynamiques de photoémission dans les zones spectrales struc-
turées.

Plusieurs améliorations techniques peuvent être apportées à notre dispositif. Dans
ces études, la pression résiduelle d’hélium était importante, ce qui est à l’origine d’électrons
parasites. Il sera nécessaire de faire baisser cette pression résiduelle lors de prochaines
expérimentations. Depuis ces campagnes de mesures, plusieurs développements expéri-
mentaux ont été implémentés pour réduire la pression résiduelle : développement d’une
vanne pulsée plus performante pour l’injection du gaz et installation d’une troisième
pompe turbomoléculaire dans le VMI. Un système de stabilisation active de l’interféro-
mètre telle que LIZARD (Luttmann et al., 2021), déjà en cours d’installation, permettra de
plus de rendre acceptable des durées d’acquisition de plusieurs heures et donc d’accumu-
ler d’avantage à chaque délai IR-XUV en injectant moins de gaz pour un niveau de signal
équivalent.

Si le blue shift a permis d’accéder à des états liés sous le seuil d’énergie plus élevée
que ceux accessibles avec la 15ème harmonique de notre laser à 804 nm, il ne permet pas
d’accéder aux états 1s 5p et supérieurs car les conditions de génération avec un fort blue
shift élargissent beaucoup les harmoniques, dont la largeur à mi-hauteur atteint 1 eV, ce qui
fait courir le risque d’un recouvrement spectral entre harmonique et sidebands adjacentes.
Une première solution pourrait être d’accorder le laser IR par DAZZLER comme dans les
études de Swoboda et al. (2010) ; Kotur et al. (2016), au prix de la largeur spectrale. Busto
et al. (2018) montrent qu’il est alors possible d’effectuer une analyse Rainbow RABBIT à
une énergie bien choisie. Une deuxième solution serait de placer des filtres interférentiels
sélectionnant une partie du spectre laser avant la génération (Drescher et al., 2021) : la sé-
lection spectrale est alors importante, et il est nécessaire de combiner un grand nombre de
spectrogrammes pour accéder à la phase sur une large gamme.

Pour une accordabilité complète, la troisième solution est d’avoir recours à un OPA
pour générer l’XUV : c’est ce qui est proposé dans Gruson et al. (2016). La combinaison
d’harmoniques générées dans l’OPA pour mener des études de photoémission dans un VMI
permettrait alors des études complètes de différents types de résonances. Une autre amé-
lioration technique serait de réduire la bande spectrale de l’IR d’habillage seulement, avec
un filtre interférentiel, et de combiner avec un XUV large bande dans une analyse Rainbow
RABBIT. Des mesures récentes à Lund sur la résonance d’autoionisation 2s 2p de l’hélium
ont montré une nette augmentation de la résolution spectrale du saut de phase à la réso-
nance (Busto et al, communication privée). L’étude de l’ionisation résonante de l’hélium a
fait l’objet d’un article prochainement publié dans Science Advances et accessible sur ArXiv
(Autuori et al., 2021).
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Conclusion et perspectives

Dans cette thèse, deux processus de dynamiques photoinduites ont été étudiés en
détail par spectroscopie de photoélectrons résolue en temps aux échelles femtoseconde et
attoseconde. Les principaux résultats de ces études sont d’une part l’investigation femto-
seconde de la dissociation photoinduite de molécules d’iodométhane à l’échelle femtose-
conde et d’autre part la reconstruction du film 3D de la photoémission résonante à deux
photons de l’hélium à l’échelle attoseconde. Au cours de ces travaux, plusieurs dévelop-
pements expérimentaux ont également été menés sur la ligne de lumière SE1 de la plate-
forme ATTOLab, notamment la génération d’impulsions attosecondes isolées par synthèse
d’onde, et la qualification d’un spectromètre à électrons imageur de vecteur vitesse inno-
vant.

Dans un premier temps, le processus de génération d’harmoniques d’ordre élevé,
processus permettant de générer les impulsions XUV à la base de nos études, est décrit.
Le dispositif expérimental sur la ligne SE1 est ensuite détaillé. Une étude de génération
d’harmoniques d’ordre élevé par synthèse d’onde (mélange de deux couleurs) visant à la
génération d’impulsions attosecondes isolées est ensuite présentée. Cette dernière ouvre
des perspectives de génération d’impulsions attosecondes isolées et très intenses. Cette
étude a permis de valider les premières étapes de l’implémentation de cette technique et
notamment de montrer l’extension de l’énergie de coupure qu’elle permet. L’observation
de la structuration très fine de l’émission harmonique dans ces conditions et de sa dépen-
dance avec la longueur d’onde de l’OPA est par ailleurs un résultat remarquable de cette
étude. Une fois les limitations techniques dues à l’instabilité de la CEP et du délai entre les
deux couleurs dépassées, cette technique pourra être pleinement qualifiée.

Ensuite, les spectromètres à électrons en place sur la ligne SE1 ont été décrits : un
MBES et un nouveau VMI, optimisé pour la spectroscopie attoseconde. La résolution spec-
trale du MBES a été caractérisée indépendamment de la source de photons en mesurant
l’élargissement d’un pic Auger du xénon pour différentes énergies cinétiques finales des
photoélectrons. Cette mesure a été utilisée comme référence afin de calibrer les largeurs
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des harmoniques utilisées pour caractériser la résolution du nouveau VMI. La résolution
de ce VMI a été étudiée dans deux régimes, pour une résolution optimisée à 20 et 1 eV. La
résolution obtenue est cohérente avec nos attentes concernant la résolution de la lentille
électrostatique et l’imagerie de l’écran de phosphore. Elle est ensuite comparée aux per-
formances d’autres designs. Pour améliorer la performance de la détection dans ce VMI,
l’imagerie de l’écran de phosphore devra être caractérisée et optimisée en fonction des dif-
férents réglages choisis.

Dans un troisième chapitre est présentée une étude "pompe-sonde" de la photo-
dissociation de l’iodométhane, initiée par l’excitation à 267 nm puis sondée par ionisation
multiphotonique à 800 nm. Les spécificités de cette étude par rapport à la littérature sont (i)
la sonde se fait par MPI non résonante, (ii) le signal détecté est celui des photoélectrons et
(iii) les intensités pompe et sonde sont maintenues à des niveaux relativement faibles afin
de n’avoir aucun signal ATI généré par les impulsions pompe ou sonde seules. Cela permet
de ne sonder que le début de la dissociation, lorsque les molécules sont placées dans un
état suffisamment excité pour pouvoir être ionisées par l’IR. Leur interprétation est enfin
discutée à l’aide de simulations.

Ces expériences ont permis de mettre en évidence un déclin exponentiel du signal
après l’impulsion pompe de temps caractéristique 75 fs et un décalage de 12 fs entre le
maximum du signal et celui de la corrélation croisée des impulsions. Ces deux éléments
sont la signature de la dynamique de dissociation et permettent d’envisager différents scé-
narios pour la dissociation. Des pics ATI non attribués, notés R , apparaissent entre les pics
attribués à X̃ 2E1/2 et X̃ 2E3/2 : leur origine doit être clairement déterminée.

Le mécanisme initialement envisagé, à savoir une dissociation après absorption d’un
seul photon UV a été simulé et ne permet pas d’expliquer cette longue décroissance du
signal. Ce scénario permet en revanche d’expliquer les structures spectrales observées. Il
pourrait dans ce cas s’agir d’états de Rydberg entrant en résonance avec un nombre en-
tier de photons IR grâce à la variation du potentiel au cours de la dissociation. Un scénario
alternatif d’une absorption de deux photons UV peuplant un état de Rydberg couplé à un
état dissociatif hypothétique est en cours d’investigation. L’ajustement empirique du poids
du canal résonant et de ce couplage permet de bien reproduire la dépendance temporelle
observée du signal pompe-sonde. L’interprétation de ces résultats, impliquant potentielle-
ment un grand nombre de transitions, est toujours en cours.

La dissociation de l’iodométhane peut être sondée à l’aide de différentes techniques
de spectroscopie. Comme nous l’avons vu, la spectroscopie par ATI fournit des informa-
tions très riches mais la diversité des canaux potentiellement mis en jeu rend son interpré-
tation complexe. La spectroscopie d’électrons Auger est également une technique intéres-
sante pour sonder l’environnement chimique des différents fragments au cours de la dis-
sociation. L’effet Auger est en effet très sensible aux effets de corrélations électroniques au
sein d’une molécule, ce qui fait de la spectroscopie Auger un outil très couramment utilisé
en chimie (Carlson, 1975). De plus, la spectroscopie Auger effectuée lors de la dissociation
permet de sonder le transfert de charge entre les différents fragments (mis en évidence par
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Erk et al. (2014) ; Rudenko et al. (2017) et Brauße et al. (2018)). Une première campagne
d’expérience a été menée sur SE1 en excitant les molécules à 267 nm et en les sondant
avec des énergies de photon supérieures à 60 eV. Elles ont permis de montrer la viabilité
des sources harmoniques pour obtenir des spectres Auger stables, mais la variation du si-
gnal en fonction du délai pompe-sonde était alors trop faible. Cette expérience pourrait
être tentée après l’installation d’une détection coup-à-coup et d’un dispositif permettant
d’éteindre une impulsion pompe sur deux (chopper) afin de soustraire le signal de fond et
de mettre en évidence les variations de signal dues à la dissociation. Ces expériences de
spectroscopie bénéficieraient également de la réduction des durées d’impulsions IR et UV.
L’IR pourrait par exemple être post-comprimé par passage dans une fibre à cœur creux.
Galli et al. (2019) proposent de plus une génération d’UV de pompe par triplage de fré-
quence dans une cellule à haute pression et non dans des cristaux, ce qui permet d’obtenir
des impulsions de 2 fs. Cela permettrait de sonder des processus plus rapides, comme la
relaxation des trous en couche de valence (Attar et al., 2015 ; Drescher et al., 2016) ou le
changement d’énergie des niveaux de cœur (Brauße et al., 2018) dont les temps caractéris-
tiques sont inférieurs à 40 fs.

Les méthodes de spectroscopie interférométriques RABBIT et Rainbow RABBIT sont
ensuite rappelées dans un quatrième chapitre. La technique RABBIT permet à la fois de ca-
ractériser temporellement des trains d’impulsions d’harmoniques et d’accéder aux phases
de diffusion. Nous avons ensuite montré que ces différences de phase liées au processus
de photoionisation pouvaient être reliées à un délai de photoionisation ou délai de Wigner.
Les outils connus avant cette thèse pour extraire les dépendances temporelles d’un POE ré-
sonant à partir de la technique Rainbow RABBIT sont rappelés. L’extraction de la phase et
de l’amplitude spectrale des paquets d’ondes est présentée dans le cas où l’on a accès aux
informations angulaires du processus de photoémission.

La principale étude de ce travail de thèse, présentée dans un cinquième chapitre, a
été celle de la photoionisation résonante à deux photons de l’hélium, à travers les états liés
1s 3p à 1s 5p . L’objectif était de résoudre dans l’espace et dans le temps le processus de pho-
toémission et ainsi d’en reconstruire le film 3D à l’échelle attoseconde. Cette étude a néces-
sité de combiner (i) une source cohérente de photons dans l’extrême ultra-violet, basée sur
la génération d’harmoniques d’ordre élevé, (ii) un spectromètre VMI de haute résolution
spectrale et sensibilité angulaire, et (iii) une technique d’interférométrie de photoélectrons
large bande (Rainbow RABBIT). Deux calibrations de ces données, spectrale et angulaire,
ont permis d’accéder à l’amplitude et à la phase spectrales du dipôle de transition à deux
photons du paquet d’ondes résonant sur toute la sphère de photoémission. Cette caracté-
risation spectrale complète a révélé de nombreuses structures telles que des sauts de phase
spectraux et angulaires au niveau et entre les résonances. L’interprétation théorique de ces
dépendances met en évidence les différences spectrales entre les dipôles de transition à
deux photons associés aux ondes partielles composant le paquet d’ondes électronique. La
qualité des données expérimentales, en accord remarquable avec les simulations, permet
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de reconstruire par transformée de Fourier la dépendance temporelle des paquets d’ondes
électronique émis en trois dimensions. Dans les résonances, la dynamique se caractérise
par un retard à l’émission dû au piégeage transitoire de l’électron sur les états liés. Entre les
résonances, la photoémission est perturbée par des interférences quantiques destructives
qui dépendent fortement de l’angle d’émission.

Deux pistes permettraient d’améliorer cette procédure expérimentale. En stabilisant
activement l’interféromètre RABBIT (Luttmann et al., 2021) il sera possible d’accumuler le
signal à des pressions plus faibles et ainsi éliminer une source de signal parasite. L’accorda-
bilité des harmoniques pour sonder des états résonants pourrait être assurée par des filtres
interférentiels sur l’IR (Drescher et al., 2021) ou grâce à un OPA (Gruson et al., 2016).

L’analyse proposée dans cette étude pourrait être généralisée à des systèmes ato-
miques ou moléculaires plus complexes. Dans des gaz rares plus lourds (néon, argon, kryp-
ton...), un plus grand nombre de canaux d’ionisation sont en jeu ainsi que de nombreuses
résonances intermédiaires. Peschel et al. (2021) proposent ainsi une étude RABBIT réso-
lue angulairement sur du néon dans un VMI permettant de caractériser complètement les
contributions de tous les canaux d’ionisation. Accéder aux délais de photoionisation réso-
lus angulairement est particulièrement intéressant dans le cas de molécules, au potentiel
anisotrope (Hockett, 2017). Dans des petites molécules linéaires, il serait possible d’induire
un alignement impulsionnel dans le VMI avec une pré-impulsion laser, permettant d’ac-
céder aux délais/dynamiques d’ionisation résolus angulairement dans le référentiel molé-
culaire. Ceci donnerait accès aux faibles énergies au dessus du seuil pour lesquelles l’ioni-
sation n’est pas dissociative.

L’étude des dynamiques moléculaires pourrait être combinée avec les techniques de
spectroscopie attoseconde utilisant soit des trains d’impulsions attosecondes, comme pré-
senté au chapitre 5, soit des impulsions attosecondes isolées. Ceci permettrait notamment
d’étudier des migrations de charges au sein de molécules d’intérêt biologique (Calegari
et al., 2014) ou encore dans des agrégats (Lietard et al., 2018).

Les mesures de photoionisation dans les systèmes complexes mettent en jeu de nom-
breux canaux d’ionisation qu’il est nécessaire de résoudre, ce qui est difficile expérimen-
talement. C’est pourquoi les expériences de photoionisation dites complètes, permettant
d’accéder à de très nombreuses informations sur les états finaux, suscitent un fort inté-
rêt et de nombreux développements récents sur source harmonique mais également sur
synchrotron et sur FEL. De récentes mesures COLTRIMS menées sur synchrotron dans des
molécules (Rist et al. (2021) dans le monoxyde de carbone, Holzmeier et al. (2021) dans le
monoxyde d’azote) montrent ainsi qu’il est possible d’aller jusqu’à une reconstruction du
délai de photoémission dans le référentiel moléculaire en supposant la phase de l’une des
ondes partielles comme constante ou de variation spectrale faible. Cette hypothèse, dé-
pendante du système étudié et des informations théoriques disponibles est cruciale pour
l’accès à la dynamique temporelle. Comme nous l’avons vu, les techniques de spectrosco-
pie attoseconde basées sur la HHG donnent un accès direct et complètement expérimen-
tal sans recourir à aucune information théorique. Ceci les rend applicables à une grande
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variété de systèmes. Pour réaliser des expériences complètes résolues en temps, qui néces-
sitent une détection en coïncidence et donc une cadence élevée, de nouvelles sources HHG
sont ainsi développées à partir de lasers de cadence 100 kHz (Ye et al., 2020).

Les lasers à électrons libres permettent désormais de générer des impulsions XUV de
plus en plus courtes et très intenses. Leur caractérisation temporelle est maintenant acces-
sible – par exemple Duris et al. (2020) ont caractérisé des impulsions attosecondes isolées
à LCLS, Stanford et Maroju et al. (2020) des trains d’impulsions à FERMI, Trieste). Ces nou-
velles sources permettent déjà de mener de premières études de photoionisation résolue
angulairement à deux photons : on peut notamment citer l’étude dans l’hélium de Meister
et al. (2020) à DESY, Hambourg, ou encore celle de You et al. (2020) dans le néon à FERMI
dans laquelle la différence de phase spectrale entre différents chemins est extraite. Ces
différentes sources XUV sont ainsi complémentaires et prometteuses pour les études de
photoionisation résolues temporellement à des échelles de temps ultrabrèves (Ueda et al.,
2019).

Une autre piste pour résoudre les différents canaux d’ionisation des systèmes étudiés
est de travailler avec un formalisme plus général, consistant à décrire le paquet d’ondes
électronique émis par une matrice densité. La mesure des spectres de photoélectrons ob-
tenus par excitation par le peigne harmonique XUV correspond ainsi à la mesure des élé-
ments diagonaux de cette matrice. Pour caractériser complètement le paquet d’ondes élec-
tronique obtenu, il est également nécessaire d’accéder aux éléments non-diagonaux. Pour
ce faire, tous les pics de photoélectrons doivent pouvoir interférer entre eux, ce qui est
possible expérimentalement en ajoutant un IR d’habillage et en augmentant son intensité
(en comparaison avec l’intensité utilisée pour RABBIT) afin de permettre des transitions
multiphotoniques couplant tous les pics du spectre. Une analyse Mixed-FROG (Bourassin-
Bouchet et Couprie, 2015) permet alors de reconstruire le paquet d’ondes électronique.
Cela a permis dans un premier temps d’identifier des sources expérimentales de déco-
hérence électronique (fluctuations du délai IR-XUV, résolution limitée du spectromètre)
et d’ouvrir la possibilité de mettre en évidence une décohérence quantique, telle qu’une
somme incohérente de canaux d’ionisation (Bourassin-Bouchet et al., 2020). Ce type de
mesure, qui propose un cadre plus général permettant d’approfondir la métrologie/ spec-
troscopie attoseconde sur source harmonique mais aussi sur FEL, suscite un intérêt crois-
sant.
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ANNEXEA

Mesures complémentaires de la

résolution du VMI

Dans cette annexe, des mesures complémentaires à celles présentées dans le cha-
pitre 2 pour la résolution du VMI de SE1 sont présentées.

Une première estimation de la résolution du VMI a été effectuée en considérant sa
capacité de séparation d’états proches spectralement dans différents gaz cibles.

Nous présentons premièrement des mesures à basses énergies obtenues grâce à une
lampe à décharge à hélium.

Deuxièmement, nous présentons une étude à plus haute énergie, visant à la détection
d’électrons Auger du xénon dans le VMI, qui permettent de déterminer la résolution du VMI
à quelques énergies. Les résultats obtenus sont en bon accord avec les résolutions montrées
au chapitre 2 dans le cas d’une détection optimisée à haute énergie.

A.1 Etude avec une source fine spectralement

Les conditions expérimentales pour ces études (tensions sur les électrodes, réglage
de l’objectif de la caméra optimisé au centre de l’image) sont choisies pour optimiser la
résolution sur les structures recherchées.

Les premières mesures effectuées dans le VMI ont été faites en utilisant une lampe
à décharge comme source de photons. Il s’agit d’une lampe remplie d’hélium qui génère
de façon continue des photons à 21,21 eV (ce qui correspond à la raie de l’hélium I). L’in-
térêt d’une telle source est qu’elle est d’une très grande finesse spectrale, que l’on peut
alors considérer comme infiniment fine devant la résolution du détecteur. Ainsi on peut
négliger l’influence de la largeur spectrale de la source lumineuse sur la largeur des pics
mesurés . Cette lampe a été utilisée pour photoioniser de l’argon. Ces mesures, présentées
Figure A.1 (a), ont permis une première estimation de la résolution du VMI en séparant le
couplage spin-orbite de l’argon, d’une largeur de 177 meV à l’énergie finale de respective-
ment 5,27 eV (pour l’état 2P1/2) et 5,42 eV (pour 2P3/2). On majore ainsi la résolution par
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FIGURE A.1 – Spectre de photoélectrons (h0) et projection sur le polynôme de Legendre
P2 mesurés par photoionisation par la lampe à décharge dans l’argon (a) et le dia-
zote (b). Dans les deux cas, le potentiel répulseur est de -2,250 kV, le potentiel ex-
tracteur de -1,808 eV. Les images ont été circularisées avant inversion d’Abel (voir B).
————————————————————————————————————————

∆E

E
= 0, 177/5, 27= 3, 36% (A.1)

Cette estimation est supérieure à la résolution relative simulée avec des potentiels
appliqués aux électrodes de -2,250 kV et -1,808 kV et une zone d’interaction de 0,1× 7 mm,
qui est de 2,3%. Plusieurs facteurs peuvent expliquer la perte de résolution, notamment la
distorsion de l’image, qu’il a été nécessaire de circulariser (cf annexe B).

Des mesures effectuées dans le diazote, montrées Figure A.1 (b), ont également per-
mis de montrer que l’on pouvait clairement résoudre les états vibrationnels de la bande A
de la molécule, séparés d’environ 200 meV et portés à des énergies autour de 4 eV par la
lampe à décharge. Cela ne permet pas d’estimer finement la résolution puisqu’ils sont très
clairement séparés. Cependant, la capacité à séparer les états vibrationnels de l’état A io-
nisés par les harmoniques à des énergies plus élevées constitue un critère intéressant pour
la résolution du VMI.

A.2 Etudes sur source harmonique

A.2.1 Photoionisation du diazote

L’étude de la résolution du VMI a été poursuivie en utilisant désormais une source
harmonique. L’objectif était de vérifier si les niveaux vibrationnels de l’état A pouvaient
être résolus dans les différentes bandes harmoniques.

La bande harmonique la plus élevée où les états vibrationnels ont été mesurés est la
bande harmonique 15, montrée sur la Figure A.2 : la séparation des pics, que l’on peut déjà
percevoir dans le spectre intégré angulairement, est très claire dans le spectre intégré sur

194



A.2. Etudes sur source harmonique

H13

H15

A

A

x

x

FIGURE A.2 – Spectre de photoélectrons (h0) et spectre intégré sur un cône entre -10 et 10°
autour de l’axe de polarisation du laser dans le diazote photoionisé par des harmoniques
d’ordre élevé générées dans l’argon. L’image a été circularisée avant inversion d’Abel (voir B).

un cône de 20° autour de la polarisation de l’XUV. Ces états sont séparés de 200 meV à 6,5 eV
dans le VMI, ce qui permet de majorer la résolution relative à 3,8%. La séparation des états
vibrationnels est beaucoup moins contrastée que dans le cas de la lampe à décharge, ce
qui est notamment dû à la largeur spectrale des harmoniques (ici de l’ordre de 400 meV),
dont la contribution ne peut plus être négligée dans la largeur totale des pics.

Il est alors difficile de dire qu’on a une évaluation claire de la résolution spectrale du
VMI puisque la largeur spectrale de la source de photons est du même ordre de grandeur
que la résolution spectrale absolue de l’instrument.

A.2.2 Séparation de pics fins spectralement

Une seconde étude a été effectuée afin de caractériser le spectromètre avec les élec-
trons Auger du xénon.

Des harmoniques d’ordre élevé sont tout d’abord générées dans une cellule de 20 mm
remplie de néon avec des impulsions IR à 27 fs de puissance moyenne 3,6 W, donc une
intensité de 6,5× 1014 W/cm2. Elles sont ensuite filtrées par un filtre en zirconium, qui ne
transmet que les harmoniques de plus de 60 eV d’énergie de photon. Cela permet de détec-
ter les électrons Auger (d’énergie finale entre 8 et 35 eV environ) sans recouvrement spectral
avec les photoélectrons directs qui seraient issus de l’ionisation du xénon avec des harmo-
niques plus basses (voir la calibration du MBES section 2.1.3.2). La détection dans le VMI
était alors effectuée dans les mêmes conditions de réglage de la caméra que pour les don-
nées obtenues dans la section 2.3.3.1 et les potentiels appliqués aux électrodes étaient de
VR = -4,95 kV et VZ = -3,885 kV.
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FIGURE A.3 – Spectre d’électrons (h0) Auger du xénon détecté dans le VMI après 45 minutes
d’accumulation. Les lignes verticales correspondent aux positions auxquelles les pics Auger
1 à 30 sont attendus d’après Carroll et al. (2002). Les pics numérotés sont considérés comme
identifiés de façon suffisamment claire et fiable.

Le niveau de signal s’est avéré très faible dans le VMI, même après une accumulation
de 45 minutes. La Figure A.3 présente le spectre avec le plus fort niveau de signal obtenu lors
de nos mesures. Un grand nombre de pics Auger se sont pas détectés faute de signal, mais il
est du moins possible d’identifier le triplet 25-26-27 aux énergies 15,27, 14,70 et 14,17 eV et
ainsi d’obtenir une majoration de la résolution relative de 3,3% à 14,9 eV (énergie moyenne
entre les pics 25 et 26).

Il est également possible de considérer l’élargissement de certains pics Auger dû à la
convolution avec la réponse spectrale du spectromètre. Les pics 29 et 30 (à 8,43 et 10,53 eV),
de largeur inférieure à 100 meV (Carroll et al., 2002), peuvent être ajustés par des fonctions
gaussiennes. On obtient alors des largeurs de respectivement 310 et 370 meV pour ces pics.
L’équation (2.4) permet d’en déduire que cela correspond à des résolutions de respecti-
vement 3,6 et 3,5% à ces énergies. Ces valeurs sont cohérentes avec celle déterminée par
la séparation du doublet et celles déterminées lors de l’étude de l’élargissement spectral
des harmoniques dans le VMI (voir chapitre 2), l’ensemble de ces résultats est montré Fi-
gure A.4.

Ces mesures ayant été effectuées dans les mêmes conditions de détection que l’étude
de la section 2.3.3.1, il est possible d’ajouter les résolutions déterminées à ces énergies
ponctuelles et de compléter l’étude. Le résultat est présenté dans la Figure A.4. Est égale-
ment ajoutée la séparation de la bande harmonique et de la sideband les plus énergétiques
à 42 eV, obtenues en ajoutant un IR d’habillage aux harmoniques. Ces points sont en bon
accord avec la courbe obtenue en mesurant l’élargissement des pics harmoniques par la
fonction d’appareil du VMI.
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FIGURE A.4 – Résolution relative expérimentale (rouge) comparée à la limite de résolution
de la lentille électrostatique (cercles noirs) et de la caméra dans des conditions de détection
identiques à la Figure 2.15 (bleu) et de la MCP (en gris). Une évaluation ponctuelle de la ré-
solution – dans des conditions identiques pour la lentille électrostatique – effectuée dans le
néon en ajoutant l’IR d’habillage pour générer des sidebands (en orange). Est montrée éga-
lement la résolution déterminée à partir de l’élargissement des pics Auger du xénon (cercles
verts) et la séparation du doublet Auger 26-27 du xénon (losange vert).
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ANNEXEB

Circularisation des images du VMI

L’inversion d’Abel peut être appliquée directement aux images enregistrées par la ca-
méra. Cependant, ces dernières présentent des défauts de symétrie centrale qui contri-
buent à l’élargissement des pics sur h0 et à une mauvaise estimation des coefficients d’ani-
sotropie, en particulier pour les électrons d’énergies élevées. Plusieurs facteurs peuvent
être à l’origine de cette asymétrie, en particulier l’imperfection du blindage magnétique et
la légère asymétrie des électrodes.

Dans cette annexe, deux méthodes de circularisation des images sont présentées. Ces
méthodes doivent être choisies et adaptées selon les images étudiées. Il est parfois contre-
productif de chercher à circulariser les images, en particulier lorsque les pics étudiés sont
de faible énergie.

Dans le corps du texte de cette thèse, certaines données utilisées pour caractériser la
résolution du VMI sont circularisées comme précisé ci-dessous. Les données utilisées dans
le chapitre 5 ne sont pas circularisées.

B.1 Représentation en coordonnées polaires

Pour trouver le centre des images, nécessaire à l’algorithme d’inversion d’Abel, nous
affichons les images en coordonnées polaires et considérons une énergie où un signal est
visible dans toutes les directions. Si le centre de l’image est bien choisi (sous l’hypothèse
d’une parfaite circularité), tous les électrons correspondant à cette énergie doivent être
alignés. Cela rend la recherche du centre plus facile visuellement que de considérer des
cercles sur les images brutes, comme représenté sur la Figure B.1. On considère que l’image
est bien centrée lorsque pour une harmonique donnée, la position du maximum de signal
à 0 et à 180° est à un même rayon (bon centrage selon l’axe py de l’image) et celle à -90 et
90° est un même rayon également (bon centrage en px ).

Deux types d’imperfections apparaissent dans le cas où les images ne sont pas par-
faitement circulaires.
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FIGURE B.1 – (a) Image obtenue dans le VMI : photoélectrons issus de l’ionisation du néon par
des harmoniques générées dans le néon, en présence d’un filtre aluminium, pour un potentiel
répulseur de 5 kV. (b) Zoom de l’image représentée en coordonnées polaires. Les cercles blancs
correspondent aux maxima locaux du signal pour un rayon compris entre 500 et 530 pixel.
Les lignes noires (cercles en (a) et lignes horizontales en (b)) permettent de visualiser un rayon
donné et de vérifier la circularité des images.

Centrage sur toute la gamme spectrale

Si le centrage paraît convenable pour une certaine gamme de rayons (dans la Fi-
gure B.1, pour les rayons entre 400 et 600 pixels), on commence à voir un écart entre le
rayon du maximum de signal à 0 et 180° pour la bande entre 650 et 700 pixels sur cette même
image. Cet écart paraît de plus en plus grand à mesure que l’on considère des rayons plus
grands. La circularité des images n’est donc pas parfaite, et cela est de plus en plus visible
à mesure que des plus grands rayons sont considérés.
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B.2. Circularisation à un rayon particulier

Ellipticité

Même si le centrage est correct, une ellipticité peut également apparaître. Sur l’image
en coordonnées polaires Figure B.1 (b), les cercles blancs, placés sur le maximum local de la
bande à différents angles sont ainsi clairement situés à des rayons plus petits à -90 et +90°
qu’à 0 et 180°. Si la sphère était parfaitement projetée, ces cercles seraient positionnés à un
même rayon.

Ces deux types de distorsions peuvent être corrigés en traitant l’image avant inversion
d’Abel.

B.2 Circularisation à un rayon particulier

Dans le cas des données obtenues dans le VMI avec une lampe à décharge, les images
sont elliptiques. Dominique Platzer (2020) propose d’ajuster la dépendance angulaire du
rayon d’une structure présentant un niveau de signal élevé à tout angle de détection, puis
d’inverser cette relation pour reconstruire une image circularisée.

Dans la Figure B.2, on considère un pic de photoémission de l’argon excité par une
lampe à décharge d’hélium émettant à 21,21 eV. L’image brute (a) présente un cercle de
rayon ∼550 pix qui correspond au pic d’ionisation de l’argon. La structure asymétrique au
centre est due à la présence d’électrons secondaires (générés lorsque les cations issus de la
photoionisation entrent en collision avec l’extracteur) qui ne peuvent pas être éliminés en
synchronisant la détection sur la source de photons 1, qui est ici continue.

L’image brute (a) est représentée en coordonnées polaires (b), "zoomée" sur le pic
pour mettre en évidence le défaut de circularité : le pic est théoriquement à rayon constant
pour tout angle, mais il varie ici sur 20 pixels selon l’angle d’émission considéré. Il n’est pas
possible de trouver un centre qui permette de compenser cet écart. Ce défaut de circularité
est si important que, bien qu’il soit possible de distinguer le doublet dû au couplage spin-
orbite de l’argon sur les images brutes, il n’est plus possible de le résoudre sur h0 après
application de l’inversion d’Abel.

La limite du pic est alors ajustée avec la fonction

R (θ ) =Reff

�

1+a1 sin(θ −φ1) +a2 sin(θ −φ2)
2
�

, (B.1)

avec a1, φ1, a2, φ2 les paramètres de l’ajustement et Reff un rayon effectif moyen estimé
manuellement dont la valeur ne sert que pour l’ajustement. Cette équation est ensuite in-
versée en tout point (R (θ ),θ ) de l’image :

Rcirc =
R (θ )

1+a1 sin(θ −φ1) +a2 sin(θ −φ2)2
(B.2)

et permet de constituer une nouvelle matrice de coordonnées (Rcirc,θ ), représentée Fi-
gure B.2 (c). Elle est ensuite convertie en coordonnées cartésiennes (X , Y ) pour y appli-
quer la transformée d’Abel inverse, qui permet de voir que le VMI permet effectivement de
résoudre le double pic (cf Figure A.1).

1. comme c’est le cas dans les données obtenues sur la ligne SE1
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FIGURE B.2 – Image de la figure (a) correspondant aux données montrées Figure A.1(a) tracée
en coordonnées polaires et agrandie sur la zone de contraste élevé (b) avant circularisation,
la ligne noire représentant le rayon Reff = 530, la ligne orange la fonction Rexp(θ ) ajustée par
la fonction R (θ ) tracée en rouge (c) après circularisation. L’angle d’émission est défini par
rapport à l’axe vertical, il est positif sur la partie droite de l’image et négatif sur sa partie
gauche. D’après Platzer (2020).

Cette méthode ne permet cependant pas de circulariser correctement les images pré-
sentant des pics à de nombreux rayons différents, comme lorsqu’on considère un large
peigne harmonique détecté dans le néon (Figure B.1) : l’ellipticité des projections dépend
du rayon considéré sur l’image de façon non triviale.
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B.3. Correction de la distorsion pour les harmoniques dans le néon

B.3 Correction de la distorsion pour les harmoniques dans le néon

Une autre transformation s’avère plus adaptée pour les données obtenues avec les
harmoniques d’ordre élevé dans le néon présentées au chapitre 2 (section 2.3.3.1) et dont
l’image brute est montrée précédemment à la Figure B.1.

On peut ajuster la dépendance angulaire pour tout rayon R avec la relation

Rcirc =R (θ )× [1+a0 cos(θ )], (B.3)

avec a0 un terme constant à déterminer, de l’ordre de 1%.
L’effet de la circularisation est surtout visible à grand rayon (et donc grande énergie) et

ne modifie quasiment pas les images en coordonnées polaires. Une amélioration est cepen-
dant visible sur h0 et h2 après circularisation, présentés Figure B.3. Les pics harmoniques
ressortent en effet plus nettement du signal de fond à partir de 20 eV dans le spectre in-
tégré angulairement. Les pics dans h2 sont également significativement plus étroits après
circularisation.
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(a)

(b)

FIGURE B.3 – Spectres h0 (a) et h2 (b) extraits après inversion d’Abel sur les images circularisées
et non circularisées.
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Haessler, S., Balčiunas, T., Fan, G., Andriukaitis, G., Pugžlys, A., Baltuška, A., Witting, T., Squibb, R., Zaïr, A., Tisch, J. W. G.,
Marangos, J. P. et Chipperfield, L. E. (2014). Optimization of Quantum Trajectories Driven by Strong-Field Waveforms,
Phys. Rev. X, 4, 021028. https://link.aps.org/doi/10.1103/PhysRevX.4.021028. Cité page 39

Harris, S. E., Macklin, J. J. et Hänsch, T. W. (1993). Atomic scale temporal structure inherent to high-order harmonic gene-
ration, Optics Communications, 100(5), 487 – 490. ISSN 0030–4018. http://www.sciencedirect.com/science/
article/pii/0030401893902509. Cité page 15

Harrison, G. R., Vaughan, J. C., Hidle, B. et Laurent, G. M. (2018). DAVIS : A direct algorithm for velocity-map
imaging system, The Journal of Chemical Physics, 148(19), 194101. https://doi.org/10.1063/1.5025057.

Cité pages 67 et 136

Hentschel, M., Kienberger, R., Spielmann, C., Reider, G. A., Milosevic, N., Brabec, T., Corkum, P., Heinzmann, U., Drescher,
M. et Krausz, F. (2001). Attosecond metrology, Nature, 414(6863), 509–513. https://doi.org/10.1038/35107000.

Cité pages 15, 19, 39, et 120

Hergott, J.-F., Marroux, H. J. B., Lopez-Martens, R., Réau, F., Lepetit, F., Tcherbakoff, O., Auguste, T., Maeder, L., Chen,
X., Bussière, B., Paul, P.-M., D´Oliveira, P. et Salières, P. (2021). Near-single-cycle pulses generated through post-
compression on FAB1 laser at ATTOLAB-Orme facility, EPJ Web Conf., 255, 11006. https://doi.org/10.1051/
epjconf/202125511006. Cité page 118

Hertz, H. (1887). Ueber einen Einfluss des ultravioletten Lichtes auf die electrische Entladung, Annalen der Physik, 267
(8), 983–1000. Cité page 11

Heuser, S., Jiménez Galán, A., Cirelli, C., Marante, C., Sabbar, M., Boge, R., Lucchini, M., Gallmann, L., Ivanov, I., Kheifets,
A. S., Dahlström, J. M., Lindroth, E., Argenti, L., Martín, F. et Keller, U. (2016). Angular dependence of photoemission
time delay in helium, Phys. Rev. A, 94, 063409. https://link.aps.org/doi/10.1103/PhysRevA.94.063409.

Cité pages 16, 135, 138, 143, 144, 147, 148, 150, 151, 153, 155, et 183

Heyl, C. M., Arnold, C. L., Couairon, A. et L’Huillier, A. (2016). Introduction to macroscopic power scaling principles for
high-order harmonic generation, Journal of Physics B : Atomic, Molecular and Optical Physics, 50(1), 013001. https:
//doi.org/10.1088%2F1361-6455%2F50%2F1%2F013001. Cité page 30

Hockett, P. (2017). Angle-resolved RABBITT : theory and numerics, Journal of Physics B : Atomic, Molecular and Optical
Physics, 50(15), 154002. https://doi.org/10.1088%2F1361-6455%2Faa7887. Cité pages 142 et 190

Holland, D. M. P., Powis, I., Öhrwall, G., Karlsson, L. et von Niessen, W. (2006). A study of the photoionisation dy-
namics of chloromethane and iodomethane, Chemical Physics, 326(2), 535–550. ISSN 0301–0104. http://www.
sciencedirect.com/science/article/pii/S0301010406001595. Cité page 105

Holzmeier, F., Joseph, J., Houver, J.-C., Lebech, M., Dowek, D. et Lucchese, R. R. (2021). Influence of Shape Resonances
on the Angular Dependence of Molecular Photoionization Delays, ArXiv. Cité page 190

Hu, C., Pei, S., Chen, Y.-L. et Liu, K. (2007). Photoelectron Imaging of Atomic Iodine Following A-Band Photolysis of
CH3I, The Journal of Physical Chemistry A, 111(29), 6813–6821. https://doi.org/10.1021/jp070298g. PMID :
17447741. Cité page 90

Huang, S.-W., Cirmi, G., Moses, J., Hong, K.-H., Bhardwaj, S., Birge, J. R., Chen, L.-J., Li, E., Eggleton, B. J., Cerullo, G. et
Kärtner, F. X. (2011). High-energy pulse synthesis with sub-cycle waveform control for strong-field physics, Nature
Photonics, 5(8), 475–479. https://doi.org/10.1038/nphoton.2011.140. Cité page 50

213

https://link.aps.org/doi/10.1103/PhysRevA.85.053424
https://link.aps.org/doi/10.1103/PhysRevA.80.011404
https://link.aps.org/doi/10.1103/PhysRevX.4.021028
http://www.sciencedirect.com/science/article/pii/0030401893902509
http://www.sciencedirect.com/science/article/pii/0030401893902509
https://doi.org/10.1063/1.5025057
https://doi.org/10.1038/35107000
https://doi.org/10.1051/epjconf/202125511006
https://doi.org/10.1051/epjconf/202125511006
https://link.aps.org/doi/10.1103/PhysRevA.94.063409
https://doi.org/10.1088%2F1361-6455%2F50%2F1%2F013001
https://doi.org/10.1088%2F1361-6455%2F50%2F1%2F013001
https://doi.org/10.1088%2F1361-6455%2Faa7887
http://www.sciencedirect.com/science/article/pii/S0301010406001595
http://www.sciencedirect.com/science/article/pii/S0301010406001595
https://doi.org/10.1021/jp070298g
https://doi.org/10.1038/nphoton.2011.140


BIBLIOGRAPHIE

Huang, S.-W., Cirmi, G., Moses, J., Hong, K.-H., Bhardwaj, S., Birge, J. R., Chen, L.-J., Kabakova, I. V., Li, E., Eggleton, B. J.,
Cerullo, G. et Kärtner, F. X. (2012). Optical waveform synthesizer and its application to high-harmonic generation, Jour-
nal of Physics B : Atomic, Molecular and Optical Physics, 45(7), 074009. https://doi.org/10.1088/0953-4075/
45/7/074009. Cité page 50

Huebner, R. H., Frey, W. et Compton, R. (1973). Threshold electron excitation of azulene, Chemical Physics Letters, 23(4),
587–591. ISSN 0009-2614. https://www.sciencedirect.com/science/article/pii/0009261473890359.

Cité page 54

Huppert, M., Jordan, I., Baykusheva, D., von Conta, A. et Wörner, H. J. (2016). Attosecond Delays in Molecular Pho-
toionization, Phys. Rev. Lett., 117, 093001. https://link.aps.org/doi/10.1103/PhysRevLett.117.093001.

Cité page 120

Imre, D., Kinsey, J. L., Sinha, A. et Krenos, J. (1984). Chemical dynamics studied by emission spectroscopy of dissocia-
ting molecules, The Journal of Physical Chemistry, 88(18), 3956–3964. https://doi.org/10.1021/j150662a017.

Cité page 91

Iredale, T., Mills, A. G. et Donnan, F. G. (1931). Absorption spectra of the alkyl halides : energies of the C-I and C-
Br bonds, Proceedings of the Royal Society of London. Series A, Containing Papers of a Mathematical and Physical
Character, 133(822), 430–439. https://royalsocietypublishing.org/doi/abs/10.1098/rspa.1931.0160.

Cité page 89

Ishikawa, K. L. et Ueda, K. (2012). Competition of Resonant and Nonresonant Paths in Resonance-Enhanced Two-Photon
Single Ionization of He by an Ultrashort Extreme-Ultraviolet Pulse, Phys. Rev. Lett., 108, 033003. https://link.aps.
org/doi/10.1103/PhysRevLett.108.033003. Cité page 165

Isinger, M., Squibb, R. J., Busto, D., Zhong, S., Harth, A., Kroon, D., Nandi, S., Arnold, C. L., Miranda, M., Dahlström, J. M.,
Lindroth, E., Feifel, R., Gisselbrecht, M. et L’Huillier, A. (2017). Photoionization in the time and frequency domain,
Science, 358(6365), 893–896. ISSN 0036-8075. https://science.sciencemag.org/content/358/6365/893.

Cité pages 39 et 132

Isinger, M., Busto, D., Mikaelsson, S., Zhong, S., Guo, C., Saliéres, P., Arnold, C. L., L’Huillier, A. et Gisselbrecht, M. (2019).
Accuracy and precision of the RABBIT technique, Philosophical Transactions of the Royal Society A : Mathematical,
Physical and Engineering Sciences, 377(2145), 20170475. https://royalsocietypublishing.org/doi/abs/10.
1098/rsta.2017.0475. Cité pages 125 et 148

Itatani, J., Quéré, F., Yudin, G. L., Ivanov, M. Y., Krausz, F. et Corkum, P. B. (2002). Attosecond Streak Camera, Phys. Rev.
Lett., 88, 173903. https://link.aps.org/doi/10.1103/PhysRevLett.88.173903. Cité page 120

Janssen, M. H. M., Dantus, M., Guo, H. et Zewail, A. H. (1993). Femtosecond reaction dynamics of Rydberg states. Methyl
iodide, Chemical Physics Letters, 214(3), 281 – 289. ISSN 0009-2614. http://www.sciencedirect.com/science/
article/pii/0009261493856352. Cité page 90

Jiménez-Galán, A., Martín, F. et Argenti, L. (2016). Two-photon finite-pulse model for resonant transitions in atto-
second experiments, Phys. Rev. A, 93, 023429. https://link.aps.org/doi/10.1103/PhysRevA.93.023429.

Cité pages 125 et 165

Johansson, A., Raarup, M. K., Li, Z. S., Lokhnygin, V., Descamps, D., Lyngå, C., Mevel, E., Larsson, J., Wahlström, C.-G.,
Aloise, S., Gisselbrecht, M., Meyer, M. et L’Huillier, A. (2003). Two-color pump-probe experiments in helium using
high-order harmonics, The European Physical Journal D - Atomic, Molecular, Optical and Plasma Physics, 22, 3–11.
ISSN 1434-6079. https://doi.org/10.1140/epjd/e2002-00213-1. Cité page 142

Jordan, I., Huppert, M., Pabst, S., Kheifets, A. S., Baykusheva, D. et Wörner, H. J. (2017). Spin-orbit delays in photoemission,
Phys. Rev. A, 95, 013404. https://link.aps.org/doi/10.1103/PhysRevA.95.013404. Cité pages 16 et 120

Joseph, J., Holzmeier, F., Bresteau, D., Spezzani, C., Ruchon, T., Hergott, J.-F., Tcherbakoff, O., D’Oliveira, P., Houver, J. C. et
Dowek, D. (2020). Angle-resolved studies of XUV–IR two-photon ionization in the RABBITT scheme, Journal of Physics
B : Atomic, Molecular and Optical Physics, 53(18), 184007. https://doi.org/10.1088%2F1361-6455%2Fab9f0d.

Cité pages 135, 136, 145, et 184

Kane, D. J. et Trebino, R. (1993). Single-shot measurement of the intensity and phase of an arbitrary ultrashort pulse
by using frequency-resolved optical gating, Opt. Lett., 18(10), 823–825. http://ol.osa.org/abstract.cfm?URI=
ol-18-10-823. Cité page 119

214

https://doi.org/10.1088/0953-4075/45/7/074009
https://doi.org/10.1088/0953-4075/45/7/074009
https://www.sciencedirect.com/science/article/pii/0009261473890359
https://link.aps.org/doi/10.1103/PhysRevLett.117.093001
https://doi.org/10.1021/j150662a017
https://royalsocietypublishing.org/doi/abs/10.1098/rspa.1931.0160
https://link.aps.org/doi/10.1103/PhysRevLett.108.033003
https://link.aps.org/doi/10.1103/PhysRevLett.108.033003
https://science.sciencemag.org/content/358/6365/893
https://royalsocietypublishing.org/doi/abs/10.1098/rsta.2017.0475
https://royalsocietypublishing.org/doi/abs/10.1098/rsta.2017.0475
https://link.aps.org/doi/10.1103/PhysRevLett.88.173903
http://www.sciencedirect.com/science/article/pii/0009261493856352
http://www.sciencedirect.com/science/article/pii/0009261493856352
https://link.aps.org/doi/10.1103/PhysRevA.93.023429
https://doi.org/10.1140/epjd/e2002-00213-1
https://link.aps.org/doi/10.1103/PhysRevA.95.013404
https://doi.org/10.1088%2F1361-6455%2Fab9f0d
http://ol.osa.org/abstract.cfm?URI=ol-18-10-823
http://ol.osa.org/abstract.cfm?URI=ol-18-10-823


BIBLIOGRAPHIE

Karlsson, L., Jadrny, R., Mattsson, L., Chau, F. T. et Siegbahn, K. (1977). Vibrational and Vibronic Structure in the Valence
Electron Spectra of CH3X Molecules (X=F, Cl, Br, I, OH), 16(5-6), 225–234. https://doi.org/10.1088/0031-8949/
16/5-6/010. Cité pages 116 et 117

Kasper, J. V. V. et Pimentel, G. C. (1964). Atomic Iodine Photodissociation Laser, Applied Physics Letters, 5(11), 231–233.
https://doi.org/10.1063/1.1723603. Cité page 90

Keldysh, L. V. (1965). Ionization in the field of a strong electromagnetic wave, Sov. Phys. JETP, 20(5), 1307–1314.
Cité page 22

Kheifets, A. S., Toffoli, D. et Decleva, P. (2020). Angular dependent time delay near correlation induced Cooper mi-
nima, Journal of Physics B : Atomic, Molecular and Optical Physics. http://iopscience.iop.org/10.1088/
1361-6455/ab78aa. Cité page 145

Kienberger, R., Goulielmakis, E., Uiberacker, M., Baltuska, A., Yakovlev, V., Bammer, F., Scrinzi, A., Westerwalbesloh, T.,
Kleineberg, U., Heinzmann, U., Drescher, M. et Krausz, F. (2004). Atomic transient recorder, Nature, 427(6977), 817–
821. https://doi.org/10.1038/nature02277. Cité page 120

Kling, N. G., Paul, D., Gura, A., Laurent, G., De, S., Li, H., Wang, Z., Ahn, B., Kim, C. H., Kim, T. K., Litvinyuk, I. V., Cocke, C. L.,
Ben-Itzhak, I., Kim, D. et Kling, M. F. (2014). Thick-lens velocity-map imaging spectrometer with high resolution for
high-energy charged particles, Journal of Instrumentation, 9(05), P05005. http://stacks.iop.org/1748-0221/
9/i=05/a=P05005. Cité pages 68, 70, 82, 83, 85, et 86

Klünder, K., Dahlström, J. M., Gisselbrecht, M., Fordell, T., Swoboda, M., Guénot, D., Johnsson, P., Caillat, J., Mauritsson, J.,
Maquet, A., Taïeb, R. et L’Huillier, A. (2011). Probing Single-Photon Ionization on the Attosecond Time Scale, Phys. Rev.
Lett., 106, 143002. https://link.aps.org/doi/10.1103/PhysRevLett.106.143002. Cité pages 15 et 132

Kotur, M., Guénot, D., Jiménez-Galán, Á., Kroon, D., Larsen, E., Louisy, M., Bengtsson, S., Miranda, M., Mauritsson, J.,
Arnold, C., Canton, S., Gisselbrecht, M., Carette, T., Dahlström, J., Lindroth, E., Maquet, A., Argenti, L., Martín, F. et
L’Huillier, A. (2016). Spectral phase measurement of a Fano resonance using tunable attosecond pulses, Nat. Com-
mun., 7, 10566. ISSN 2041-1733. https://doi.org/10.1038/ncomms10566. Cité pages 133, 168, et 185
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Carré, B., Muller, H. G., Agostini, P. et Salières, P. (2003). Attosecond Synchronization of High-Harmonic Soft X-
rays, Science, 302(5650), 1540–1543. ISSN 0036-8075. https://science.sciencemag.org/content/302/5650/
1540. Cité pages 30, 124, et 125

Mairesse, Y. Génération et caractérisation d’impulsions attosecondes. PhD thesis, Université Paris XI, (2005). https:
//tel.archives-ouvertes.fr/tel-00011620. Cité page 30

216

https://doi.org/10.1063/1.1458063
https://doi.org/10.1063/1.1458063
https://doi.org/10.1063/1.1570402
https://link.aps.org/doi/10.1103/PhysRevA.49.2117
https://link.aps.org/doi/10.1103/PhysRevA.51.1495
https://doi.org/10.1038/s41467-020-16480-6
https://doi.org/10.1038/s41467-020-16480-6
http://dx.doi.org/10.1039/C7CP06789E
https://link.aps.org/doi/10.1103/PhysRevLett.94.033001
https://doi.org/10.1088/2515-7647/ab7b10
https://doi.org/10.1088%2F2040-8986%2Faa8e10
https://link.aps.org/doi/10.1103/PhysRevApplied.15.034036
https://doi.org/10.1063/1.1660466
https://doi.org/10.1038/187493a0
https://doi.org/10.1038/187493a0
https://link.aps.org/doi/10.1103/PhysRevA.71.011401
https://science.sciencemag.org/content/302/5650/1540
https://science.sciencemag.org/content/302/5650/1540
https://tel.archives-ouvertes.fr/tel-00011620
https://tel.archives-ouvertes.fr/tel-00011620


BIBLIOGRAPHIE

Major, B., Balogh, E., Kovács, K., Han, S., Schütte, B., Weber, P., Vrakking, M. J. J., Tosa, V., Rouzée, A. et Varjú, K. (2018). Spec-
tral shifts and asymmetries in mid-infrared assisted high-order harmonic generation, J. Opt. Soc. Am. B, 35(4), A32–A38.
http://www.osapublishing.org/josab/abstract.cfm?URI=josab-35-4-A32. Cité pages 46 et 48

Marchetti, B., Karsili, T. N. V., Kelly, O., Kapetanopoulos, P. et Ashfold, M. N. R. (2015). Near ultraviolet photochemistry
of 2-bromo- and 2-iodothiophene : Revealing photoinduced ring opening in the gas phase ?, The Journal of Chemical
Physics, 142(22), 224303. https://doi.org/10.1063/1.4921315. Cité page 70

Maroju, P. K., Grazioli, C., Di Fraia, M., Moioli, M., Ertel, D., Ahmadi, H., Plekan, O., Finetti, P., Allaria, E., Giannessi, L.,
De Ninno, G., Spezzani, C., Penco, G., Spampinati, S., Demidovich, A., Danailov, M. B., Borghes, R., Kourousias, G.,
Sanches Dos Reis, C. E., Billé, F., Lutman, A. A., Squibb, R. J., Feifel, R., Carpeggiani, P., Reduzzi, M., Mazza, T., Meyer,
M., Bengtsson, S., Ibrakovic, N., Simpson, E. R., Mauritsson, J., Csizmadia, T., Dumergue, M., Kühn, S., Nandiga Gopa-
lakrishna, H., You, D., Ueda, K., Labeye, M., Bækhøj, J. E., Schafer, K. J., Gryzlova, E. V., Grum-Grzhimailo, A. N., Prince,
K. C., Callegari, C. et Sansone, G. (2020). Attosecond pulse shaping using a seeded free-electron laser, Nature, 578
(386-391). https://www.nature.com/articles/s41586-020-2005-6. Cité page 191

Mauritsson, J., Remetter, T., Swoboda, M., Klünder, K., L’Huillier, A., Schafer, K. J., Ghafur, O., Kelkensberg, F., Siu, W.,
Johnsson, P., Vrakking, M. J. J., Znakovskaya, I., Uphues, T., Zherebtsov, S., Kling, M. F., Lépine, F., Benedetti, E., Ferrari,
F., Sansone, G. et Nisoli, M. (2010). Attosecond Electron Spectroscopy Using a Novel Interferometric Pump-Probe
Technique, Phys. Rev. Lett., 105, 053001. Cité page 142

McClung, F. J. et Hellwarth, R. W. (1962). Giant Optical Pulsations from Ruby, Appl. Opt., 1(S1), 103–105. http://www.
osapublishing.org/ao/abstract.cfm?URI=ao-1-101-103. Cité page 13

McPherson, A., Gibson, G., Jara, H., Johann, U., Luk, T. S., McIntyre, I. A., Boyer, K. et Rhodes, C. K. (1987). Studies of
multiphoton production of vacuum-ultraviolet radiation in the rare gases, J. Opt. Soc. Am. B, 4(4), 595–601. http:
//josab.osa.org/abstract.cfm?URI=josab-4-4-595. Cité pages 14 et 19

Meister, S., Bondy, A., Schnorr, K., Augustin, S., Lindenblatt, H., Trost, F., Xie, X., Braune, M., Treusch, R., Manschwetus, B.,
Schirmel, N., Redlin, H., Douguet, N., Pfeifer, T., Bartschat, K. et Moshammer, R. (2020). Photoelectron spectroscopy of
laser-dressed atomic helium, Phys. Rev. A, 102, 062809. https://link.aps.org/doi/10.1103/PhysRevA.102.
062809. Cité page 191

Muller, H. G. (2002). Reconstruction of attosecond harmonic beating by interference of two-photon transitions, Applied
Physics B, 74(1), s17–s21. ISSN 1432-0649. https://doi.org/10.1007/s00340-002-0894-8. Cité page 120

Mulliken, R. S. (1940). Intensities in Molecular Electronic Spectra X. Calculations on Mixed-Halogen, Hydrogen Halide,
Alkyl Halide, and Hydroxyl Spectra, The Journal of Chemical Physics, 8(5), 382–395. https://doi.org/10.1063/1.
1750671. Cité pages 89 et 93

Nagy, T., Simon, P. et Veisz, L. (2021). High-energy few-cycle pulses : post-compression techniques, Advances in Physics :
X, 6(1), 1845795. https://doi.org/10.1080/23746149.2020.1845795. Cité page 118

Nisoli, M., De Silvestri, S. et Svelto, O. (1996). Generation of high energy 10 fs pulses by a new pulse compression tech-
nique, Applied Physics Letters, 68(20), 2793–2795. https://doi.org/10.1063/1.116609. Cité page 118

NIST, CH3. https://webbook.nist.gov/cgi/inchi?ID=C2229074&Mask=20. Consulté le 20/10/2021.
Cité page 93

NIST, CH3I. https://webbook.nist.gov/cgi/inchi?ID=C74884&Mask=20. Consulté le 20/10/2021.
Cité page 93

Ossiander, M., Riemensberger, J., Neppl, S., Mittermair, M., Schäffer, M., Duensing, A., Wagner, M. S., Heider, R., Wurzer,
M., Gerl, M., Schnitzenbaumer, M., Barth, J. V., Libisch, F., Lemell, C., Burgdörfer, J., Feulner, P. et Kienberger, R. (2018).
Absolute timing of the photoelectric effect, Nature, 561(7723), 374–377. ISSN 1476-4687. https://doi.org/10.
1038/s41586-018-0503-6. Cité page 120

Palatchi, C., Dahlström, J. M., Kheifets, A. S., Ivanov, I. A., Canaday, D. M., Agostini, P. et DiMauro, L. F. (2014). Atomic
delay in helium, neon, argon and krypton, Journal of Physics B : Atomic, Molecular and Optical Physics, 47(24), 245003.
https://doi.org/10.1088%2F0953-4075%2F47%2F24%2F245003. Cité page 120

Parker, D. H., Pandolfi, R., Stannard, P. R. et El-Sayed, M. A. (1980). Two-photon MPI spectroscopy of alkyl iodides,
Chemical Physics, 45(1), 27 – 37. ISSN 0301-0104. http://www.sciencedirect.com/science/article/pii/
0301010480851652. Cité page 90

217

http://www.osapublishing.org/josab/abstract.cfm?URI=josab-35-4-A32
https://doi.org/10.1063/1.4921315
https://www.nature.com/articles/s41586-020-2005-6
http://www.osapublishing.org/ao/abstract.cfm?URI=ao-1-101-103
http://www.osapublishing.org/ao/abstract.cfm?URI=ao-1-101-103
http://josab.osa.org/abstract.cfm?URI=josab-4-4-595
http://josab.osa.org/abstract.cfm?URI=josab-4-4-595
https://link.aps.org/doi/10.1103/PhysRevA.102.062809
https://link.aps.org/doi/10.1103/PhysRevA.102.062809
https://doi.org/10.1007/s00340-002-0894-8
https://doi.org/10.1063/1.1750671
https://doi.org/10.1063/1.1750671
https://doi.org/10.1080/23746149.2020.1845795
https://doi.org/10.1063/1.116609
https://webbook.nist.gov/cgi/inchi?ID=C2229074&Mask=20
https://webbook.nist.gov/cgi/inchi?ID=C74884&Mask=20
https://doi.org/10.1038/s41586-018-0503-6
https://doi.org/10.1038/s41586-018-0503-6
https://doi.org/10.1088%2F0953-4075%2F47%2F24%2F245003
http://www.sciencedirect.com/science/article/pii/0301010480851652
http://www.sciencedirect.com/science/article/pii/0301010480851652


BIBLIOGRAPHIE

Paul, P. M., Toma, E. S., Breger, P., Mullot, G., Augé, F., Balcou, P., Muller, H. G. et Agostini, P. (2001). Observation of a
Train of Attosecond Pulses from High Harmonic Generation, Science, 292(5522), 1689–1692. ISSN 0036-8075. https:
//science.sciencemag.org/content/292/5522/1689. Cité pages 15, 19, 33, 120, 122, et 166

Paulus, G. G., Becker, W., Nicklich, W. et Walther, H. (1994). Rescattering effects in above-threshold ionization : a classi-
cal model, Journal of Physics B : Atomic, Molecular and Optical Physics, 27(21), L703–L708. https://doi.org/10.
1088%2F0953-4075%2F27%2F21%2F003. Cité page 24

Peschel, J., Busto, D., Plach, M., Bertolino, M., Hoflund, M., Maclot, S., Vinbladh, J., Wikmark, H., Zapata, F., Lindroth,
E., Gisselbrecht, M., Dahlström, J. M., L’Huillier, A. et Eng-Johnsson, P. (2021). Complete characterization of multi-
channel single photon ionization, ArXiv. https://arxiv.org/abs/2109.01581. Cité page 190

Planck, M. (1901). Ueber das Gesetz der Energieverteilung im Normalspectrum, Annalen der Physik, 309(3), 553–563.
https://onlinelibrary.wiley.com/doi/abs/10.1002/andp.19013090310. Cité page 11

Platzer, D. Spectroscopie de photoionisation d’atomes et molécules en phase ga-
zeuse aux échelles de temps femtoseconde et attoseconde. Theses, Univer-
sité Paris-Saclay, (2020). https://tel.archives-ouvertes.fr/tel-03125285.

Cité pages 16, 25, 34, 38, 53, 63, 64, 65, 66, 71, 75, 92, 136, 138, 145, 150, 162, 165, et 201

Platzer, D. et al., . (2022). Design of a simple, high-resolution Velocity-Map Imaging Spectrometer for attosecond spectro-
scopy (in preparation). Cité page 87

Popmintchev, T., Chen, M.-C., Popmintchev, D., Arpin, P., Brown, S., Ališauskas, S., Andriukaitis, G., Balčiunas, T., Mücke,
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