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R¶esum¶e

Nous ¶etudions dans ce m¶emoire de thµese les ¶etats diexcit¶es1Po de l'atome d'h¶elium,
situ¶es au voisinage de son seuil de double ionisation (79 eV), atteints par absorption d'un
photon. Ces ¶etats diexcit¶es sont soit les ¶etats du double continuum situ¶es au-dessus du
seuil de double ionisation soit les ¶etats doublement excit¶es situ¶es en dessous. Ces deux
types d'¶etats diexcit¶es sont d¶eg¶en¶er¶es aux ¶etats du continuum simple avec ou sans excita-
tion de l'ion r¶esiduelHe+ et sont donc fortement coupl¶es µa ces derniers. Dans un processus
de photoabsorption µa un photon, ces ¶etats ne peuvent être accessibles que grâce aux cor-
r¶elations ¶electroniques du systµeme. Le travail que nous avons r¶ealis¶e s'inscrit dans une
d¶emarche qui vise µa ¶etudier tous ces ¶etats par une seule et même m¶ethode contrairement
aux travaux ant¶erieurs oµu les m¶ethodes se sp¶ecialisaient dans le traitement d'un seul type
d'¶etat.

Nous utilisons pour cela la m¶ethode HRM-SOW (HypersphericalR-Matrix with Se-
miclassical Outgoing Waves), initialement d¶edi¶ee µa l'¶etude du double continuum de He.
Dans ce travail, elle est ¶etendue µa la description du continuum simple avec ou sans exci-
tation. Ainsi, nous avons pu calculer les sections e±caces de photoionisation simple avec
ou sans excitation jusqu'µan = 50 de He µa 100 meV seulement au-dessus de son seuil de
double ionisation. Une analyse d¶etaill¶ee en ondes partielles a permis de mettre en ¶evidence
le rôle des corr¶elations angulaires et radiales dans les ¶etats du simple continuum deHe.
Nous avons ensuite ¶etabli une relation de continuit¶e entre la photoionisation double et
la photoionisation simple avec une excitation in¯nie de l'ion r¶esiduelHe+ . La m¶ethode
HRM-SOW permet ¶egalement de calculer la section e±cace int¶egr¶ee de double photo-
ionisation avec une grande pr¶ecision y compris µa trµes basse ¶energie. Nous l'avons donc
appliqu¶ee pour di®¶erentes ¶energies de photon au voisinage du seuil a¯n de tester la loi
de seuil de Wannier. Les r¶esultats obtenus sont en accord d'une part avec les pr¶edictions
th¶eoriques de Wannier, d'autre part avec les r¶esultats exp¶erimentaux. La m¶ethodeHRM-
SOW apparâ³t donc comme une m¶ethode complµete au-dessus du seuil de double ionisation.

Nous avons poursuivi ce travail en amor»cant l'¶etude des ¶etats doublement excit¶es
autoionisants. Ceux-ci se manifestent comme des r¶esonances dans les sections e±caces
d'ionisation sous le seuil de double ionisation. Nos calculs de sections e±caces partielles
int¶egr¶ees et di®¶erentielles nous ont permis d'identi¯er ce type d'¶etats dans la r¶egion allant
jusqu'au cinquiµeme seuil d'ionisation simple. Certains ont ¶et¶e observ¶es pour la premiµere
fois.

Mots Cl¶es :
Photoionisation, double continuum, continuum simple avec ou sans excitation, ¶etats

autoionisants, corr¶elations ¶electroniques, sections e±caces.
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Abstract

This work presents a study of the1Po excited states ofHe that can be reached by
absorption of a single photon carrying an energy close to the double ionization threshold
(DIT) (79 eV). Above the DIT, these states are the double continuum states ; below, they
are the double excited states. These two types of states are tightly coupled to the single
continuum states with or without excitation of the residual ionHe+ , owing to their dege-
neracy in energy. In a one-photon process, these states can only be formed owing to the
electronic correlations in the system which must be well described to obtain quantitative
good results. Our study is a part of line of work which aims at a uni¯ed description of
all these doubly excited, ionized-excited, and double continuum states. This explains the
title of this thesis One-photon two-electron processes in He close to the double
ionization threshold .

We use the HypersphericalR-Matrix with Semiclassical Outgoing Waves (HRM-SOW)
method, initially dedicated to double photoionization studies. We extend it to extract in-
formation on the single continuum. This extension allows us to compute cross sections of
single photoionization with or without excitation up to n = 50 for an excess of 100 meV
just above the double ionization threshold. A deep insight into this process is given by
a partial waves analysis. The results obtained shed light on the key role of angular and
radial correlations. The numerous data we obtain on double and single ionization allow
us to establish a continuity relation between these two processes. We show that single io-
nization with an in¯nite excitation of the residual ion merges into double photoionization
when the excess energy is redistributed between the two electrons. It appears that this
relation is valid not only for low but also for high photon energies. Since the HRM-SOW
can produce the integrated cross section for double photoionization with high accuracy in
the low energy domain, we check the Wannier threshold law. The parameters extracted
support strongly this threshold law, and are in good agreement with experimental results.

We complete this work with the study of doubly excited autoionizing states. The lat-
ter manifest themselves as Fano-like resonances in the ionization cross section below the
double ionization threshold. We compute partial integrated as well as di®erential cross
sections which allow us to identify a large number of resonances up to the ¯fth single
ionization threshold. Some of them are observed for the ¯rst time.

Keywords :
Photoionization, double continuum, single continuum with or without excitation, au-

toionizing states, electronic correlations, cross sections.



vi



vii

Table des matiµeres

Remerciements i

R¶esum¶e iii

Abstract v

Table des matiµeres vii

Table des ¯gures xi

Liste des tableaux xv

Liste des abr¶eviations xvii

Introduction 1

1 Etats diexcit¶es de l'h¶elium 11
1.1 Spectre de l'atome d'h¶elium . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 12
1.2 Exp¶eriences de photoionisation : instrumentation, observables . . . . . . . 14
1.3 Le continuum simple avec excitation deHe . . . . . . . . . . . . . . . . . . 15

1.3.1 Etudes exp¶erimentales . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 15
1.3.2 Etudes th¶eoriques . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 16

1.4 Etats doublement excit¶es . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 17
1.4.1 Premiµeres observations et interpr¶etations . . . . . . . . . . . . . . . 17
1.4.2 Les di®¶erentes classi¯cations des ¶etats doublement excit¶es . . . . . 18
1.4.3 Les ¶etudes exp¶erimentales . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 21
1.4.4 Les ¶etudes num¶eriques . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 22

1.5 Le double continuum . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 23
1.5.1 Etudes exp¶erimentales . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 23
1.5.2 La probl¶ematique th¶eorique du double continuum . . . . . . . . . . 24
1.5.3 Th¶eorie de Wannier . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 25
1.5.4 Construction des solutions analytiques approch¶ees dans la r¶egion

asymptotique . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 27
1.5.5 Construction num¶erique de la solution physique dans tout l'espace . 28

1.6 Vers une description th¶eorique uni¯¶ee de tous les ¶etats diexcit¶es . . . . . . 29



viii TABLE DES MATI µERES

2 La m¶ethode H RM-SOW pour l'ionisation double 35
2.1 Position du problµeme . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 36

2.1.1 Approximations . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 36
2.1.2 Transformations unitaires et jauge . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 37
2.1.3 Equation de base, fonction d'onde de photoabsorption . . . . . . . . 38
2.1.4 Systµeme de coordonn¶ees hypersph¶eriques . . . . . . . . . . . . . . . 41
2.1.5 Sections e±caces . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 43

2.2 Principe de la r¶esolution . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 45
2.2.1 Extraction de la solution enR0 . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 46
2.2.2 D¶ecouplage adiabatique enR0 . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 50
2.2.3 Propagation hyperradiale . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 53

2.3 Impl¶ementation num¶erique . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 56
2.3.1 R¶egion interne . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 57
2.3.2 R¶egion externe . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 61

2.4 Un r¶esultat caract¶eristique : les distributions angulaires µa 100 meV . . . . 66

3 Extension au traitement de l'ionisation simple 73
3.1 Enjeux de l'identi¯cation des di®¶erents processus . . . . . . . . . . . . . . 74

3.1.1 Intrication des di®¶erents processus . . . . . . . . . . . . . . . . . . 74
3.1.2 Limites de la m¶ethode . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 75

3.2 Projection sur les ¶etats de l'ion hydrog¶enoÄ³deHe+ . . . . . . . . . . . . . . 77
3.3 Impl¶ementation de la projection µaR ¯xe . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 79

3.3.1 Condition de validit¶e . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 79
3.3.2 Expression des sections e±caces . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 81
3.3.3 Evolution des sections e±caces avecR . . . . . . . . . . . . . . . . 82
3.3.4 Rayon optimal d'extraction, incertitudes . . . . . . . . . . . . . . . 83

3.4 Sections e±caces pourn = 1 µa 50 µa 0:1 eV . . . . . . . . . . . . . . . . . . 85

4 Analyse en ondes partielles 93
4.1 Position du problµeme . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 94
4.2 Le groupe de sym¶etrieSO(4) de l'hydrogµene . . . . . . . . . . . . . . . . . 95
4.3 Choix du r¶ef¶erentiel li¶e au photo¶electron . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 98
4.4 Ionisation-excitation dans le BF1 . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 100
4.5 Sections e±caces d'ionisation-excitation . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 103
4.6 Ondes partielles sph¶eriques . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 104
4.7 Ondes partielles paraboliques . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 107
4.8 Corr¶elations angulaire et radiale . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 109
4.9 G¶en¶eralit¶e du m¶ecanisme de Wannier . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 111

5 Continuit¶e entre ionisation simple avec excitation et ionisation double115
5.1 Introduction . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 116

5.1.1 Continuit¶e du spectre de l'hydrogµene . . . . . . . . . . . . . . . . . 116
5.1.2 Continuit¶e du spectre de l'helium : cas des hautes ¶energies . . . . . 116

5.2 Limite asymptotique de¾n et de ¯ n . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 117
5.2.1 Limite de¾n . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 117



TABLE DES MATI µERES ix

5.2.2 Limite de¯ n . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 118
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1

Introduction

Une con¯guration de trois particules dans laquelle les interactions entre paires sont
du même ordre de grandeur d¶e¯nit un problµeme µa trois corps. Un tel problµeme ne peut
pas se ramener µa trois problµemes µa deux corps, oµu chaque particule ¶evolueraitind¶epen-
damment des autres dans un potentiel moyen. Cette faillite de la description µa particules
ind¶ependantes d¶e¯nit un systµeme corr¶el¶e. Les corr¶elations interparticulaires augmentent
de plusieurs ordres de grandeur la complexit¶e de la dynamique du systµeme. De ce point de
vue, on peut dire que la notion de corr¶elation introduit une v¶eritable ligne de d¶emarcation
entre les systµemes µa un ou deux corps d'un côt¶e, et les systµemes µa trois corps et plus de
l'autre. Les exemples de systµemes µa trois corps sont nombreux dans les divers domaines
de la physique et de la chimie. Nous pouvons citer le systµeme (Terre - Lune - Soleil) [1]
cher µa la m¶ecanique c¶eleste, l'ion mol¶eculaireH +

2 [2] ¶etudi¶e en chimie interstellaire, ou
encore l'ion hydrogµeneH ¡ [3] ou l'atome d'h¶elium [4,5] en physique atomique. Du point
de vue classique ou quantique, le problµeme µa trois µa corps est d'un int¶erêt fondamental: il
constitue un cas id¶eal non trivial de problµeme non soluble analytiquement. La di±cult¶e µa
r¶esoudre analytiquement un problµeme µa N corps en g¶en¶eral et un problµeme µa trois corpsen
particulier est due µa la grande dimension de son espace des phases. Celle-ci rend ¶egalement
trµes di±cile l'obtention de solutions num¶eriques, en particulier dans le cas oµu l'interaction
entre les particules est de longue port¶ee. Il apparâ³t donc que l'¶etude des systµemes µa N
corps constitue un d¶e¯ persistant pour la description th¶eorique. C'est le cas notamment
en physique atomique en d¶epit des d¶eveloppements de la m¶ecanique quantique.

Dans cette thµese, nous nous int¶eressons µa un systµeme atomique en apparence fort
simple, mais qui pr¶esente n¶eanmoins toutes les complexit¶es dues µa la dynamique fortement
corr¶el¶ee des particules qui le constituent : il s'agit de l'atome d'h¶elium excit¶e par absorption
d'un photon porteur d'une ¶energie trµes voisine du seuil de double ionisationI ++ . Dans
cette r¶egion d'¶energie, deux processus di®¶erents ont mobilis¶e l'attention des chercheurs
dans les derniµeres ann¶ees. Le premier, observable sous le seuilI ++ , est la formation d'¶etats
doublement excit¶es autoionisants [6{12]. Le second, qui apparâ³t au-dessus du seuilI ++ ,
est pr¶ecis¶ement l'ionisation double [13{18]. Chacun de ces processus est, par ailleurs,
coupl¶e aux processus concurrents d'ionisation simple avec excitation de l'ion r¶esiduel.
Ainsi, lorsque nous observons le voisinage du seuilI ++ , nous voyons d'embl¶ee apparâ³tre
trois types de processus bi¶electroniques induits par l'absorption d'un seul photon. Ces
processus, qui seraient interdits dans une approche µa ¶electrons ind¶ependants, sont donc
entiµerement tributaires des corr¶elations ¶electroniques du systµeme. Ils sont au c¾ur de ce
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travail de thµese dont ils ont motiv¶e le titre"Diexcitation ¶electronique de He par un
photon au voisinage du seuil de double ionisation".

Le chapitre 1 de ce travail pr¶esente succinctement l'¶etat actuel de nos
connaissances et de nos interrogations concernant l'ionisation double, l'exci-
tation double et l'ionisation-excitation de l'atome d'h¶elium.

Lorsque j'ai commenc¶e ce travail de thµese, mon ¶equipe d'accueil avait valid¶e une m¶e-
thode ab initio originale pour l'¶etude de l'ionisation double µa un photon des systµemes µa
deux ¶electrons actifs : la m¶ethode HRM-SOW pour HypersphericalR-Matrix with Se-
miclassical Outgoing Waves [18] bas¶ee comme son nom l'indique, sur une combinaison
in¶edite des techniquesR-matrice et semiclassique. D¶epassant le stade de la simple valida-
tion, l'¶equipe avait d¶ejµa ¶etabli solidement la capacit¶e de la m¶ethode µa reproduire ¯dµelement
les sections e±caces mesur¶ees, en ¶echelle absolue, sur l'h¶elium ou les alcalino-terreux, pour
des polarisations vari¶ees du rayonnement incident, et dans des conditions cin¶ematiques
trµes diverses [19{21]. Lors de mon arriv¶ee dans le groupe, les e®orts se portaient sur
la simulation d'une exp¶erience "complµete1" r¶ealis¶ee µa seulement 100 meV au-dessus du
seuil [22]. Dans ce domaine d'¶energie, les ¶electrons ¶emis interagissent longtemps et donc
sur de grandes distances, et leurs mouvements s'en trouvent trµes ¶etroitement corr¶el¶es :
c'¶etait donc le domaine crucial pour tester toute description th¶eorique des corr¶elations
¶electroniques.

Le chapitre 2 de ce travail pr¶esente en d¶etail la m¶ethode H RM-SOW telle
qu'elle se pr¶esentait au d¶ebut de ce travail. Une vision claire de la m¶ethode
est en e®et n¶ecessaire pour comprendre les extensions qui en ont ¶et¶e faites
dans le cadre de cette thµese et qui sont expos¶ees plus loin. Les performances
de la m¶ethode sont illustr¶ees par une comparaison de ses r¶esultats µa 100 meV
au-dessus de I ++ avec les mesures de [22] ¶evoqu¶ees ci-dessus.

En d¶epit de ses succµes que je viens d'¶evoquer, la m¶ethode HRM-SOW, dans l'¶etat de
d¶eveloppement qui ¶etait le sien lorsque je l'ai d¶ecouverte, n'¶etait pas une m¶ethode com-
plµete. J'entends par lµa qu'elle ne produisait pas l'ensemble des observables physiques asso-
ci¶ees µa l'ensemble des processus initi¶es par l'absorption d'un photon d'¶energie~! ¸ I ++ .
Tous les e®orts avaient en e®et port¶e, jusque lµa, sur la construction de la fonction d'onde
associ¶ee µa l'¶etat stationnaire atteint par le systµeme aprµes absorption d'un photon. Ce-
pendant, cette fonction d'onde ne se pr¶esente pas comme une superpositionexplicite des
fonctions d'onde associ¶ees aux di®¶erents processus permis µa l'¶energie consid¶er¶ee : ioni-
sation simple laissant l'ion r¶esiduel dans son ¶etat fondamentaln = 1, ou dans un ¶etat
excit¶en = 2; : : : ; 1 , ionisation double. Ainsi, bien qu'elle contienne,implicitement, toute
l'information relative µa tous ces processus, l'extraction de cette information n'est pas une
tâche triviale. A mon arriv¶ee, on se contentait d'exploiter le fait que dans l'approche

1c'est-µa-dire une exp¶erience oµu tous les paramµetres cin¶ematiques de l'¶etat ¯nal sont mesur¶es : ¶energie
et direction d'¶emission de chaque ¶electron.
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R-matrice hypersph¶erique utilis¶ee, certains canaux se d¶ecouplaient "naturellement"de
leurs concurrents dans certaines repr¶esentations. Dans la repr¶esentation "position" d¶e¯nie
notamment par le rayon hypersph¶eriqueR =

p
r 2

1 + r 2
2 et l'angle de corr¶elation radiale

® = arctan( r2=r1), on observe ainsi pourR grand un d¶ecouplage naturel entre d'un côt¶e
l'ensemble des canaux d'ionisation simple, con¯n¶es au voisinage de® = 0 et ¼=2, et de
l'autre côt¶e l'ionisation double associ¶ee µa des partages d'¶energieE2=E1 = (tan ®)2 6= 0; 1
"non extrêmes" c'est-µa-dire excluant le cas oµu l'un des ¶electrons est ¶emis avec une ¶energie
nulle, l'autre emportant tout l'excµes d'¶energie par rapport au seuil. De même, dans la
repr¶esentation "adiabatique" d¶e¯nie par diagonalisation du hamiltonien µaR ¯xe ¶egal au
rayon R0 de l'hypersphµere qui limite la r¶egion interne dans le traitementR-matrice, les
canaux d'ionisation simple laissant l'ion r¶esiduel dans l'¶etatn = 1, 2 et 3 se d¶ecouplent
naturellement les uns des autres et du reste de la fonction d'onde, et peuvent être identi¯¶es
individuellement. L'information produite concernant l'ionisation-excitation ¶etait donc ex-
trêmement r¶eduite. Celle concernant l'ionisation double ¶etait certes trµes abondante, mais
n¶eanmoins incomplµete, puisque les partages d'¶energie trµes asym¶etriques ¶etaient inacces-
sibles, ce qui compromettait le calcul de la section e±cace int¶egr¶ee.Mon premier travail
a donc consist¶e µa ¶etendre la m¶ethode a¯n d'extraire de la fonction d'onde de l'¶etat ¯nal
l'information relative µa chaque processus permis, individuellement.

Le chapitre 3 pr¶esente la m¶ethode de projection de la fonction d'onde ¯-
nale sur les ¶etats de l'ion hydrog¶eno Ä³de r¶esiduel que j'ai mise en place a¯n
d'identi¯er les canaux d'ionisation simple. Il d¶etaille son impl¶ementation µa R
¯xe et illustre ses performances en montrant les sections e±caces ¾n et les pa-
ramµetres d'asym¶etrie ¯ n obtenus µa 100 meV au-dessus du seuil pour n allant
de 1 µa 50. Ces r¶esultats sont inclus dans une publication parue en 2005 dans
Physical Review A [23].

Les sections e±caces d'ionisation laissant l'ion r¶esiduel dans un sous niveaun` de
moment angulaire` d'un niveau n retiennent l'attention des exp¶erimentateurs comme des
th¶eoriciens depuis plusieurs d¶ecennies. A l'origine de cet int¶erêt, une remarque de Fano [24]
pointant le rôle des corr¶elations ¶electroniques dans la population de niveaux de Rydberg
de n et ` ¶elev¶es par impact ¶electronique sur un atome au voisinage d'un seuil d'ionisation.
Plus r¶ecemment, le constat que les ¶etats doublement excit¶es autoionisants se manifestent
plus clairement dans les sections e±caces "les plus di®¶erentielles" ou "les plus partielles",
a renouvel¶e cet int¶erêt [25, 26]. Ces sections e±caces partielles¾n` [¯ n` ] sont cependant
trµes di±cilement accessibles µa l'exp¶erience pour les systµemes hydrog¶enoÄ³des du fait de
la d¶eg¶en¶erescence des sous niveauxn`. La simulation num¶erique apparâ³t donc comme
un meilleur moyen d'accµes µa ces grandeurs.C'est pourquoi j'ai prolong¶e mes calculs des
sections e±caces¾n [¯ n ] par une analyse en ondes partielles de ces sections.

Le chapitre 4 pr¶esente une analyse en ondes partielles des sections e±caces
d'ionisation simple avec excitation. Cette analyse est men¶ee dans le repµere li¶e
au photo¶electron µa la fois dans une repr¶esentation sph¶erique (n`) et dans une
repr¶esentation parabolique (nK ). Les r¶esultats obtenus dans ces deux repr¶e-
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sentations permettent :

1. de tester des pr¶edictions th¶eoriques ant¶erieures relatives au moment an-
gulaire maximal atteint ;

2. et d'¶etablir un lien entre le continuum simple qui s'¶etend au-dessus d'un
seuil et la s¶erie de Rydberg d'¶etats autoionisants qui converge vers ce
seuil.

Ils ont fait l'objet d'une publication parue en 2006 dans Physical Review
A [27].

L'id¶ee d'une continuit¶e entre la partie discrµete et la partie continue du spectre d'un
atome a une longue histoire en physique atomique. Fano et Cooper [28] lui ont donn¶e une
expression quantitative dans le cas du spectre de photoabsorption de l'hydrogµene. Plus
tard, Amusia [29] a propos¶e une g¶en¶eralisation au spectre de photoionisation de l'h¶elium,
dans la r¶egion des ¶energies de photon~! À I ++ . Il a ¶etabli ainsi une relation entre la
section e±cace d'ionisation avec excitation vers le niveaun, multipli¶ee par la densit¶e d'¶etat
au voisinage de ce niveau, et la section e±cace di®¶erentielle en ¶energie d'ionisation double,
prise pour un partage complµetement asym¶etrique de l'¶energie entre les deux ¶electrons,ceci
dans la limite n ! 1 . Curieusement, cette relation a ¶et¶e utilis¶ee plus tard pour des basses
¶energies de photon~! ¸ I ++ , bien que sa validit¶e dans ce domaine d'¶energie n'ait jamais
¶et¶e prouv¶ee. Or, suite aux extensions de la m¶ethode HRM-SOW expos¶ees au chapitre
3, nous avions tous les outils n¶ecessaires pour tester cette relation.J'ai donc ¶et¶e charg¶e
d'¶etudier, aux basses ¶energies de photon, la relation entre ionisation simple avec excitation
vers un niveaun ! 1 , et ionisation double.

Le chapitre 5 pr¶esente une analyse trµes fouill¶ee des comportements limites
des sections e±caces ¾n pour n tendant vers l'in¯ni d'une part, et de la sec-
tion e±cace di®¶erentielle en ¶energie d'ionisation double lorsqu'un des ¶electrons
emporte toute l'¶energie disponible d'autre part. Suite µa cette analyse, nous
montrons que la relation d'Amusia n'est pas valable aux basses ¶energies de
photon dans sa forme initiale, et nous pr¶esentons les modi¯cations n¶ecessaires
pour ¶etendre son domaine de validit¶e jusqu'au voisinage du seuil I ++ . Ces r¶e-
sultats sont inclus dans deux publications, l'une parue en 2006 dans Physical
Review A [30] et l'autre sous presse µa Journal of Electron Spectroscopy and
Related Phenomena [31].

La "loi de seuil de Wannier" [32] constitue l'un des r¶esultats les plus c¶elµebres dans notre
domaine. Elle ¶etablit la forme de la d¶ependance en ¶energie de la section e±cace int¶egr¶ee de
"double fuite ¶electronique"au voisinage du seuil et concerne donc aussi bien le processus de
photoionisation double qui nous occupe ici que le processus apparent¶e d'ionisation simple
par impact d'¶electron. Elle constitue le premier ¶enonc¶e quantitatif qui ait ¶et¶e formul¶e µa
propos du double continuum ¶electronique. En d¶epit de sa post¶erit¶e impressionnante,on
ne peut pas a±rmer que sa validit¶e ait ¶et¶e test¶ee sans ambiguÄ³t¶e. La trµes grande majo-



INTRODUCTION 5

rit¶e des v¶eri¯cations exp¶erimentales repose en e®et sur une proc¶edure indirecte entach¶ee
d'impr¶ecision. La v¶eri¯cation exp¶erimentale directe est trµes di±cile et n¶ecessite desoutils
sophistiqu¶es : de fait, il n'existe qu'une seule exp¶erience directe r¶ecente [33], qui d'ailleurs
tend µa conforter la loi de Wannier. Derniµerement, grâce au d¶eveloppement des ¶etudesab
initio du double continuum, appuy¶ees sur les ressources informatiques les plus r¶ecentes,
un nouveau type de v¶eri¯cation est apparu, bas¶e sur la simulation num¶erique. On peut
parler "d'exp¶eriences num¶eriques". Celles-ci sont n¶eanmoins trµes di±ciles µamener au voi-
sinage du seuil. La seule r¶ealis¶ee µa ce jour [34], qui porte sur l'ionisation de l'hydrogµene
par impact d'¶electron, ne nous semble pas tout µa fait probante, non pas du fait des calculs
eux-mêmes, mais µa cause de l'analyse qui en est faite. Or, les ¶etudes men¶ees au chapitre
5 nous ont permis de mettre au point deux m¶ethodes ¯ables pour le calcul de la section
e±cace int¶egr¶ee d'ionisation double : soit par soustraction des canaux d'ionisation simple
extrapol¶es jusqu'µan in¯ni, soit par int¶egration de la section e±cace di®¶erentielle en ¶ener-
gie sur tous les partages d'¶energie y compris les partages totalement asym¶etriques. Nous
¶etions donc outill¶es pour ¶etudier la validit¶e de la loi de Wannier.J'ai donc r¶ealis¶e une
exp¶erience num¶erique visant µa tester la loi de Wannier.

Le chapitre 6 pr¶esente en d¶etail la m¶ethode de calcul utilis¶ee ainsi que
la m¶ethode d'analyse des r¶esultats en termes de loi de Wannier. Nos calculs
con¯rment la loi de Wannier avec une pr¶ecision similaire µa celle de l'exp¶erience
de Kossmann [33]. Ils ont fait l'objet d'une publication parue en 2007 dans
Journal of Physics B [35].

Nous avons d¶ejµa not¶e dans cette introduction que les ¶etats doublemente excit¶es autoio-
nisants situ¶es sous le seuilI ++ sont actuellement l'objet de recherches intensives en liaison
notamment avec la mise en ¶evidence d'un "chaos quantique". Nous avons ¶egalement sou-
lign¶e qu'ils sont d'autant plus visibles dans les sections e±caces d'ionisation que celles-ci
sont "plus partielles" ou "plus di®¶erentielles". Il ¶etait donc naturel d'appliquerµa l'¶etude de
ces ¶etats autoionisants les outils que nous avons d¶evelopp¶es dans les chapitres pr¶ec¶edents
pour calculer les sections e±caces partielles int¶egr¶ees ou di®¶erentielles pour l'ionisation
avec excitation de l'ion r¶esiduel vers un niveaun voire un sous niveau sph¶eriquen` ou
paraboliquenK .

J'ai donc entam¶e une s¶erie de calculs de sections e±caces et de paramµetres d'aniso-
tropie pour l'ionisation simple laissant l'ion r¶esiduel dans l'¶etatn = 1; : : : ; N ¡ 1 dans le
domaine d'¶energie, situ¶e sous le seuilI +

N , oµu se manifestent les s¶eries de Rydberg d'¶etats
autoionisants convergeant vers ce seuil.

Le chapitre 7 pr¶esente les premiers r¶esultats obtenus. Ils s'inscrivent dans
une d¶emarche, µa poursuivre, qui vise µa construire, µa partir de la m¶ethode
H RM-SOW, un outil unique pour l'analyse de la dynamique au voisinage du
seuil, qu'il s'agisse du double continuum qui s'¶etend juste au-dessus, ou de la
r¶egion chaotique qui s'¶etend au-dessous, marqu¶ee par les recouvrements entre
s¶eries de Rydberg d'¶etats autoionisants.
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La conclusion fait le point des r¶esultats obtenus et des di±cult¶es rencontr¶ees et pro-
pose quelques pistes pour la suite.

Les unit¶es utilis¶ees tout au long de cette thµese sont les unit¶es atomiquesm = ~ = e = 1
et c = 1=®, oµu m et e sont respectivement la masse et la valeur absolue de la charge d'un
¶electron et® = 1=137:036, la constante de structure ¯ne.
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Chapitre 1

Etats diexcit¶es de l'h¶elium

Dans ce chapitre, nous commen»cons par pr¶esenter le spectre des ¶etats1Po de He qui
¯xe le cadre de notre travail. Nous nous concentrons sur la r¶egion voisine du seuil de double
ionisation. Ensuite, nous d¶ecrivons tour µa tour les di®¶erentes ¶etudes exp¶erimentales et
th¶eoriques sur les ¶etats du continuum simple avec excitation, les ¶etats doublement excit¶es
et les ¶etats du double continuum. Il apparâ³t que chaque ¶etude th¶eorique se sp¶ecialise dans
la description d'un type d'¶etat diexcit¶e. Nous concluons ce chapitre en soulignant l'int¶erêt
qu'il y aurait µa traiter tous ces ¶etats diexcit¶es par une m¶ethode unique : mon travail de
thµese constitue un e®ort dans cette direction.



12 CHAPITRE 1. ETATS DIEXCIT ¶ES DE L'H ¶ELIUM

1.1 Spectre de l'atome d'h¶elium

La classi¯cation des ¶etats d'un systµeme est reli¶ee µa la diagonalisation simultan¶ee d'op¶e-
rateurs repr¶esentant des grandeurs physiques conserv¶ees. Dans le cas de l'atome d'hydro-
gµene, les trois nombres quantiques (n; `; m) sont respectivement reli¶es µa la diagonalisation
du hamiltonien, du moment angulaire total et de sa projection sur un axe ¯xe. Dans le
cas de l'atome de l'h¶elium, les seuls bons nombres quantiques sont le moment angulaire
orbital total L , le spin total S, la parit¶e ¼. Comme la fonction d'onde d'un systµeme µa deux
¶electrons se factorise en un produit d'une fonction spatiale et d'une fonction de spin, le
spin total nous renseigne sur la sym¶etrie de la fonction d'onde spatiale dans la permuta-
tion des deux ¶electrons. En e®et, comme les fonctions de spin singulet (S = 0) ou triplet
(S = 1) sont respectivement antisym¶etriques ou sym¶etriques dans cette op¶eration, la
fontion d'onde spatiale doit s'adapter de sorte que la fonction d'onde totale soit antisym¶e-
trique d'aprµes le postulat de sym¶etrisation. Notons que, comme les processus collisionnels
ou radiatifs les plus intenses conservent le spin, les ¶etats singulets et triplets apparaissent
comme ceux de deux types d'atome d'h¶elium : leparah¶elium (S = 0) et l' orthoh¶elium
(S = 1) [1]. Quant au nombre ¼, il d¶ecrit la parit¶e de la fonction d'onde sous l'op¶eration
de r¶e°exion spatiale. Ces trois nombres quantiques permettent de caract¶eriser les ¶etatsde
l'atome d'h¶elium par la notation spectroscopique2S+1 L¼.

Au-delµa de ces trois nombres quantiques exacts, qui caract¶erisent la paire d'¶electrons,
des nombres quantiques approch¶es caract¶erisant chaque ¶electron individuellement peuvent
être introduits dans le modµele des ¶electrons ind¶ependants. Il apparâ³t en e®et que lessys-
tµemes µa deux ¶electrons et plus peuvent être d¶ecrits approximativement dans une approche
de champ moyen autocoh¶erent. Cette description est bas¶ee sur l'hypothµese que chaque
¶electron se meut dans un potentiel central e®ectif qui tient compte non seulement de son
interaction avec le noyau mais ¶egalement de son interaction avec l'autre ¶electron. Il s'en
suit une classi¯cation en termes de nombres quantiques principauxn1; n2 et de nombres
quantiques angulaires̀ 1; `2 associ¶es µa chaque ¶electron individuellement et d¶e¯nissant une
con¯guration (n1`1n2`2). Dans cette approche, on caract¶erisera donc un ¶etat de l'atome
d'h¶elium par (n1`1n2`2) 2S+1 L¼. Cette description est bien entendu approch¶ee puisqu'elle
ne tient pas compte des corr¶elations ¶electroniques. L'e®et de celles-ci serait de "m¶elanger"
di®¶erentes con¯gurations au sein d'un même ¶etat. L'approche µa ¶electrons ind¶ependants
demeure cependant pertinente sur un plan qualitatif tant qu'une con¯guration dominante
peut être identi¯¶ee, ce qui est le cas pour les ¶etats faiblement excit¶es. Cette classi¯cation
approch¶ee nous fournit en tout cas un outil pratique pour d¶ecrire µa grand trait le spectre
de l'h¶elium repr¶esent¶e sur la ¯gure (1.1). La premiµere bande verticale, not¶eeN = 1,
comporte l'¶etat fondamentalE0 et l'ensemble des ¶etats monoexcit¶es, c'est-µa-dire

1. les ¶etats li¶es 1sn0̀ 0(n0 > 1) qui forment une s¶erie de Rydberg convergeant vers le
premier seuil d'ionisation simpleI +

1 ,
2. et le simple continuum 1s"` form¶e de l'ion r¶esiduel dans son ¶etat fondamental et

d'un ¶electron libre.
Les bandes suivantes correspondent µa des ¶etats diexcit¶es. La bandeN comporte ainsi
toutes les s¶eries de Rydberg du typeN` n 0̀ 0(n0 ¸ N ) qui convergent vers le seuil d'io-
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Fig. 1.1 { Sch¶ema du spectre de l'atome d'h¶elium. Les niveaux discrets sont repr¶esent¶es
par des traits horizontaux ; les continua par des bandes obliques gris¶ees.
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nisation I +
N , ainsi que les continuaN`" 0̀ 0 form¶es de l'ion r¶esiduel dans le niveau excit¶e

N` et d'un ¶electron libre d'¶energie"0 et de moment angulairè 0. Les seuils successifs d'io-
nisation I +

N , qui correspondent aux niveaux de l'ionHe+ , forment µa leur tour une s¶erie
de Rydberg qui converge vers le seuil de double ionisationI ++ . La derniµere bande, qui
d¶emarre µaI ++ , ne comporte pas d'¶etats discrets, et correspond au double continuum"`" 0̀ 0.

Dans cette thµese, nous nous int¶eressons aux ¶etats de sym¶etrie1Po de l'h¶elium, qui sont
atteints µa partir de l'¶etat fondamental 1Se par absorption d'un photon. La structure de
ce sous-ensemble est ¶egalement d¶ecrite par la ¯gure (1.1). L'¶energie du photon! balaiera
l'intervalle 60 - 86 eV marqu¶e sur la ¯gure (1.1), allant du premier ¶etat doublement excit¶e
situ¶e sous le seuilI +

2 µa une ¶energie de 7 eV sup¶erieure au seuil de double ionisation.
Nous aurons donc µa consid¶erer deux types de situation. Pour une ¶energie de photon
60 eV · ! < I ++ , il y a d¶eg¶en¶erescence entre un continuum (plusieurs continua) et
un (ou plusieurs) ¶etat (s) doublement excit¶e (s). Le couplage fort entre tous ces ¶etats
conduit µa la d¶ecroissance des ¶etats diexcit¶es par autoionisation ainsi qu'µa la comp¶etition
entre les di®¶erents canaux d'ionisation simple. Pour une ¶energie de photon! > I ++ , il
y a d¶eg¶en¶erescence entre le double continuum et une in¯nit¶e de continua simples, cequi
conduit µa une comp¶etition entre la double ionisation et l'ionisation simple avec ou sans
excitation. Nous aurons donc µa prendre en compte trois types de processus : la double
excitation, l'ionisation-excitation et la double ionisation. Nous dressons dans la suite de
ce chapitre, un bref ¶etat des connaissances actuelles relatives µa ces trois processus.
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1.2 Exp¶eriences de photoionisation : instrumentation,
observables

L'¶etude exp¶erimentale de la photoionisation simple ou multiple des atomes n¶ecessite
une source de lumiµere dans l'ultra violet pour ioniser l'atome, et des moyens de d¶etection,
d'identi¯cation, et d'analyse (en ¶energie interne et en impulsion) des fragments produits,
¶electrons et ions. Elle a ¶evidemment b¶en¶e¯ci¶e des progrµes technologiques r¶ealis¶es dans
la derniµere d¶ecennie. Du côt¶e des sources de lumiµere, on dispose maintenant, avec les
synchrotrons de troisiµeme g¶en¶eration, d'un outil extrêmement performant, qui d¶elivre un
rayonnement monochromatique accordable et polaris¶e de grande intensit¶e. Du côt¶edes
d¶etecteurs, l'apparition des d¶etecteurs sensibles en position de grande surface, coupl¶ee au
d¶eveloppement d'une ¶electronique rapide, a r¶evolutionn¶e les techniques. Il estd¶esormais
possible de recueillir, en une seule exp¶erience, les positions et les temps d'arriv¶ee d'un
trµes grand nombre de particules, ce qui permet de les identi¯er et de remonter µa leurs
impulsions. Cette situation contraste fortement avec celle qui pr¶evalait il y a 15 ou 20 ans,
lorsque les spectromµetres ¶electroniques traditionnels comptaient les ¶electrons dans une
direction donn¶ee avec une ¶energie donn¶ee, tandis que les spectromµetres de masse tradi-
tionnels comptaient les particules de rapportm=q ¯x¶e. Les progrµes consid¶erables r¶ealis¶es
ne portent donc pas tant sur les r¶esolutions angulaires ou ¶energ¶etiques des d¶etecteurs que
sur leur capacit¶e de traitement : en un temps donn¶e, on recueille aujourd'hui in¯niment
plus d'information qu'il y a 20 ans. Cette circonstance a permis de multiplier les mesures
des sections e±caces partielles et/ou di®¶erentielles en ¶energie et/ou en angle.

Nous terminons ce paragraphe en recensant les sections e±caces couramment mesur¶ees
- ce qui nous permettra de pr¶eciser le sens des quali¯catifs "partielles" ou "di®¶erentielles"
que nous venons d'utiliser. La section e±cace totale int¶egr¶ee d'ionisation simple, not¶ee
¾+ (E) est proportionnelle au nombre d'ionsHe+ produits. La section e±cace partielle
int¶egr¶ee d'ionisation simple laissant l'ionHe+ dans le niveaun, not¶ee ¾+

n (E), est pro-
portionnelle au nombre d'ionsHe+ produits dans le niveaun. La section e±cace totale
di®¶erentielle en angle d'ionisation simple, not¶eed¾+ =d­, est proportionnelle au nombre
d'¶electrons ¶emis dans l'angle solided­ suite µa une ionisation simple deHe. Son homo-
logue partielle, not¶eed¾+

n =d­, est proportionnelle au nombre d'¶electrons ¶emis dans l'angle
solide d­ suite µa l'ionisation simple de He laissant l'ion r¶esiduel dans l'¶etatn. Compte
tenu du caractµere dipolaire de l'interaction entre l'atome et le rayonnement, les sections
e±caces di®¶erentielles sont reli¶ees aux sections e±caces totales par

d¾+
(n)(E)

d­
=

¾+
(n)(E)

4¼

³
1 + ¯ +

(n)(E)P2(cosµ)
´

(1.1)

dans le cas d'un rayonnement polaris¶e lin¶eairement - des relations similaires peuvent
être obtenues dans les autres cas de polarisation. Ici,µ d¶esigne l'angle entre la direction
d'¶emission de l'¶electron et le vecteur polarisation du rayonnement. On voit µa partir de
(1.1) que deux mesures de la section e±cace di®¶erentielle pour deux angles di®¶erents sont
su±sants pour obtenir la section e±cace totale¾+

(n) et le paramµetre d'asym¶etriē +
(n) , et

donc pour reconstituer la section di®¶erentielle µa tout angle.
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Le processus plus complexe de double ionisation est traditionnellement ¶etudi¶e en me-
surant la section e±cace int¶egr¶ee¾++ (E) (ICS pour Integrated Cross Section), la sec-
tion e±cace di®¶erentielle par rapport µa l'¶energie d'un ¶electrond¾++ (E)=dE1, ou sec-
tion e±cace simplement di®¶erentielle (SDCS pour Singly Di®erential Cross Section), la
section di®¶erentielle par rapport µa l'¶energie et µa la direction d'¶emission d'un ¶electron
d2¾++ (E)=(dE1d­ 1) (DDCS pour Doubly Di®erential Cross Section), et en¯n la section
e±cace di®¶erentielle par rapport µa l'¶energie d'un ¶electron et aux directions d'¶emission
de chacund3¾++ (E)=(dE1d­ 1­ 2) (TDCS pour Triply Di®erential Cross Section). Notons
que la DDCS peut s'exprimer en fonction de la SDCS et d'un paramµetre d'asym¶etrie, en
parfaite analogie avec le cas de l'ionisation simple. On a en e®et

d2¾++ (E)
dE1d­ 1

=
1

4¼
d¾++ (E)

dE1

³
1 + ¯ ++ (E ; E1)P2(cosµ)

´
: (1.2)

Ces d¶e¯nitions ¶etant pos¶ees, nous pourrons pr¶esenter clairement, dans la suite du chapitre,
le type de r¶esultats exp¶erimentaux disponibles pour caract¶eriser chacun des processus
¶etudi¶es.

1.3 Le continuum simple avec excitation de He

Nous commen»cons par ce processus parce qu'il est permis dans tout le domaine d'¶ener-
gie que nous ¶etudions, au-dessous du seuil de double ionisation oµu il entre en comp¶etition
avec la double excitation, comme au-dessus du seuil oµu il concurrence l'ionisation double.

1.3.1 Etudes exp¶erimentales

Les exp¶eriences r¶ealis¶ees ont toutes un outil commun : une source de rayonnement UV
accordable, en g¶en¶eral une source synchrotron. Elles di®µerent par le type d'analyse appli-
qu¶ee µa la voie de sortie. Une premiµere cat¶egorie d¶etecte les ions et nous fournit la section
e±cace totale int¶egr¶ee¾+ (! ) dans un vaste domaine d'¶energie de photon [2]. Les autres
exp¶eriences utilisent di®¶erents spectromµetres d'¶electrons. Certains auteurs s'int¶eressentµa
la distribution angulaire des ¶electrons ¶emis : ils d¶enombrent les ¶electrons ¶emis dans une
direction donn¶ee et en d¶eduisent le paramµetre d'asym¶etrie¯ + pour des ¶energies de photon
choisies. La spectrom¶etrie des ¶electrons d¶elivre non seulement une information angulaire
mais une information ¶energ¶etique. Celle-ci permet notamment, par conservation de l'¶ener-
gie, de remonter au niveaun de l'ion puisqueEe = ! ¡ I +

n , oµu Ee d¶esigne l'¶energie de
l'¶electron, ! celle du photon, etI +

n le n-iµeme seuil d'ionisation simple. Cette propri¶et¶e est
mise µa pro¯t pour mesurer des sections e±caces et des paramµetres d'asym¶etrie partiels¾+

n
et ¯ +

n . Selon que l'on ¯xe l'¶energie du photo¶electron en balayant celle du photon, ou qu'au
contraire on balaie l'¶energie du photo¶electron µa ¶energie de photon ¯xe, ou qu'en¯n on fasse
varier ces deux ¶energies tout en maintenant leur di®¶erence constante, on obtient di®¶erents
types de spectres qui ¶eclairent des aspects di®¶erents du processus d'ionisation-excitation.
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1. Le premier groupe est constitu¶e des exp¶eriences de spectroscopie des ¶electrons de
seuil [3{6]. Dans ce type d'exp¶eriences, on fait varier l'¶energie de la source de pho-
tons et on collecte sur le spectromµetre des ¶electrons d'¶energie cin¶etique quasi nulle
c'est-µa-dire variant de 0 µa quelques meV compte tenu de la r¶esolution en ¶energie
du d¶etecteur. On mesure alors, pour des ¶energies de photon! inf¶erieures µaI ++ , les
sections e±caces d'ionisation-excitation au seuil¾n (I +

n ). Plus exactement, on me-
sure ces sections tant que la distancen¡ 3 entre niveaux de l'ion est sup¶erieure µa la
r¶esolution ¶energ¶etique exp¶erimentale, ce qui sera v¶eri¯¶e typiquement pourn < 10.
Pour des ¶energies de photonsI +

10 < ! < I ++ , la r¶esolution exp¶erimentale va g¶en¶e-
ralement être insu±sante pour r¶esoudre les pics associ¶es aux di®¶erents niveaux de
l'ion. On mesurera en fait une moyenne de ces pics pond¶er¶ee par la densit¶e d'¶etats
soit ¾n (I +

n )dn=dI+
n . Au-dessus deI ++ , on accµedera µa la SDCS pour un partage

d'¶energie extrême entre les deux ¶electrons, un ¶etant ¶emis avec une ¶energie nulle,
soit d¾++

dE1
(E1 = 0; E2 = ! ¡ I ++ ). Ce type d'exp¶erience permet d'¶etudier la conti-

nuit¶e entre l'ionisation-excitation et l'ionisation double au passage du seuil de double
ionisation. Nous y reviendrons au chapitre 5.

2. Dans le deuxiµeme groupe, l'¶energie de la source de rayonnement est ¯x¶ee (µa une
valeur inf¶erieure ou sup¶erieure µaI ++ ) et l'¶energie du photo¶electron d¶etect¶e varie.
C'est la spectroscopie de photo¶electrons satellites [2, 7{11]. On mesure les sections
e±caces¾n (! ) pour une ¶energie! de photon donn¶ee ; on les normalise g¶en¶eralement
µa ¾1 pour obtenir le rapport ¾n=¾1. Ce rapport de la section e±cace d'ionisation
simple avec excitation µa la section e±cace d'ionisation simple sans excitation peut
être extrapol¶e µan in¯ni pour l'¶energie de photon consid¶er¶ee. Ces exp¶eriences peuvent
être faites en recueillant une information angulaire : dans ce cas, elles donnent accµes
aux paramµetres d'asym¶etriē n (! ). L'¶etude des populations relatives de ces di®¶erents
canaux, celle de leurs distributions angulaires, renseignent sur la dynamique corr¶el¶ee
de la paire d'¶electrons comme nous le verrons au chapitre 4.

3. Le troisiµeme groupe est constitu¶e d'¶etudes exp¶erimentales oµu l'¶energie de photon
! et l'¶energie du photo¶electron d¶etect¶e varient conjointement, leur di®¶erence ¶etant
maintenue constante, ce qui revient µa ¯xer l'¶energie de l'ion. On mesure alors les
sections e±caces partielles¾n (! ) et, si l'on a accµes µa une information angulaire, les
paramµetres d'asym¶etriē n (! ) en fonction de! dans une large plage de valeurs. Ces
exp¶eriences apportent ¶enorm¶ement µa l'¶etude des ¶etats doublement excit¶es comme
nous le verrons dans le paragraphe 1.4.3 et au chapitre 7.

1.3.2 Etudes th¶eoriques

La description du continuum simple avec excitation ne pose pas de problµeme particu-
lier. La raison est que l'on connâ³t la forme g¶en¶erale de la solution exacte dans la r¶egion
asymptotique : elle se d¶ecompose en une superposition de fonctions r¶eguliµere et irr¶eguliµere
de Coulomb. Le processus d'ionisation-excitation peut donc être ¶etudi¶e par les m¶ethodes
standard de th¶eorie des collisions qui exploitent la propri¶et¶e que nous venons de rappeler.
A courte distance, ces m¶ethodes utilisent un d¶eveloppement close-coupling de la fonction
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d'onde. La m¶ethode close-coupling consiste µa d¶evelopper la fonction d'onde du systµeme
(¶electron + cible) sur une base de fonctions produits d'une fonction connue relative µa la
cible et d'une fonction relative µa l'¶electron qu'il s'agit de d¶eterminer. L'¶equation de SchrÄo-
dinger prend alors la forme d'un systµeme d'¶equations aux d¶eriv¶ees partielles coupl¶ees dont
les inconnues sont les fonctions qui d¶ecrivent l'¶electron laissant derriµere lui l'ion dans l'un
des ¶etats consid¶er¶es dans le d¶eveloppement close-coupling. Le terme close-coupling vient
de ce qu'initialement, on limitait autant qu'il ¶etait possible le nombre d'¶etats dela cible
inclus dans le d¶eveloppement. Typiquement, on se restreignait aux quelques ¶etats de la
cible susceptibles d'être excit¶es dans le processus collisionnel. Plus tard, avec le d¶evelop-
pement des ressources informatiques, il est devenu possible d'¶etendre ces d¶eveloppements
de maniµere consid¶erable. Il est maintenant courant, pour d¶ecrire les ¶etats du continuum
simple avec excitation, par exemple, de prendre en compte dans le d¶eveloppement de la
fonction d'onde non seulement tous les ¶etats excit¶es de l'ion r¶esiduel accessibles µa l'¶energie
consid¶er¶ee, mais aussi des pseudo-¶etats µa un ¶electron d'¶energie n¶egative ou positive, ou
des ¶etats li¶es µa deux ¶electrons. L'inclusion de ces canaux suppl¶ementaires, qui ne peuvent
pas être associ¶es individuellement µa un processus physique particulier, permet d'acc¶el¶erer
la convergence num¶erique, de simuler les corr¶elations ¶electroniques µa courte distance,la
polarisation µa grande distance, et le couplage avec des ¶etats doublement excit¶es ou avec le
double continuum selon que l'¶energie consid¶er¶ee est inf¶erieure ou sup¶erieure au potentiel
de double ionisationI ++ . Nous pouvons citer une s¶erie de m¶ethodes sophistiqu¶ees qui
r¶elµevent de ce sch¶ema g¶en¶eral mais qui se d¶emarquent les unes des autres par le choix de
coordonn¶ees et de repr¶esentations ou par la m¶ethode employ¶ee pour raccorder la fonction
d'onde µa distance µa ¯nie µa sa solution asymptotique. Il s'agit entre autre des m¶ethodes
HyperSpherical Close-Coupling(HSCC) [12], Convergent Close-Coupling(CCC) [13] et
R-Matrix [14].

1.4 Etats doublement excit¶es

1.4.1 Premiµeres observations et interpr¶etations

Les premiµeres observations des ¶etats doublement excit¶es sont dues µa Madden et Codling
[15]. En dirigeant un rayonnement synchrotron sur l'¶etat fondamental1Se de l'atome
d'h¶elium, ils ont observ¶e dans leur spectre d'absorption trois s¶eries d'¶etats1Po (favoris¶es
par les rµegles de s¶election dipolaires), d'intensit¶es di®¶erentes, convergeant vers leseuil
d'ionisation N = 2. Or, le modµele des particules ind¶ependantes pr¶edisait trois s¶eries
d'¶egale intensit¶e : 2snp, 2pns et 2pnd. La di®¶erence dans les intensit¶es des s¶eries du
spectre enregistr¶e ¶etait donc la signature des corr¶elations ¶electroniques n¶eglig¶eesdans le
modµele des particules ind¶ependantes. Par cons¶equent, les pr¶edictions th¶eoriques sur les
positions des r¶esonances des deux s¶eries dominantes observ¶ees ¶etaient ¶egalement erron¶ees.

Cooperet al. [16] proposµerent une explication bas¶ee sur le fait que les ¶etats (2`n` 0) 1Po,
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qui sont d¶eg¶en¶er¶es dans le modµele µa particules ind¶ependantes, sont fortement coupl¶es par
l'interaction ¶electron-¶electron 1=r12. Ils sugg¶erµerent les combinaisons lin¶eaires suivantes

(sp;2n+) =
1

p
2

(2snp + 2pns) ; (1.3a)

(sp;2n¡ ) =
1

p
2

(2snp ¡ 2pns) ; (1.3b)

(2p; nd) = 2 pnd; (1.3c)

qui diagonalisent 1=r12 dans le sous-espace concern¶e. En analysant la structure de ces
fonctions d'onde, ils ¶etablirent que la s¶erie (sp;2n+) [( sp;2n¡ )] correspondait µa un mou-
vement en phase [en opposition de phase] des deux ¶electrons. Les fonctions (sp;2n+),
contrairement aux fonctions (sp;2n¡ ), avaient donc une amplitude non nulle pour des
con¯gurations oµu les deux ¶electrons sont proches du noyau. Il en r¶esultait donc un recou-
vrement important entre l'¶etat initial et les ¶etats de la s¶erie (sp;2n+), qui s'a±rmait donc
comme la plus intense. Les calculs bas¶es sur sur ces combinaisons lin¶eaires permettent de
retrouver approximativement les positions des r¶esonances observ¶ees exp¶erimentalement.
Cependant, ils restent n¶eanmoins bas¶es sur l'hypothµese que la r¶epulsion bi¶electronique
peut être trait¶ee au premier ordre de perturbation. Or, on sait que dans le cas de l'atome
d'h¶elium, oµu la charge du noyau est comparable µa celle de l'¶electron, cette hypothµesene
pourra pas s'¶etendre aux ¶etats doublement excit¶es ¶elev¶es. En d¶epit de cette limite pr¶e-
visible, cette approche fournit un sch¶ema de classi¯cation trµes utile, qui a ¶et¶e ¶etendu et
syst¶ematis¶e par d'autres auteurs comme nous le verrons au paragraphe suivant.

1.4.2 Les di®¶erentes classi¯cations des ¶etats doublement excit¶es

Pour d¶ecrire les ¶etats doublement excit¶es, Herricket al. [17] utilisent les propri¶et¶es
du groupe de sym¶etrieSO(4). En se pla»cant dans une sym¶etrie2S+1 L¼, ils obtiennent la
repr¶esentation

¯
¯NnKT ; 2S+1 L¼

®
, qui diagonalise approximativement le terme de r¶epulsion

¶electronique dans le sous espace des ¶etats sph¶eriques
¯
¯N` 1n`2; 2S+1 L¼

®
, soit

¯
¯NnKT ; 2S+1 L¼

®
=

X

`1 `2

¯
¯N` 1n`2; 2S+1 L¼

®
D KT L¼

N` 1n` 2
; (1.4)

avec

D KT L¼
N` 1n` 2

= ( ¡ 1)`2 [(n + K + T)(n + K ¡ T)(2`1 + 1)(2 `2 + 1)] 1=2

£

8
>>>><

>>>>:

N ¡ 1
2

n¡ 1
2

n+ K + T ¡ 1
2

N ¡ 1
2

n¡ 1
2

n+ K ¡ T ¡ 1
2

`1 `2 L

9
>>>>=

>>>>;

p
2 ¡ ±T 0; (1.5)
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Les conditions de non nullit¶e du symbole 9j [18] dans l'expression deD KT L¼
N` 1n` 2

imposent
que

T = 0; 1; : : : ;min(L; N ¡ 1) (1.6a)

K = N ¡ 1 ¡ T; N ¡ 3 ¡ T; : : : ; ¡ N + 3 + T; ¡ N + 1 + T: (1.6b)

Pr¶ecisons que cette classi¯cation se r¶evµele plus adapt¶ee pour des ¶etats doublement excit¶es
n = N puisque dans ce cas,K et T deviennent des nombres quantiques quasi-exacts.
Pour les ¶etats 1Po, T ne prend que deux valeurs possibles : 0 et 1. Par cons¶equent,
pour un seuil d'ionisation N donn¶e, il y a 2N ¡ 1 di®¶erentes s¶eries de Rydberg. Nous
noterons un ¶etat doublement excit¶e parN (K; T )n pour d¶esigner le ketjNnKT ; 1Poi .
Cette nouvelle classi¯cation des ¶etats doublement excit¶es a permis une avanc¶ee notable
dans la compr¶ehension des atomes µa deux ¶electrons. Elle est d'ailleurs la classi¯cation la
plus utilis¶ee actuellement. L'interpr¶etation physique des nouveaux nombres quantiquesK
et T n'apparâ³t clairement que dans la limiten ! 1 . Le calcul de la valeur moyenne de
l'angle mutuel µ12 des deux ¶electrons est particuliµerement ¶eclairant. En e®et, nous avons
dans cette limite

hNnKT j cosµ12 jNnKT i = ¡
K
N

: (1.7)

En d'autres termes,K mesure la valeur moyenne de cosµ12 quand un des ¶electrons est
trµes excit¶e (n À N ), c'est-µa-dire la corr¶elation angulaire entre les deux ¶electrons. Ainsi,
pour les ¶etatsK > 0, les deux ¶electrons se trouvent de part et d'autre du noyau, tandis
que pour les ¶etatsK < 0, les deux ¶electrons sont du même côt¶e. Il en r¶esulte que, plusK
est grand, plus il est facile pour deux ¶electrons de s'approcher simultan¶ement du noyau, et
plus le recouvrement avec les niveaux deN inf¶erieur est favoris¶e. Par cons¶equent, l'auto-
ionisation est favoris¶ee pour les ¶etats de grande valeur deK . Cette interpr¶etation du
nombre quantiqueK n'est cependant pas complµete, ¶etant donn¶e qu'il n'est un bon nombre
quantique que pourN = n. Quant au nombre quantiqueT, il correspond µa la projection du
moment angulaire de l'¶electron de la couche interne sur la direction de l'¶electron externe.
Trµes r¶ecemment, Themeliset al. [19] ont montr¶e que le nombre quantiqueF = N ¡ K ¡ 1
caract¶erisait mieux les ¶etats doublement excit¶es que le nombre quantiqueK lui-même,
en particulier quand N crô³t ou quand les excitations dues aux corr¶elations deviennent
importantes.

La classi¯cation d'Herrick ne fournit aucune information sur les corr¶elations radiales
des ¶electrons. Elle a donc a ¶et¶e compl¶et¶ee plus tard par Lin [20] qui a introduit un nouveau
nombre quantiqueA appel¶e nombre quantique de corr¶elation radiale. Pour cela, il s'est
int¶eress¶e µa la structure nodale de la fonction d'onde par rapport µa l'angle hypersph¶erique
® = arctan( r2=r1), r i ¶etant la coordonn¶ee radiale de l'¶electroni . La valeur particuliµere
® = ¼=4 correspond µa la situation oµu les deux ¶electrons se trouvent µa ¶egale distance du
noyau. Si la fonction d'onde est sym¶etrique par rapport µa® = ¼=4, alorsA = +1. Si, par
contre, elle est antisym¶etrique par rapport µa® = ¼=4, alorsA = ¡ 1. Pour des fonctions
d'onde ni sym¶etriques ni antisym¶etriques,A = 0.

Dans les ann¶ees 90, une autre classi¯cation, inspir¶ee de l'approximation adiabatique de
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Born-Oppenheimer en Physique Mol¶eculaire, a ¶et¶e introduite par Feagin et Briggs [21]. Ces
auteurs utilisent un r¶ef¶erentiel "mol¶eculaire" li¶e au systµeme (e¡ He++ ¡ e) en d¶e¯nissant
les coordonn¶ees sph¶eroÄ³dales

¸ =
r2 + r1

r
; (1.8a)

¹ =
r2 ¡ r1

r
; (1.8b)

oµu r est la distance ¶electron-¶electronr = j¡! r 2 ¡ ¡! r 1j. Ces coordonn¶ees sont compl¶et¶ees
par l'angle ' qui r¶epµere l'orientation du plan form¶e par les trois particules autour de
l'axe inter¶electronique par rapport µa l'une de ses positions choisie comme origine. Cette
classi¯cation dite "mol¶eculaire" est bas¶ee sur le fait que, dans l'approximation oµu on traite
la variable r adiabatiquement, le hamiltonien µa deux centres (li¶es aux deux ¶electrons)
est s¶eparable dans le systµeme de coordonn¶ees sph¶eroÄ³dales. Cette s¶eparabilit¶e conduit µa
introduire de nouveaux nombres quantiquesn¸ , n¹ ; qui d¶enombrent le nombre de n¾uds
des fonctions d'onde solutions des ¶equations en¸ et ¹ respectivement, etm qui repr¶esente
le nombre quantique angulaire correspondant µa la projection du moment angulaire total
sur l'axe inter¶electronique. Ils sont reli¶es aux nombres quantiquesK , T et A par [21]

n¸ =
1
2

(N ¡ K ¡ 1 ¡ T)

[n¹ =2] =
1
2

(N + K ¡ 1 ¡ T) (1.9)

m = T

(¡ 1)n ¹ = A:

La notation [n¹ =2] d¶esigne la partie entiµere den¹ =2.

Revenons sur le spectre de la ¯gure (1.1). Nous venons de montrer que les ¶etats dou-
blement excit¶es peuvent être caract¶eris¶es par la classi¯cation d'Herrick, ou de fa»con ¶equi-
valente par celle de Feagin et Briggs. Cependant, ces classi¯cations d¶ecrivent trµes bien
les ¶etats autoionisants convergeant jusqu'au quatriµeme seuil d'ionisation simple. A partir
du seuil N = 5, les premiers membres des s¶eries principales convergeant vers un seuilN
donn¶e se recouvrent avec les membres den grands des s¶eries convergeant vers le seuil
N ¡ 1. C'est pourquoi ils perturbent les s¶eries en question, ce qui justi¯e qu'on les quali¯e
de "perturbers". Ces interactions entre les ¶etats doublement excit¶es deviennent de plus en
plus importantes au fur et µa mesure que l'on se rapproche du seuil de double ionisation, fai-
sant apparâ³tre ainsi un r¶egime chaotique caract¶eris¶e par des °uctuations d'Ericsson [22].
Cette r¶egion d'¶energie fait actuellement l'objet de nombreuses ¶etudes th¶eoriques [22{24].

Dans ce m¶emoire, nous utiliserons la classi¯cation d'Herrick pour caract¶eriser les ¶etats
doublement excit¶es.
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1.4.3 Les ¶etudes exp¶erimentales

Jusque dans les ann¶ees 90, les ¶etudes exp¶erimentales des ¶etats doublement excit¶es de
He portaient essentiellement sur les s¶eries de Rydberg convergeant vers le seuilN = 2
[15,25,26] et sur les premiers membres des s¶eries principalesT = 1; K = N ¡ 2 convergeant
vers un seuil d'ionisationN · 5 [26{30]. Ces s¶eries ¶etant observ¶ees dans les sections
e±caces totales de photoabsorption¾ou de photoionisation¾+ .

L'avµenement des sources de rayonnement synchrotron de troisiµeme g¶en¶eration et le
d¶eveloppement de monochromateurs µa haute r¶esolution d¶edi¶es µa ces sources ont permis
d'obtenir ces sections e±caces d'ionisation avec une pr¶ecision renouvell¶ee. Par ailleurs, le
d¶eveloppement des spectromµetres d'¶electrons a stimul¶e les mesures des sections e±caces
partielles et di®¶erentielles, comme nous l'avons signal¶e en 1.2. Pour observer les ¶etatsdou-
blement excit¶es qui convergent vers un seuilN donn¶e, on r¶ealise des exp¶eriences oµu l'on
fait varier l'¶energie ! du rayonnement incident sous ce seuil, et on d¶etecte les ¶electrons
¶eject¶es avec l'¶energie! ¡ I +

n , n < N . Le signal mesur¶e repr¶esente alors soit les sections ef-
¯caces partielles int¶egr¶ees¾n (! ) soit les sections e±caces partielles di®¶erentiellesd¾n=d­,
selon que l'on a ou pas accµes µa une information angulaire. A l'aide de ces techniques,
on a alors mesur¶e¾[31], et les sections e±caces partielles totales et di®¶erentielles dans
lesquelles les ¶etats autoionisants se manifestent plus distinctement que dans les sections
e±caces totales de photoabsorption¾ou de photoionisation¾+ . Les r¶esonances double-
ment excit¶ees jusqu'au seuil d'ionisationN = 9 [32, 33] et jusqu'au seuilN = 13 [34]
ont pu alors être observ¶ees dans les spectres des sections e±caces totales¾+ et partielles
¾n d'ionisation laissant l'ion r¶esiduelHe+ dans un ¶etatn < N donn¶e. Le groupe de [33]
µa Berlin s'est en outre int¶eress¶e aux spectres des paramµetres d'asym¶etrie¯ + et ¯ n dans
lesquels il a not¶e la manifestation spectaculaire des ¶etats doublement excit¶es. Quelques
ann¶ees plus tôt, ces mesures avaient ¶et¶e faites mais ¶etaient limit¶ees µa la r¶egion d'¶energie
inf¶erieure µaI +

5 [35].

Trµes r¶ecemment, les ¶etats doublement excit¶es ont ¶et¶e observ¶es non pas par autoionisa-
tion vers le continuum simple avec ou sans excitation mais par voie de °uorescence [36,37].
Dans cette cat¶egorie d'exp¶eriences, on d¶etecte le rayonnement VUV produit par d¶esexci-
tation de l'¶etat doublement excit¶e vers un ¶etat de basse ¶energie, en g¶en¶eral l'¶etat fonda-
mental. Les sections e±caces partielles peuvent être obtenues par une analyse du rayon-
nement de °uorescence. Une telle analyse permet de fournir des informations aussi bien
sur le nombre quantique principalN que sur le moment angulaire dè de l'¶etat excit¶e.
Ce qui se pr¶esente comme un avantage compar¶e aux techniques d¶ecrites plus haut compte
tenu de la d¶eg¶en¶erescence des sous-niveauxN` . Des sections e±caces partielles¾N` ont
¶et¶e mesur¶ees et ont permis d'observer de nouvelles s¶eries de Rydberg.
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1.4.4 Les ¶etudes num¶eriques

Un trµes grand nombre d'investigations num¶eriques des ¶etats doublement excit¶es a per-
mis d'am¶eliorer notre compr¶ehension des corr¶elations ¶electroniques dans les systµemes µa
deux ¶electrons. Ces investigations consistent, dans la majorit¶e des cas, en un calcul direct
des r¶esonances en diagonalisant un hamiltonien µa deux ¶electrons transform¶e dans une
base de fonctionsL 2 donn¶ee. La transformation employ¶ee est la rotation complexe [38,39]
qui s'est r¶ev¶el¶ee particuliµerement adapt¶ee µa divers systµemes atomiques dont les ¶etats sont
coupl¶es au continuum. Cette technique permet d'utiliser des m¶ethodes d¶edi¶ees aux ¶etats
li¶es pour calculer les positions, les largeurs et les fonctions d'onde des ¶etats autoionisants
ainsi que les sections e±caces totales d'ionisation.

Fig. 1.2 { Valeurs propres du hamiltonien tourn¶e dans le plan complexe.

La rotation complexe est r¶ealis¶ee en e®ectuant les op¶erationsr ! r exp(iµ) et p !
pexp(¡ iµ) [39], oµu l'angle de rotationµ est quelconque. Le hamiltonien tourn¶e r¶esultant
n'est plus hermitique mais complexe sym¶etrique avec des valeurs propres complexes. Ce
qui signi¯e que les propri¶et¶es du continuum sont repr¶esent¶ees par une base discrµete. Pour
µ · ¼=2, le spectre du nouveau hamiltonien possµede les propri¶et¶es suivantes [40] qui sont
illustr¶ees dans le plan complexe par la ¯gure (1.2) :

{ les ¶energies des ¶etats li¶es sont identiques µa celles du hamiltonien non tourn¶e. Elles
sont donc r¶eelles et ne d¶ependent pas deµ; elles sont repr¶esent¶ees par des cercles
pleins sur la ¯gure (1.2) ;

{ les seuils d'ionisation simple sont identiques donc ¶egalement r¶eels et ind¶ependants
de µ. Ils sont indiqu¶es parI +

N sur la ¯gure (1.2) ;
{ les continua sont tourn¶es de¡ 2µ µa partir de chaque seuil d'ionisation simple par

rapport µa l'axe de la partie r¶eelle ; ils sont represent¶es par des lignes pointill¶ees
parallµeles sur la ¯gure (1.2) ;

{ des valeurs propres complexesEres apparaissent dans le demi-plan complexe inf¶erieur
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dµes queµ est plus grand que1
2 argEres . Ces valeurs propres complexes sont associ¶ees

aux paramµetres de r¶esonance commeEres = Er ¡ i ¡ =2, oµuEr et ¡ sont la position
et la largeur de la r¶esonance respectivement. Elles sont repr¶esent¶ees par des cercles
vides. Le cercle en pointill¶e sur la ¯gure (1.2) repr¶esente une r¶esonance qui reste
"cach¶ee" pour l'angle de rotation utilis¶ee.

Cette m¶ethode a ¶et¶e largement utilis¶ee par di®¶erents auteurs, les approches ne di®¶erant
que par le choix des fonctions de la base. Tandis que Hoet al. [39] utilisent des fonctions de
type Hylleraas, l'approche la plus aboutie repose sur une base de fonctions sturmiennes uti-
lisant les coordonn¶ees p¶erim¶etriques [23,41]. La base des fonctions sturmiennes a l'avantage
qu'elle conduit µa des structures bandes de la repr¶esentation matricielle du hamiltonien.
Avec les solutions du problµeme (valeurs et vecteurs propres), les auteurs sont capables de
discuter de la structure spectrale du systµeme atomique qu'ils ¶etudient, l'atome de l'h¶e-
lium par exemple, de son ¶etat fondamental jusqu'au domaine d'¶energie correspondant au
r¶egime chaotique. Ils peuvent en outre reconstituer les sections e±caces totales en cal-
culant la matrice de transition entre les ¶etats initial (en g¶en¶eral l'¶etat fondamental) et
¯nal du continuum simple, ce qui permet de valider toute l'approche par une comparaison
directe avec les spectres exp¶erimentaux. Cependant, dans son ¶etat actuel, la m¶ethode ne
fournit pas le paramµetre d'asym¶etriē , ni les sections e±caces partielles int¶egr¶ees (¾n ) ou
di®¶erentielles (̄ n ). C'est ¶evidemment regrettable puisque ces di®¶erents spectres r¶evµelent
nombre de structures qui ne sont pas visibles dans la section e±cace totale¾+ , comme
on l'a d¶ejµa not¶e au paragraphe pr¶ec¶edent, et permettent donc une comparaison optimale
entre l'exp¶erience et la th¶eorie.

1.5 Le double continuum

1.5.1 Etudes exp¶erimentales

La troisiµeme partie du spectre deHe comprend les ¶etats du double continuum coupl¶es
au continuum simple avec et sans excitation. La dynamique µa trois corps dans cette r¶egion
d'¶energie a fait l'objet de nombreuses ¶etudes exp¶erimentales par photoionisation deHe.
Comme dans les cas pr¶ec¶edents des ¶etats du continuum simple ou des ¶etats doublement
excit¶es, les sch¶emas exp¶erimentaux d¶ependent des quantit¶es que l'on veut mesurer. Si l'on
s'int¶eresse µa la section e±cace totale int¶egr¶ee de double ionisation, il su±t de compter
les ionsHe++ produits par absorption d'un photon d'¶energie! > I ++ . Pour acc¶eder µa la
SDCS d¶e¯nie en 1.2, il faut analyser l'¶energie des ¶electrons ¶emis qui permet de discerner
s'ils sont issus de l'ionisation simple ou d'une ionisation double. Pour acc¶eder µa la DDCS,
une analyse angulaire est de plus n¶ecessaire. Pour acc¶eder µa la TDCS, il est n¶ecessaire
de d¶etecter deux particules en coÄ³ncidence, soit un ¶electron et l'ionHe++ , soit les deux
¶electrons ionis¶es. Ce qui revient au même, ¶etant donn¶e les lois de conservation de l'¶energie
et de l'impulsion. Les premiµeres exp¶eriences de ce type ont consist¶e µa placer un analyseur
d'¶electron µa un angle ¯xe et µa balayer un secteur angulaire aussi ¶etendu que possible avec
un second analyseur mobile [42].
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Les d¶eveloppements technologiques ont assur¶e l'¶evolution des spectromµetres. On est
pass¶e des spectromµetres de premiµere g¶en¶eration d¶ecrits dans le paragraphe pr¶ec¶edent µa
des spectromµetres de deuxiµeme g¶en¶eration. Ceux-ci permettent de d¶enombrer toutes les
coÄ³ncidences qui se produisent entre un d¶etecteur classique ¯xe et un d¶etecteur sensible en
position [43] qui recueille tous les ¶electrons ¶emis dans un plan donn¶e. Puis, des spectro-
mµetres sophistiqu¶es dits de troisiµeme g¶en¶eration ont fait leur apparition. Ils permettent la
d¶etection simultan¶ee de tous les ¶ev¶en¶ements qui se produisent dans tout l'espace ; c'est la
technique COLTRIMS (COLd-Target Recoil-Ion Momentum Spectroscopy) [44]. La com-
binaison de ce type de spectromµetre µa une source de rayonnement synchrotron conduit µa
des "exp¶eriences complµetes"oµu tous les paramµetres de l'¶etat initial (l'¶energie! et la polari-
sation du rayonnement incident) et de l'¶etat ¯nal (les vecteurs d'onde des deux ¶electrons)
sont parfaitement d¶etermin¶es. Dans ce cas, toutes les sections e±caces sont accessibles :
les sections e±caces di®¶erentielles en angle et en ¶energie, et les sections e±caces int¶egr¶ees.

1.5.2 La probl¶ematique th¶eorique du double continuum

Nous avons vu que la description du continuum simple ne posait pas de di±cult¶es ma-
jeures ¶etant donn¶e que la forme g¶en¶erale de la solution asymptotique du problµeme ¶etait
connue. Par contre, dans le cas du double continuum, la solution g¶en¶erale du problµeme
asymptotique d¶e¯nie parr1 ! 1 , r2 ! 1 , oµu r1 et r2 sont les distances ¶electron-noyau,
n'est pas connue. En e®et, quelle que soit la taille du systµeme, mesur¶ee par le rayon
hypersph¶eriqueR =

p
r 2

1 + r 2
2, le problµeme conserve sa nature "µa 3 corps" µa cause de la

longue port¶ee des interactions coulombiennes. La th¶eorie standard des collisions qui d¶ecrit
correctement le continuum simple se r¶evµele alors inadapt¶ee. Elle a n¶eanmoins ¶et¶eappli-
qu¶ee µa l'¶etude du double continuum, par exemple, dans les m¶ethodes CCC (Convergent
Close-Coupling) [45] ou HSCC (Hyperspherical Close-Coupling) [12]. Dans ces m¶ethodes,
l'espace est divis¶e en deux r¶egions et la solution exacte obtenue dans la r¶egion interne
est raccord¶ee µa la solution asymptotique par nature incorrecte. Les r¶esultats ne seront
raisonnables que si le raccordement est e®ectu¶e assez loin, en d'autres termes si la taille
de la r¶egion interne est trµes grande, et si l'on r¶etablit l'¶equivalence des ¶electrons bris¶ee
par la distinction ¶electron li¶e-¶electron du continuum. Nous ne nous attardons pas sur ces
techniques qui ¶evacuent la sp¶eci¯cit¶e du problµeme physique r¶eel mais dont la carence a
orient¶e les chercheurs vers des approches plus originales.

Sur un plan historique, l'approche de Wannier, bas¶ee sur l'analyse des ¶equations clas-
siques du mouvement, a ¶et¶e la premiµere µa produire des r¶esultats quantitatifs sur le double
continuum [46]. Elle a eu une trµes forte in°uence sur le domaine. Nous d¶eveloppons cette
approche au paragraphe 1.5.3.

Une autre cat¶egorie d'¶etudes consiste µa mod¶eliser le comportement asymptotique par
un choix appropri¶e de fonctions d'onde. Le fait que ces fonctions n'aient guµere de valeur
pour de petites tailles du systµeme limite la port¶ee de ces modµeles qui ne peuvent donner
lieu µa des pr¶edictions quantitatives ¯ables. Cependant, ces ¶etudes ont permis d'analy-
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ser qualitativement les propri¶et¶es du double continuum. Un exemple de ces di®¶erentes
approches sera d¶ecrit au paragraphe 1.5.4.

Pour ¯nir, on distingue un dernier groupe d'investigations th¶eoriques qui s'a®ran-
chissent de la connaissance pr¶ealable de la solution asymptotique du problµeme du double
continuum. On verra au paragraphe 1.5.5 que c'est le cas des m¶ethodes bas¶ees sur la rota-
tion complexe ou utilisant une propagation temporelle ou spatiale. Ces m¶ethodes s'avµerent
capables de reproduire quantitativement les r¶esultats des mesures. Elles constituent donc
un possible substitut µa l'exp¶erience, illustrant ainsi la notion "d'exp¶erience num¶erique".

1.5.3 Th¶eorie de Wannier

En 1953, Wannier [46] s'int¶eresse µa la d¶ependance en ¶energie de la section e±cace
int¶egr¶ee pour un processus de "double fuite ¶electronique" oµu deux ¶electrons sont ¶eject¶es
d'un c¾ur ionique de chargeZ , et ceci au voisinage du seuil de ce processus. Qu'il s'agisse
de l'ionisation par impact ¶electronique ou de la double ionisation par photoabsorption,
ses conclusions sont identiques. Autrement dit, cette d¶ependance ne tient pas compte du
m¶ecanisme qui conduit µa la double fuite. Il est ¶evident que cette d¶ependance ne peut
s'¶etablir que dans la r¶egion de l'espace oµu le potentiel d'interaction coulombienneentre les
trois particules est inf¶erieur ou ¶egal µa cet excµes d'¶energie. Ce potentiel a pour expression
en coordonn¶ees hypersph¶eriques

V(R; ®; µ12) =
1
R

·
¡

Z
cos®

¡
Z

sin®
+

1
p

1 ¡ sin 2®cosµ12

¸
; (1.10)

oµuR est le rayon hypersph¶erique donn¶e parR =
p

r 2
1 + r 2

2, et ® = arctan r2=r1 est d¶esign¶e
comme l'angle de corr¶elation radiale. Comme le potentielV est en 1=R, lorsqueE est trµes
faible, c'est donc la r¶egion oµuR est trµes grand, et par cons¶equentV trµes faible ¶egalement,
qui est d¶eterminante du point de vue de la d¶ependance enE des grandeurs physiques.
Dans cette r¶egion, oµu le potentiel varie trµes lentement avecR, on peut alors traiter le
problµeme de maniµere classique et c'est ce qu'a fait Wannier. Il a ainsi obtenu la loi de
seuil pour la section e±cace de double ionisation

¾++ = CEm ; (1.11)

avec m = 1
4

³ p
(100Z ¡ 9)=(4Z ¡ 1) ¡ 1

´
. Cette loi a ¶et¶e con¯rm¶ee exp¶erimentalement

20 ans plus tard [3]. Les id¶ees de Wannier ne se limitent pas µa l'¶equation (1.11). La beaut¶e
de sa th¶eorie r¶eside davantage dans la r¶ev¶elation du rôle cl¶e que joue une g¶eom¶etrie
particuliµere du systµeme µa trois corps form¶e du c¾ur ionique et de deux ¶electrons. Pour
mettre en ¶evidence cette g¶eom¶etrie, analysons le potentiel (1.10) repr¶esent¶e sur la ¯gure
(1.3) dans le cas de l'atome de l'h¶elium (Z = 2) pour R = 10 u.a., en fonction de® et de
µ12.

Pour cela, consid¶erons une coupe de la surface repr¶esent¶ee sur la ¯gure (1.3) enµ12

constant, en particulier enµ12 = ¼. La courbe obtenue pr¶esente une barriµere qui culmine en
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Fig. 1.3 { Potentiel coulombien µa trois corps en coordonn¶ees sph¶eriques en fonction de®
et µ12.
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® = ¼=4 et deux puits attractifs in¯nis en ® = 0 et ¼=2. Les puits deviennent plus ¶etroits
quand R devient plus grand. Ils correspondent µa des situations physiques oµur1 À r2 ou
inversement, c'est-µa-dire un des ¶electrons est proche du c¾ur ionique tandis que l'autre
en est trµes ¶eloign¶e, ou r¶eciproquement. Cette situation correspond physiquement µa une
ionisation simple. D'un autre côt¶e, quandR crô³t, le sommet de la barriµere tend vers 0 et
celle-ci s'aplatit si bien qu'on obtient un plateau qui correspond µar1 et r2 grands.

Nous avons alors une position d'¶equilibre instable en® = ¼=4. Ceci veut dire que pour
de petites valeurs deR, la barriµere est pentue de sorte que la dur¶ee de vie de l'¶etat µa deux
¶electrons y est trµes courte ; un des ¶electrons va ainsi se retrouver trµes rapidement dans
un des puits in¯nis localis¶es en® = 0 ou en ® = ¼=2. Pour de grandes valeurs deR par
contre, la paire d'¶electrons arrive µa se stabiliser sur le plateau central pendant un temps
relativement long, voire in¯ni. A partir de cette analyse qualitative, on peut d¶ejµapr¶evoir
que la simple ionisation est le processus dominant.

Consid¶erons maintenant un autre plan de coupe, cette fois µa® constant, en particulier
® = ¼=4 qui correspond µa la "crête de Wannier". La section obtenue pr¶esente des barriµeres
in¯nies en µ12 = 0 et 2¼ qui correspondent µa la divergence de la r¶epulsion ¶electron-
¶electron. Entre ces deux barriµeres, on remarque une position d'¶equilibre stable enµ12 = ¼.
Au regard de la ¯gure (1.3), le potentiel coulombien µaR ¯xe en fonction de® et de µ12 a
la forme d'une selle de cheval oµu les puits in¯nis en (® = 0; µ12 = ¼) et (® = ¼=2; µ12 = ¼)
correspondent aux ¶etriers et les barriµeres in¯nies (® = ¼=4; µ12 = 0) et ( ® = ¼=4; µ12 = 2¼)
aux pommeaux. La ligne joignant les barriµeres in¯nies croise la crête de Wannier en un
point d'¶equilibre (® = ¼=4; µ = ¼) stable par rapport µaµ12 mais instable par rapport®
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qui joue un trµes grand rôle dans la double ionisation. Cette con¯guration correspond µa la
g¶eom¶etrie oµu les deux ¶electrons sont µa ¶egale distance et de part et d'autre du c¾ur ionique
laquelle minimise la r¶epulsion bi¶electronique. Les deux ¶electrons, d¶ecrits collectivement,
auront tendance µa s'¶echapper de l'attraction du noyau s'ils arrivent µa se maintenir sur
la crête de Wannier® = ¼=4 au lieu de tomber dans les puits. On comprend ais¶ement
que la double ionisation n'est assur¶ee que pour de grandes valeurs deR pour lesquelles le
plateau est large, et donc plus stable.

La g¶eom¶etrie particuliµere que nous venons de mettre en ¶evidence a inspir¶e plusieurs
th¶eories qui se r¶eclament de Wannier. Elles s'int¶eressent µa la dynamique des ¶electrons du
double continuum au voisinage du point selle. Nous pouvons citer les th¶eories semiclas-
siques [47{49] ou les th¶eories quantiques [50]. Elles apportent des informations qualitatives
sur la r¶epartition de l'excµes d'¶energie entre les deux ¶electrons et sur la direction d'¶emission
de ceux-ci.

1.5.4 Construction des solutions analytiques approch¶ees dans la
r¶egion asymptotique

Nous pr¶esentons dans ce paragraphe la m¶ethode 3C (Three Coulomb wave functions)
qui rentre dans la classe des m¶ethodes qui mod¶elisent la solution du problµeme asympto-
tique. Cette m¶ethode, introduite par Brauner, Briggs et Klar [51], d¶ecrit de maniµere trµes
simple le problµeme asymptotique du double continuum. Elle est bas¶ee sur l'id¶ee physique
que la nature µa trois corps du problµeme, qui s'ancre dans l'¶egale importance des inter-
actions ¶electron 1 - noyau, ¶electron 2 - noyau et ¶electron - ¶electron, sera bien exprim¶ee
par une fonction d'onde oµu ces trois interactions seront trait¶ees sur un pied d'¶egalit¶e. Par
cons¶equent, la solution asymptotique s'¶ecrit comme un produit de trois fonctions d'onde
coulombiennes dont chacune est associ¶ee µa une paire de particules en interaction, d'oµu
son nom de m¶ethode 3C. Chaque fonction d¶epend d'une charge e®ective qui peut être
ajust¶ee pour prendre en compte les e®ets d'¶ecrantage dus µa la particule "¶etrangµere" µa la
paire concern¶ee. Ces fonctions, d¶eduites d'arguments physiques trµes qualitatifs, consti-
tuent des solutions approch¶ees du problµeme dans certaines r¶egions de l'espace oµu l'une au
moins des distances interparticulaires est grande. A cause de ce caractµere approch¶e, les
r¶esultats obtenus au moyen de ces m¶ethodes d¶ependent de la jauge dans laquelle l'¶equa-
tion de SchrÄodinger est r¶esolue. Cependant, µa d¶efaut d'être des m¶ethodes pr¶edictives, ces
m¶ethodes se pr¶esentent comme des outils d'analyse qualitative des propri¶et¶es du double
continuum. Elles ont permis, par exemple, d'¶etudier le rôle de chacune des interactionsde
paire dans la dynamique du systµeme µa trois corps.
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1.5.5 Construction num¶erique de la solution physique dans tout
l'espace

La m¶ethode ECS (External Complex Scaling)

La m¶ethode ECS [52], appliqu¶ee µa la photoionisation double deHe, calcule la fonction
d'onde de l'¶etat atteint par l'atome aprµes absorption d'un photon. Celle-ci est solution
d'une ¶equation de SchrÄodinger stationnaire comportant un terme source et satisfait une
condition asymptotique d'onde sortante. Grâce µa une rotation complexe des coordonn¶ees
des ¶electrons dans la r¶egion ext¶erieure, l'information minimale sur la solution asympto-
tique que repr¶esente cette condition s'avµere su±sante pour d¶eterminer la solution. La
m¶ethode ne requiert donc pas la connaissance pr¶ealable de la solution asymptotique. La
rotation complexe ext¶erieure consiste µa red¶e¯nir les coordonn¶ees radiales des ¶electrons
comme

r i =

8
<

:

r i sir i < r 0

r0 + ( r i ¡ r0) exp(iÁ) si r i ¸ r0;
(1.12)

avec i = 1; 2 et Á qui peut prendre n'importe quelle valeur de 0 µa¼. Cette op¶eration de
rotation complexe permet que la condition asymptotique d'ondes sortanteseikr (aveck >
0) appliqu¶ee µa la fonction d'onde se ramµene µa une exponentielle d¶ecroissantee¡ k(r i ¡ r 0 ) sin Á

µa partir de r0 sans toutefois alt¶erer le comportement pourr i < r 0, dans la r¶egion interne.
On peut alors imposer µa la fonction d'onde de s'annuler enr i = rmax ; ce qui ¯xe la taille de
la bô³te dans laquelle les auteurs r¶esolvent l'¶equation de SchrÄodinger associ¶ee au problµeme
du double continuum. Cette r¶esolution utilise une repr¶esentation mixte de la fonction
d'onde, dont la d¶ependance angulaire est d¶evelopp¶ee sur la base des harmoniques bipolaires
sph¶eriques tandis que sa d¶ependance radiale est repr¶esent¶ee sur une grille radiale µa deux
dimensions. Le systµeme d'¶equations qui en d¶ecoule est de dimension trµes ¶elev¶ee (de l'ordre
de 106), c'est la raison pour laquelle les auteurs ont recours µa des ordinateurs massivement
parallµeles. Ceux-ci, n¶eanmoins, ne leur permettent tout de même pas de d¶epasser la valeur
r0 = 200 u.a. Les sections e±caces sont obtenues µa partir de calculs des °ux de la fonction
d'onde µa travers une hypersphµere de rayonr < r 0 ou par projection de celle-ci sur des
fonctions d'onde d¶ecrivant deux ¶electrons libres. La lourdeur num¶erique de cette m¶ethode
la rend trµes d¶ependante des performances des ordinateurs qui, en dernier lieu, d¶eterminent
ses limites. Avec les ressources actuelles, elle d¶ecrit parfaitement le double continuum de
quelques centaines d'eV µa quelques eV au-dessus du seuil de double ionisation, mais se
r¶evµele incapable de s'approcher davantage de celui-ci. Toutefois, cette limitation a ¶et¶e
repouss¶ee par d'autres auteurs en lui associant une technique de propagation [53].

La m¶ethode TDCC (Time Dependent Close-Coupling)

La m¶ethode TDCC [54] contourne la di±cult¶e li¶ee aux conditions asymptotiques en
adoptant une d¶emarche d¶ependante du temps. Les auteurs r¶esolvent l'¶equation de SchrÄo-
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dinger d¶ependante du temps pour un atome initialement dans son ¶etat fondamental, et
qui se met µa ¶evoluer µa partir de l'instantt = 0 sous l'e®et de son couplage dipolaire
avec le rayonnement excitateur. La fonction d'onde du systµeme est d¶ecompos¶ee dans la
base des harmoniques bipolaires et sur une grille radiale µa deux dimensions comme dans
la m¶ethode ECS. Cette propagation temporelle est faite num¶eriquement et se termine
quand le paquet d'onde arrive aux limites de la grille radiale µa deux dimensions d'une
extension d'environ 100 u.a (ou plus exactement avant d'atteindre ces limites pour ¶evi-
ter une r¶e°exion non physique). A cette distance, il est di±cile de consid¶erer que l'on se
trouve dans la r¶egion asymptotique ; ce qui constitue un pr¶ejudice pour une telle m¶ethode.
Les sections e±caces sont obtenues par projection de la fonction µa l'instant ¯nal sur des
fonctions asymptotiques approch¶ees. Ce qui rend les r¶esultats d¶ependant du choix des
fonctions asymptotiques. Cet aspect peut être consid¶er¶e comme une faiblesse de la m¶e-
thode µa laquelle il faut ajouter sa grosse consommation de ressources num¶eriques. Elle a
n¶eanmoins montr¶e une remarquable capacit¶e µa rendre compte des r¶esultats exp¶erimentaux
les plus vari¶es.

La m¶ethode H RM-SOW

Nous terminons cette revue des m¶ethodesab initio par la m¶ethode HRM-SOW [55]
que nous utilisons pour ce travail de thµese. Celle-ci r¶esoud la même ¶equation de SchrÄodin-
ger stationnaire et inhomogµene que la m¶ethode ECS, mais en combinant une technique
R-matrice avec l'approche semiclassique utilis¶ee dans la m¶ethode EWRM (Extended Wan-
nier Ridge Model) [49]. Elle r¶esoud le problµeme des conditions asymptotiques en propa-
geant dans l'espace la fonction d'onde d¶ecrivant l'¶etat ¯nal d'¶energieE. Elle ne ¯gure ici
que pour m¶emoire car nous la pr¶esentons en d¶etail au chapitre 2.

1.6 Vers une description th¶eorique uni¯¶ee de tous les
¶etats diexcit¶es

La brµeve revue ci-dessus fait apparâ³tre une certaine "sp¶ecialisation" des m¶ethodes
th¶eoriques disponibles, qui sont souvent d¶edi¶ees µa l'¶etude d'une partie sp¶eci¯que du
spectre, celle qui est situ¶ee au-dessous du seuil de double ionisation, par exemple, ou
bien celle qui est situ¶ee au-dessus. Il va de soi que de nombreux groupes s'e®orcent de
d¶epasser cette sp¶ecialisation relative. Ainsi, les m¶ethodes collisionnelles les plus sophisti-
qu¶ees, qui produisent des sections e±caces d'ionisation simple trµes pr¶ecises, peuvent être
consid¶er¶ees comme des outils d'¶etude des ¶etats doublement excit¶es : en e®et, une analyse
des spectres des sections e±caces en termes de pro¯l de Fano [56] permet de remonter
aux positions et aux largeurs des r¶esonances. Inversement, les m¶ethodes de rotation com-
plexe qui produisent directement les positions et les largeurs des r¶esonances peuvent être
utilis¶ees pour r¶eg¶en¶erer la section e±cace totale d'ionisation. Mon travail de thµese s'ins-
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crit dans cette d¶emarche. Nous verrons ainsi au ¯l des chapitres qui suivent, comment la
m¶ethode HRM-SOW, initialement d¶edi¶ee µa l'¶etude du double continuum, a ¶et¶e progres-
sivement ¶etendue µa l'¶etude de l'ionisation-excitation, puis µa celle des ¶etats doublement
excit¶es. Mon projet de post-doc, dans le groupe de A. Buchleitner [57] se situe dans la
même logique. Il consisterait µa ¶etendre la m¶ethode de rotation complexe utilis¶ee dans
le groupe pour d¶ecrire les ¶etats doublement excit¶es a¯n de lui permettre de g¶en¶erer les
sections e±caces partielles d'ionisation. On voit donc qu'une ¶evolution est engag¶ee qui
devrait aboutir µa une vision uni¯¶ee de tous les processus de diexcitation. Ce travail en est
partie prenante.
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Chapitre 2

La m¶ethode H RM-SOW pour
l'ionisation double

D¶evelopp¶ee par l'¶equipe de Malegat et al. [1, 2], la m¶ethodeHyperspherical R-
Matrix with Semiclassical Outgoing Waves , (HRM-SOW), est une approche ab-
initio initialement d¶edi¶ee µa l'¶etude des processus de double photoionisation de l'atome
d'helium

~! + He ! He++ + e¡ + e¡ :

Le bon accord de ses r¶esultats avec l'exp¶erience a permis d'¶etendre son cadre d'¶etude µa
une grande vari¶et¶e de situations dynamiques [3{5] ainsi qu'aux alcalino-terreux tels que
le b¶eryllium consid¶er¶es comme des systµemes µa deux ¶electrons actifs [6,7]. Dans ce type de
systµemes, le processus de double photoionisation ne peut être que direct, contrairement µa
ce qui se passe dans des cibles plus complexes oµu un processus Auger, par exemple, devient
possible. Dans cette r¶eaction, l'¶etat ¯nal est constitu¶e de deux ¶electrons et d'un noyau dou-
blement charg¶e. On a a®aire µa un problµeme coulombien µa trois corps id¶eal. Ce processus
¶el¶ementaire est fortement d¶ependant des corr¶elations ¶electroniques. En e®et, l'op¶erateur
dipolaire ¶etant mono¶electronique, la probabilit¶e de transition associ¶ee µa ce processus µa un
photon et deux ¶electrons dans le modµele des particules ind¶ependantes est nulle ; ce qui est
¶evidemment contraire aux observations exp¶erimentales. Donc la prise en compte des corr¶e-
lations ¶electroniques est un enjeu essentiel de la m¶ethode. Nous d¶erivons dans la premiµere
partie de ce chapitre l'¶equation de base de la m¶ethode que nous r¶esolvons en plusieurs
¶etapes d¶ecrites dans la deuxiµeme partie. Nous d¶ecrivons l'impl¶ementation num¶erique de
la m¶ethode dans la troisiµeme partie et nous terminons le chapitre en pr¶esentant quelques
r¶esultats importants qui valident la m¶ethode dans le domaine des basses ¶energies qui est
¶etudi¶e dans ce travail.
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2.1 Position du problµeme

2.1.1 Approximations

La m¶ethode vise µa mod¶eliser les exp¶eriences de photoionisation de l'h¶elium men¶ees
auprµes des sources de rayonnement synchrotron µa l'aide des dispositifs assurant la d¶e-
tection en coÄ³ncidence et l'analyse en direction et en ¶energie de tous les fragments de la
r¶eaction. Comme nous l'avons d¶ejµa not¶e, les exp¶eriences de ce type sont quali¯¶ees de "com-
plµetes" parce qu'elles d¶eterminent l'ensemble des paramµetres cin¶ematiques de l'¶etat ¯nal,
c'est-µa-dire les impulsions de tous les fragments. La pr¶ecision de ces exp¶eriences d¶e¯nit
la pr¶ecision que nous attendons de notre m¶ethode et par cons¶equent, les approximations
que nous pouvons nous permettre sans que la comparaison th¶eorie-exp¶erience s'en trouve
a®ect¶ee.

La r¶esolution ¶energ¶etique dans ce type d'exp¶eriences est au mieux de l'ordre de la
dizaine de meV [8,9], et les sections e±caces sont mesur¶ees avec une pr¶ecision relative qui
est au mieux de 10%. Dans ces conditions, nous pourrons n¶egliger les e®ets relativistes,
dont l'ordre de grandeur est donn¶e par les ¶ecarts spin-orbite dans le premier ¶etat3Po

de He, qui sont de l'ordre du centiµeme de meV [10]. Cette approximation conduit µa des
simpli¯cations importantes. Nous savons, en e®et, que la fonction d'onde d'un systµeme
µa deux ¶electrons peut s'¶ecrire sans approximation comme le produit d'une fonction des
variables de spin par une fonction des variables d'espace. Le hamiltonien n'agissant pas
sur le spin, et l'¶etat fondamental deHe ¶etant singulet, la fonction de spin est tout simple-
ment (jms1 = 1=2ms2 = ¡ 1=2i ¡ j ms1 = ¡ 1=2ms2 = 1=2i ) =

p
2. Notre traitement visera

donc µa d¶eterminer la fonction spatiale. Compte tenu de l'antisym¶etrie de la fonction de
spin dans l'¶echange des deux ¶electrons, le postulat de sym¶etrisation imposera µa la fonction
spatiale d'être sym¶etrique dans l'¶echange des coordonn¶ees d'espace des deux ¶electrons :
cette contrainte constituera le seul e®et sensible du spin dans le problµeme que nous trai-
tons. Nous pouvons ¶egalement consid¶erer que le noyau a une masse in¯nie, car l'erreur
relative commise, de l'ordre dem=M » 1=2000 c'est-µa-dire cinq pour dix mille (m ¶etant
la masse de l'¶electron etM celle du proton), n'a aucune chance d'a®ecter la comparaison
th¶eorie-exp¶erience. Nous supposerons donc que le noyau est immobile µa l'origine des coor-
donn¶ees dans le repµere du laboratoire, identi¯¶e au repµere du centre de masse du systµeme,
et nous assimilerons la masse r¶eduite µa la masse propre de l'¶electron.

Il est ¶egalement important de comparer l'ordre de grandeur du champ ¶electromagn¶e-
tique associ¶e au rayonnement synchrotron µa celui du champ intra-atomique. Pour cela,
consid¶erons une onde ¶electromagn¶etique plane de pulsation! et de vecteur d'onde

¡!
k .

Le °ux d'¶energie qui lui est associ¶e, c'est-µa-dire la quantit¶e d'¶energie traversant l'unit¶e de
surface perpendiculaire au vecteur d'onde

¡!
k pendant l'unit¶e de temps est donn¶ee dans le
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systµeme d'unit¶es MKSA rationalis¶e par

F =
1
2

"0cE2
0 ; (2.1)

oµu "0 est la permittivit¶e ¶electrique du vide,c la vitesse de la lumiµere etE0 le module du
champ ¶electrique d¶ecrivant l'onde ¶electromagn¶etique. Le °ux de photonsFphot s'en d¶eduit
en divisant par le quantum d'¶energie~! , ~ ¶etant la constante de Planck

Fphot =
1
2

"0c
E2

0

~!
: (2.2)

Calculons alors le °ux de photons qui serait n¶ecessaire pour produire un champ ¶electrique
de l'ordre du champ ¶electrique intra-atomique

Eat =
e

4¼"0 a2
0

=
m2e5

(4¼"0)3~4
; (2.3)

oµueest la charge de l'¶electron eta0 le rayon de Bohr. Avec"0 = 8:85£ 10¡ 2 s4.A2.m¡ 3.kg¡ 1,
c = 3 £ 108 m.s¡ 1, Eat = 5 £ 1011 V.m¡ 1, et en consid¶erant des photons d'¶energie~! = 100
eV = 1:6 £ 10¡ 17 J de l'ordre de grandeur du potentiel de double ionisation de l'h¶elium,
nous obtenonsFphot = 1031 photons£ s¡ 1£ mm¡ 2. Ce °ux est consid¶erablement sup¶erieur
µa celui qui est disponible en pratique au niveau des exp¶eriences. En e®et, même dans
le cas d'une source synchrotron de troisiµeme g¶en¶eration comme SOLEIL caract¶eris¶ee par
une brillance trµes ¶elev¶ee [11], le °ux disponible auprµes des exp¶eriences aprµes monochro-
matisation et focalisation du rayonnement, n'excµede pas 1012 µa 1013 photons£ s¡ 1£ mm¡ 2.
Nous pouvons donc être sûrs que le champ ¶electrique associ¶e au rayonnement incident
sera toujours trµes inf¶erieur au champ intra-atomique. Dans ces conditions, nous pourrons
traiter l'interaction atome-champ au premier ordre de perturbation. Par contre, le °ux de
photons du rayonnement incident est assez ¶elev¶e pour que le champ ¶electromagn¶etique
associ¶e soit d¶ecrit dans une formulation classique.

Pour en ¯nir avec les approximations, notons qu'un photon de 100 eV est associ¶e µa
une longueur d'onde de l'ordre de 120ºA trµes largement sup¶erieure aux dimensions du
systµeme atomique. Dµes lors, nous pourrons n¶egliger les variations spatiales du champ¶elec-
tromagn¶etique, ce qui constitue l'approximation dite dipolaire ou des grandes longueurs
d'onde.

2.1.2 Transformations unitaires et jauge

Il est bien connu que les pr¶edictions de la M¶ecanique Quantique sont invariantes si on
applique µa la fonction d'onde et aux observables une transformation unitaire quelconque.
Cette propri¶et¶e ouvre la possibilit¶e de formuler un même problµeme d'une multiplicit¶e de
fa»cons di®¶erentes et n¶eanmoins ¶equivalentes.
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Une forme particuliµere de °exibilit¶e apparâ³t lorsqu'on traite l'¶evolution d'un sys-
tµeme sous l'e®et de son interaction avec un champ ¶electromagn¶etique. Cette ¶evolution
est gouvern¶ee par une ¶equation de SchrÄodinger d¶ependante du temps qui se d¶eduit de sa
contrepartie en l'absence de champ au moyen de la prescription du couplage minimal

i
@
@t

! i
@
@t

¡ '; (2.4a)

¡ i
¡!
r ! ¡ i

¡!
r ¡

¡!
A : (2.4b)

Pr¶ecisons que nous employons dans tout ce m¶emoire (sauf mention contraire) les unit¶es
atomiques pour les grandeurs m¶ecaniques et les unit¶es gaussiennes pour le champ ¶elec-
tromagn¶etique. Dans l'expression ci-dessus,

¡!
A et ' sont les potentiels vecteur et scalaire

associ¶es au champ ¶electromagn¶etique. Il est important de noter que les quantit¶es qui in-
terviennent dans la dynamique ne sont pas les champs physiques eux-mêmes, mais les
potentiels abstraits dont ils d¶erivent, qui ne sont pas d¶e¯nis de maniµere unique. Ene®et,
le couple (

¡!
A 0; ' 0) qui se d¶eduit de (

¡!
A ; ' ) par la transformation de jauge

¡!
A 0 =

¡!
A +

¡!
r Â; (2.5a)

' 0 = ' ¡
@Â
@t

(2.5b)

oµuÂ est une fonction quelconque de l'espace et du temps, conduit aux mêmes champs ¶elec-
trique et magn¶etique. La fonction d'onde ª0 obtenue dans la jauge (

¡!
A 0; ' 0) conduira donc

aux mêmes pr¶evisions physiques que la fonction d'onde ª obtenue dans la jauge (
¡!
A ; ' ).

En d'autres termes, les fonctions d'onde ª0 et ª seront connect¶ees par une transformation
unitaire.

Dans ce travail, nous nous placerons tout d'abord en jauge de Coulomb (div
¡!
A =

0; ' = 0). Par la suite, µa partir de la formulation du problµeme obtenue, nous g¶en¶ererons
deux formulations ¶equivalentes, l'une grâce µa une transformation unitaire associ¶eeµa un
changement de jauge, l'autre grâce µa une transformation unitaire plus g¶en¶erale, et qui ne
se ramµene pas µa un changement de jauge.

2.1.3 Equation de base, fonction d'onde de photoabsorption

Le systµeme est initialement dans son ¶etat fondamental ª0, d'¶energieE0 et de sym¶etrie
1Se, solution de l'¶equation de SchrÄodinger ind¶ependante du temps

H0ª 0(¡! r 1; ¡! r 2) = E0ª 0(¡! r 1; ¡! r 2); (2.6)

oµu le hamiltonien

H0 = ¡
1
2

r 2
1 ¡

1
2

r 2
1 ¡

Z
r1

¡
Z
r2

+
1

r12
(2.7)

contient non seulement les interactions coulombiennes entre les ¶electrons et le noyau, mais
aussi l'interaction coulombienne ¶electron-¶electron, cette derniµere rendant le problµeme non
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s¶eparable. A partir det = 0, le systµeme interagit avec un faisceau de photons issus du
rayonnement synchrotron, et son ¶evolution ob¶eit µa l'¶equation de SchrÄodinger d¶ependante
du temps

i
@
@t

ª( ¡! r 1; ¡! r 2; t) = ( H0 + H1 (t)) ª( ¡! r 1; ¡! r 2; t): (2.8)

L'expression deH1 (t) r¶esulte de l'application du principe du couplage minimal dans la
jauge de Coulomb (div

¡!
A = 0; ' = 0) :

H1(t) =
1
2

h
i
³ ¡!

A (¡! r 1; t):
¡!
r 1 +

¡!
r 1:

¡!
A (¡! r 1; t)

´i
+

1
2

A 2(¡! r 1; t)+

1
2

h
i
³ ¡!

A (¡! r 2; t):
¡!
r 2 +

¡!
r 2:

¡!
A (¡! r 2; t)

´i
+

1
2

A 2(¡! r 2; t): (2.9)

Dans l'approximation dipolaire ¶electrique, le potentiel vecteur
¡!
A ne d¶epend pas de la

coordonn¶ee spatiale. Les termes enA 2, qui ne d¶ependent que du temps, se traduisent
donc au niveau de la fonction d'onde par un facteur de phase global sans cons¶equence
physique. Nous pouvons le n¶egliger. Le potentiel vecteur va par ailleurs commuter avec le
gradient. L'expression deH1(t) se simpli¯e donc en

H1(t) = i
¡!
A (t):(

¡!
r 1 +

¡!
r 2): (2.10)

Nous pouvons repr¶esenter le rayonnement synchrotron, en jauge de Coulomb, et dans
l'approximation dipolaire, par une onde ¶electromagn¶etique plane monochromatique de
pulsation ! associ¶ee µa un potentiel vecteur

¡!
A (t) = ¡

¡!
A 0 sin!t; (2.11)

oµu
¡!
A 0 est un vecteur r¶eel. Le champ ¶electrique s'¶ecrit alors

¡!
E (t) =

¡!
E 0 cos!t; avec

¡!
E 0 =

!
¡!
A 0

c
: (2.12)

Comme l'atome est initialement dans son ¶etat fondamental, nous pouvons ne retenir que
la composante r¶esonante du champ ¶electrique, ene¡ i!t , correspondant µa l'absorption d'un
photon, et n¶egliger la composante antir¶esonante ene+ i!t . Nous arrivons ainsi µa

H1(t) =
¡!
E (t)
!

:(
¡!
r 1 +

¡!
r 2): (2.13)

A ce stade, il est temps d'introduire un vocabulaire qui pr¶esente l'avantage d'être imag¶e
et familier aux lecteurs des manuels de base de M¶ecanique Quantique, même s'il n'est pas
absolument rigoureux. Nous appellerons donc l'expression (2.13) hamiltonien en forme
"vitesse", en r¶ef¶erence µa la pr¶esence des op¶erateurs gradient. Nous introduisons ensuite la
transformation unitaire

Tl = exp
³

¡ i
¡!
A (t):(¡! r 1 + ¡! r 2)

´
; (2.14)
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correspondant au changement de jaugeÂ(¡! r ; t) = ¡! r :
¡!
A (t), qui permet de passer µa la

forme "longueur" du hamiltonien d'interaction. Et pour ¯nir, la transformation unitai re

Ta = exp( i ¡! a :(¡! p 1 + ¡! p 2)) ; (2.15a)

¡! a = ¡
Z t ¡!

A (¿)d¿; (2.15b)

qui n'est pas associ¶ee µa un changement de jauge, mais qui conduit µa la forme "acc¶el¶eration"
du hamiltonien d'interaction. Le hamiltonien d'interaction peut donc s'¶ecrire de maniµere
g¶en¶erale

H1(t) =
¡!
E :

¡!
D G; (2.16)

oµu l'op¶erateur dipolaire
¡!
D G s'¶ecrit en forme longueur, vitesse et acc¶el¶eration

¡!
D L = ¡! r 1 + ¡! r 2; (2.17a)
¡!
D V =

1
!

³ ¡!
r 1 +

¡!
r 2

´
; (2.17b)

¡!
D A =

Z
! 2

µ ¡! r 1

r 3
1

+
¡! r 2

r 3
2

¶
: (2.17c)

Chacune de ces formes sonde la fonction d'onde µa laquelle elle s'applique dans un domaine
spatial di®¶erent : les grandes valeurs der pour

¡!
D L , les petites valeurs der pour

¡!
D A , et

la r¶egion des forts gradients pour
¡!
D V . C'est pourquoi elles ne conduisent aux mêmes

r¶esultats physiques, comme elles le doivent, que si elles agissent sur des fonctions d'onde
qui soient d'excellente qualit¶e dans tous ces domaines. En pratique, µa cause du terme de
r¶epulsion bi¶electronique dans le hamiltonienH0 qui ne permet pas une r¶esolution analy-
tique exacte du problµeme µa trois corps, assurer l'ind¶ependance des r¶esultats vis-µa-visde
la forme de l'op¶erateur dipolaire est une tâche d¶elicate. Cela fait de cette ind¶ependance
de forme un moyen important pour v¶eri¯er la coh¶erence du modµele utilis¶ee et la pr¶ecision
des m¶ethodes num¶eriques.

Nous avons d¶ejµa vu que le seul processus signi¯catif dans les conditions envisag¶ees est
l'absorption d'un photon. Nous pouvons alors rechercher la solution de (2.8) sous la forme
d'une superposition des deux ¶etats stationnaires mis en jeu dans la r¶eaction, a®ect¶es des
facteurs de phase qui d¶ecrivent leur ¶evolution temporelle : l'¶etat fondamental ª0, d'¶energie
E0, et l'¶etat excit¶e ª 1 d'¶energieE = E0 + ! atteint par absorption d'un photon.

ª( ¡! r 1; ¡! r 2; t) = ª 0(¡! r 1; ¡! r 2)e¡ iE 0 t + ª 1(¡! r 1; ¡! r 2)e¡ i (E0+ ! )t : (2.18)

En portant (2.18) dans l'¶equation de SchrÄodinger d¶ependante du temps (2.8), et en tenant
compte de (2.12) et de (2.16), on obtient

(H0 ¡ E) ª 1(¡! r 1; ¡! r 2) = ¡
1
2

¡!
E 0 ¢

¡!
D Gª 0(¡! r 1; ¡! r 2): (2.19)

Cette ¶equation stationnaire et inhomogµene constitue le point de d¶epart de la m¶ethode.
Une autre maniµere de l'obtenir consiste µa suivre la d¶emarche de Floquet [12], applicable
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dµes lors que le hamiltonien est une fonction p¶eriodique du temps, et conduisant µa un
systµeme d'¶equations stationnaires inhomogµenes coupl¶ees : en exprimant ce systµeme au
premier ordre de perturbation, on retrouve les ¶equations (2.6) et (2.19). Dans le cas qui
nous int¶eresse, oµu les ¶energies de photon sont sup¶erieures au seuil de double ionisation
I ++ , la fonction d'onde de l'¶etat atteint par absorption d'un photon, situ¶ee dans le double
continuum, a un comportement asymptotique d'onde sortante. L'¶equation (2.19) doit donc
être r¶esolue moyennant cette condition limite.

Il est important de bien comprendre que la fonction d'onde ª1 contient toute l'in-
formation physique concernant le processus d'absorption d'un photon. Nous l'appelerons
pour cette raison fonction d'onde de photoabsorption. Comme l'absorption d'un photon
d'¶energie! > I ++ peut donner lieu µa une in¯nit¶e de processus concurrents, l'ionisation
double ou l'ionisation simple laissant l'ion r¶esiduel dans l'¶etatn = 1; : : : ; 1 , la fonction
ª 1 recµele toute l'information relative µa chacun de ces processus, même si l'extraction de
cette information n'est pas toujours triviale comme nous le verrons par la suite.

Avant de clore ce paragraphe, pr¶ecisons que compte tenu des rµegles de s¶election dipo-
laire : ¢ S = 0, ¢ L = 0; § 1 avec ¢L = 0 interdit pour un ¶etat de d¶epart S, et changement
de parit¶e even$ odd, la fonction d'onde ª 1 est de sym¶etrie1Po.

2.1.4 Systµeme de coordonn¶ees hypersph¶eriques

Pour d¶ecrire les corr¶elations ¶electroniques dans un systµeme, l'on a souvent recours µa
un d¶eveloppementimplicitement corr¶el¶e sur une base de produits de fonctions d'onde mo-
no¶electroniques convenablement sym¶etris¶es. Dans le cas oµu le d¶eveloppement ne contient
qu'un seul terme, celui-ci d¶ecrit la dynamique des ¶electrons dans le modµele des particules
ind¶ependantes. Dµes qu'il contient plus d'un terme, on sort du modµele µa particules ind¶e-
pendantes et l'on prend en compte les corr¶elations, et ceci d'autant mieux que le nombre
de termes est plus ¶elev¶e. C'est sur ce principe qu'est bas¶ee la m¶ethode d'Interaction de
Con¯guration. Les principales di®¶erences qui existent entre les di®¶erentes approches d'In-
teraction de Con¯guration r¶esident dans le choix des parties radiales des fonctions d'onde
mono¶electroniques. L'avantage de la m¶ethode est sa g¶en¶eralit¶e : elle n'est pas restreinte
aux systµemes µa deux ¶electrons. Cependant, elle pr¶esente l'inconv¶enient de demander une
somme in¯nie de termes pour repr¶esenter au mieux les corr¶elations.

Une alternative consiste µa faire prendre en compte les corr¶elationsexplicitement par
le systµeme de coordonn¶ees lui-même, en introduisant des variables collectives non parti-
culaires. Les ¶electrons ne sont plus d¶ecrits individuellement mais collectivement. Ce genre
d'approche est toutefois limit¶e aux systµemes µa deux ¶electrons. Pour de tels systµemes, les
coordonn¶ees de Hylleraas [13],s = r1 + r2, t = r1 ¡ r2 et u = r12 et les coordonn¶ees
p¶erim¶etriques [14]u = r1 + r2 ¡ r12, v = r1 ¡ r2 + r12 et w = ¡ r1 + r2 + r12 qui contiennent
le terme binaire r12, responsable des corr¶elations ¶electroniques, permettent de prendre
celles-ci en compte de maniµere trµes e±cace. Ces deux systµemes de coordonn¶ees, quoique
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bien adapt¶es µa d¶ecrire les ¶etats de courte port¶ee, ont l'inconv¶enient de n¶ecessiter, dans
l'¶evaluation des ¶el¶ements de matrice, des int¶egrations µa trois dimensions dont la troisiµeme
doit satisfaire l'inegalit¶e triangulaire jr1 ¡ r2j · r12 · r1 + r2. Un dernier exemple de
systµemes de coordonn¶ees collectives est le systµeme de coordonn¶ees hypersph¶eriques [15]
que nous utilisons dans cette thµese. Il permet de d¶ecrire collectivement la dynamique des
deux ¶electrons fortement corr¶el¶es en introduisant le rayon hypersph¶erique

R =
q

r 2
1 + r 2

2; (2.20)

et l'hyperangle ® tel que
tan ® =

r2

r1
: (2.21)

Les angles sph¶eriques (µi ; ' i ), not¶es collectivement ­i repµerent la direction de l'¶elec-
tron i , i = 1; 2. Pour simpli¯er, nous noterons ­ l'ensemble des coordonn¶ees angulaires
(®;­ 1; ­ 2).

Les avantages li¶es au choix des coordonn¶ees hypersph¶eriques sont nombreux. Sur un
plan purement conceptuel, elles facilitent un calcul direct des sections e±caces de photo-
ionisation µa partir de leur d¶e¯nition comme ¶etant le rapport du °ux de la fonction d'onde
de photoabsorption µa travers une hypersphµere de trµes grand hyperrayonR au °ux de
photons incident. D'autre part, sur un plan num¶erique, elles r¶eduisent les problµemesde
convergence, puisque l'hyperrayonR est la seule variable µa s'¶etendre jusqu'µa l'in¯ni.

En plus, la d¶e¯nition de la variable ® permet de s¶eparer l'ionisation simple avec ou
sans excitation de l'ionisation double quandR devient in¯ni. En e®et, consid¶erons le cas
oµu l'¶electron 1 reste li¶e au noyau, dans un ¶etat de l'ion r¶esiduelHe+ , excit¶e ou non, tandis
que l'¶electron 2 s'¶echappe µa l'in¯ni. PourR ! 1 , cette situation correspond µar1 ¿ r2,
r2 » R, et par cons¶equent® » ¼=2. La situation inverse aurait conduit µar2 ¿ r1,
r1 » R et ® » 0. Nous observons donc que la simple fuite reste exclusivement con¯n¶ee au
voisinage des bornes® = 0 ou ® = ¼=2. Ainsi par opposition, en se pla»cant µaR in¯ni, le
domaine ]0; ¼=2[ d¶ecrit la double fuite.

Dans le cas de la double ionisation, on peut consid¶erer qu'µaR trµes grand, les deux ¶elec-
trons ¶eject¶es se comportent classiquement et suivent des trajectoires rectilignes µa vitesse
constante. Leurs coordonn¶ees radialesr1 et r2 sont alors proportionnelles µa leurs vitesses
asymptotiques, c'est-µa-dire µa la racine carr¶ee de leurs ¶energies asymptotiquesE1 et E2

respectivement, dont la somme est ¶egale µa l'¶energie totaleE du systµeme si nous prenons
le z¶ero d'¶energie au seuil d'ionisation double. Nous avons alors

E1 = E cos2 ®; (2.22a)

E2 = E sin2 ®; (2.22b)

La variable ® est alors directement reli¶ee au partage de l'¶energie disponibleE entre les
deux ¶electrons

tan ® =

r
E2

E1
: (2.23)
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2.1.5 Sections e±caces

Dans les problµemes de collision, la grandeur int¶eressante que peuvent comparer les ex-
p¶erimentateurs et les th¶eoriciens est la section e±cace. La section e±cace totale associ¶ee
µa un processus d'ionisation simple, par exemple, se d¶e¯nit comme le rapport du nombre
d'¶electrons ¶emis par unit¶e de temps au nombre de photons incidents par unit¶e de temps
et par unit¶e de surface [16]. L'unit¶e de section e±cace est le barn (1b= 10¡ 24cm2). Cette
d¶e¯nition doit être am¶enag¶ee quand on a deux particules dans la voie de sortie, comme
c'est le cas pour la double ionisation, et quand on s'int¶eresse µa des sections e±caces di®¶e-
rentielles. Dans ce cas, la quantit¶e mesur¶ee est le nombred3N (E1; ­ 1; ­ 2) d'¶ev¶en¶ements
dans lesquels un des ¶electrons est d¶etect¶e dans la direction ­1 µa d­ 1 prµes avec l'¶energie
E1, en coÄ³ncidence avec l'autre ¶electron d¶etect¶e, quant µa lui, dans la direction ­2 µa d­ 2

prµes avec l'¶energieE2 = E ¡ E1, d¶etermin¶ee par la conservation de l'¶energie. Ce nombre
s'exprime comme la somme des °ux de la fonction d'onde ª1 µa travers deux surfaces
¶el¶ementaires, d¶e¯nies sur l'hypersphµereR = R1 , au voisinage des deux con¯gurations
(®;­ 1; ­ 2) et (¼=2 ¡ ®;­ 2; ­ 1), qui correspondent toutes deux µa l'¶ev¶en¶ement qui vient
d'être d¶ecrit. Compte tenu du fait que la fonction d'onde est sym¶etrique dans l'¶echange
des ¶electrons, ces deux °ux ¶el¶ementaires sont ¶egaux et le nombre d'¶ev¶en¶ements recherch¶e
s'¶ecrit

d3N (E1; ­ 1; ­ 2) = 2 lim
R!1

FR(R; ­) dS5; (2.24)

FR(R; ­) ¶etant la composante hyperradiale du vecteur °ux associ¶e µa la fonction d'onde
ª 1

FR(R; ­) =
1
2i

µ
ª ¤

1(R; ­)
@ª 1(R; ­)

@R
¡ ª 1(R; ­)

@ª ¤
1(R; ­)
@R

¶
; (2.25)

et dS5 l'¶el¶ement d'hypersurface autour du point (®;­ 1; ­ 2) donn¶e par

dS5 = R5(sin ®cos®)2d®d­ 1d­ 2 =
R5

4E
sin 2®dE1d­ 1d­ 2; (2.26)

compte tenu dejdE1j = E sin 2® d®d'aprµes la relation (2.22).

Les particules incidentes dans cette interaction sont des photons. Le °ux incident µa
consid¶erer est donc le °ux de photonsFphot soit le nombre de photons traversant l'unit¶e
de surface perpendiculaire µa leur direction de propagation pendant une unit¶e de temps.
On peut ainsi ¶etablir l'expression de la section e±cace la plus di®¶erentielle pour la double
photoionisation, la section e±cace triplement di®¶erentielle ou "Triply Di®erential Cross
Section" (TDCS) en anglais

d3¾
dE1d­ 1d­ 2

=
1

2EFphot
lim

R!1
R5 sin 2®Im

µ
ª ¤

1(R; ­)
@ª 1(R; ­)

@R

¶
: (2.27)

La TDCS est la section e±cace qui fournit le plus d'informations concernant la double
photoionisation de He. Elle contient tous les paramµetres cin¶ematiques de l'¶etat ¯nal,
c'est-µa-dire les impulsions des deux ¶electrons. C'est la grandeur µa laquelle accµedent les
exp¶erimentateurs dans une exp¶erience "complµete" comme nous l'avons d¶ejµa signal¶e.



44 CHAPITRE 2. LA M ¶ETHODE HRM-SOW POUR L'IONISATION DOUBLE

Aprµes int¶egration de la TDCS sur la direction de l'un des ¶electrons, nous obtenons la
section e±cace doublement di®¶erentielle ou "Doubly Di®erential Cross Section" (DDCS)
en anglais ; cette section e±cace di®¶erentielle renseigne sur l'impulsion d'un ¶electron in-
d¶ependamment de la direction d'¶ejection de l'autre

d2¾
dE1d­ 1

=
Z

d­ 2
d3¾

dE1d­ 1d­ 2
: (2.28)

La section e±cace simplement di®¶erentielle, encore appel¶ee distribution en ¶energie ou en
anglais "Singly Di®erential Cross Section" (SDCS),

d¾
dE1

=
Z

d­ 1

Z
d­ 2

d3¾
dE1d­ 1d­ 2

(2.29)

renseigne sur la maniµere dont l'¶energie totale est r¶epartie entre les deux ¶electrons.

La derniµere section e±cace est la section e±cace totale, ou en anglais "Integrated Cross
Section" (ICS). Elle s'obtient par la relation

¾++ =
Z E=2

0+
dE1

Z
d­ 1

Z
d­ 2

d3¾
dE1d­ 1d­ 2

; (2.30)

oµu nous remarquons que :
{ la borne inf¶erieure 0+ de l'int¶egrale enE1 rappelle queE1 = 0 correspond µa l'ioni-

sation simple et doit être exclu de l'int¶egration ;
{ la borne sup¶erieureE=2 prend en compte le fait que les deux ¶electrons sont indiscer-

nables et permet d'¶eviter de consid¶erer deux fois le même ¶ev¶en¶ement : la d¶etection
d'un ¶electron d'¶energieE1 s'accompagne toujours de la d¶etection d'un deuxiµeme
¶electron d'¶energieE2 = E ¡ E1 sym¶etrique par rapport µaE1 = E=2 soit ® = ¼=4 et
r¶eciproquement ; ces deux ¶ev¶en¶ements sont donc physiquement identiques.

Si par contre, on pousse l'int¶egration jusqu'µaE1 = 0, la section e±cace que l'on obtient
est le rapport du °ux total sortant associ¶e µa la fonction d'onde ª1 au °ux de photons
incidents, c'est-µa-dire la section e±cace totale d'ionisation¾ = ¾+ + ¾++ , oµu ¾+ est la
section e±cace totale d'ionisation simple avec ou sans excitation.

En polarisation lin¶eaire et en choisissant un r¶ef¶erentiel ayant son axeZ selon la di-
rection de polarisation, la DDCS a une structure angulaire trµes simple. Elle s'¶ecrit en
fonction de la SDCS :

d2¾
dE1d­ 1

=
1

4¼
d¾
dE1

(1 + ¯P 2 (cosµ1)) ; (2.31)

oµu P2 est le polynôme de Legendre de degr¶e 2 et¯ un paramµetre sans dimension, appel¶e
paramµetre d'anisotropie, d¶ependant non seulement de l'¶energie totale, mais aussi du par-
tage d'¶energie entre les deux ¶electrons. Il contrôle la forme de la distribution angulaire
d'un des ¶electrons ind¶ependamment de la direction d'¶ejection de l'autre. Il est donn¶e par

¯ = 5

R
P2(cosµ1) (d2¾=dE1d­ 1) d­ 1

(d¾=dE1)
(2.32)

.
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2.2 Principe de la r¶esolution

La m¶ethode HRM-SOW est originale en ce sens, comme son nom l'indique, qu'elle est
une combinaison de la techniqueR-matrice trµes utilis¶ee en th¶eorie des collisions, reformu-
l¶ee ici dans un systµeme de coordonn¶ees hypersph¶eriques, et d'une approche semiclassique.
Comme dans toute approcheR-matrice, l'espace de con¯gurations est divis¶e en deux
r¶egions. Ici, ces deux r¶egions sont d¶elimit¶ees par l'hypersphµere d'hyperrayonR0 :

{ une r¶egion interne R · R0 oµu toutes les variables dynamiques sont trait¶ees de
maniµere quantique et sans approximation,

{ et une r¶egion externeR ¸ R0 dans laquelle des approximations peuvent être intro-
duites. Ici, la dynamique de la variableR est trait¶ee semiclassiquement, tandis que
toutes les variables angulaires continuent d'être trait¶ees de maniµere quantique.

Cette combinaison de m¶ethodes ramµene la r¶esolution de l'¶equation (2.19) µa trois ¶etapes
cons¶ecutives d¶ecrites par le sch¶ema de la ¯gure (2.1) :

{ la r¶esolution de (2.19) dans la r¶egion interne qui conduit µa l'extraction de la solution
ª 1 en R0 ;

{ la r¶esolution de (2.19) dans la r¶egion externe qui se ramµene µa un problµeme de propa-
gation spatiale deR0 jusqu'µa des distances macroscopiquesRmax de l'ordre de 106

u.a.
{ et en¯n, le calcul des quantit¶es mesurables telles que les sections e±caces di®¶eren-

tielles et totale, et le paramµetre d'anisotropie, enRmax .

Fig. 2.1 { Sch¶ema r¶ecapitulatif des di®¶erentes ¶etapes de la m¶ethode HRM-SOW.

Toutes les variables 
sont traitées 

quantiquement

(R-matrice)

2. Propagation semiclassique de la 
solution de R 0 jusqu!à

1. Extraction de la solution en R 0

3. Calcul des sections 
efficaces

R0
Rmax

Toutes les variables 
sont traitées 

quantiquement

(R-matrice)

2. Propagation semiclassique de la 
solution de R 0 jusqu!à

1. Extraction de la solution en R 0

3. Calcul des sections 
efficaces

R0
Rmax

Toutes les variables 
sont traitées 

quantiquement

(R-matrice)

Toutes les variables 
sont traitées 

quantiquement

(R-matrice)

2. Propagation semiclassique de la 
solution de R 0 jusqu!à

1. Extraction de la solution en R 0

3. Calcul des sections 
efficaces

R0
Rmax

Rmax

en Rmax



46 CHAPITRE 2. LA M ¶ETHODE HRM-SOW POUR L'IONISATION DOUBLE

2.2.1 Extraction de la solution en R0

Relation R-matrice

L'extraction de la solution sur l'hypersurfaceR0 est subordonn¶ee µa la r¶esolution de
l'¶equation (2.19) dans la r¶egion interne. Nous utilisons la techniqueR-matrice introduite
par Wigner et Eisenbund [17] dans l'¶etude des r¶eactions nucl¶eaires et qui a ¶et¶e ¶etendue
plus tard µa l'¶etude des processus atomiques [18].

Nous r¶e¶ecrivons l'¶equation (2.19) dans le systµeme de coordonn¶ees hypersph¶eriques en
e®ectuant le changement de fonction solution

©(R; ®;­ 1; ­ 2) = R5=2 sin 2®ª 1(R; ®;­ 1; ­ 2); (2.33)

et en multipliant l'¶equation µa gauche parR5=2 sin 2®. Nous obtenons
µ

¡
1
2

@2

@R2
+

1
2

T (­)
R2

¡
1

8R2
+

V(­)
R

¡ E
¶

©(R; ­) = © G(R; ­) : (2.34)

Le terme source de cette ¶equation est donn¶e par

©G(R; ­) = ¡
1
2

R5=2 sin 2®
³ ¡!

E 0:D G

´
ª 0(R; ­) : (2.35)

Le premier terme de (2.34) repr¶esente l'¶energie cin¶etique pour la variable hyperradialeR.
Quant µa T (­) =R2, il d¶esigne l'op¶erateur ¶energie cin¶etique angulaire, avec

T (­) = ¡
@2

@®2
+

¡!
` 2

1

cos2 ®
+

¡!
` 2

2

sin2 ®
; (2.36)

¡!
` 1 et

¡!
` 2 ¶etant respectivement les moments angulaires individuels des ¶electrons 1 et 2.

T (­) est ¶egalement connu comme le "grand moment angulaire" [19]. Le potentielV(­) =R
est la somme des interactions ¶electron-noyau et ¶electron-¶electron :

V(­) = Ven(­) + W(­) ; (2.37a)

Ven(­) = ¡
Z

cos®
¡

Z
sin®

; (2.37b)

W(­) =
1

p
1 ¡ sin 2®cosµ12

; (2.37c)

oµu µ12 est l'angle mutuel des deux ¶electrons. Il peut être vu comme un potentiel coulom-
bien en 1=R associ¶e µa une charge e®ectiveV(­) d¶ependant de la con¯guration g¶eom¶etrique
du systµeme. Sa forme caract¶eristique a ¶et¶e discut¶ee dans le chapitre 1.

Suivant la techniqueR-matrice et le formalisme matriciel de la m¶ecanique quantique,
il est n¶ecessaire d'avoir une base complµete sur laquelle on peut d¶evelopper la fonction
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d'onde ©. Nous choisissons comme fonctions de base les vecteurs propres ©k associ¶es aux
valeurs propresEk de l'op¶erateur du membre de gauche de (2.34) rendu hermitique dans
la r¶egion interne en lui adjoignant un terme de surface dit de Bloch12±(R ¡ R0) @

@R [20].
L'¶equation aux valeurs propres associ¶ee s'¶ecrit
µ

¡
1
2

@2

@R2
+

1
2

±(R ¡ R0)
@

@R
+

1
2

T (­)
R2

¡
1

8R2
+

V(­)
R

¡ Ek

¶
©k(R; ­) = 0 ; R · R0:

(2.38)
Les ¶equations (2.34) et (2.38) ayant la même d¶ependance angulaire, il est naturel de
d¶evelopper leurs fonctions d'onde solutions sur la même base angulaire orthonormalede
fonctions Ãm (­)

©(R; ­) =
X

m

f m (R)Ãm (­) (2.39a)

©k(R; ­) =
X

m

f k
m (R)Ãm (­) : (2.39b)

Pr¶ecisons que les fonctionsÃm (­) doivent s'annuler en ® = 0 et ¼=2 a¯n de garantir
l'hermiticit¶e du terme @2=@®2 du hamiltonien dans la base consid¶er¶ee.

En prenant la di®¶erence du produit de ©¤k par l'¶equation (2.34) et du produit de ©¤ par
l'¶equation (2.38), et en l'int¶egrant sur toute la r¶egion interne, l'¶el¶ement de volume ¶etant
dV = dRd®d­ 1d­ 2=4 compte tenu du changement de fonction (2.33), nous obtenons alors
la relation R-matrice de la m¶ethode HRM-SOW en R0

f m (R0) =
X

m0

R mm 0(R0)f 0
m0(R0) + I m (R0) (2.40)

avec la matriceR dont les ¶el¶ements de matrice s'¶ecrivent

R mm 0(R0) =
1
2

X

k

f k
m (R0)f k

m0
¤(R0)

Ek ¡ E
; (2.41)

et le terme inhomogµene

I m (R0) =
X

k

­
©k j©G

®

Ek ¡ E
f k

m (R0); (2.42)

qui trouve son origine dans le terme source de l'¶equation (2.34). Il est important de noter
que ces deux quantit¶es ont une d¶ependance analytique simple par rapport µa l'¶energie totale
E du systµeme : c'est lµa l'avantage bien connu des m¶ethodesR-matrice, qui permettent de
traiter un grand nombre d'¶energies pour un coût minimal.

La relation matricielle (2.40), comme toute relationR-matrice, relie lin¶eairement les
fonctions de canal ou fonctions de voiesf m (R) µa leurs d¶eriv¶ees premiµeresf 0

m (R) en R = R0.
Elle n'est cependant pas standard puisqu'elle est d¶etermin¶ee sur une hypersphµere dont le
rayon R0 est une variable collective associ¶ee µa l'ensemble des deux ¶electrons, et non sur
une sphµere dont le rayon serait la coordonn¶ee radiale d'une particule bien pr¶ecise. Un
autre aspect particulier de la relationR-matrice ci-dessus tient µa la pr¶esence du terme
inhomogµeneI m .



48 CHAPITRE 2. LA M ¶ETHODE HRM-SOW POUR L'IONISATION DOUBLE

Condition d'onde sortante adiabatique

La relation R-matrice ne nous fournit malheureusement pas la solution du problµeme.
Une deuxiµeme relation est donc n¶ecessaire pour d¶eterminer l'ensemble des fonctionsf m (R0).
Pour cela, nous introduisons la base angulaire orthonormale form¶ee des vecteurs propres
X ¸ (R; ­) associ¶es aux valeurs propresE¸ (R) du hamiltonien µa R ¯xe

£eH (R) ¡ E¸ (R)
¤
X ¸ (R; ­) = 0 ; (2.43a)

eH (R) =
1
2

T (­)
R2

+
V(­)

R
¡

1
8R2

: (2.43b)

Cette base est optimale pour d¶ecrire la dynamique au voisinage deR puisqu'elle pr¶edia-
gonalise toute une partie du hamiltonien. Elle est reli¶ee µa la base initiale desÃm (­) par
une transformation unitaire qui s'¶ecrit en notation matricielle

X (R; ­) = U(R)Ã(­) ; (2.44a)

Ã(­) = U(R)y X (R; ­) : (2.44b)

Dans cette nouvelle base, la fonction ©(R; ­) se d¶ecompose comme

©(R; ­) =
X

¸

F¸ (R)X ¸ (R; ­) : (2.45)

Portons cette expression dans (2.34) et analysons l'¶equation r¶esultante dans l'hypothµese
oµu nous ne nous int¶eressons qu'µa la dynamique locale au voisinage imm¶ediat deR0. Tout
d'abord, si R0 est su±samment grand devant la port¶ee de l'¶etat fondamental ª0, nous
pouvons n¶egliger le terme inhomogµene. Ensuite, nous pouvons supposer que les valeurs
propres E¸ et les vecteurs propresX ¸ varient peu au voisinage deR0 : nous rempla-
»cons alorsE¸ (R) par E¸ (R0) et nous n¶egligeons les d¶eriv¶ees partielles@X̧

@R

¯
¯
¯
R0

et @2X ¸
@R2

¯
¯
¯
R0

.

Ceci revient µa faire,au voisinage deR0, l'approximation dite "adiabatique" qui conduit
µa une s¶eparation approximative du mouvement hyperradial et du mouvement angulaire,
analogue µa la s¶eparation du mouvement nucl¶eaire et du mouvement ¶electronique dans
l'approximation de Born-Oppenheimer. Ici, le mouvement angulaire, rapide, s'ajusterait
donc "adiabatiquement" au mouvement hyperradial, lent. C'est la raison pour laquelle les
valeurs propresE¸ (R) sont appel¶ees potentiels adiabatiques, et la base associ¶ee, base adia-
batique. Notons qu'ici, contrairement µa ce qui se passe dans de nombreux travaux [15,19]
utilisant cette base, l'approximation adiabatique n'est utilis¶ee qu'au voisinage deR0. En
pratique, il sera toujours possible de trouver une valeur deR0 pour laquelle elle sera
valable. Compte tenu de ce qui pr¶ecµede, nous arrivons µa un systµeme d'¶equations complµe-
tement d¶ecoupl¶ees pour les fonctions de voiesF¸ (R)

µ
¡

1
2

@2

@R2
+

¡
E¸ (R0) ¡ E

¢
¶

F¸ (R) = 0 : (2.46)

Les solutions de cette ¶equation sont soit des ondes entrantes soit des ondes sortantes

F¸ (R) » e§ ip ¸ (R0 )R ; (2.47)
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oµu les impulsionsp¸ (R0) sont donn¶ees par

p¸ (R0) =
q

2
¡
E ¡ E¸ (R0)

¢
pour E > E ¸ (R0); (2.48a)

p¸ (R0) = i
q

2
¡
E¸ (R0) ¡ E

¢
pour E · E¸ (R0): (2.48b)

Il est important de noter que dans le cas oµuE · E¸ (R0), la fonction canal solution de
(2.46) a une allure exponentiellement d¶ecroissante qui d¶ecrit les conditions asymptotiques
des ¶etats li¶es. Ce point met ainsi en ¶evidence la capacit¶e de la m¶ethode µa d¶ecrire en même
temps les ¶etats li¶es et les continua du systµeme atomique.

Dans le domaine asymptotique, la solution physique © doit v¶eri¯er une condition
d'onde sortante. Cette condition est µa même d'être impos¶ee enR0 µa condition queR0 soit
assez grand pour que la d¶ependance enR¡ 1 du potentiel soit peu violente et ne puisse
pas provoquer une r¶e°exion partielle de la fonction d'onde sortante. Nous pouvons dµes
lors l¶egitimement choisir comme solution de (2.46) les ondes sortantes. Celles-ci v¶eri¯ent
la relation

F 0
¸ (R0) = ip¸ (R0)F¸ (R0); (2.49)

qui vient compl¶eter opportun¶ement la relationR-matrice (2.40).

Nous sommes donc maintenant en mesure d'obtenir le vecteurF¸ (R0), solution de notre
problµeme. En e®et, en portant (2.44b) dans (2.40), nous pouvons exprimer la relationR-
matrice dans la base adiabatique. Nous portons alors (2.49) dans cette relation et nous
obtenons aprµes quelques r¶earrangements le systµeme d'¶equations lin¶eaires inhomogµenes qui
d¶etermine notre solution. Il s'¶ecrit sous forme matricielle comme

¡
ip + pURUyp

¢
F = ipUI : (2.50)

L'¶equation (2.50) d¶etermine complµetement et de fa»con unique les fonctions hyperra-
dialesF¸ (R0) et permet ainsi de reconstituer la fonction totale ©(R0; ­) sur l'hypersphµere
s¶eparant la r¶egion interne de la r¶egion externe. Remarquons qu'on peut d¶ejµa calculer la
section e±cace totale de photoionisation au moyen du °ux total de la fonction d'onde ©
µa travers l'hypersphµereR0 ; elle vaut

¾=
2¼!
cE2

0

X

E ¸ · E

p¸ (R0) jF¸ (R0)j2 : (2.51)

L'accord entre la section calcul¶ee et les donn¶ees exp¶erimentales et th¶eoriques disponibles
permet de justi¯er a posteriori la condition d'onde sortante impos¶ee µa la solution ©.
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2.2.2 D¶ecouplage adiabatique en R0

L'analyse de la fonction d'onde permet d'identi¯er certains canaux adiabatiques, plus
pr¶ecis¶ement les plus bas, avec les voies d'ionisation simple avec ou sans excitation de l'ion
r¶esiduelHe+ .

Fig. 2.2 { Coupe qualitative du potentiel coulombienV(®; µ12)=R de He pour µ12 = ¼et
R = 60 u.a. Les lignes horizontales d¶e¯nissent les domaines de® oµu sont localis¶es les
niveaux d'¶energieEn = ¡ Z 2=2n2 pour les ¶etatsn = 1 ¡ 3 de He+ qui se situent sous la
barriµere V(¼=4; ¼)=R not¶ee¡ ZW =R en r¶ef¶erence aux travaux de Wannier [21].
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Pour mieux comprendre ce d¶ecouplage, consid¶erons la coupe qualitative du potentiel
coulombien µa trois corpsV(­) =R = V(®; µ12)=R donn¶e par les expressions (2.37) pour
µ12 = ¼ et R = 60 u.a. repr¶esent¶ee par la ¯gure (2.2). Nous avons d¶ejµa vu au chapitre
1 que les puits in¯nis en® = 0 et ® = ¼=2 jouent un rôle trµes important dans l'¶etude
de ce problµeme µa trois corps. Notons ici que, comme le montre la ¯gure (2.2), les trois
premiers niveaux deHe+ sont localis¶es dans ces puits de potentiel et sont situ¶es sous la
barriµere de potentiel qui culmine enV(¼=4; ¼)=R. La charge e®ective (4Z ¡ 1)=

p
2 au point

® = ¼=4; µ12 = ¼, point selle de la surfaceV(®; µ12)=R identi¯¶e par Wannier [21], sera
not¶eeZW en r¶ef¶erence µa cet auteur. Chaque niveaun = 1 ¡ 3 est associ¶e µa deux intervalles
¢ ®n situ¶es respectivement au voisinage de® = 0 et ® = ¼=2, et d¶ecrivant une situation
oµu soit l'¶electron 2 soit l'¶electron 1 est li¶e. Plus encore, le produitR¢ ®n est sensiblement
¶egal µa la port¶eern de l'¶etat hydrog¶enoÄ³de consid¶er¶e. Ceci suggµere que l'ionisation simple
deHe laissant l'ion r¶esiduel dans les ¶etats 1, 2 et 3 peut être bien d¶ecrite µaR = 60 u.a. En
d'autres termes, la fonction d'onde de photoabsorption pour une ¶energieE > 0 extraite
µa cette distance comporte des composantes con¯n¶ees dans des secteurs angulaires ¢®n

autour de ® = 0 et ¼=2 qui doivent pouvoir être associ¶ees µa l'ionisation simple laissant
l'ion r¶esiduel dans un ¶etatn, le photo¶electron ¶eject¶e emportant l'excµes d'¶energieE ¡ En .
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Le d¶eveloppement de la fonction d'onde sur une base angulaire localement adapt¶ee, la
base adiabatique qui diagonalise le hamiltonien µaR = R0, permet d'identi¯er ces compo-
santes. Nous repr¶esentons dans la ¯gure (2.3) l'¶evolution des ¶energies des neuf premiers
canaux adiabatiques en fonction deR0. Ils se r¶epartissent en trois groupes bien distincts

Fig. 2.3 { Energies propres des 9 premiers canaux adiabatiques en fonction deR0.
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qui ne se recouvrent pas. Le premier comporte une seule courbe qui tend, pourR grand,
vers la valeur -2 voisine de l'¶energie de l'¶etatn = 1 de He+ . Le deuxiµeme comporte trois
courbes qui tendent, pourR grand, vers la valeur -0.5 voisine de l'¶energie de l'¶etatn = 2 de
He+ . Le troisiµeme, en¯n, comporte cinq courbes qui tendent, pourR grand, vers la valeur
-0.24 proche de l'¶energie de l'¶etatn = 3 de He+ . Les courbes correspondant aux canaux
adiabatiques suivants convergent, pourR grand, vers des valeurs proches des ¶energies des
¶etats hydrog¶enoÄ³des plus ¶elev¶eesn = 4; 5; : : :. Cependant, elles ne sont pas bien s¶epar¶ees
pour des distances interm¶ediaires, et c'est pourquoi nous ne les repr¶esentons pas. Cette
brµeve analyse conforte l'id¶ee qui ¶emergeait d¶ejµa de l'examen du potentiel coulombien µa
trois corps : il doit être possible d'identi¯er certains canaux adiabatiques avec des canaux
d'ionisation simple. Pour donner µa cette id¶ee une expression quantitative, nous compa-
rons dans la table (2.1) et sur la ¯gure (2.4) les vingt-cinq premiµeres ¶energies adiabatiques
d¶e¯nies enR0 = 60 u.a. avec les ¶energies Stark [22] de l'ionHe+ dans l'¶etat n = 1 µa 5
perturb¶e par le champ ¶electrique d'un ¶electron situ¶e µa la distanceR0 de l'ion. Ces ¶energies
sont indic¶ees par la di®¶erence des nombres quantiques paraboliquesn1 et n2 caract¶erisant
les niveaux Stark. Les ¶ecarts entre ¶energies adiabatiques et niveaux Stark sont inf¶erieurs
µa 0.2% pourn = 1 µa 3. En revanche, ils varient de 0.4 µa 1.6% pourn = 4 et 5. Ceci nous
invite µa conclure que, comme nous le pressentions, les neuf premiers canaux adiabatiques
d¶e¯nis en R0 = 60 u.a. donnent une repr¶esentation quantitative de l'ionisation simple
laissant l'ion r¶esiduel dans l'¶etatn = 1 µa 3. Les sections e±caces correspondantes peuvent
donc être extraites enR0 µa partir des °ux des composantes adiabatiques appropri¶ees de
la fonction d'onde ª 1. Leurs valeurs¾1 = 681 kb, ¾2 = 55 kb et ¾3 = 13:75 kb obtenues
µa 100 meV au-dessus du seuil d'ionisation double [23] sont en bon accord avec les valeurs
exp¶erimentales disponibles au voisinage de cette ¶energie¾1 = 650§ 10 kb, ¾2 = 57 § 3 kb
et ¾3 = 11:15§ 0:70 [24], ce qui valide l'analyse pr¶ec¶edente.

Les canaux d'ionisation simplen = 1 µa 3 ¶etant d¶ecoupl¶es du reste de la fonction
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Tab. 2.1 { Comparaison des ¶energies StarkEs et des ¶energies adiabatiquesE¸ en R0 = 60
u.a. correspondant aux ¶etatsn = 1; : : : ; 5. La notation 8.52568547(3) signi¯e8:52568547£
10¡ 3. Les ¶energies sont donn¶ees en u.a.

n1 ¡ n2 Es E¸ Ecart relatif (%)
n=1

0 -2.016666667 -2.016494749 8.52568547(3)
n=2

-1 -0.517083333 -0.517084816 2.86800145(4)
0 -0.516666667 -0.516646782 3.84866424(3)
1 -0.51625 -0.515868153 7.40200761(2)

n=3
-2 -0.240138889 -0.240392720 1.05590136(1)
-1 -0.239513889 -0.239623493 4.57400894(2)
0 -0.238888889 -0.238705275 7.69207970(2)
1 -0.238263889 -0.238159427 4.38622150(2)
2 -0.237638889 -0.237062043 2.43331236(1)

n=4
-3 -0.144166667 -0.144903678 5.08621320(1)
-2 -0.143333333 -0.143880502 3.80294058(1)
-1 -0.142500000 -0.142666461 1.16676339(1)
0 -0.141666667 -0.141705313 2.72699732(2)
1 -0.140833333 -0.140508042 2.31512732(1)
2 -0.140000000 -0.139772751 1.62582473(1)
3 -0.139166667 -0.138320390 6.11822297(1)

n=5
-4 -0.100833333 -0.102519724 1.64494298
-3 -0.997916667(1) -0.101288787 1.47807111
-2 -0.987500000(1) -0.998086810(1) 1.06071034
-1 -0.977083333(1) -0.985276391(1) 8.31549205(1)
0 -0.966666667(1) -0.969531882(1) 2.95525815(1)
1 -0.956250000(1) -0.956784011(1) 5.58145816(2)
2 -0.945833333(1) -0.940357577(1) 5.81691019(1)
3 -0.935416667(1) -0.928627232(1) 5.16134666(1)
4 -0.925000000(1) -0.908826873(1) 3.90592715(1)

d'onde de photoabsorption dµesR0 = 60 u.a., il ne sert µa rien de les conserver lors de
la propagation ult¶erieure de cette fonction au-delµa deR0. Nous les soustrayons donc
de la fonction µa propager dans la r¶egion externe. Cette soustraction se r¶evµele d'ailleurs
indispensable pour conserver le caractµereab initio de la m¶ethode dans la r¶egion externe,
comme nous allons le voir un peu plus loin.
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Fig. 2.4 { Comparaison des ¶energies StarkEs (£ ) et des ¶energies adiabatiquesE¸ (+) en
R0 = 60 u.a. correspondant aux ¶etatsn = 2; : : : ; 5. L'¶echelle (en u.a.) est la même dans
toutes les ¯gures pour permettre une ¶evaluation "µa l'¾il" de l'¶evolution des ¶ecartsEs ¡ E¸

avecn.
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2.2.3 Propagation hyperradiale

Approximations

Dans la r¶egion externe, nous n¶egligeons, dans l'¶equation (2.34), le membre de droite,
proportionnel µa la fonction d'onde ª0 de l'¶etat fondamental, de port¶ee trµes inf¶erieure µa
R0. Ainsi, la d¶ependance de jauge de l'¶equation, contenue dans le terme source, disparâ³t
et l'¶equation (2.34) devient ind¶ependante de jauge. L'invariance de jauge des r¶esultats
¯naux r¶esultera de l'invariance de jauge dans la r¶egion interne.

Dans la r¶egion externe, nous faisons l'hypothµese que le mouvement hyperradial est
sensiblement le même dans tous les canaux, si bien que l'on peut le factoriser approximati-
vement. Par ailleurs, comme le potentiel coulombien du systµeme atomique varie lentement
avec l'hyperrayon, nous pouvons traiter le gros du mouvement hyperradial semiclassique-
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ment. Nous recherchons alors la solution © sous la forme

©(R; ­) =
1

p
pE (R)

exp
µ

i
Z R

R0

pE (R0)dR0

¶
e©(R; ­) ; (2.52)

qui introduit une s¶eparation approch¶ee entre le mouvement hyperradial et le mouvement
angulaire. Cette forme a ¶et¶e introduite dans la m¶ethode EWRM (Extended Wannier Ridge
Method, en anglais) [25]. Cependant, contrairement µa ce qui se passe dans la m¶ethode
EWRM, ©(R; ­) ne sera pas raccord¶e enR0 µa une fonction arbitraire, mais µa la solution
physique extraite pr¶ec¶edemment, amput¶ee des canaux d'ionisation simple d¶ejµa d¶ecoupl¶es.

Le premier terme de (2.52) est une onde sortante semiclassique (Semiclassical Outgoing
Waves (SOW) en anglais) qui d¶ecrit le mouvement hyperradial associ¶e µa l'impulsion locale

pE (R) =

s

2
µ

E +
Zef f (R)

R

¶
: (2.53)

Elle correspond µa un mouvement hyperradial d'¶energieE dans un potentiel coulombien
moyen associ¶e µa une charge e®ectiveZef f (R). Cette charge est obtenue par le biais d'une
interpolation µa un paramµetre´ entre ses deux valeurs limitesZ0 = Zef f (R0) et ZW =
Zef f (R1 ). La charge e®ectiveZ0 est obtenue µa partir des conditions de conservation de
la norme et du °ux enR0 pour la fonction d'onde de photoabsorption, ce qui conduit µa

pE (R0) =

P 0
E ¸ · E p¸ (R0) jF¸ (R0)j2
P 0

E ¸ · E jF¸ (R0)j2
; (2.54)

oµu le signe prime sur
P

signi¯e l'exclusion des canaux d'ionisation simple laissant l'ion
r¶esiduel dans l'¶etatn = 1 µa 3. Sch¶ematiquement, l'exclusion de ces canaux revient µa
"boucher" les puits in¯nis localis¶es autour de® = 0 et ® = ¼=2 jusqu'au niveauE3 (voir
¯gure (2.2)). Par ailleurs, les seules autres singularit¶es du potentiel coulombien µa trois
corps sont les barriµeres in¯nies localis¶ees en (® = ¼=4; µ12 = 0) et ( ® = ¼=4; µ12 = 2¼), qui
n'ont aucune incidence sur la dynamique puisqu'elles d¶e¯nissent des r¶egions interdites.
La charge e®ective ressentie par la fonction d'onde enR0, amput¶ee des canaux sp¶eci¯¶es,
va donc d¶ependre peu de® et µ12, et prendre une valeur voisine de la charge e®ective au
point selle ou charge de WannierZW . C'est bien ce que l'on observe lorsque l'on d¶eduitZ0

de (2.54) conform¶ement µa (2.53). Pour de grandes valeurs deR, le potentiel coulombien µa
trois corpsV(®; µ12)=R s'assimile de plus en plus µa un plateau centr¶e sur le point selle, et
il est naturel de postulerZef f (R1 ) = ZW . Dans ces conditions, on se rend bien compte
que le choix de la formule d'interpolation, comme la valeur du paramµetre qui y ¯gure, ne
seront pas du tout critiques. On a choisi

Zef f (R) = ZW
´ (R ¡ R0)2

1 + ´ (R ¡ R0)2
+ Z0

µ
1 ¡

´ (R ¡ R0)2

1 + ´ (R ¡ R0)2

¶
: (2.55)

oµu le paramµetré contrôle la vitesse d'¶evolution deZef f entre ses deux valeurs limites :
plus ´ est grand, plus on tend rapidement vers la charge de Wannier. Cependant, vu la
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proximit¶e de Z0 et de ZW , sa valeur a un impact n¶egligeable sur les r¶esultats. Ce qui
permet de consid¶erer la m¶ethode comme une m¶ethode sans paramµetre.

La charge e®ectiveZef f (R) ¶etant connue, nous pouvons en d¶eduire l'impulsion locale
pE (R), et la longueur d'onde localȩ E (R) = p¡ 1

E (R). La condition qui garantit la validit¶e
de l'approximation semiclassique s'¶ecrit

¯
¯
¯
¯
@ Ȩ (R)

@R

¯
¯
¯
¯ ¿ 1: (2.56)

La ¯gure (2.5) montre que la condition (2.56) est valable dans un large domaine (E £ R).
Pour de faibles valeurs d'¶energie, en particulier, les calculs peuvent être men¶es pour des
tailles de r¶egion interne raisonnables.

Fig. 2.5 { Courbes de niveau de
¯
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Consid¶erons maintenant le deuxiµeme facteur de (2.52). Il repr¶esente une fonction
d'onde r¶eduite qui d¶epend faiblement deR. Elle d¶ecrit la dynamique angulaire des ¶elec-
trons. L'id¶ee de l'approximation qui consiste µa s¶eparer l'essentiel du mouvement hyperra-
dial du mouvement angulaire est bas¶ee sur le fait queR, qui mesure la taille globale du
triangle atomique ¶electron-noyau-¶electron est moins critique pour la dynamique µa grande
distance que les variables angulaires® et µ12 qui contrôlent la forme de ce triangle. Cela re-
vient en pratique µa n¶egliger l'¶energie et l'impulsion radiales associ¶ees µa la fonction r¶eduite
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e© par rapport µa leurs homologues associ¶ees µa l'onde sortante semiclassique ; c'est-µa-dire

@2e©
@R2

¿ p2
E

e©;
@e©
@R

¿ pE
e©: (2.57)

Ces relations constituent l'approximation la plus importante de la m¶ethode HRM-SOW.

Propagation de la solution de R0 µa R1

La fonction d'onde © donn¶ee par (2.52) satisfait l'¶equation homogµene obtenue µa partir
de l'¶equation (2.34) en supprimant le terme source pourR ¸ R0. Les approximations
exprim¶ees en (2.57) nous permettent de n¶egliger la d¶eriv¶ee seconde par rapport µaR de
la fonction r¶eduite e© et donc, de nous ramener µa une ¶equation di®¶erentielle de premier
ordre enR, virtuellement analogue µa une ¶equation de propagation temporelle du premier
ordre en temps. Pour expliciter cette analogie, nous introduisons une nouvelle variable,
le pseudo-temps¿, par la relation Rp(R)d¿ = dR. Cette substitution permet de r¶e¶ecrire
l'¶equation semiclassique du premier ordre par rapport µaR comme une ¶equation de SchrÄo-
dinger non stationnaire par rapport µa¿. Nous obtenons ainsi l'¶equation de propagation
de e© dans la r¶egion externe sous la forme

i
@e©
@¿

=
µ

1
2

T (­)
R(¿)

+ V(­)
¶

e©: (2.58)

Celle-ci peut être r¶esolue avec une grande e±cacit¶e nous permettant d'atteindre des va-
leurs deR quasi-macroscopiques. A une ¶energieE en excµes au-dessus du seuil de double
ionisation, la dynamique corr¶el¶ee gouvern¶ee par le potentiel coulombien µa trois corps
V(­) =R s'¶etend sur une r¶egion dont l'extension varie commeE ¡ 1, la r¶egion dite asympto-
tique s'¶etendant au-delµa. La m¶ethode HRM-SOW apparâ³t donc comme particuliµerement
adapt¶ee µa l'¶etude des basses ¶energies. De plus, sa capacit¶e µa g¶en¶erer la fonction d'onde
jusque dans la r¶egion asymptotique elle-même permet de calculer les sections e±caces di-
rectement µa partir de leurs d¶e¯nitions donn¶ees en (2.27) µa (2.32), sans introduire aucune
approximation. Ces deux propri¶et¶es distinguent clairement la m¶ethode HRM-SOW des
m¶ethodes concurrentes comme ECS et TDCC, dont nous avons parl¶e au chapitre 1.

2.3 Impl¶ementation num¶erique

Nous d¶eveloppons dans ce paragraphe les techniques num¶eriques utilis¶ees pour r¶e-
soudre les ¶equations pr¶esent¶ees dans le paragraphe pr¶ec¶edent soient (2.38), (2.43a) et
(2.50) pour la r¶egion interne, et (2.58) pour la r¶egion externe.
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2.3.1 R¶egion interne

Base angulaire

La d¶ependance en ­1 et ­ 2 de la fonction d'onde ©, fonction propre du moment
angulaire total de He, est d¶ecrite par un d¶eveloppement sur les harmoniques sph¶eriques
bipolaires [26]

YLM
`1 ;`2

(­ 1; ­ 2) =
X

m1 ;m 2

h̀ 1m1`2m2jLM i Y`1 ;m 1 (­ 1)Y`2 ;m 2 (­ 2); (2.59)

oµu le symboleh̀ 1m1`2m2jLM i est un coe±cient de Clebsch-Gordan de couplage des mo-
ments angulaires individuels̀ 1 et `2 des deux ¶electrons, etY` i ;m i (­ i ) est l'harmonique
sph¶erique associ¶ee µa l'¶electroni . Or nous savons que la fonction d'onde © est de sym¶etrie
1Po. Comme nous nous pla»cons en polarisation lin¶eaire, nous avons ¶egalementM = 0. Les
fonctions pertinentes v¶eri¯eront doncL = 1, M = 0, `2 = `1§ 1. Pour tenir compte de l'in-
discernabilit¶e des ¶electrons, nous introduisons les harmoniques bipolairesg

uY10
`;` +1 (­ 1; ­ 2)

sym¶etris¶ees
g
uY10

`;` +1 (­ 1; ­ 2) =
1

p
2

¡
Y10

`;` +1 (­ 1; ­ 2) § Y 10
`;` +1 (­ 2; ­ 1)

¢
: (2.60)

Les indicesg (gerade) et u (ungerade) se r¶efµerent respectivement aux composantes sy-
m¶etriques et antisym¶etriques dans la permutation des angles ­1 $ ­ 2. Les harmoniques
bipolaires

©
Y10

`;` +1 (­ 1; ­ 2); Y10
`+1 ;` (­ 1; ­ 2)

ª
pour ` = 0; : : : ; 1 forment une base complµete

et orthonorm¶ee. Il en va de même de
©

gY10
`;` +1 (­ 1; ­ 2); uY10

`;` +1 (­ 1; ­ 2)
ª

pour ` allant de
0 µa l'in¯ni. Cette derniµere base est beaucoup plus adapt¶ee car elle permet d'imposer ex-
plicitement la propri¶et¶e de sym¶etrie de la fonction d'onde totale dans l'¶echangedes deux
¶electrons. La fonction d'onde peut se d¶ecomposer sur cette base sous la forme

©(R; ­) =
n `X

`=0

¡
cg

` (R; ®)gY10
`;` +1 (­ 1; ­ 2) + cu

` (R; ®)uY10
`;` +1 (­ 1; ­ 2)

¢
; (2.61)

oµu les coe±cientscg
` (R; ®) et cu

` (R; ®) sont respectivement pair et impair dans la trans-
formation ® ! ¼=2 ¡ ® qui correspond µa l'¶echanger1 $ r2. Ce qui pr¶eserve la sym¶etrie
de © dans la permutation des ¶electrons conform¶ement au postulat de sym¶etrisation.

En ce qui concerne la variable®, le choix de la base n'est pas ¶evident. En e®et, la
premiµere id¶ee consiste, suivant Fano [19], µa prendre des polynômes de Jacobi tels que
leurs produits par les harmoniques sph¶eriques (2.59) d¶e¯nissent des fonctions propres du
"grand moment angulaire"T (­) de l'¶equation (2.36). Cependant, on s'est aper»cu que le
d¶eveloppement des ¶etats diexcit¶es de l'h¶elium sur cette base convergeait trµes lentement.
On s'attend µa ce qu'il en aille de même pour les ¶etats du double continuum. C'est pour-
quoi nous pr¶ef¶erons construire une basead hoc satisfaisant les contraintes physiques du
problµeme. De prime abord, cette base doit être complµete pour toute fonction d¶e¯nie sur
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Fig. 2.6 { Allure de ® = ¼
4 (1 ¡ cos 2x) en fonction dex.
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le domaine de variation de® c'est-µa-dire [0; ¼=2]. C'est le cas de la base de fonctions de
Fourier e§ i 4n®. Puis, elle doit se d¶ecomposer en un sous-ensemble de fonctions paires et un
sous-ensemble de fonctions impaires dans la transformation® ! ¼=2 ¡ ®, on pense donc
aux composantes cos 4n® et sin 4n® de la base de Fourier d¶e¯nie pr¶ec¶edemment. Ensuite,
la base doit d¶ecrire e±cacement le comportement en®`+1 [(¼=2 ¡ ®)`+1 ] de la fonction
au voisinage de® = 0 [® = ¼=2] qui se d¶eduit de l'examen de l'¶equation aux valeurs
propres du hamiltonien angulaire µaR ¯xe au voisinage de ces valeurs de la variable®. Les
fonctions qui v¶eri¯ent ces propri¶et¶es s'expriment comme

g! `
n (®) = (sin ®cos®)`+1 cos 4n®; (2.62a)

u! `
n (®) = (sin ®cos®)` sin 4n®: (2.62b)

Cependant, la grille qui sous-tend cette base est µa pas constant. Pour d¶ecrire convena-
blement les fortes singularit¶es au voisinage de® = 0 et ® = ¼=2, une base de fonctions
associ¶ee µa une grille µa pas variable dont le pas serait minimal aux bornes de® serait plus
adapt¶ee. Nous choisissons pour cela d'utiliser une variable interm¶ediairex telle que

® =
¼
4

(1 ¡ cos 2x) ; x² [0; ¼=2]: (2.63)

On voit sur la ¯gure (2.6) qu'un pas constant enx correspond µa un pas qui varie avec
® et pr¶esente un minimum prµes des bornes. Notons alors que le domaine de variation de
x est le même que celui de®, et que la transformation® $ ¼=2 ¡ ® se traduit par la
transformation x $ ¼=2¡ x. Les fonctions de Fourier cos 4nx et sin 4nx forment donc une
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base adapt¶ee µa notre problµeme. Reste µa incorporer le comportement des fonctions d'onde
aux bornes de l'intervalle. Pour cela, notons qu'au voisinage de® = 0 [¼=2] ® » x2

[¼=2 ¡ ® » (¼=2 ¡ x)2]. Les fonctions ad¶equates sont donc

g! `
n (®) = (sin x cosx)2`+2 cos 4nx; n = 0; : : : ; n® ¡ 1 (2.64a)

u! `
n (®) = (sin x cosx)2`+1 sin 4nx; n = 1; : : : ; n®; (2.64b)

oµu l'indice n repr¶esente l'ordre de la fonction dans la base en®. Notons que la base
(2.64) n'est pas orthonorm¶ee. Nous choisissons donc comme base orthonorm¶ee en® celle
qui se d¶eduit de (2.64) par la transformation orthogonale qui diagonalise la matrice de
recouvrement des vecteurs d'origine. Nous obtenons donc ¯nalement la base angulaire
orthonormale de dimension 2n`n® que nous avons not¶ee pr¶ec¶edemmentÃm (­) : l'indice
m repr¶esente donc collectivement les nombres quantiques² et ` et le nombren qui identi¯e
un vecteur de la base en®.

R¶eseau hyperradial

Pour d¶e¯nir la base hypperradiale, nous utilisons la m¶ethode de collocation dont l'int¶e-
rêt est de faciliter le calcul des ¶el¶ements de matrice. Elle est, en e®et, bas¶ee sur l'utilisation
conjointe de deux types de repr¶esentation ¶etroitement connect¶es : une repr¶esentation glo-
bale et une repr¶esentationlocale. La repr¶esentation globale est d¶e¯nie par une base de
fonctions analytiques ; elle est bien adapt¶ee au calcul des ¶el¶ements de matrice des op¶era-
teurs di®¶erentiels comme l'op¶erateur ¶energie cin¶etique puisque les fonctions peuvent ^etre
d¶eriv¶ees exactement. Quant µa la repr¶esentation locale, elle est d¶e¯nie par une s¶erie de
points appel¶ee grille et bien adapt¶ee µa la description des potentiels locaux ; les ¶el¶ements
de matrice associ¶es sont approxim¶es par la valeur de ce potentiel aux points de la grille. Ce
principe de calcul est µa l'origine de la DVR ("Discrete Variable Representation") [27, 28]
et des r¶eseaux de Lagrange de Bayeet al [29,30].

Un intervalle [a; b] ¶etant donn¶e, un r¶eseau de Lagrange est, par d¶e¯nition, constitu¶e
de deux ¶el¶ements. Le premier est une grille denr points r i associ¶es µa des poidswi telle
que toute int¶egrale d¶e¯nie sur l'intervalle [a; b] peut être approxim¶ee par la quadrature de
Gauss g¶en¶eralis¶ee Z b

a
g(r )dr '

n rX

i =1

wi g(r i ): (2.65)

Le second est une base de fonctions dite de Lagrangehi (r ) d¶e¯nies sur [a; b] satisfaisant
{ la condition de Lagrange

hi (r j ) = w
¡ 1

2
i ±ij ; (2.66)

{ et la condition d'orthonormalisation
Z b

a
h¤

i (r )hj (r )dr = ±ij : (2.67)
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Chaque fonction de Lagrange est donc, par d¶e¯nition, nulle en tous les points de la grille
sauf un et leur ensemble forme une base orthonorm¶ee.

Une telle paire form¶ee d'une grille et d'une base de fonctions peut être associ¶ee µa
tout ensemble de polynômesPk(r ), k = 0; : : : ; nr , orthogonaux sur un intervalle [a; b]
relativement µa la fonction poids! (r ). Dans ce cas, la grille consiste en les z¶erosr i , i =
1; : : : ; nr du polynômePn r (r ) tandis que la base orthonormale est form¶ee des fonctions de
Lagrange

hi (r ) =
kn r

kn r ¡ 1
h¡ 1=2

n r ¡ 1

·
Pn r ¡ 1(r i )
P0

n r
(r i )

¸ 1=2

! 1=2(r )
Pn r (r )
r ¡ r i

; (2.68)

oµu kn r et hn r sont respectivement le facteur de standardisation et le carr¶e de la norme du
polynômePn r (r ). Le choix des polynômes orthogonauxPn r (r ) est dict¶e par le domaine de
d¶e¯nition et par les conditions aux limites de l'¶equation µa r¶esoudre.

Compar¶e aux calculs utilisant une base de fonctions ordinaire, le calcul bas¶e sur l'ap-
proche r¶eseau pr¶esente plusieurs avantages comme nous l'avons annonc¶e. En fait, en uti-
lisant les ¶equations di®¶erentielles satisfaites par les polynômes orthogonaux, ainsi que
des techniques de r¶egularisation introduites pour supprimer les singularit¶es des poten-
tiels [30,31], on peut, dans la quasitotalit¶e des cas, exprimer les ¶el¶ements de matrice tant
cin¶etique que potentiel µa partir d'int¶egrales calculables exactement par la quadrature as-
soci¶ee au r¶eseau. On obtient de cette fa»con des expressions alg¶ebriques exactes dont le
calcul est extrêmement rapide.

Dans le cadre de cette ¶etude, le domaine de variation deR ¶etant [0; R0], celui de
la variable r¶eduite r = R=R0 se ramµene µa [0; 1] et le comportement µa l'origine de la
fonction d'onde hyperradiale ¶etant de la former 5=2, nous avons choisi comme points de
la grille les z¶erosr i (i = 1; : : : ; nr ) du polynôme de Jacobi shift¶eG66

n r
(r ) de degr¶enr [32],

associ¶e µa la fonction poids! (r ) = r 5. Les fonctions de base sont les fonctions de Lagrange
orthonormalis¶ees correspondanteshi (r ) d¶e¯nies sur [0; 1] par

hi (r ) = »i r 5=2 G66
n r

(r )
r ¡ r i

; (2.69)

avec

»i = ( ¡ 1)i
p

r i (1 ¡ r i )
(2nr + 5)!

nr !(nr + 5)!
; i = 1; : : : ; nr (2.70)

Nous avons donc au total une repr¶esentation de dimension 2n`n®nr dans la r¶egion
interne.

Formulation matricielle du problµeme

La r¶esolution du problµeme dans la r¶egion interne consiste pour l'essentiel µa trouver
les solutions des ¶equations aux valeurs propres (2.38) et (2.43a) dans les repr¶esentations
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d¶e¯nies ci-dessus. A partir de leurs valeurs et vecteurs propres, on peut en e®et construire
la matrice et le vecteur qui d¶e¯nissent le systµeme d'¶equations lin¶eaires inhomogµenes (2.50)
dont la solution nous donne la fonction d'onde cherch¶ee enR0. Notons, pour être complet,
que la fonction d'onde du fondamental ª0 utilis¶ee dans cette ¶etude est une fonction de
type Hylleraas [13] µa 20 termes calcul¶ee par Hart et Herzberg [33].

Pour r¶esoudre l'¶equation (2.38), nous r¶e¶ecrivons la fonction inconnuef k
m (R) de (2.39b)

commef k
m (R) = R0rgk

m (r ) ; et nous multiplions l'¶equation µa gauche parR0r , avant de
d¶eveloppergk

m (r ) sur la base des fonctions de Lagrange. Le but de ces manipulations est
d'¶eliminer les divergences enR¡ 2 dans (2.38) a¯n que les ¶el¶ements de matrice radiaux
puissent être calcul¶es avec pr¶ecision par la quadrature de Gauss associ¶ee au r¶eseau radial.
Une cons¶equence de ces manipulations est que (2.38) devient une ¶equation aux valeurs
propres g¶en¶eralis¶ees, c'est-µa-dire oµu la valeur propre est multipli¶ee parune matrice qui
ne se r¶eduit pas µa la matrice identit¶e. Cette ¶equation de dimension 2n`n®nr est r¶esolue µa
l'aide de la routine "dspgv" de la bibliothµeque LAPACK.

La convergence des r¶esultats par rapport µa l'hyperrayonR0 et aux dimensionsnr ,
n` et n® a ¶et¶e discut¶ee dans [5]. Les valeurs n¶ecessaires pour converger le calcul µa une
¶energie de 100 meV au-dessus du seuil de double ionisation, par exemple, sontn` = 5,
n® = 29, nr = 90 pour R0 = 60 u.a. Ainsi la taille de la matrice associ¶ee µa l'¶equation
(2.38) est 26100£ 26100. La diagonalisation d'une matrice de cette taille, produisant tous
les vecteurs propres et toutes les valeurs propres, prenait environ 8 heures sur la machine
vectorielle NEC-SX5, caract¶eris¶ee par 40 processeurs de 8 G°ops et de 224 Go de m¶emoire
partag¶ee, du centre de calcul IDRIS remplac¶ee µa l'¶et¶e 2006 [34].

L'¶equation aux valeurs propres (2.43a), exprim¶ee dans la base angulaireÃm (­) de di-
mension 2n`n®, est r¶esolue µa l'aide de la routine LAPACK "dspev". A 100 meV au-dessus
du seuil, la dimension du problµeme est 290£ 290, et la diagonalisation prend un temps
tout µa fait n¶egligeable.

En¯n, la r¶esolution du systµeme lin¶eaire inhomogµene (2.50) de dimension 2n`n®, est
assur¶ee par la routine "zspsv" de LAPACK. Le temps de calcul est µa peine d'une minute.

2.3.2 R¶egion externe

Propagateurs

La fonction d'onde © prend la forme (2.52) dans la r¶egion externe et la fonction r¶eduite
e© peut se d¶evelopper sur la base des harmoniques sph¶eriques bipolaires convenablement
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sym¶etris¶ees comme

e©(¿; ®;­ 1; ­ 2) =
nL ¡ 1X

`=0

X

²= g;u

a²
` (¿; ®)²Y10

`` +1 (­ 1; ­ 2): (2.71)

En portant l'¶equation (2.71) dans l'¶equation de propagation (2.58) et en projetant sur
les harmoniques sph¶eriques bipolaires, on obtient un systµeme d'¶equations aux d¶eriv¶ees
partielles coupl¶ees pour les coe±cientsa²

` (¿; ®) :

i
@
@¿

a²
` (¿; ®) =

µ
¡

1
2R(¿)

@2

@®2
+ + U` (¿; ®)

¶
a²

` (¿; ®) + V` (¿; ®)a¡ ²
` (¿; ®) +

X

`0

W ²
`` 0(®)a²

`0(¿; ®); (2.72)

oµu

U` (¿; ®) =
2(` + 1) 2

R(¿) sin2 2®
¡

Z
cos®

¡
Z

sin®
; (2.73a)

V` (¿; ®) =
2(` + 1) cos 2®
R(¿) sin2 2®

; (2.73b)

W ²
`` 0(®) =

­
²Y10

`` +1 jWj ² Y10
` 0̀ 0+1

®
: (2.73c)

W = R=r12 prenant la forme (2.37c).

Il ressort de l'¶equation (2.72) que les termes peuvent être regroup¶es en deux cat¶ego-
ries suivant leurs propri¶et¶es. D'une part,W ²

`` 0(®) ne d¶epend pas de¿, ne pr¶esente aucune
singularit¶e en® et couple les ondes partielles̀ et `0 pour une parit¶e ² donn¶ee. D'autre
part, les termesU` (¿; ®) et V` (¿; ®) pr¶esentent des singularit¶es en® = 0 et en ® = ¼=2 ;
V` (¿; ®) connecte les composantesgeradeet ungeradepour une onde partielle` donn¶ee
tandis que l'op¶erateur di®¶erentiel@2=@®2 couple, quant µa lui, des valeurs voisines de®
pour une onde` et une sym¶etrie² donn¶ees. Il est donc commode de traiter s¶epar¶ement
les contributions dues µa chacun de ces termes.

Pour cela, nous utilisons la m¶ethode du "split-operator" [35] trµes usit¶ee dans les pro-
blµemes de propagation. Le hamiltonien qui contrôle l'¶evolution du problµeme ¶etant sousla
forme d'une somme de deux op¶erateursA et B qui ne commutent pas entre eux, l'op¶era-
teur d'¶evolution ¶el¶ementaire correspondant peut être factoris¶e comme

P (d¿; A + B) = P(d¿=2;A)P(d¿; B)P(d¿=2;A) + O
¡
d¿3

¢
; (2.74)

signi¯ant que cette ¶egalit¶e est valable jusqu'au troisiµeme ordre end¿; de sorte que le
propagateur sur un temps¿ = nd¿ s'¶ecrit

P (¿; A + B) = P(d¿=2;A) [P(d¿; B)P(d¿; A)]n P(¡ d¿=2;A): (2.75)
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En appliquant cet op¶erateur µa la fonction d'onde enR0, nous pouvons ¶evaluer la fonction
d'onde µa n'importe quel instant¿ ult¶erieur et par cons¶equent en n'importe quel hyperrayon
R(¿) > R 0. D'aprµes l'¶equation ci-dessus, il apparâ³t que les op¶erateursA et B contribuent
de fa»con ¶equivalente µa la propagation. Nous choisissons iciA = W, B comprenant tous
les autres termes du hamiltonien.

L'¶evolution due µaA ob¶eit µa

i
@
@¿

a²
` (¿; ®) =

X

`0

W ²
`` 0(®)a²

`0(¿; ®); (2.76)

alors que celle contrôl¶ee par l'op¶erateurB s'exprime plus simplement en termes des coef-
¯cients

b§
` (¿; ®) =

1
p

2

¡
a+

` (¿; ®) § a¡
` (¿; ®)

¢
; (2.77)

qui satisfont les ¶equations aux d¶eriv¶ees partielles

i
@
@¿

b¹
` (¿; ®) =

µ
¡

1
2R(¿)

@2

@¿2
+ U` (¿; ®) + ¹ V` (¿; ®)

¶
b¹

` (¿; ®); (2.78)

avec¹ = § [36].

Avant de d¶ecrire le sch¶ema de r¶esolution appropri¶e µa ces ¶equations de propagation,
compl¶etons la repr¶esentation angulaire. Dans la r¶egion externe, le potentiel coulombien
de l'atome d'h¶elium varie trµes rapidement au voisinage des limites du domaine de®. La
description de ces singularit¶es n¶ecessiterait une base de trµes grande dimension. Il est plus
commode d'utiliser une grille non uniforme pr¶esentant une forte densit¶e de points au
voisinage des bornes du domaine de®. La grille choisie est d¶e¯nie par

®i =
µ

x i ¡
1
4

sin 4x i

¶
; x i =

i¼
2(N + 1)

; i = 1; : : : ; N; (2.79)

qui assure un pas enN ¡ 3 au voisinage de® = 0 et de ® = ¼=2. Les potentiels locaux
de (2.72) sont repr¶esent¶es par leurs valeurs aux points de la grilleU` (¿; ®i ), V` (¿; ®i ) et
W ²

`` 0(®i ) et les op¶erateurs di®¶erentiels par des formules de di®¶erence ¯nie de second ordre
y00

i = si yi ¡ 1 + ci yi + di yi +1 , les poids de di®¶erentiation associ¶es µa la grille non uniforme
¶etant donn¶es par

si =
2

(®i ¡ 1 ¡ ®i )(®i ¡ 1 ¡ ®i +1 )
; (2.80a)

ci =
2

(®i ¡ ®i ¡ 1)(®i ¡ ®i +1 )
; (2.80b)

di =
2

(®i +1 ¡ ®i ¡ 1)(®i +1 ¡ ®i )
: (2.80c)
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Les ¶equations de propagation (2.76) et (2.78) peuvent être r¶e¶ecrites sous forme matricielle
comme

i
@
@¿

a(¿) = Aa (¿); (2.81a)

i
@
@¿

b(¿) = B(¿)b(¿): (2.81b)

Les ¶el¶ements des matricesA et B de dimension 2nL N sont donn¶es par

`²i A `0²0i 0 = ±²² 0±ii 0W ²
`` 0(®i ); (2.82a)

`¹i B `0¹ 0i 0(¿) = ¡ ±¹¹ 0±̀ ` 0

µ
si

2R(¿)
±ii 0+1 +

µ
ci

2R(¿)
¡ U ` (¿; ®i ) + ¹ V` (¿; ®i )

¶
±ii 0

+
di

2R(¿)
±ii 0¡ 1

¶
: (2.82b)

Les ¶equations (2.82) mettent en ¶evidence les di®¶erentes propri¶et¶es des deux ¶equations de
propagation (2.81) : d'une part, l'ind¶ependance en¿ de l'op¶erateur A, lequel induit un
couplage µa "longue port¶ee" des ondes partielles` ; d'autre part, la d¶ependance en¿ et le
couplage des indicesi de B qui conduit µa une matrice tridiagonale. Par cons¶equent, on
peut leur appliquer di®¶erents sch¶emas de r¶esolution.

A l'op¶erateur A, nous associons un propagateur exponentiel,P(d¿; A) = exp( ¡ iAd¿).
Pour cela, nous prenons l'exponentielle de la repr¶esentation matricielle deA d¶e¯nie comme
un d¶eveloppement en s¶erie de (id¿A), qui pr¶eserve l'unitarit¶e µa tous les ordres end¿.
CommeA est ind¶ependant de¿, le calcul de ce propagateur est fait une fois pour toutes
au d¶ebut de la propagation. La propagation selonA consiste donc µa e®ectuer le produit
d'une matrice connue et constante par un vecteur qui ¶evolue

a(¿ + d¿) = P(d¿; A)a(¿): (2.83)

A cause de la structure diagonale par bloc de la matrice deA qui est conserv¶ee dans le
propagateurP(d¿; A), l'¶equation ci-dessus se ramµene µa 2N produits matrice£ vecteur de
dimensionnL .

En revanche, la technique d¶ecrite ci-dessus ne peut être appliqu¶ee au propagateur
associ¶e µaB. En e®et, commeB d¶epend de¿, cela reviendrait µa ¶evaluer son exponentielle
µa chaque pas de propagation, ce qui alourdirait le temps de calcul. De plus, ses singularit¶es
en ® = 0 et en ® = ¼=2 pourraient rendre l'exponentiation d¶elicate. Il est plus commode
d'utiliser le propagateur de Crank-Nicholson [37] de la forme

P(d¿; B) =
µ

1 + i
d¿
2

B
¶ ¡ 1 µ

1 ¡ i
d¿
2

B
¶

: (2.84)

qui est un op¶erateur unitaire µa tous les ordres end¿et permet de tirer pro¯t de la structure
de la matrice B , qui non seulement est diagonale par bloc, mais aussi tridiagonale dans
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chacun des blocs. Une propagation ¶el¶ementaire sur un pasd¿ revient µa alors r¶esoudre 2nL

systµemes lin¶eaires inhomogµenes et tridiagonaux de dimensionN
µ

1 + i
d¿
2

B
¶

b(¿ + d¿) =
µ

1 ¡ i
d¿
2

B
¶

b(¿): (2.85)

Remarquons que la m¶ethode HRM-SOW s'¶ecarte de l'impl¶ementation standard de la m¶e-
thode du "split-operator" en combinant deux repr¶esentations di®¶erentes des propagateurs
associ¶es µaA et B .

Le propagateurP(d¿; A + B) a l'avantage d'être rigoureusement unitaire, ce qui per-
met la conservation du °ux total µa travers la r¶egion externe. La section e±cace totale de
photoionisation calcul¶ee enR0 sera donc conserv¶ee pour toutR > R 0. La propagation
dans la r¶egion externe pr¶esente deux aspects int¶eressants :

{ elle est trµes rapide ; µaR grand, l'impulsion localep(R) tend vers
p

2E, et comme
dR = Rp(R)d¿, R crô³t comme exp(

p
2E¿). Nous pouvons alors atteindre rapide-

ment des valeurs macroscopiques de l'ordre de 106 u.a.
{ l'¶evolution de la fonction d'onde © avecR peut être visualis¶ee deR0 jusque dans la

r¶egion asymptotique. On peut ainsi mieux appr¶ehender la dynamique du processus
de photoionisation et le processus de construction des sections e±caces.

D¶etails num¶eriques

La propagation ¶el¶ementaire d¶ecrite par le propagateurP(d¿; B)P(d¿; A) requiert la
r¶ealisation des ¶etapes suivantes :

1. - 2N produits ind¶ependants d'une matrice de dimensionnL £ nL par un vecteur de
même taille pour propagera,

2. - 2nL N combinaisons lin¶eaires ind¶ependantes pour passer dea µa b,

3. - la r¶esolution de 2nL systµemes ind¶ependants deN ¶equations tridiagonales pour
propagerb,

4. - 2nL N combinaisons lin¶eaires ind¶ependantes pour ramenerb µa a.

Si on analyse cette propagation en vue de la parall¶elisation de la proc¶edure, on s'aper-
»coit que chacune des ¶etapes ci-dessus inviterait µa une parall¶elisation sur des sous-ensembles
di®¶erents d'indices. La parall¶elisation de la proc¶edure n¶ecessiterait donc des communica-
tions entre les ¶etapes successives de la propagation, ce qui r¶eduirait ses performances
d'autant plus que le nombre de processeurs requis serait ¶elev¶e. Il apparâ³t que ce pro-
blµeme de propagation ne se prête pas µa une parall¶elisation pouss¶ee. C'est la raison pour
laquelle nous avons choisi de le parall¶eliser en` ; cette parall¶elisation nous fait gagner du
temps de calcul au niveau de l'¶etape 3, et elle ne nous en fait pas perdre trop en com-
munication parce que le nombre de valeurs dèest limit¶e. Notre problµeme se prête par
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contre trµes bien µa une vectorisation. Le produit d'une matrice par un vecteur et les com-
binaisons lin¶eaires sont des op¶erations naturellement vectorisables, ce qui n'est pas le cas
de la r¶esolution du systµeme d'¶equations tridiagonal. Nous avons cependant impl¶ement¶e un
algorithme de r¶eduction cyclique [38{40] qui permet une vectorisation µa chaque ¶etape de
r¶eduction. Au total, l'exploitation du code s'est r¶ev¶el¶ee optimale sur la machine vectorielle
modestement parallµele NEC-SX5 de l'IDRIS (remplac¶ee depuis par la NEC-SX8).

Les paramµetres importants de la propagation dans la r¶egion externe sont les dimensions
nL de la base angulaire,N de la grille en®, le pas de propagationd¿et Rmax la valeur ¯nale
de R. A cause des e®ets cumul¶es de la r¶epulsion bi¶electronique qui peuplent des ondes
partielles de plus en plus ¶elev¶ees au cours de la propagation,nL doit être relativement
grand. Pour des raisons que nous justi¯erons au chapitre 3, nous choisissonsnL = 50.
D'autre part, µa cause de la forte localisation des canaux d'ionisation simple avec excitation
au voisinage de® = 0 et ® = ¼=2 quandR crô³t, nous choisissonsN = 4000 pour la grille
"cubique" en la variable ® d¶e¯nie par (2.79). Le pas de la grille en® atteint ainsi un
minimum de 0:16 £ 10¡ 9 rad aux bords de son domaine et un maximum de l'ordre de
0:78£ 10¡ 3 rad en¼=4. Le pas ¶el¶ementaired¿ choisie estd¿ = 0:001 u.a. qui est reli¶e µa un
pas enR allant de 0:025 u.a. enR0 = 60 u.a. µa 86 u.a. µaRmax = 106 u.a. pour une ¶energie
de 100 meV. Ce qui correspond µa 90 000 pas de propagation en 3 heures environ de temps
monoprocesseur. Cette possibilit¶e de propager dans la r¶egion externe est importante pour
¶etudier le d¶ecouplage progressif des canaux d'ionisation-excitation durant la propagation,
ce qui constitue un aspect essentiel de mon travail.

2.4 Un r¶esultat caract¶eristique : les distributions an-
gulaires µa 100 meV

La m¶ethode HRM-SOW a d¶ecrit avec succµes autant la double photoionisation de
He dans des cin¶ematiques trµes vari¶ees [1{5] que la double photoionisation des alcalino-
terreux [6, 7] dans le domaine des ¶energies interm¶ediaires : de quelques eV µa quelques
dizaines d'eV. Dans tous les cas examin¶es, les r¶esultats des calculs se sont r¶ev¶el¶es quasi
ind¶ependants de la jauge employ¶ee, et en excellent accord avec les mesures disponibles
en ¶echelle absolue. Notre but dans ce travail ¶etant d'appliquer la m¶ethode HRM-SOW
µa l'¶etude de l'ensemble des processus qui se d¶eveloppent dans le voisinage, sup¶erieur et
inf¶erieur, du seuil d'ionisation doubleI ++ , il est essentiel de v¶eri¯er que cette m¶ethode
est satisfaisante aux trµes basses ¶energies.

Dans ce domaine d'¶energie, la qualit¶e des r¶esultats th¶eoriques d¶epend fortement dela
qualit¶e de la description de l'interaction ¶electron-¶electron µa longue port¶ee, et la raret¶e des
r¶esultats re°µete les di±cult¶es qu'ont les th¶eoriciens µa rendre compte de la dynamique de
deux ¶electrons fortement corr¶el¶es dans un ¶etat non born¶e. Au niveau exp¶erimental, les
di±cult¶es augmentent ¶egalement en raison inverse de l'¶energie, aussi bien µa cause de la
faiblesse du signal, que de la di±cult¶e µa contrôler des ¶electrons de trµes basse ¶energie, et
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de la d¶egradation de la r¶esolution en ¶energie. Revenons plus pr¶ecis¶ement sur les di±cult¶es
du traitement th¶eorique. Le problµeme est qu'il faut traiter la dynamique corr¶el¶ee jusqu'µa
des distancesR À E ¡ 1 telles que le potentiel coulombien µa trois corps devient n¶egligeable
devant l'¶energieE des deux ¶electrons ¶eject¶es. Il est donc trµes di±cile de s'approcher du
seuil. Les m¶ethodes concurrentes de HRM-SOW pr¶esent¶ees dans le chapitre 1, c'est-µa-
dire essentiellement TDCC et ECS, ne peuvent pas traiter des r¶egions de plus de 500
u.a., ce qui les cantonne en pratique µa des ¶energies sup¶erieures µa quelques eV. Et ceci en
d¶epit du fait que ces m¶ethodes exploitent µa fond les fonctionnalit¶es des superordinateurs
massivement parallµeles les plus performants actuellement disponibles. Dans ce contexte,
le traitement semiclassique du mouvement hyperradial dans la r¶egion ext¶erieure constitue
un atout essentiel, puisqu'il permet de propager la fonction d'onde du systµeme jusqu'µa des
distances quasi macroscopiques.

Nous avons donc choisi d'illustrer les performances de la m¶ethode µa l'¶energie la plus
basse pour laquelle des mesures un peu substantielles aient ¶et¶e r¶ealis¶ees : 100 meV. A
cette ¶energie, des distributions angulaires ont en e®et ¶et¶e mesur¶ees pour un partage ¶egal
de l'¶energie entre les deux ¶electrons [9]. Ces mesures ont ¶et¶e report¶ees sur une ¶echelle ab-
solue en utilisant une proc¶edure de normalisation [8] valid¶ee pour des ¶energies nettement
plus hautes. On a montr¶e plus tard qu'µa basse ¶energie, cette proc¶edure perdait son auto-
coh¶erence et devait être r¶evis¶ee substantiellement pour prendre en compte de maniµere plus
r¶ealiste le pro¯l ¶energ¶etique du faisceau de photons et la variation des sections e±caces
µa l'int¶erieur d'un intervalle angulaire et ¶energ¶etique de comptage [43]. Nous comparons
donc nos r¶esultats aux mesures exp¶erimentales revisit¶ees.

Compte tenu de l'expression de la fonction d'onde ª1 dans la r¶egion externe donn¶ee
par (2.33) et (2.52), la TDCS, donn¶ee par (2.27) se r¶e¶ecrit

d3¾
dE1d­ 1d­ 2

= 2
2¼!
cE2

0

1
E sin 2®

¯
¯
¯e©(­)

¯
¯
¯
2

: (2.86)

En utilisant le d¶eveloppement (2.71) dee© sur les harmoniques bipolaires et les relations
[41]

gY10
`` +1 (­ 1; ­ 2) = ( ¡ 1)`

p
6

8¼
(cosµ1 + cosµ2)

p
` + 1P01

` (cosµ12); (2.87a)

uY10
`` +1 (­ 1; ­ 2) = ( ¡ 1)`+1

p
6

8¼
(cosµ1 ¡ cosµ2)

p
` + 1P10

` (cosµ12); (2.87b)

oµu P01
` (cosµ12) et P10

` (cosµ12) sont des polynômes de Jacobi, on peut exprimer la TDCS
sous la forme

d3¾
dE1d­ 1d­ 2

= j(cosµ1 + cosµ2) Ag(­) + (cos µ1 ¡ cosµ2) Au(­) j2 ; (2.88)

pr¶edite par Huetzet al. [42]. Les paramµetres dynamiquesAg(­) et Au(­) sont donn¶es par
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Ag(­) =

s
3!

8¼cE2
0E sin 2®

X

`

(¡ 1)`
p

` + 1P01
` (cosµ12)a

g
` (¿; ®) (2.89a)

Au(­) =

s
3!

8¼cE2
0E sin 2®

X

`

(¡ 1)`+1
p

` + 1P10
` (cosµ12)au

` (¿; ®): (2.89b)

L'expression (2.88) permet de mettre en ¶evidence les rµegles de s¶election qui d¶eterminent
l'allure g¶en¶erale des distributions angulaires. On voit en e®et que la TDCS est nulle si

{ les deux ¶electrons sont ¶emis perpendiculairement µa la polarisation du rayonnement
synchrotron qui, nous le rappelons, d¶e¯nit l'axeZ de notre r¶ef¶erentiel de travail ;

{ pour un partage ¶egal d'¶energie,® = ¼=4, les deux ¶electrons sont ¶emis dans des di-
rections oppos¶ees.

Fig. 2.7 { Repr¶esentation g¶eom¶etrique du systµeme form¶e par deux ¶electrons photo¶eject¶es.

Les TDCS peuvent être repr¶esent¶ees dans di®¶erentes con¯gurations g¶eom¶etriques.
L'axe Z du r¶ef¶erentiel du laboratoire ¶etant suivant l'axe de polarisation du rayonne-
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ment synchrotron, l'axe X est, quant µa lui, parallµele au faisceau de photons incidents.
La direction d'¶ejection de l'¶electroni est alors r¶ep¶er¶ee par l'angleµi = ( Z; k i ) d¶e¯ni sur
[0; 2¼] et par l'angle ' i d¶e¯ni sur [0; ¼] form¶e par les plans (Z; X ) et (Z; k i ). A l'aide des
angles' i , on d¶e¯nit l'angle mutuel ' 12 = ' 2 ¡ ' 1. La ¯gure (2.7) permet d'avoir une id¶ee
plus claire de la g¶eom¶etrie du systµeme form¶e par les deux ¶electrons. On peut remarquer
sur cette ¯gure que le systµeme est invariant par rotation autour de l'axeZ ; et donc les
TDCS ne d¶ependront pas de' 1 ou de ' 2 individuellement mais seulement de leur di®¶e-
rence ' 12. C'est ce qu'on v¶eri¯e imm¶ediatement sur (2.88) et (2.89) compte tenu de ce
que cosµ12 = cosµ1 cosµ2 + sin µ1 sinµ2 cos' 12.

Fig. 2.8 { TDCS (b/eV/sr 2) en fonction de l'angle d'¶ejectionµ2 du second ¶electron dans
le plan de d¶etection pourµ1 = 0º et les trois g¶eom¶etries coplanaires ¶etudi¶es dans [9] :
µ1 = 30º ; 60º ; 90º. ² avec barres d'erreur : r¶esultats exp¶erimentaux [9] aprµes r¶evision de la
proc¶edure de normalisation [43] ; trait continu : nos calculs.
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L'exp¶erience [9,43] a ¶et¶e r¶ealis¶ee avec un rayonnement synchrotron caract¶eris¶e par un
paramµetre de StokesS1 = 0:95. Nous avons v¶eri¯¶e que nos calculs donnent les mêmes
r¶esultats dans ce cas et dans l'hypothµese d'une source de rayonnement synchrotron com-
plµetement et lin¶eairement polaris¶ee (S1 = 1). Les TDCS ont ¶et¶e mesur¶ees pour une con¯-
guration g¶eom¶etrique coplanaire oµu les directions d'¶ejection des ¶electrons et la polarisation
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du champ sont dans le même plan, c'est-µa-dire' 12 = 0 (voir ¯gure (2.7)). Elles sont re-
pr¶esent¶ees en fonction de l'angle d'¶ejectionµ2 du second ¶electron, l'angle du premierµ1

¶etant ¯x¶e µa 30, 60 et 90º. Nous avons fait ¯gurer nos calculs pour les mêmes g¶eom¶etries
ainsi que pourµ1 = 0º, dans un souci de compl¶etude. Nous notons que la TDCS s'annule
pour µ2 ¡ µ1 = 0, qui correspond µa la situation oµu les deux ¶electrons seraient ¶emis dans
la même direction, interdite par le terme de r¶epulsion ¶electronique. Des noeuds se mani-
festent aussi dans le cas oµuµ2 ¡ µ1 = ¼conform¶ement µa la deuxiµeme rµegle de s¶election,
¶evoqu¶ee pr¶ec¶edemment, qui s'applique lorsque les deux ¶electrons ¶emis ont la même¶ener-
gie. On note ¶egalement que les sections e±caces sont sym¶etriques par rapport µa ce n¾ud
enµ2 = µ1+ ¼pour µ1 = 0ºet 90º, comme on peut le d¶eduire des ¶equations (2.88) et (2.89).

Au-delµa de ces propri¶et¶es de sym¶etrie, ce que nous souhaitons souligner, c'est qu'il res-
sort de cette ¯gure un excellent accord entre nos r¶esultats et les r¶esultats exp¶erimentaux.
Ceci con¯rme que la m¶ethode HRM-SOW est un outil bien adapt¶e pour mener µa bien
l'¶etude que nous envisageons dans le cadre de cette thµese.
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Chapitre 3

Extension au traitement de
l'ionisation simple

Dans le chapitre pr¶ec¶edent, nous avons pr¶esent¶e la m¶ethode HRM-SOW qui d¶ecrit
l'atome d'h¶elium aprµes qu'il ait absorb¶e un photon d'¶energie sup¶erieure au seuil de double
ionisation. Cependant, cette m¶ethode en son ¶etat actuel n'est pas complµete parce qu'elle
ne s¶epare pas parfaitement la double ionisation du processus concurrent qu'est l'ionisation
avec ou sans excitation vers di®¶erents ¶etatsn de l'ion r¶esiduel He+ . Dans ce chapitre,
nous comblons cette lacune. Nous mettons en ¶evidence dans un premier temps les cons¶e-
quences de la non-s¶eparation des di®¶erentes voies ouvertes. Nous pr¶esentons ensuite le
principe de la technique utilis¶ee pour s¶eparer tous les processus concurrents. Dans une
troisiµeme partie, nous d¶etaillons l'impl¶ementation de cette technique dans le cadre de
notre approche, oµu nous l'appliquerons µa rayon hyperradial ¯x¶e. Nous pr¶esentons ¯nale-
ment les sections e±caces¾n et les paramµetres d'asym¶etriēn µa 0.1 eV au-dessus du seuil
de double ionisation. Pour ce faible excµes d'¶energie, de fortes corr¶elations se d¶eveloppent
entre les ¶electrons qui permettent de peupler des niveauxn trµes ¶elev¶es : nous montrons les
sections e±caces d'ionisation-excitation jusqu'µan = 50.
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3.1 Enjeux de l'identi¯cation des di®¶erents processus

3.1.1 Intrication des di®¶erents processus

La m¶ethode HRM-SOW pr¶esent¶ee dans le chapitre pr¶ec¶edent d¶ecrit la dynamique
des ¶electrons deHe au-dessus du seuil de double ionisation. Or, comme nous l'avons
soulign¶e au chapitre 1, l'une des di±cult¶es de cette ¶etude r¶eside dans la superposition
de la voie de double ionisation et d'un nombre in¯ni de voies d'ionisation-excitation.
Cette superposition des canaux apparâ³t clairement dans la section e±cace di®¶erentielle
en ¶energie (SDCS) de double ionisation d¶e¯nie en (2.29) qui s'exprime comme

d¾
dE1

= 2
2¼!
E2

0c
1

E sin 2®

Z
d­ 1d­ 2j e©(Rmax ; ­) j2; (3.1)

oµu e©(R; ­) est la fonction r¶eduite associ¶ee µa la fonction d'onde de photoabsorption ª1

conform¶ement aux ¶equations (2.33) et (2.52) qui donnent

ª 1(R; ­) =
1

R5=2 sin 2®
1

p
p(R)

ei
RR

R 0
p(R0)dR0e©(R; ­) : (3.2)

La ¯gure (3.1) montre l'¶evolution des SDCS pour di®¶erentes valeurs de l'hyperrayon
R allant de 103 µa 106 u.a. pour un excµes d'¶energieE = 0:1 eV. Chaque SDCS comprend
un plateau et de fortes oscillations aux bords du domaine de variation deE1, et donc de
®. Cependant, quandR augmente, nous remarquons que ce plateau s'¶etend et devient
de plus en plus plat d'une part, et que les oscillations sont repouss¶ees vers les bords
E1 = E (® = 0) et E1 = 0 ( ® = ¼=2) d'autre part. Ces oscillations sont la manifestation
des processus de simple ionisation. Nous avons en e®et d¶ejµa not¶e au paragraphe 2.1.4 que
pour R ! 1 , l'ionisation simple correspondant µar2 ¯ni et r1 in¯ni ou inversement devient
con¯n¶ee dans de petits secteurs angulaires au voisinage de® = 0 et ( ¼=2), tandis que la
double ionisation correspondant µar1 et r2 in¯nis est d¶ecrite par le domaine compl¶ementaire
]0; ¼=2[, la valeur de® ¶etant alors reli¶ee au partage d'¶energie entre les deux ¶electrons par
l'¶equation (2.23).

Le con¯nement de l'ionisation simple est d'autant plus e±cace que l'on se place µaR
plus grand comme l'attestent la ¯gure (3.1), et de maniµere encore plus claire, la ¯gure
(3.2) qui repr¶esente une vue agrandie de la r¶egion des® » 0. L'intervalle oµu sont con¯n¶ees
les oscillations passe de ¢® = 0:165 pourR = 103 u.a. µa ¢® = 0:125 pourR = 104 u.a.
Ces valeurs de ¢® ont une interpr¶etation di®¶erente selon que l'on s'int¶eresse µa la double
ionisation ® > ¢ ® ou µa la simple ionisation® < ¢ ®. Dans le premier cas, on dira que
la SDCS est bien repr¶esent¶ee dans le domaine angulaire® > ¢ ®, c'est-µa-dire pour des
¶energiesE1 ou E2 > E sin2 ¢ ®. Pour une ¶energieE = 0:1 eV, la SDCS sera donc bien
repr¶esent¶ee par un calcul µaR = 104 u.a. pour des ¶energiesE1 ou E2 > 0:0016 eV. Notons
que cette valeur limite est nettement plus petite que les meilleures r¶esolutions ¶energ¶etiques
exp¶erimentales actuellement r¶ealisables, qui sont de l'ordre de la dizaine de meV [1]. Dans



3.1. ENJEUX DE L'IDENTIFICATION DES DIFF ¶ERENTS PROCESSUS 75

Fig. 3.1 { Evolution de la SDCS µaE = 0:1 eV avecR de 103 µa 106 u.a. ; point-tiret :
R = 103 u.a., trait continu : R = 104 u.a., tiret : R = 105 u.a., pointill¶e : R = 106 u.a.
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le second cas, ¢® peut être reli¶e au nombre quantiquen caract¶erisant l'¶etat le plus excit¶e
de l'ion He+ qui puisse être peupl¶e de maniµere signi¯cative dans le processus d'ionisation
simple-excitation. Si nous notonsrn la port¶ee d'un tel ¶etat, nous avons, pour une valeur de
R donn¶ee, ¢® » rn=R. Comme par ailleursrn est proportionnelle µan2, nous en d¶eduisons
n »

p
R¢ ®. A E = 0:1 eV, nous obtenons ainsin » 13 µaR = 103 u.a., et n » 35 µa

R = 104 u.a.

3.1.2 Limites de la m¶ethode

Cette analyse nous permet de cerner les limites de la m¶ethode HRM-SOW dans l'¶etat
de d¶eveloppement oµu elle se trouvait au d¶ebut de ce travail.

S'agissant de la double ionisation, il est clair qu'elle peut fournir correctement toutes
les sections e±caces di®¶erentielles, sauf pour des partages d'¶energie extrêmes qui ne sont
pas accessibles µa l'exp¶erience avec les r¶esolutions actuelles. Nous disposons donc d'une
m¶ethode susceptible de reproduire les TDCS, les paramµetres d'asym¶etrie et les SDCS
mesur¶ees. Son incapacit¶e µa distinguer la double ionisation, dans les conditions oµu l'un
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Fig. 3.2 { Zoom sur la ¯gure (3.1). au voisinage de® = 0. Les lignes verticales localisent
grossiµerement la limite entre la double et la simple ionisation. Pointill¶e :R = 103 u.a.,
trait continu : R = 104 u.a.
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des ¶electrons emporte toute l'¶energie, de la simple ionisation avec excitation, constitue
n¶eanmoins un handicap s¶erieux. En e®et, nous ne pouvons pas obtenir la section e±cace
totalement int¶egr¶ee pour la double photoionisation par int¶egration de la SDCS. Ceci nous
interdit, par exemple, de tester la fameuse loi de Wannier [2] ¶evoqu¶ee au chapitre 1, qui
d¶ecrit le comportement de la section e±cace totale au seuil. C'est d'autant plus dom-
mage que la m¶ethode est par ailleurs particuliµerement bien adapt¶ee µa la description de la
dynamique au seuil comme nous l'avons not¶e en 2.2.3.

Les limites de la m¶ethode sont tout µa fait °agrantes pour ce qui concerne l'ionisation
simple avec ou sans excitation. Le d¶ecouplage adiabatique enR0 a permis d'identi¯er les
canaux n = 1, 2 et 3, et d'obtenir toutes les sections e±caces associ¶ees. La mesure des
secteurs angulaires ¢® marqu¶es par des oscillations violentes de la SDCS nous permet
d'¶evaluer approximativement le nombre de niveaux excit¶es. L'int¶egration de la SDCSsur
ces intervalles nous donne une id¶ee de la section e±cace totale d'ionisation-excitation vers
les niveauxn > 3 - la double ionisation apportant une contribution n¶egligeable dans ce
domaine de valeurs de®. L'information que nous sommes susceptibles d'obtenir concer-
nant les canauxn > 3 est donc globale. La m¶ethode en l'¶etat actuel ne renseigne pas sur
chaque canal individuellement. Et c'est tout µa fait dommage, notamment parce que les
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sections e±caces¾n (E) et, plus encore, les paramµetres d'anisotropiēn (E) constituent,
pour E · 0, les canaux privil¶egi¶es pour l'observation des ¶etats doublement excit¶es de
l'h¶elium qui suscitent encore actuellement ¶enorm¶ement d'¶etudes. Ceci est d'autant plus
dommage que la m¶ethode est par ailleurs bien adapt¶ee µa la description du domaine d'¶ener-
gie correspondant, comme nous l'avons d¶ejµa not¶e.

Compte tenu des limites not¶ees ci-dessus, concernant tant l'ionisation simple que l'io-
nisation double, il est clair que la m¶ethode, en l'¶etat actuel, ne permet pas d'¶etudier
la validit¶e de la relation de continuit¶e postul¶ee par di®¶erents auteurs entre l'ionisation-
excitation vers un niveaun ! 1 et la double ionisation pour un partage complµetement
asym¶etrique entre les deux ¶electrons.

Il apparâ³t donc clairement que ce qui est crucial, pour repousser les limites de la m¶e-
thode, c'est d'analyser la fonction d'onde de photoabsorption plus µa fond a¯n de d¶epar-
tager les di®¶erentes voies de sortie et d'identi¯er chacune individuellement, qu'ils'agisse
de l'ionisation double ou de l'ionisation avec excitation vers un niveau donn¶en de l'ion.
Ce travail n¶ecessiste des e®orts substantiels, comme nous allons le voir dans la suite de ce
chapitre.

3.2 Projection sur les ¶etats de l'ion hydrog¶eno Ä³de He+

L'identi¯cation des voies d'ionisation-excitation, µa laquelle nous nous attelonsmain-
tenant, est grandement facilit¶ee par le fait que l'ionHe+ est un hydrog¶enoÄ³de dont les
¶etats sont connus exactement. Suivant la notation de Dirac, notonsjn`m; i i l'¶etat propre
hydrog¶enoÄ³de de l'¶electroni caract¶eris¶e par les nombres quantiquesn`m ; il est d¶ecrit par
la fonction d'onde

Ãn`m (¡! r i ) = Fn` (r i )Y`m (­ i ); (3.3)

oµu Fn` est la fonction radiale normalis¶ee µa l'unit¶e

Fn` (r ) =
2Z 3=2

n2

s
(n ¡ ` ¡ 1)!

(n + `)!
e¡ Zr=n

µ
2Zr

n

¶ `

L2`+1
n¡ `¡ 1

µ
2Zr

n

¶
; (3.4)

les polynômes de LaguerreL2`+1
n¡ `¡ 1(r ) ¶etant d¶e¯nis suivant la convention d'Abramowitz et

Stegun [3]. NotonsP i
n`m = jn`m; i ihn`m; i j le projecteur associ¶e, qui n'agit que sur les

coordonn¶ees de l'¶electroni , et d¶esignons pari l'autre ¶electron, ¶etant entendu quei = 2 si
i = 1 et r¶eciproquement. Intuitivement, il semble naturel d'associer µa l'ionisation simple
avec excitation de l'¶electroni vers l'¶etat jn`m i la fonction d'onde

ª i
n`m = P i

n`m ª 1 (3.5)

obtenue par l'action du projecteurP i
n`m sur la fonction d'onde de photoabsorption. Comme

dans le cas de la double photoionisation, on peut ¶evaluer la section e±cace¾i
n`m associ¶ee

µa ce processus en calculant le rapport du °ux total de ªin`m µa travers une hypersphµere
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de rayon appropri¶eRn au °ux de photons incident. Celle-ci prend une forme plus simple
si nous ¶ecrivons la fonction d'onde ªin`m sous la forme du produit d'une fonction r¶eduite
e©i

n`m par une onde semiclassique sortante et un facteur de volume conform¶ement aux
¶equations (2.33) et (2.52). Nous posons donc

ª i
n`m (R; ®;­ i ; ­ i ) =

1
R5=2 sin 2®

1
p

p(R)
ei

RR
R 0

p(R0)dR0e©i
n`m (R; ®;­ i ; ­ i ): (3.6)

en analogie avec (3.2). Dans ces conditions, la section e±cace pour l'¶ejection de l'¶electron
i et l'excitation de l'¶electron i vers un ¶etat jn`m; i i s'¶ecrit

¾i
n`m =

2¼!
E2

0c

Z

R= Rn

d®d­ i d­ i

¯
¯
¯e©i

n`m (®;­ i ; ­ i )
¯
¯
¯
2

: (3.7)

La section e±cace di®¶erentielle correspondante s'¶ecrit de fa»con identique en terme de °ux
µa travers l'hypersurface ¶el¶ementaire d¶e¯nie sur l'hypersphµereR = Rn par l'angle solide
d­ i centr¶ee en ­i

d¾i
n`m

d­ i
=

2¼!
E2

0c

Z

R= Rn

d®d­ i

¯
¯
¯e©i

n`m (®;­ i ; ­ i )
¯
¯
¯
2

: (3.8)

Les sections e±caces associ¶ees µa l'ionisation de l'¶electroni avec excitation de l'¶electroni
vers le niveaun se d¶eduisent de (3.7) et (3.8) en e®ectuant une sommation sur` et m.
La section e±cace di®¶erentielle s'¶ecrit alors en fonction de la section totale¾i

n et d'un
paramµetre d'asym¶etriē i

n comme

d¾i
n

d­ i
=

¾i
n

4¼

¡
1 + ¯ i

nP2(cosµi )
¢

; (3.9)

et le paramµetre d'asym¶etrie est donn¶e par

¯ i
n =

p
20¼

P
`m

R
R= Rn

d®d­ i d­ i

¯
¯
¯e©i

n`m

¯
¯
¯
2

Y ¤
20(­ i )

P
`m

R
R= Rn

d®d­ i d­ i

¯
¯
¯e©i

n`m

¯
¯
¯
2 : (3.10)

Les sections e±caces observ¶ees se d¶eduisent ¯nalement de la somme suri = 1; 2 des
sections e±caces¾i

n et d¾i
n=d­ i . L'indiscernabilit¶e des ¶electrons implique que les deux

termes dans chaque somme sont ¶egaux. On a donc ¯nalement

¾n = 2
X

`m

¾i
n`m ; (3.11a)

d¾n

d­
=

¾n

4¼
(1 + ¯ nP2(cosµ)) ; (3.11b)

oµu ¯ n = ¯ i
n et ¾i

n`m sont ind¶ependants de la valeur 1 ou 2 donn¶ee µai .

On voit donc que tous les r¶esultats peuvent être obtenus en consid¶erant le projecteur
P i

n`m agissant uniquement sur les coordonn¶ees de l'¶electroni . On pourrait, bien entendu,



3.3. IMPL ¶EMENTATION DE LA PROJECTION µA R FIXE 79

pour plus de correction formelle, introduire le projecteur sur le sous espace des ¶etats dans
lesquels l'unquelconquedes deux ¶electrons est dans l'¶etat caract¶eris¶e par les nombres
quantiquesn`m. Ce projecteur s'¶ecrirait

Pn`m = P1
n`m ­ I 2 + P2

n`m ­ I 1 ¡ P1
n`m ­ P2

n`m (3.12)

oµu I i d¶esigne l'op¶erateur identit¶e dans le sous espace associ¶e µa l'¶electroni . Il faut noter
que les contributions aux int¶egrales e®ectu¶ees µaR = Rn grand, venant du dernier terme
du projecteur, sont nulles : en e®et, µaR grand, l'un au moins der1 ou r2 est grand, ce qui
assure la nullit¶e de l'orbitale radiale correspondante de port¶ee ¯nie (3.4). Le dernier terme
du projecteur peut donc être omis dans tous les calculs. On obtiendrait alors la fonction
d'onde ª n associ¶ee µa l'ionisation-excitation vers le niveaun en faisant agir ce projecteur
sur la fonction d'onde de photoabsorption et en sommant sur` et m conform¶ement µa

ª n = Pnª 1; Pn =
X

`m

Pn`m : (3.13)

Les sections e±caces s'exprimeraient alors trµes simplement en termes de la fonction r¶eduite
e©n associ¶ee ªn

¾n =
2¼!
E2

0c

Z

R= Rn

d®d­ 1d­ 2

¯
¯
¯e©n

¯
¯
¯
2

; (3.14a)

¯ n =
p

20¼

H
R= Rn

d®d­ 1d­ 2

¯
¯
¯e©n

¯
¯
¯
2

Y ¤
20(­ 1)

H
R= Rn

d®d­ 1d­ 2

¯
¯
¯e©n

¯
¯
¯
2 ; (3.14b)

oµu le symbole
H

implique que l'int¶egration suivant ® est restreinte µa l'intervalle [0; ¼=4]
pour ¶eviter de compter deux fois le même ¶ev¶en¶ement.

3.3 Impl¶ementation de la projection µa R ¯xe

3.3.1 Condition de validit¶e

Nous avons vu que tous les calculs peuvent s'e®ectuer en sp¶eci¯ant le num¶ero de
l'¶electron ionis¶e. Nous supposerons ici qu'il s'agit de l'¶electron 1. L'¶electron excit¶e est
donc l'¶electron 2. Le calcul de l'action deP2

n`m sur ª 1 requerrait en principe trois di®¶e-
rentes ¶etapes successives :

{ une interpolation de ª 1(R; ®;­ 1; ­ 2) dans une grille µa 2 dimensionsr1 £ r2 pour
obtenir ª 1(r1; r2; ­ 1; ­ 2),

{ une projection sur un ¶etat hydrog¶enoÄ³dejn`m; 2i de l'¶electron 2 qui implique l'int¶e-
gration sur r2 µa r1 ¯x¶e a¯n d'acc¶eder µa ª2

n`m (r1; r2; ­ 1; ­ 2),



80 CHAPITRE 3. EXTENSION AU TRAITEMENT DE L'IONISATION SIMPLE

{ et en¯n, une interpolation µa une dimension sur la grille en® µa R = Rmax pour en
d¶eduire ª 2

n`m (Rmax ; ®;­ 1; ­ 2) et par suite e©2
n`m (Rmax ; ®;­ 1; ­ 2), fonction d'onde

r¶eduite associ¶ee µa ª2n`m , d'oµu on peut d¶eduire comme on vient de le voir les sections
e±caces par (3.7) et (3.8).

Ces interpolations r¶ep¶et¶ees seraient tout µa fait fastidieuses. De plus, dans le cas oµu
l'on souhaiterait ¶etudier la convergence des sections e±caces avecR, il faudrait stocker la
fonction d'onde ª 1 sur un grand domainer1 £ r2, ce qui pourrait poser des problµemes de
taille m¶emoire. Cette di±cult¶e peut être contourn¶ee si l'int¶egration surr2 µa r1 ¯xe peut
être approxim¶ee par une int¶egration sur® µa R = Rn ¯xe, le domaine utile d'int¶egration
¶etant donn¶ee par la port¶eern de l'¶etat hydrog¶enoÄ³den.

Fig. 3.3 { Equivalence des deux techniques de projection.

Le sch¶ema de la ¯gure (3.3) illustre la situation. Int¶egrer surr2 µa r1 ¯xe revient µa
int¶egrer sur la tangente µa l'arc de cercle. Par contre, int¶egrer µaR ¯xe revient µa ¶evaluer
l'int¶egrale sur l'arc de cercle lui-même. Pour que ces deux op¶erations soient ¶equivalentes,
il faut que ¢ r1 soit n¶egligeable devantrn , c'est-µa-dire que ¢®n=2 soit n¶egligeable devant
1. Nous consid¶erons ici que ¢®n = 10¡ 2 rad est une valeur su±samment petite. Elle sera
r¶ealis¶ee si l'on e®ectue la projection sur l'¶etat hydrog¶enoÄ³de n sur une hypersphµere de
rayon Rn tel que ¢® = rn=Rn · 10¡ 2 rad, soit Rn ¸ 102rn . Si cette condition est remplie,
les trois ¶etapes ci-dessus se r¶eduisent en une seule qui consiste en une projection µaR = Rn

¯xe.
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3.3.2 Expression des sections e±caces

Dans cette approche, les sections e±caces pr¶esent¶ees au paragraphe 3.2 prennent des
formes simples que nous explicitons ci-dessous.

La fonction d'onde r¶eduitee©2
n`m (Rn ; ®;­ 1; ­ 2) s'¶ecrit en e®et

e©2
n` m (Rn ; ®;­ 1; ­ 2) = R3

n sin®cos® Ãn`m (Rn sin®;­ 2)

£
n

h̀ m ` +1 ¡ mj10i I ¡
n`` (Rn ) Y`+1 ¡ m (­ 1)+ h̀ m ` ¡ 1 ¡ mj10i I +

n`` ¡ 1(Rn ) Y`¡ 1 ¡ m (­ 1)
o

;

(3.15)

oµu les int¶egralesI §
n` L (Rn ) s'¶ecrivent en fonction des coe±cientsag=u

` (Rn ; ®) du d¶eveloppe-
ment (2.71) dee©(Rn ; ®;­ 1; ­ 2) dans la base

©
²Y10

`` +1 (­ 1; ­ 2)
ª

,

I §
n` L (Rn ) =

1
p

2

Z ¼=2

0
d®sin®Fn` (Rn sin®)

h
ag

L (Rn ; ®) § au
L (Rn ; ®)

i
: (3.16)

Notons que la sommation de 0 µa¼=2 dans les expressions des int¶egralesI §
n` L n'est pas

en contradiction avec la technique de projection µaR ¯xe que nous avons d¶ecrite plus
haut. Le domaine® > ¢ ® correspondant µaRn sin® > r n fournit en e®et une contribution
n¶egligeable µa l'int¶egrale du fait de la pr¶esence de l'exponentielle d¶ecroissante dans lapartie
radiale Fn` de la fonction d'onde hydrog¶enoÄ³de.

La section e±cace et le paramµetre d'asym¶etrie pour l'ionisation excitation vers un ¶etat
n s'expriment simplement en terme des int¶egralesI §

n`L (Rn )

¾n = 2
2¼!
cE2

0
R3

n

Ã
nL ¡ 2X

`=0

jI +
n` +1 ` j

2 +
nL ¡ 1X

`=0

jI ¡
n`` j2

!

; (3.17a)

¯ n =

P nL ¡ 1
`=0

`+2
2`+1 jI ¡

n`` j2 ¡ 6
P nL ¡ 2

`=0

p
(`+1)( `+2)

2`+3 < e(I ¡
n` +1 `+1 I + ¤

n` +1 ` )
P nL ¡ 2

`=0 jI +
n` +1 ` j2 +

P nL ¡ 1
`=0 jI ¡

n`` j2

+

P nL ¡ 3
`=0

`+1
2`+5 jI +

n` +2 `+1 j2
P nL ¡ 2

`=0 jI +
n` +1 ` j2 +

P nL ¡ 1
`=0 jI ¡

n`` j2
: (3.17b)

Nous notons que¾n a une d¶ependance explicite enR, contrairement µa ¯ n qui n'en d¶e-
pend qu'implicitement via les int¶egralesI §

n` L . La limite des ¶electrons fortement corr¶el¶es
est obtenue pourE ! 0 et n ! 1 . Dans cette limite, les composantes sym¶etriquesag

`

et les ondes partielles̀ ¶elev¶ees dominent de sorte que
¯
¯I +

n`` ¡ 1

¯
¯2

'
¯
¯I ¡

n``

¯
¯2

' < e
¡
I +

n`` ¡ 1I ¡¤
n``

¢

dans l'expression dē n ci-dessus ; dans ce cas,¯ n tend vers¡ 1. A l'oppos¶e, la limite non
corr¶el¶ee est obtenue pourn = 1 quand l'on a a®aire µa une ionisation sans excitation ; dans
ce cas, les termesI +

n` +1 ` et I +
n` +2 `+1 disparaissent et on retrouvē 1 = 2.
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3.3.3 Evolution des sections e±caces avec R

La pr¶esentation pr¶ec¶edente suggµere qu'on peut identi¯er tous les canaux d'ionisation-
excitation par projection µaRmax puisque pourRmax = 106 u.a., la conditionRmax ¸ 102rn

est satisfaite même pour les niveaux les plus ¶el¶ev¶es. Cependant, il n'en est rien, comme
on peut le comprendre µa partir de la ¯gure (3.4). Pour tracer celle-ci, nous avons, par

Fig. 3.4 { Pr¶ecision de la m¶ethode de projection µaR ¯xe pour un niveau n donn¶e en
fonction de R (La largeur du secteur angulaire¢ ® a ¶et¶e agrandie pour plus de clart¶e).
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souci de clart¶e, agrandi consid¶erablement le secteur angulaire "permis" ¢® = 10¡ 2 rad
au voisinage de® = 0. Il est d¶elimit¶e par le trait ¶epais sur la ¯gure (3.4). A l'int¶erieur
de ce secteur, les traits pointill¶es symbolisent ceux des points de la grille en® que nous
utilisons dans la r¶egion externe qui sont situ¶es µa l'int¶erieur du secteur angulairepermis.
Les points µaR ¯xe illustrent l'¶equivalence entre les points de quadrature en® et les points
de quadrature enr2 pour la valeur deR consid¶er¶ee.

A Rn< , nous avonsrn > R n< ¢ ®, l'¶etat hydrog¶enoÄ³de n ne rentre pas dans le secteur
angulaire permis ; une bonne partie de sa densit¶ejÃn j2 n'est donc pas prise en compte
correctement par l'int¶egration µaR ¯xe. A Rn , on a par d¶e¯nition Rn¢ ® = rn . L'¶etat rentre
exactement dans le secteur angulaire permis et sa description b¶en¶e¯cie de la contribution
de tous les points de la grille en® situ¶es dans ce secteur. Par contre, µaRn> , la description
de l'¶etat d'ionisation-excitation n se d¶et¶eriore parce que le nombre de points de quadrature
en ® disponibles dans la r¶egion d'extensionrn diminue. Cette analyse qualitative laisse
pr¶evoir un comportement assez complexe de¾n et de ¯ n en fonction deR.

Celui-ci est illustr¶e par la ¯gure (3.5) pour des ¶etatsn =7, 19 et 39. On observe
dans tous les cas de fortes oscillations pour de faibles et de grandes valeurs deR. Aux
valeurs deR interm¶ediaires, on observe une r¶egion oµu les oscillations sont bien moindres.
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Fig. 3.5 { Section e±cace d'ionisation-excitation¾n (en kb) et paramµetre d'anisotropiē n

en fonction deR (en u.a.) pour n = 7, 19 et 39. Les lignes verticales indiquent la valeur
de R oµu ¾n et ¯ n sont extraits.
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Le centre de cette r¶egion, marqu¶e sur la ¯gure (3.5) par un trait vertical ¶epais que nous
d¶e¯nirons pr¶ecis¶ement un peu plus loin, se d¶eplace vers lesR grands quandn augmente.
Sa largeur, par contre, diminue au fur et µa mesure que l'¶etat li¶e devient de plus en plus
excit¶e ; elle demeure cependant relativement grande vu que l'¶echelle des abscissesR est
logarithmique. Cette d¶ecroissance de la largeur de la zone "plate" est moins critique dans
le spectre dē n que dans celui de¾n . La particularit¶e de l'allure de ¯ n s'explique par le
fait que le paramµetre¯ n , ¶etant un rapport de sections e±caces qui ¶evoluent de maniµere
similaire avecR, ¶evolue, quant µa lui, plutôt mod¶er¶ement. Le comportement des courbes
de ¾n et de ¯ n est en accord avec les pr¶edictions d¶eduites de l'analyse de la ¯gure (3.4).

3.3.4 Rayon optimal d'extraction, incertitudes

L'extraction des sections e±caces physiques n'est donc pas imm¶ediate. Elle n¶eces-
site une analyse soigneuse des r¶esultats bruts dont la ¯gure (3.5) donne un ¶echantillon.
Explicitons cette analyse en prenant le niveaun = 7 comme exemple. En chaqueR,
nous calculons donc la moyenne¾7(R) de ¾7 sur 100 valeurs successives du rayon hy-
persph¶eriques centr¶ees sur la valeur couranteR, ainsi que la d¶eviation standard associ¶ee
¢ ¾7(R). Ces deux quantit¶es sont repr¶esent¶ees sur la ¯gure (3.6). La d¶eviation standard
pr¶esente un minimum bien d¶e¯ni pourR = R¾

7 = 20000 u.a. Nousd¶e¯nissons la section
e±cace calcul¶ee par¾7 = ¾7(R¾

7 ) = 0 :8075 kb. Nous e®ectuons le même travail sur le
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Fig. 3.6 { Moyenne ¾7(R) (haut) et d¶eviation standard¢ ¾7(R) (bas) sur 100 points
autour de chaque valeur deR de ¾7(R) en fonction deR. Tirets verticaux : Position de
R¾

7 du minimum de¢ ¾7(R) ; tirets horizontaux (bas) :¢ ¾7 ; lignes verticales : limites de
l'intervalle [R¾<

7 ; R¾>
7 ].
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paramµetre d'asym¶etriē 7. La d¶eviation standard¢ ¯ 7(R) pr¶esentant un minimum pour
R = R¯

7 = 30000, nous posons̄7 = ¯ 7(R¯
7 ) = ¡ 0:354. Nous notons queR¯

7 est di®¶erent de
R¾

7 . Il reste maintenant µa caract¶eriser la pr¶ecision des valeurs de¾7 et ¯ 7 que nous avons
s¶electionn¶ees. Nousd¶e¯nissonsl'incertitude ¢ ¾7 de fa»con µa ce que ¢¾7=¾7 soit aussi petit
que possible tout en garantissant que¢ ¾7(R) < ¢ ¾7 sur un intervalle [R¾<

7 ; R¾>
7 ] aussi

grand que possible incluantR¾
7 et R¯

7 . En choisissant ¢¾7 = 0:005, nous obtenons une
incertitude relative inf¶erieure µa 6 pour mille sur l'intervalle [10000; 70000], comme on peut
le v¶eri¯er sur la ¯gure. En proc¶edant de même pour̄ 7, nous trouvons que ¢̄ 7 = 0:002
nous garantit une incertitude relative inf¶erieure µa 4 pour mille sur un intervalle [R¯ <

7 ; R¯ >
7 ]

non born¶e d¶e¯ni parR > 7000. Nos r¶esultats complets incluant section e±cace totale et
paramµetre d'anisotropie, ¶enonc¶es avec les barres d'erreur que nous venons de d¶e¯nir, sont
donc valides en tout point du domaine [R¾<

7 ; R¾>
7 ] = [10000; 70000], intersection des deux

domaines introduits pr¶ec¶edemment. Nous avons donc men¶e cette analyse syst¶ematique-
ment, µa partir de n = 4, pour n croissant.

Les intervalles pertinents pour l'extraction de¾n et ¯ n sont repr¶esent¶es en fonction
de n sur la ¯gure (3.7). Nous avons repr¶esent¶e en même temps sur cette ¯gure la port¶ee
de l'orbitale la plus circulaireFn ` = n¡ 1 (trait continu) et celle de l'orbitale s ampli¯¶ees du
facteur (¢ ®)¡ 1 = 102. Les deux courbes sont contenues dans les intervalles ¢Rn . Ceci
justi¯e µa posteriori l'analyse que nous avons faite de l'¶evolution avecR, sch¶ematis¶ee sur la
¯gure (3.4), ainsi que le choix de ¢® = 10¡ 2. Dans la suite de ce travail, nous utiliserons
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Fig. 3.7 { Intervalles ¢ Rn d¶e¯nissant la r¶egion d'extraction des sections e±caces
d'ionisation-excitation pour n = 4 ¡ 50. Barres verticales : ¢ Rn (en 105 u.a.) ; ligne
continue 102£ port¶ee deFn ` = n¡ 1(r ) ; tirets : 102£ port¶ee deFn` =0 (r ). (La port¶ee de l'orbi-
tale radiale est d¶e¯nie comme le plus large rayon oµu l'amplitude de l'orbitale est r¶eduite
µa 1% de sa valeur maximum.)
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comme rayon d'extraction des sections e±caces la port¶ee de l'orbitales ampli¯¶ee du
facteur 100. Notons pour ¯nir que cette analyse, et par cons¶equent la param¶etrisation de
Rn en fonction den, est ind¶ependante de l'excµes d'¶energieE.

3.4 Sections e±caces pour n = 1 µa 50 µa 0:1 eV

Les valeurs de¾n et de ¯ n extraites aux hyperrayons ad¶equatsRn sont donn¶ees par
la Table 3.1 pourn = 4 ¡ 50 [4]. Nous nous sommes limit¶es µan = 50 car au-delµa les in-
certitudes associ¶ees aux sections e±caces deviennent comparables µa celles-ci. Les donn¶ees
correspondantes pourn = 1 ¡ 3 sont obtenues µa partir des canaux adiabatiques d¶ecoupl¶es
en R0.

La section e±cace sans excitation est de 5% plus ¶elev¶ee que la valeur de r¶ef¶erence
630§ 10 kb [5]. Ceci r¶esulte du caractµere trµes local de l'orbitale 1s qui n'est pas bien pris
en compte par la dimensionn® = 29 de la base de fonctions de® dans la r¶egion interne.
Par contre, la section e±cace¾2 est en excellent accord avec la valeur de r¶ef¶erence 57§ 3
kb. Quant µa la section e±cace¾3, elle est surestim¶ee par rapport µa la valeur recommand¶ee



86 CHAPITRE 3. EXTENSION AU TRAITEMENT DE L'IONISATION SIMPLE

Tab. 3.1 { Sections e±caces et paramµetre d'anisotropie d'ionisation-excitation pour un
excµes d'¶energie de photon de 0.1 eV. Les incertitudes sur la derniµere d¶ecimale sont donn¶ees
entre parenthµeses.

n ¾n § ¢ ¾n (kb) ¯ n § ¢ ¯ n n ¾n § ¢ ¾n (kb) ¯ n § ¢ ¯ n

1 681 2 26 0.0132(30) -0.552(5)
2 55 0.86 27 0.0120(28) -0.556(5)
3 13.75 0.14 28 0.0104(28) -0.559(5)
4 1.834(5) -0.296(2) 29 0.0093(28) -0.562(5)
5 2.324(5) -0.344(2) 30 0.0084(28) -0.564(5)
6 1.024(5) -0.354(2) 31 0.0080(28) -0.567(5)
7 0.8075(50) -0.418(2) 32 0.0070(26) -0.569(7)
8 0.625(5) -0.399(2) 33 0.0063(26) -0.571(7)
9 0.351(5) -0.456(2) 34 0.0058(26) -0.573(7)
10 0.240(4) -0.464(2) 35 0.0053(26) -0.575(7)
11 0.184(4) -0.455(2) 36 0.0049(24) -0.58(1)
12 0.145(4) -0.456(2) 37 0.0045(24) -0.58(1)
13 0.114(4) -0.463(2) 38 0.00405(220) -0.58(1)
14 0.090(4) -0.472(2) 39 0.0038(22) -0.58(1)
15 0.072(4) -0.485(2) 40 0.0035(22) -0.58(2)
16 0.0600(38) -0.493(2) 41 0.0032(20) -0.58(2)
17 0.0500(38) -0.500(3) 42 0.003(2) -0.58(2)
18 0.0410(38) -0.508(3) 43 0.0028(18) -0.58(2)
19 0.0350(36) -0.515(3) 44 0.0026(18) -0.59(2)
20 0.030(3) -0.523(3) 45 0.0024(18) -0.59(2)
21 0.026(3) -0.529(3) 46 0.0023(18) -0.59(2)
22 0.022(3) -0.534(3) 47 0.00215(160) -0.59(2)
23 0.0195(30) -0.539(5) 48 0.0020(14) -0.59(2)
24 0.0168(30) -0.544(5) 49 0.0018(14) -0.59(2)
25 0.015(3) -0.548(5) 50 0.0018(14) -0.59(2)

de 11 kb. Mais ce manque de pr¶ecision n'est probablement pas dû µa la dimension de la
base de fonctions de®. En e®et, il indique vraisemblablement que le niveaun = 3 n'est
pas complµetement d¶ecoupl¶e adiabatiquement de la fonction d'onde totale µaR0 = 60 u.a.
Une partie du °ux des canaux d'ionisation-excitation versn = 4 aurait donc ¶et¶e suppri-
m¶ee de fa»con inappropri¶ee. Ce qui explique que le r¶esultat¾4 = 1:834§ 0:005 kb soit de
maniµere inattendue plus petit que¾5 = 2:324§ 0:005 kb. En revanche, cette impr¶ecision
inh¶erente au d¶ecouplage adiabatique n'a®ecte pas les r¶esultats des canaux sup¶erieurs. En
ce qui concerne le paramµetrēn , on obtient 2 pour n = 1 tel que pr¶edit par (3.17b).

Pour n ¸ 10 ([12]), ¾n [¯ n ] est d¶ecrit par une courbe lisse, d¶ecroissante et monotone
comme le montre la ¯gure (3.8) [(3.9)]. Cette d¶ecroissance r¶e°µete le rôle croissant des cor-
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Fig. 3.8 { Sections e±caces d'ionisation-excitation¾n pour n = 10 ¡ 50 pour un excµes
d'¶energie de photon de 0.1 eV.
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r¶elations ¶electroniques dans le processus d'ionisation-excitation lorsquen crô³t ; les faibles
valeurs de¯ n traduisent de fortes corr¶elations ¶electroniques dans la sym¶etrie1Po consid¶e-
r¶ee comme nous le verrons dans le chapitre sur les ondes partielles, et de faibles valeurs de
¾n re°µetent la di±cult¶e qu'ont les deux ¶electrons µa rester corr¶el¶es assez longtemps pour
peupler des niveauxn fortement excit¶es.

Si la photoionisation simple avec excitation a fait l'objet de nombreuses ¶etudes, celles-
ci ont port¶e principalement sur les premiers ¶etats excit¶es (essentiellement jusqu'µan = 10)
ou sur des ¶energies de photon di®¶erentes de celles qui nous int¶eressent dans le cadre de
ce chapitre. La plupart des travaux r¶ecents sont en e®et motiv¶es par l'¶etude des ¶etats
doublement excit¶es [6{8] si bien que les ¶energies de photons consid¶er¶ees se situent sous le
seuil de double ionisation.

N¶eanmoins, il existe dans la litt¶erature quelques r¶esultats pour des ¶energies de photons
entre 80 eV et 1 keV. Les rapports½n = ¾n=¾1 ont en e®et ¶et¶e calcul¶es dans ce domaine
d'¶energie pour des ¶etats faiblement excit¶es commen = 2 ¡ 4 par la m¶ethode HSCC
(Hyperspherical Close-Coupling) [9], ou n = 2 ¡ 6 par la m¶ethodeEigenchannel R-matrix
[10] et la m¶ethode CCC (Convergent Close-Coupling) [11]. Ces r¶esultats ¶etant en bon
accord entre eux et avec des r¶esultats exp¶erimentaux pour des ¶energies de 100 eV [12],
ils peuvent être extrapol¶es au voisinage du seuil de double ionisation. Nous r¶esumons ces
comparaisons dans la table (3.2). Celle-ci montre que nos valeurs de½n sont globalement
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Fig. 3.9 { Paramµetres d'anisotropie d'ionisation-excitation¯ n pour n = 12 ¡ 50 pour un
excµes d'¶energie de photon de 0.1 eV.
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Tab. 3.2 { Rapports½n = ¾n=¾1, exprim¶es en%, calcul¶es dans ce travail (a), obtenus par
extrapolation de [9{12](b) et µa partir des spectres de photo¶electrons de seuil [13](c).

n 2 3 4 5 6 7 8 9 10
(a) 8.1 2.01 0.27 0.34 0.15 0.12 0.09 0.05 0.035
(b) 8.5 1.75 0.65 0.25 0.1
(c) 0.14 0.11 0.06 0.056

compatibles avec les ratios obtenus µa partir de l'extrapolation des r¶esultats de [9{12],
except¶e pour½4, du fait que ¾4 est sous-estim¶e dans nos calculs.

D'autres comparaisons sont aussi possibles, sur un plan qualitatif, avec des r¶esultats
exp¶erimentaux [13{15] dans des r¶egions d'¶energie en-dessous et proches du seuil comme le
montre la ligne (c) de la table (3.2). Ces r¶esultats sont issus des spectres de photo¶electrons
de seuil [13], qui ne pr¶esentent un signal non nul que pour des ¶energies de photon corres-
pondant exactement µa l'¶energie du niveaun de He+ consid¶er¶e, c'est-µa-dire µa r¶esonance.
Pour de telles ¶energies, le signal n'est pas perturb¶e par les ¶etats doublement excit¶es. La
table (3.2) montre que l'accord entre nos r¶esultats et les mesures issues de [13], divis¶ees
par la valeur de r¶ef¶erence¾1 = 630 kb [5] est tout µa fait correct : nos r¶esultats apparaissent
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comme syst¶ematiquement sous-estim¶es, ce qui est normal puisqu'ils sont obtenus µa une
¶energie de photon sup¶erieure, et que les sections e±caces d¶ecroissent avec l'¶energie de
photon.

Cette raret¶e des r¶esultats concerne aussi le paramµetre d'asym¶etrie. De même que pour
les sections e±caces, la valeur dē2 issue de [9] peut être extrapol¶ee µa 0.8 au seuil de
double ionisation ; elle s'accorde trµes bien avec la valeur 0.86 que nous obtenons µa 100
meV au-dessus du seuil. Le paramµetre¯ 10 = ¡ 0:48 mesur¶e µa 78.11 eV dans [15] s'accorde
¶egalement avec notre r¶esultat de -0.464 µa 79.1 eV.

Conclusion

Nous venons de pr¶esenter une technique de projection µaR ¯xe de la fonction d'onde
de photoabsorption sur les ¶etats de l'ionHe+ qui permet µa la m¶ethode HRM-SOW de
s¶eparer les processus de double et de simple photoionisation. Elle nous a permis d'obtenir
les sections e±caces et les paramµetres d'asym¶etrie des ¶etats d'ionisation-excitation deHe.
Grâce µa cette extension, la m¶ethode HRM-SOW fournit maintenant une description com-
plµete de la dynamique fortement corr¶el¶ee de l'atome d'h¶elium dans son double continuum.
Nous avons appliqu¶e cette technique dans la r¶egion proche du seuil caract¶eris¶ee par une
forte comp¶etition des canaux d'ionisation-excitation et du canal de double ionisation. Le
bon accord des r¶esultats obtenus jusqu'µan = 50 avec le peu de r¶esultats existant dans la
litt¶erature atteste de la qualit¶e de la m¶ethode. Le rôle des corr¶elations ¶electroniques dans la
dynamique des deux ¶electrons conduisant µa l'ionisation-excitation apparâ³t d¶ejµa clairement
µa travers les faibles valeurs de¾n et de¯ n . Toutefois, il se manifestera de maniµere encore
plus nette dans les sections e±caces partielles correspondant µa l'ionisation avec excitation
vers un ¶etat bien sp¶eci¯que de l'ion - et non vers un niveau d'¶energien d¶eg¶en¶er¶e, comme
nous le verrons au chapitre suivant.
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Chapitre 4

Analyse en ondes partielles

Ce chapitre discute du rôle des corr¶elations ¶electroniques, les corr¶elations angulaires
et les corr¶elations radiales. Cette discussion repose sur une analyse en ondes partielles
des ¶etats du continuum simple deHe obtenus par la technique de projection d¶ecrite dans
le chapitre pr¶ec¶edent. Nous commen»cons par ¯xer les id¶ees en soulignant l'int¶erêt de cette
analyse dans la premiµere section. Nous rappelons ensuite dans la deuxiµeme section quelques
notions sur le groupe de sym¶etrieSO(4) n¶ecessaires au choix du r¶ef¶erentiel que nous ef-
fectuons dans la troisiµeme section. Nous ¶etablissons ensuite l'expression de la fonction
d'onde d'ionisation-excitation dans le r¶ef¶erentiel choisi dans la quatriµeme section avant
d'en d¶eduire celle des sections e±caces dans la cinquiµeme section. Les quatre derniµeres
sections sont consacr¶ees aux r¶esultats qui portent respectivement sur l'analyse des sec-
tions e±caces partielles en ondes sph¶eriques et en ondes paraboliques, sur l'analyse des
corr¶elations angulaire et radiale et sur la g¶en¶eralit¶e du m¶ecanisme de Wannier.
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4.1 Position du problµeme

Nous avons montr¶e dans les deux pr¶ec¶edents chapitres que les corr¶elations ¶electroniques
sont responsables de la double ionisation et de la simple ionisation avec excitation de
l'atome d'h¶elium µa un photon. Si elles n'existent pas, aucune transition bi¶electronique
n'est possible par absorption d'un photon. Ainsi, l'analyse de l'ionisation-excitation µaun
photon nous fournit des informations sur les corr¶elations angulaires et les corr¶elations
radiales des ¶electrons, qui complµetent celles obtenues dans le cadre des ¶etudes pr¶ec¶edentes
portant sur la double photoionisation. Ces informations sont en partie masqu¶ees dans les
sections e±caces int¶egr¶ees¾n et les paramµetres d'asym¶etriē n de la simple ionisation
avec excitation vers un niveaun de l'ion r¶esiduelHe+ . Pour extraire ces informations
plus complµetes, nous devons exprimer ces quantit¶es en termes des contributions dues µa
l'ionisation avec excitation vers les di®¶erents ¶etats d¶eg¶en¶er¶es appartenantµa ce niveau. Nous
caract¶eriserons ces ¶etats, dans ce chapitre, soit par les nombres quantiques sph¶eriques
[n` m] soit par les nombres quantiques paraboliques [n1n2m] d¶e¯nis par rapport µa la
direction de l'¶electron ¶eject¶e. Nous utiliserons le terme d'ondes partielles sph¶eriques et
d'ondes partielles paraboliques pour d¶esigner les repr¶esentations associ¶ees de la paire
d'¶electrons dans le continuum.

Plusieurs auteurs se sont int¶eress¶es µa la d¶etermination du poids relatif de la contribu-
tion ¾n` de chaque onde partielle sph¶erique µa une section e±cace donn¶ee¾n , qu'il s'agisse
de la section e±cace d'ionisation-excitation par impact de photon sur l'atome d'h¶elium
ou de la section e±cace d'ionisation par impact d'¶electron sur l'atome d'hydrogµene. En se
basant sur la th¶eorie de Wannier [1] et en utilisant des consid¶erations classiques, Fano [2]
fut le premier µa pr¶edire que grâce aux corr¶elations ¶electroniques l'impact d'¶electron sur un
atome au voisinage d'un seuil d'ionisation pourrait peupler les ¶etats de Rydberg den et `
grands. Il ¶emit l'hypothµese que le moment angulairèdu sous niveaujn` m i le plus peupl¶e
d'un niveau n donn¶e varierait comme

p
n. Quelques ann¶ees plus tard, Drukarev [3], par

une approche utilisant les ¶etats paraboliques, et Rau [4], dans une approche de th¶eorie
des groupes, ind¶ependamment l'un de l'autre, montrµerent que le moment angulaire domi-
nant devrait être `D

dom '
p

n=2 et `R
dom '

p
n=2 respectivement. Des corrections furent

apport¶ees µa ces expressions quelques ann¶ees plus tard par les travaux exp¶erimentaux de
Hammond et al. [5] conduisant µa introduire un facteur additif¡ 1=2 µa ces quantit¶es. La
con¯rmation exp¶erimentale de ces lois a ¶et¶e apport¶ee par des mesures de spectres de
photo¶electrons de seuil dans les gaz rares [5]. Pour des systµemes hydrog¶enoÄ³des, la d¶eg¶en¶e-
rescence de Coulomb des sous-niveaux` d'un niveau n donn¶e exclut des mesures directes
des sections e±caces partielles¾n` par spectroscopie du photo¶electron. Des estimations de
¾2s et de¾2p [6{8], et de¾3s, ¾3p et ¾3d deHe [7], en accord avec les pr¶edictions th¶eoriques,
ont ¶et¶e obtenues en analysant la d¶esexcitation par °uorescence des ¶etats excit¶es deHe.
Dans l'ensemble, les mesures ne sont toutefois pas assez pr¶ecises ni assez nombreuses pour
tester quantitativement et sans ambiguÄ³t¶e la validit¶e des lois th¶eoriques. Nous montrons
dans ce chapitre que la m¶ethode HRM-SOW, ¶etendue µa l'ionisation-excitation comme
nous l'avons indiqu¶e au chapitre 3, est capable de produire un ensemble trµes complet
de sections e±caces partielles¾n` pr¶ecises qui peuvent être confront¶ees aux pr¶edictions
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th¶eoriques.

Les ondes partielles paraboliques, quant µa elles, ont ¶et¶e introduites historiquement
pour ¶etudier l'atome d'hydrogµene dµes qu'un axe de l'espace est privil¶egi¶e comme dansle
cadre de l'e®et Stark, oµu un champ ¶electrique statique vient briser la sym¶etrie initiale
du problµeme [9, 10]. Plus tard, une analyse des ¶etats doublement excit¶es bas¶ee sur la
th¶eorie des groupes a permis de les caract¶eriser par de nouveaux nombres quantiquesK
et T [11]. Ces nombres quantiques ont ¶et¶e reli¶es aux nombres quantiques paraboliques
de l'un des ¶electrons par rapport µa la direction d'¶ejection de l'autre parK = n2 ¡ n1 et
T = jmj [12]. Pendant le même temps, comme nous l'avons signal¶e, Drukarev [3] et Rau [4]
¶evaluaient`dom en utilisant respectivement les coordonn¶ees paraboliques et une approche
de th¶eorie des groupes. Le r¶esultat de Drukarev repose sur deux hypothµeses : d'une part,
la fonction d'onde de l'¶electron li¶e pr¶esente le maximum d'asym¶etrie par rapport au plan
perpendiculaire µa la direction de l'¶electron ¶eject¶e passant par le noyau ; et d'autre part,
la projection du moment angulaire de l'¶electron li¶e sur cet axe est nulle. Quant µa Rau,
son r¶esultat d¶ecoule de l'hypothµese que l'¶etat dominant est celui qui minimise la r¶epulsion
¶electron-¶electron, et qui est donc associ¶e µa la valeur deK la plus grande possible. La
quasi-identit¶e de leurs r¶esultats mettait en ¶evidence pour la premiµere fois la relation entre
les nombres quantiques introduits dans les deux approches. En parallµele, une approche
hypersph¶erique adiabatique conduisait Lin [13] µa introduire un nouveau nombre quantique
A pour caract¶eriser le comportement des ¶etats doublement excit¶es dans l'¶echange des
coordonn¶ees radiales des deux ¶electrons :A = +1 pour d¶esigner des ¶etats sym¶etriques,
A = ¡ 1 pour des ¶etats antisym¶etriques etA = 0 pour tous les autres cas. Il en r¶esultait la
notation N (K; T )A

n0 pour d¶esigner les membres successifsn0 des s¶eries de Rydberg d'¶etats
doublement excit¶es convergeant vers leN -iµeme seuil d'ionisation. Vu le succµes de ce sch¶ema
de classi¯cation des s¶eries de Rydberg, il est ¶etonnant qu'il n'ait jamais ¶et¶e appliqu¶e aux
¶etats du continuum vers lesquels ces s¶eries convergent quandn0 ! 1 . Nous comblons
cette lacune dans ce chapitre.

4.2 Le groupe de sym¶etrie SO(4) de l'hydrogµene

Pour introduire les deux repr¶esentations des ¶etats deHe+ que nous utilisons dans ce
chapitre, c'est-µa-dire la repr¶esentation sph¶erique et la repr¶esentation parabolique, ainsi que
la transformation unitaire qui les relie, nous rappelons ici les donn¶ees g¶en¶erales concernant
les sym¶etries du problµeme hydrog¶enoÄ³de.

L'¶energieE et le moment cin¶etique
¡!
L d'une particule plong¶ee dans un potentiel central

de forceZ sont des constantes du mouvement. Si en plus, le potentiel est coulombien, il
existe une autre grandeur qui se conserve, le vecteur

¡!
B de Runge-Lenz [14]

¡!
B = Z

¡! r
r

+
1
2

¡!
L £ ¡! p : (4.1)
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Cette propri¶et¶e du vecteur
¡!
B a pour cons¶equence que les trajectoires de la particule

correspondant µa des ¶etats li¶es (E < 0) sont ferm¶ees et p¶eriodiques, soit des ellipses. Le
vecteur

¡!
B est dirig¶e suivant le demi-grand axe de l'ellipse et son module d¶etermine son

excentricit¶e.

Utilisant le principe de correspondance entre la m¶ecanique classique et la m¶ecanique
quantique, Pauli [15] a donn¶e l'expression de l'¶equivalent quantique du vecteur

¡!
B comme

¡!
B = Z

¡! r
r

+ i
1
2

(
¡!
r £

¡!
L ¡

¡!
L £

¡!
r ): (4.2)

On v¶eri¯e facilement que cet op¶erateur commute avec le hamiltonienH d'un hydrog¶enoÄ³de,
et donc qu'il s'agit bien d'une constante du mouvement. En introduisant l'op¶erateur

¡!
A =

n
¡!
B =Z pour un sous-espacen donn¶e, un calcul direct conduit aux rµegles de commutation

suivantes

[L j ; L k ] = i² jkl L l ; [A j ; Ak ] = i² jkl L l ; [L j ; Ak ] = i² jkl A l ; (4.3)

oµu ² jkl vaut 1 pour une permutation circulaire, -1 dans le cas contraire et 0 si deux indices
sont identiques. Ces relations de commutation traduisent le fait que les quantit¶esAx , Ay et
Az ne peuvent avoir simultan¶ement des valeurs d¶etermin¶ees en m¶ecanique quantique. De
plus, chacun de ces op¶erateurs commute avec la composante correspondante du moment
angulaire mais pas avec le carr¶e du momentL2. L'existence de cette grandeur conservative
qui ne commute pas avec les autres constantes du mouvement, et dont les composantes
ne commutent pas entre elles conduit µa une d¶eg¶en¶erescence dite accidentelle.

Nous savons que l'invariance par rotation du hamiltonien de l'atome d'hydrogµene ex-
plique la d¶eg¶en¶erescence par rapport au nombre quantiquem dans la repr¶esentationjn`m i ,
aucune direction de l'espace n'¶etant privil¶egi¶ee. En revanche, les mêmes arguments ne
permettraient pas de pr¶evoir que la valeur de l'¶energie soit ind¶ependante du module du
moment cin¶etiqueL. Cette d¶eg¶en¶erescence, qui ne peut pas être reli¶ee µa une sym¶etrie
g¶eom¶etrique, r¶esulte de la forme trµes particuliµere de l'¶energie potentielle et disparâ³t dµes
qu'on s'en ¶ecarte. Cette forme est celle du potentiel coulombien en 1=r. Tout terme addi-
tif comme l'e®et d'¶ecran µa longue port¶ee ou la r¶epulsion µa courte port¶ee supprimecette
d¶eg¶en¶erescence accidentelle.

De même que
¡!
L est le g¶en¶erateur du groupeSO(3) des rotations dans l'espace µa trois

dimensions,
¡!
L et

¡!
A constituent ceux du groupeSO(4). Il s'agit du groupe de rotations

dans l'espace quadridimensionnel dont la sym¶etrie est dynamique contrairement aux sy-
m¶etries g¶eom¶etriques deSO(3). Dans ce groupe, nous avons alors deux repr¶esentations
possibles : celle li¶ee aux vecteurs propres communs aux op¶erateursH , L2 et L z correspon-
dant aux coordonn¶ees sph¶eriques et celle li¶ee aux vecteurs propres communs µaH , L z et
Az correspondant aux coordonn¶ees paraboliques. Pour ¶etablir la relation entre ces deux
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di®¶erentes repr¶esentations, introduisons deux nouveaux pseudo moments cin¶etiques

¡!
J + =

1
2

(
¡!
L +

¡!
A ); (4.4a)

¡!
J ¡ =

1
2

(
¡!
L ¡

¡!
A ); (4.4b)

ces deux op¶erateurs ob¶eissent µa l'algµebre du moment cin¶etique et commutent entre eux.
Nous pouvons remarquer tout de suite que

¡!
L =

¡!
J + +

¡!
J ¡ . On v¶eri¯e que les valeurs

propres de
¡!
J + , qui sont les mêmes que celles de

¡!
J ¡ , sont j (j + 1), avec j = ( n ¡ 1)=2.

Par ailleurs, celles deJ+ z et de J¡ z sont respectivementm+ et m¡ , dont nous pr¶eciserons
le sens plus bas.

Si on se donne l'ECOC (Ensemble Complet d'Observables qui Commutent) (H; L 2; L z),
nous pouvons labeller un ¶etat soit par le ketjn`m i soit par le ket

¯
¯n¡ 1

2
n¡ 1

2 `m
®

¶etant donn¶e
qu'ils sont vecteurs propres deJ 2

+ , J 2
¡ , L2 et L z associ¶es aux mêmes valeurs propres.

Hughes [16] a montr¶e que ces deux kets sont identiques soit

jn`m i =

¯
¯
¯
¯
n ¡ 1

2
n ¡ 1

2
`m

À
: (4.5)

Par contre, si on choisit d'utiliser les coordonn¶ees paraboliques qui correspondent µa l'ECOC
(H; L z; Az), nous pouvons caract¶eriser un ¶etat du systµeme, encore appel¶e ¶etat Stark, par
jn1n2mi ou par

¯
¯n¡ 1

2
n¡ 1

2 m+ m¡
®

oµu n1 et n2 sont les nombres quantiques paraboliques
satisfaisant n = n1 + n2 + jmj + 1. On v¶eri¯e facilement que la valeur propre deAz est
n1 ¡ n2, et on d¶eduit alors de l'¶equation (4.4) que

m+ =
1
2

(m + n1 ¡ n2);

m¡ =
1
2

(m ¡ n1 + n2):

Les ketsjn1n2mi et
¯
¯n¡ 1

2
n¡ 1

2 m+ m¡
®

sont donc vecteurs propres deJ 2
+ , J 2

¡ , J+ z et deJ¡ z

associ¶es aux mêmes valeurs propres. La relation qui existe entre ces deux ¶etats s'¶ecrit

jn1n2mi = ( ¡ 1)
1
2 (2n2+ jmj¡ m)

¯
¯
¯
¯
n ¡ 1

2
n ¡ 1

2
m+ m¡

À
: (4.7)

Des ¶equations (4.5) et (4.7), on d¶eduit que les ¶el¶ements de matrice de la transformation
qui relie les ¶etats Stark aux ¶etatsjn`m i s'¶ecrivent

hn1n2mjn`m 0i = ( ¡ 1)
1
2 (2n2+ jmj¡ m)

¿
n ¡ 1

2
n ¡ 1

2
`m

¯
¯
¯
n ¡ 1

2
n ¡ 1

2
m+ m¡

À
±mm 0: (4.8)

Compte tenu de la relation
¡!
L =

¡!
J + +

¡!
J ¡ , on peut dire du point de vue du couplage

des moments cin¶etiques que les ¶etats de la repr¶esentation sph¶erique constituent une base
coupl¶ee et les ¶etats de la repr¶esentation parabolique, la base d¶ecoupl¶ee correspondante.
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Ainsi, le terme
D

n¡ 1
2

n¡ 1
2 `m

¯
¯
¯n¡ 1

2
n¡ 1

2 m+ m¡

E
n'est autre qu'un coe±cient de Clebsch-

Gordan [17]. L'¶equation (4.8) peut se r¶e¶ecrire simplement [16]

hn1n2mjn`m 0i = ( ¡ 1)
1
2 (2n2+ jmj¡ m)

¿
n ¡ 1

2
n ¡ 1

2
m+ m¡

¯
¯
¯`m

À
±mm 0: (4.9)

La non nullit¶e de cet ¶el¶ement de matrice exige quem+ + m¡ = m, que ` soit compris
entre 0 etn ¡ 1, et en¯n quen ¡ 1 et m § n1 ¨ n2 aient la même parit¶e.

4.3 Choix du r¶ef¶erentiel li¶e au photo¶electron

Jusqu'µa maintenant, nous avons utilis¶e implicitement le r¶ef¶erentiel du laboratoire (LF
pour Laboratory Frame en anglais) dont l'axeZ coÄ³ncide avec l'axe de polarisation du
champ ¶electrique cr¶e¶e par le faisceau de photons. Chacun des deux ¶electrons y est r¶ep¶er¶e
par ses coordonn¶ees sph¶eriques (r i ; µi ; ' i ), i = 1; 2. Du fait de la pr¶esence d'un photo-
¶electron dans l'¶etat ¯nal du systµeme, le problµeme pr¶esente une sym¶etrie cylindrique par
rapport µa l'axe dudit photo¶electron. Il est donc plus appropri¶e de choisir un r¶ef¶eren-
tiel li¶e µa ce photo¶electron. Nous avons vu au chapitre 3 que toutes les sections e±caces
d'ionisation-excitation peuvent être obtenues µa partir d'un calcul oµu l'on identiē par des
labels distincts l'¶electron li¶e et le photo¶electron. Cette propri¶et¶e ¶etant une cons¶equence de
l'indiscernabilit¶e des deux ¶electrons. Nous supposons ici, comme au chapitre 3, que l'¶elec-
tron ionis¶e est l'¶electron 1. Nous d¶e¯nissons alors un r¶ef¶erentiel li¶e au systµeme not¶e BF1

(pour Body Frame en anglais) ayant son axez le long de la direction d'¶ejection du pho-
to¶electron r¶ep¶er¶e par ses angles sph¶eriques (µ1; ' 1) par rapport au LF. L'axe x est choisi
de sorte que l'¶electron 2 se trouve dans le demi-planx > 0 du plan xz. Ce r¶ef¶erentiel est
aussi connu sous le nom de r¶ef¶erentiel de Breit [18].

Le second ¶electron, qui est li¶e, est r¶ep¶er¶e dans le BF1 par les angles sph¶eriques (µ12; 0).
La rotation qui permet de passer du LF au BF1 est alors caract¶eris¶ee par les angles d'Euler
(' 1; µ1; Á). L'angle Á qui d¶epend de l'orientation arbitraire de l'axeX du LF n'apporte
aucune information physique et par cons¶equent, n'apparâ³t dans aucune des expressions
des quantit¶es physiques ci-dessous.

Notre point de d¶epart est l'expression de la fonction d'onde de photoabsorption ª1

dans le LF. Il est commode ici de l'exprimer dans la base des harmoniques sph¶eriques
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bipolaires non sym¶etris¶ees. Elle s'¶ecrit alors

ª 1(R; ®;­ 1; ­ 2) =
1

p
2

nL ¡ 1X

`=0

Ã
³

f g
` (R; ®) + f u

` (R; ®)
´

Y10
`` +1 (­ 1; ­ 2)

+
³

f g
` (R; ®) ¡ f u

` (R; ®)
´

Y10
`+1 ` (­ 1; ­ 2)

!

: (4.10)

Dans la r¶egion externe, elle s'exprime comme le produit d'une onde semiclassique sortante
et d'une fonction r¶eduite, donn¶ee par (2.71), et qui peut se r¶e¶ecrire

e©1(R; ®;­ 1; ­ 2) =
1

p
2

nL ¡ 1X

`=0

Ã
³

ag
` (R; ®) + au

` (R; ®)
´

Y10
`` +1 (­ 1; ­ 2)

+
³

ag
` (R; ®) ¡ au

` (R; ®)
´

Y10
`+1 ` (­ 1; ­ 2)

!

; (4.11)

avec

f ²
` (R; ®) =

1
R5=2 sin 2®

ei
RR

R 0
p(R0)dR0

p
p(R)

a²
` (R; ®): (4.12)

En appliquant aux harmoniques sph¶eriques la rotationR(' 1; µ1; Á) qui permet de passer du
LF au BF1 et en utilisant la formule de r¶eduction d'un produit de matrices de rotation [17]

R`1
m1m0

1
R`2

m2m0
2

=
`1+ `2X

`= j`1 ¡ `2 j

`X

m;m 0= ¡ `

h̀ 1m1 `2m2j` mi R`
mm 0h̀ 1m0

1 `2m0
2j` m0i ; (4.13)

ainsi que la relation

R`
0m (' 1; µ1; Á) = ( ¡ 1)m

r
4¼

2` + 1
Y ¤

` m (µ1; Á) (4.14)

entre les harmoniques sph¶eriques et une classe particuliµere de matrice de rotation [17], on
obtient la fonction d'onde totale de photoabsorption dans le BF1 sous la forme

ª BF 1
1 (R; ­) =

1
p

2

nL ¡ 1X

`=0

1X

m= ¡ 1

(¡ 1)`Y1m (µ1; Á)

£

(
³

f g
` (R; ®) + f u

` (R; ®)
´

h̀ ¡ m1mj` + 10i Y`m (µ12; 0)

¡
³

f g
` (R; ®) ¡ f u

` (R; ®)
´

h̀ + 1 ¡ m1mj`0i Y`+1 m (µ12; 0)

)

: (4.15)

Cette expression de la fonction d'onde est d'une remarquable simplicit¶e. En e®et, µa
cause de la sym¶etrie1Po de la fonction d'onde et de la d¶e¯nition du BF1, les ¶el¶ements de
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matrice de rotation qui interviennent dans le calcul se r¶eduisent µa l'harmonique sph¶erique
Y1m (µ1; Á) conform¶ement µa l'¶equation (4.14). Il s'en suit que la projection du moment an-
gulaire de l'un des deux ¶electrons sur la direction d'¶ejection de l'autre ne peut prendre que
les valeursm = 0; § 1. Plus encore, si cette projection estm = 0, la distribution angulaire
du photo¶electron est proportionnelle µa cos2 µ1, le paramµetre d'asym¶etrie associ¶e prend sa
valeur maximale¯ = 2 traduisant le fait que l'¶electron est ¶eject¶e pr¶ef¶erentiellement dans
la direction du champ ¶electrique. Inversement, les projectionsm = § 1 correspondent µa
une distribution angulaire du photo¶electron en sin2 µ1 et µa la valeur minimale du para-
mµetre d'asym¶etrie¯ = ¡ 1. Dans ce dernier cas, l'¶electron est ¶eject¶e pr¶ef¶erentiellement
dans la direction perpendiculaire au champ ¶electrique. Cette correspondance biunivoque
entre le paramµetre d'asym¶etriē et le nombre quantiquejmj avait d¶ejµa ¶et¶e pr¶edite par
Greene [19]. Par ailleurs, on v¶eri¯e ais¶ement grâce µa quelques outils d'algµebreangulaire
que ª 1(R; ® = ¼=4; µ12 = ¼) = 0, qui est une des propri¶et¶es remarquables de la sym¶etrie
1Po [20].

La rµegle de s¶election portant sur le nombre quantiquem fait du BF 1 (comme du BF2,
bien entendu) le r¶ef¶erentiel le plus appropri¶e pour d¶ecrire la simple photoionisation avec
ou sans excitation en termes d'ondes partielles.

4.4 Ionisation-excitation dans le BF 1

Dans le cas de l'ionisation-excitation, l'¶electron li¶e 2 peut être d¶ecrit dans le BF1 en
utilisant soit les coordonn¶ees sph¶eriques soit les coordonn¶ees paraboliques. Son ¶etat quan-
tique sera alors caract¶eris¶e respectivement parjn`m; 2i ou par jn1n2m; 2i . Il est int¶eressant
de noter que dans ce repµere, les nombres quantiques paraboliques sont reli¶es aux nombres
quantiquesK et T introduits par Herrick [11] pour classi¯er les ¶etats doublement excit¶es.
On en e®etK = n2 ¡ n1 et T = jmj. Il est alors commode, dans un souci de g¶en¶eralit¶e, de
noter l'¶etat paraboliquejnKm ; 2i . Dans ces conditions, on d¶esignera un ¶etat hydrog¶enoÄ³de
par le ket jn°m ; 2i avec ° = ` en repr¶esentation sph¶erique et° = K en repr¶esentation
parabolique.

Ce ket est d¶ecrit en repr¶esentation position dans le BF1 par

Ãn` m (¡! r 2) = Nn` e¡ Zr 2=n

µ
2Zr 2

n

¶ `

L2`+1
n¡ `¡ 1

µ
2Zr 2

n

¶
Y`m (µ12; 0); (4.16)

pour ° = ` et par

ÃnK m (¡! r 2) = Ãn1n2 m (¡! r 2)

= Nn1n2 me¡ (»2+ ´ 2 )=2n (»2´ 2) jmj=2L jmj
n1

(»2=n)L jmj
n2

(´ 2=n); (4.17)
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pour ° = K , les constantes de normalisation ¶etant

Nn ` =
2Z 3=2

n2

s
(n ¡ ` ¡ 1)!

(n + `)!
;

Nn1 n2 m =
Z jmj+3 =2

njmj+2

s
n1! n2!

¼(n1 + jmj)! (n2 + jmj)!
:

Dans les ¶equations ci-dessus,L®
n (r2) est un polynôme de Laguerre d¶e¯ni suivant la conven-

tion d'Abramowitz et Stegun [21] et les coordonn¶ees paraboliques (»2; ´ 2) sont d¶e¯nies
par »2 = r2 + r2 cosµ12, ´ 2 = r2 ¡ r2 cosµ12. Le fait que l'angle azimuthal soit nul a fait
disparâ³tre le facteur de phase correspondant dans (4.17). La fonction en repr¶esentation
parabolique se d¶eduit par ailleurs de sa contrepartie sph¶erique par la transformetion (4.9).

Notons maintenantP2
n°m le projecteur sur l'¶etatjn°m ; 2i et appliquons le µa la fonction

d'onde ª BF 1
1 (R; ­) donn¶ee en (4.15). Nous e®ectuons ce calcul sur une hypersphµere de

rayon ad¶equatRn comme expliqu¶e dans le chapitre 3. Nous en d¶eduisons la fonction
d'onde d'ionisation-excitation ª BF 1

n°m (R; ­). Cette fonction peut être mise sous la forme du
produit d'un facteur de volume, de l'onde semiclassique sortante et d'une fonction r¶eduite
qui prend la forme trµes simple

e©BF 1
n°m (Rn ; ­) = R3

n cos®sin® Sn°m (Rn ) Y1m (µ1; Á) Ãn°m (Rn sin®; µ12; 0): (4.19)

L'expression dee©BF 1
n°m (Rn ; ­) appelle quelques observations. Bien qu'elle apparaisse comme

un produit de la fonction d'ondeÃn°m (Rn sin®; µ12; 0) d¶ecrivant l'¶electron 2 li¶e et d'une
deuxiµeme fonction d'onde caract¶eris¶ee par un moment angulaire unit¶e et d¶ependantdes
coordonn¶eesRn et µ1 du photo¶electron, cette fonction n'est pas un produit de fonctions
d'onde d¶ecrivant des ¶electrons ind¶ependants. En e®et, le moment angulaire unit¶e est le
moment angulaire total des deux ¶electrons deHe. Ensuite, l'angle Á dans l'harmonique
sph¶eriqueY1m (µ1; Á) n'a aucune pertinence physique puisqu'il d¶epend du choix arbitraire
de l'axe X du LF. L'expression dee©BF 1

n° m (Rn ; ­) ne peut d'ailleurs pas s'interpr¶eter dans
le modµele des particules ind¶ependantes puisque l'un des ¶electrons est d¶ecrit dans un r¶e-
f¶erentiel li¶e au second. Un autre point important qui ressort de l'¶equation (4.19) est que
toute la dynamique des processus de photoionisation simple avec excitation est contenue
dans les amplitudesSn°m . En e®et, comme on l'a vu au chapitre 3, (¶equations (3.7) et
(3.8)), les sections e±caces ne d¶ependent que du carr¶e du module de la fonction d'onde
r¶eduite qui se r¶eduit au carr¶e des amplitudesSn°m µa cause de la normalisation desÃn°m

et des harmoniques sph¶eriques.

Les fonctions amplitudesSn°m sont donn¶ees dans la repr¶esentation sph¶erique par

Sn`m (Rn ) = ( ¡ 1)`
©

h̀ ¡ m1mj` + 10i I ¡
n`` (Rn ) + h̀ ¡ m1mj` ¡ 10i I +

n`` ¡ 1(Rn )
ª

; (4.20)

oµu les int¶egralesI §
n`L , d¶ejµa introduits au chapitre 3, (¶equation (3.16)), s'expriment en

fonction des coe±cients de la fonction d'onde de photoabsorption r¶eduite (4.11) et de la
partie radiale de l'orbitale li¶ee (4.16) comme

I §
n`L (Rn ) =

1
p

2

Z ¼=2

0
d®sin®Fn` (Rn sin®) (ag

L (Rn ; ®) § au
L (Rn ; ®)) ; (4.21)
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Les expressions explicites de ces fonctions amplitudes pour les deux valeurs possibles
de jmj = 0; 1 s'¶ecrivent simplement

Sn` 0 =
(¡ 1)`

p
2` + 1

n
I ¡

n`` (Rn )
p

` + 1 ¡ I +
n`` ¡ 1(Rn )

p
`
o

; (4.22a)

Sn` § 1 =
(¡ 1)`

p
2(2̀ + 1)

n
I ¡

n`` (Rn )
p

` + I +
n`` ¡ 1(Rn )

p
` + 1

o
: (4.22b)

Ces expressions mettent en ¶evidence des rµegles de s¶election quandn et ` tendent tous
deux vers l'in¯ni. En e®et, dans cette limite oµu les corr¶elations sont fortement d¶evelopp¶ees
dans le systµeme, les coe±cients antisym¶etriquesau

L deviennent n¶egligeables devant leurs
homologues sym¶etriques. Ainsi,I +

n`L ! I ¡
n`L . En outre,

p
` + 1 !

p
` dans la limite des

grandes valeurs dè . Il vient de toutes ces consid¶erations queSn` 0 ! 0 dans la limite
trµes corr¶el¶ee. En d'autres termes, les ¶etatsjmj = 1 sont favoris¶es dans cette limite pour
la sym¶etrie 1Po [19]. D'autre part, ces ¶etats favoris¶es sont peupl¶es par les composantes
ag

L de la fonction r¶eduite de photoabsorption qui sont sym¶etriques dans l'¶echange des
coordonn¶ees radiales des deux ¶electronsr1 $ r2, ou de maniµere ¶equivalente® $ ¼=2¡ ®.
C'est pourquoi nous leurs associerons le nombre quantiqueA = +1 pour caract¶eriser la
sym¶etrie dans l'¶echanger1 $ r2. Cette association ne signi¯e cependant pas que nous les
caract¶erisonsdirectement comme sym¶etriques, puisque cette propri¶et¶e perd son sens pour
un ¶etat d¶ecrivant un ¶electron li¶e et un ¶electron du continuum dont les fonctions d'onde
ne se recouvrent pas µaR grand. A cette nuance prµes, ces observations montrent que les
¶etats du continuum form¶es par un ¶electron libre et un ¶electron li¶e trµes ¶excit¶e satisfont
les rµegles de propensit¶e,T = jmj = 1 et A = +1, observ¶ees pour les s¶eries des ¶etats
doublement excit¶es. Ajoutons que dans le cas de la sym¶etrie3Po, les r¶esultats peuvent
être d¶eduits de ceux-ci en permutant les coe±cientsag

` et au
` de la fonction d'onde de

photoabsorption. Cette op¶eration conserve l'int¶egraleI +
n` L mais change l'int¶egraleI ¡

n` L
en ¡ I ¡

n` L . Il en r¶esulte que, pour cette sym¶etrie, les corr¶elations radiales favorisent les
composantesT = m = 0 dans la limite trµes corr¶el¶een et ` grands.

De même que l'¶equation (4.9) relie les ¶etats sph¶eriques et paraboliques, de même elle
relie les fonctions amplitudes dans les deux repr¶esentations. Les composantesm = 0 et 1
des amplitudes en repr¶esentation parabolique s'¶ecrivent donc

SnK 0 =
n¡ 1X

`=0

(¡ 1)`

0

@
n¡ 1

2
n¡ 1

2 `

K
2 ¡ K

2 0

1
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n`` (Rn )

p
` + 1 ¡ I +

n`` ¡ 1(Rn )
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`
o

; (4.23a)

SnK 1 =
n¡ 1X

`=1

(¡ 1)`
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n¡ 1

2
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2 `

1+ K
2

1¡ K
2 ¡ 1

1

A
n

I ¡
n`` (Rn )
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` + I +

n`` ¡ 1(Rn )
p

` + 1
o

; (4.23b)

et SnK ¡ 1 = ¡ SnK 1, oµu les coe±cients de Clebsch-Gordan ont ¶et¶e r¶e¶ecrits en termes de
symboles 3j pour des raisons de commodit¶e. La non nullit¶e de ces coe±cients impose des
contraintes de parit¶e aux nombres quantiquesn et K , comme on l'a d¶ejµa vu µa la ¯n du
paragraphe 4.2. Pourm = 0, (4.23a) montre quen et K doivent être de parit¶es oppos¶ees.
Pour m = 1, au contraire, n et K doivent être de même parit¶e. On retrouve, lµa encore,
une rµegle de s¶election trµes caract¶eristique des ¶etats doublement excit¶es.



4.5. SECTIONS EFFICACES D'IONISATION-EXCITATION 103

4.5 Sections e±caces d'ionisation-excitation

Les sections e±caces partielles, di®¶erentielles ou int¶egr¶ees, sont obtenues µa partir du
calcul du °ux de ª BF 1

n° m µa travers l'hypersphµere d'hyperrayonR = Rn . Ce calcul de °ux
conduit µa une expression qui ne d¶epend que de la forme r¶eduite de la fonction de pho-
toabsorption ainsi que nous l'avons annonc¶e au paragraphe pr¶ec¶edent. On obtient alors

¾n°m = 2
2¼!
cE2

0

Z

R= Rn

d­
¯
¯
¯ e©BF 1

n° m

¯
¯
¯
2

: (4.24)

Compte tenu du fait que les fonctions d'ondeÃn°m (Rn sin®; µ12; 0), comme les harmo-
niques sph¶eriques, sont normalis¶ees µa l'unit¶e, l'¶equation ci-dessus devient

¾n°m = 2
2¼!
cE2

0
R3

n jSn°m (Rn )j2 ; (4.25)

oµu le facteur 2 prend en compte l'identit¶e des deux ¶electrons. Nous notons que la sec-
tion e±cace est proportionnelle au carr¶e du module du facteur dynamiqueSn°m comme
nous l'avons anticip¶e au paragraphe 4.4. Quant aux sections e±caces di®¶erentielles, elles
peuvent être reconstruites µa partir de la section e±cace partielle int¶egr¶ee ci-dessus et des
paramµetres d'asym¶etrie correspondants

¯ n° 0 = 2; ¯ n° § 1 = ¡ 1; (4.26)

conduisant alors aux simples expressions,

d¾n° 0

d­ 1
=

3
4¼

¾n° 0 cos2 µ1; (4.27a)

d¾n° § 1

d­ 1
=

3
8¼

¾n° § 1 sin2 µ1: (4.27b)

Les sections e±caces partielles, di®¶erentielles ou totale, relatives µa chaque onde par-
tielle ° s'en d¶eduisent en sommant sur toutes les valeurs dem possibles. Dans le cas des
ondes paraboliques° = K , compte tenu de la correspondance biunivoque entrem et la
parit¶e de n ¡ K , cette somme se r¶eduit µam = 0 pour les termes den ¡ K impairs et µa
m = § 1 pour les termesn ¡ K pairs. Nous avons alors

¾nK = 2¾nK 1; ¯ nK = ¡ 1; si n ¡ K pair; (4.28a)

¾nK = ¾nK 0; ¯ nK = +2 ; si n ¡ K impair: (4.28b)

En revanche, dans le cas des ondes sph¶eriques, les contributionsm = 0; § 1 s'additionnent
de sorte qu'on a

¾n` = ¾n` 0 + 2¾n` 1; ¯ n` = 2
¾n` 0 ¡ ¾n` 1

¾n` 0 + 2¾n` 1
: (4.29)
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En utilisant les expressions explicites deSn` m pour m = 0; § 1, ¾n` et ¯ n` ont des
expressions simples en termes des int¶egralesI §

n`L (Rn )

¾n` = 2
2¼!
cE2

0
R3

n

¡
jI +

n`` ¡ 1j2 + jI ¡
n`` j2

¢
; (4.30a)

¯ n` =
(` + 2) jI ¡

n`` j2 ¡ 6
p

`(` + 1) < e(I ¡
n`` I + ¤

n`` ¡ 1) + ( ` ¡ 1)jI +
n`` ¡ 1j2

(2` + 1)
¡
jI +

n`` ¡ 1j2 + jI ¡
n`` j2

¢ : (4.30b)

L'int¶erêt de (4.30b) est qu'on peut v¶eri¯er que l'on retrouve bien les valeurs attendues
du paramµetre d'asym¶etriē n` dans les limites oµu la corr¶elation est soit nulle soit totale.
La limite des ¶electrons fortement corr¶el¶es est obtenue pourE ! 0 et n ! 1 . Dans cette
limite, les composantes sym¶etriquesag

` et les ondes partielles̀ ¶elev¶ees dominent de sorte
que

¯
¯I +

n`` ¡ 1

¯
¯2

'
¯
¯I ¡

n``

¯
¯2

' < e
¡
I +

n`` ¡ 1I ¡¤
n``

¢
dans l'expression dē n` ci-dessus ; dans ce cas,¯ n

tend vers ¡ 1. A l'oppos¶e, la limite non corr¶el¶ee est obtenue pourn = 1 quand l'on a af-
faire µa une ionisation sans excitation ; dans ce cas, les termesI +

n`` ¡ 1 disparaissent et̄ 1 = 2.

Il est donc maintenant possible de reconstruire les sections e±caces et le paramµetre
d'asym¶etrie pour l'ionisation-excitation vers un niveaun de He+ . Pour des raisons qui
apparâ³tront au chapitre 5, nous introduisons les contributions

¾T =0
n =

n¡ 1X

`=0

¾n` 0 =
n¡ 1X

K = ¡ n +1
( n ¡ K ) odd

¾nK 0; (4.31a)

¾T =1
n = 2

n¡ 1X

`=1

¾n` 1 = 2
n¡ 2X

K = ¡ n +2
( n ¡ K ) even

¾nK 1; (4.31b)

associ¶ees aux deux valeurs possibles du nombre quantiqueT, et nous obtenons ¯nalement,

¾n = ¾T =0
n + ¾T =1

n ; ¯ n =
2¾T =0

n ¡ ¾T =1
n

¾n
: (4.32)

On peut v¶eri¯er facilement que les expressions (4.32) redonnent bien les ¶equations (3.17a)
et (3.17b) du chapitre pr¶ec¶edent compte tenu de (4.30) et (4.31).

4.6 Ondes partielles sph¶eriques

La ¯gure (4.1) montre les sections partielles relatives¾n` =¾n en fonction den pour les
dix premiµeres ondes partielles. Il ressort de cette distribution que l'onde partielle domi-
nante est`dom = 1 pour 4 < n · 5, `dom = 2 pour 6 · n · 12, `dom = 3 pour 13 · n · 21,
`dom = 4 pour 22 · n · 32, `dom = 5 pour 33 · n · 46 et `dom = 6 pour 47 · n · 50.
Cette ¶evolution de`dom avecn est en accord avec les r¶esultats exp¶erimentaux de Heimann
et al. [22]. Ceux-ci montrent qu'il y a deux composantes dominantes de la distribution en
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Fig. 4.1 { Sections e±caces partielles relatives¾n` =¾n en fonction den pour ` = 0; : : : ; 9.
Chaque bande verticale d¶e¯nit le domaine des valeurs den dans lequel la contribution
dominante de¾n` =¾n correspond µa la valeur dè donn¶ee par le chi®re au-dessus de la
bande.¾n0=¾n est l'unique contribution qui d¶ecrô³t de fa»con monotone quandn crô³t.
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` pour n = 4, µa savoir ` = 1 et ` = 2, et une seule composante dominante,` = 2, pour
n = 6. Un autre aspect remarquable de la distribution de la ¯gure (4.1) est que le m¶elange
des ondes partielles est de plus en plus prononc¶e au fur et µa mesure quen crô³t ; ce qui est
d'ailleurs plus visible dans la ¯gure (4.2) oµu la distribution est repr¶esent¶ee en fonctionde
` pour n = 4; : : : ; 50. Pourn = 10 par exemple, la contribution cumul¶ee des quatre ondes
partielles dominantes est de l'ordre de 95% de la section e±cace totale. Cette proportion
diminue trµes rapidement et atteint 60% µan = 50. En d'autres termes,` ne peut pas être
consid¶er¶e comme un bon nombre quantique pour caract¶eriser l'ionisation-excitation,et
ceci d'autant moins quen est plus ¶elev¶e.

Dans la ¯gure (4.2), on observe que quandn augmente, le centre de la distribution
en ondes partielles se d¶eplace vers de grandes valeurs de`, tandis que celle-ci va en
s'¶elargissant et en s'aplatissant. Cependant, cette ¶evolution semble se stabiliser pourdes
valeurs den comprises entre 40 et 50 dont les distributions, repr¶esent¶ees respectivement
par des points-tirets et par un trait continu, sont di±ciles µa distinguer. Chacune de ces
distributions pr¶esente l'allure d'une gaussienne. C'est la raison pour laquelle, pour chaque
valeur den, la distribution en ` est ¯tt¶ee par une fonction de la formea0(2` +1) exp(¡ (` ¡
a1)2=a2), permettant ainsi d'obtenir un pseudo moment angulaire dominant non-entier
`dom(n) dont l'¶evolution est donn¶ee par la ¯gure (4.3). Notons que cette forme ressemble
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Fig. 4.2 { Sections e±caces partielles relatives¾n` =¾n en fonction de` pour n = 0; : : : ; 50.
Les distributions interm¶ediairesn = 10, 20, 30 et 40 sont mises en ¶evidence par des
points-tirets. La distribution de n = 50 est repr¶esent¶ee par une ligne continue ¶epaisse.
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formellement µa la distribution de Drukarev [3] obtenue dans l'hypothµese oµu l'¶etat dominant
est celui pour lequel la densit¶e de l'¶electron li¶e a le maximum d'asym¶etrie par rapport µa la
direction d'¶ejection du photo¶electron. Etant donn¶e que nous ne faisons aucune hypothµese
sur l'¶etat dominant, celui-ci r¶esulte de la superposition de toutes les sym¶etries possibles.
C'est la raison pour laquelle la forme de la distribution µa ¯tter que nous avons choisie
est beaucoup plus °exible. Puis, deux fonctions d'essais ont ¶et¶e ¯tt¶ees µa`dom(n) : une
fonction µa deux paramµetresa0 + a1n0:5 et une autre fonction µa trois paramµetresa0 + a1na2

permettant µa `dom de s'¶ecarter de la loi en
p

n . Elles conduisent toutes deux µa des ¯ts
d'¶egale qualit¶e qui ne peuvent être distingu¶ees µa l'¶echelle de la ¯gure. Les loisobtenues
sont `dom(n) = ¡ 0:999 + 1:1n0:456 et `dom(n) = ¡ 0:626 + 0:88n0:5 respectivement.

Par comparaison, il apparâ³t que la premiµere loi que nous avons obtenue est sensible-
ment le double de celle Rau tandis que la deuxiµeme est 1.24 fois plus grande que celle de
Drukarev. Donc, aucune de nos lois n'est en accord avec celles pr¶edites par Drukarev et
Rau. Nous verrons au paragraphe suivant que ce d¶esaccord peut se comprendre facilement
µa partir d'une analyse en ondes partielles paraboliques. Notons cependant que nos calculs
con¯rment bien que`dom se comporte approximativement comme

p
n.
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Fig. 4.3 { Pseudo moment angulaire dominant non-entier̀dom en fonction den.
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4.7 Ondes partielles paraboliques

Nous repr¶esentons dans la ¯gure (4.4) les sections e±caces partielles relatives¾nK =¾n

en fonction den ¡ K pour une s¶erie de valeurs den. Il ressort de cette ¯gure deux aspects
principaux. Primo, dans chaque distribution correspondant µa une valeur donn¶ee den, les
¶etats "favoris¶es" (n ¡ K ) pair et jmj = 1 alternent avec les ¶etats "non favoris¶es" (n ¡ K )
impair et m = 0, dont les contributions sont voisines de z¶ero. Secundo, le signal d¶ecrô³t
trµes rapidement quand (n¡ K ) crô³t ; s'annulant bien avant quen¡ K ait atteint sa valeur
maximale 2n ¡ 1. En d'autres termes, µan donn¶e, le processus est domin¶e par quelques
valeurs deK , en fait les plus grandes ayant la parit¶e den, c'est-µa-diren¡ 2, n¡ 4, n¡ 6, : : :.

La ¯gure (4.5) permet d'avoir une meilleure id¶ee des poids relatifs des ondes partielles
paraboliques. Y sont repr¶esent¶ees les sections e±caces partielles paraboliques¾nK =¾n en
fonction den pour les valeurs dominantes deK . Les contributionsn ¡ K pair sont repr¶e-
sent¶ees dans la ¯gure de gauche tandis que dans le ¯gure de droite, on a les contributions
n ¡ K impair. Les di®¶erentes ¶echelles des deux ¯gures mettent clairement en ¶evidence le
caractµere dominant des contributionsT = 1. En plus, elles font apparâ³tre le comporte-
ment particulier de l'onde associ¶ee µa la valeur maximale deK dans chacune de ces classes
d'¶etats : celle-ci domine trµes largement pourn petit, mais cela est de moins en moins
vrai quand n augmente car le m¶elange des ondes paraboliquesK devient important. Ce
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Fig. 4.4 { Sections e±caces partielles relatives¾nK =¾n en fonction den ¡ K pour n = 10
(ligne continue), n = 20 (pointill¶e), n = 30 (tirets), n = 40 (point-tiret) et n = 50
(point-tiret-tiret).
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m¶elange d'ondes paraboliques reste cependant moins prononc¶e que dans le cas des ondes
sph¶eriques. Certes, la somme des quatre contributions les plus importantes est du même
ordre de grandeur dans les deux cas pourn = 10 : 93% de la section e±cace totale dans
le cas parabolique compar¶e µa 95 % dans le cas sph¶erique. Cependant, cette somme d¶ecrô³t
beaucoup plus lentement avecn dans le cas parabolique puisqu'elle vaut encore 80 %
de la section totale µan = 50, compar¶e µa 60% dans le cas sph¶erique. D'autre part, les
deux ¯gures (4.5) ne comportent pas de croisements de courbes, contrairement µa ce qu'on
observe dans la ¯gure (4.1). Compar¶e au moment angulaire`, K est donc un meilleur
nombre quantique approch¶e pour caract¶eriser la photoionisation avec excitation.

Comme annonc¶e dans le paragraphe pr¶ec¶edent, ces r¶esultats expliquent pourquoi les
formes de`dom que l'on obtient sont di®¶erentes de celle de Drukarev et celle de Rau. En
e®et, ces auteurs ont suppos¶e que le systµeme est dans l'¶etat le plus asym¶etrique possible
signi¯ant que les ¶electrons sont dans une con¯guration antiparallµele, c'est-µa-diresitu¶es de
part et d'autre du noyau. Cet ¶etat est d¶ecrit parn2 = n ¡ 1, n1 = 0 dans la repr¶esentation
parabolique et parK = n ¡ 1 et T = 0 dans l'approche th¶eorie des groupes. Or, d'aprµes
notre analyse, pour un ¶etat de sym¶etrie1Po, l'¶etat T = 0 n'est pas favoris¶e de sorte que
l'on s'attend µa ce que ces traitements ne soient pas valables quantitativement dans ce cas.
Plus important encore, dans leur d¶erivation, ils ont suppos¶e quen À 1 alors que pour de
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Fig. 4.5 { Sections e±caces partielles relatives¾nK =¾n en fonction den. Gauche: Contri-
butions T = 1 H K = n ¡ 2; N K = n ¡ 4; ¨ K = n ¡ 6; ² K = n ¡ 8; ¥ K = n ¡ 10.
Droite : Contributions T = 0 H K = n ¡ 1; N K = n ¡ 3; ¨ K = n ¡ 5; ² K = n ¡ 7;
¥ K = n ¡ 9; ¤ K = n ¡ 11.
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grandes valeurs den, le m¶elange des ondesK devient non n¶egligeable au point que leur
hypothµese d'une unique contribution n'est plus valable.

4.8 Corr¶elations angulaire et radiale

L'analyse en ondes partielles paraboliques que nous venons de mener permet de bien
mettre en ¶evidence le rôle des corr¶elations angulaires et radiales dans les processus d'io-
nisation avec excitation.

Nous venons en e®et de voir que, contrairement aux sections e±caces partielles sph¶e-
riques, les sections e±caces partielles paraboliques ob¶eissent µa des rµegles de s¶election
approximatives : l'ionisation-excitation a lieu pr¶ef¶erentiellement µa traversles T = 1 et
K = n ¡ 2. Ces nombres quantiques trouvent leur origine dans leur relation avec les
corr¶elations ¶electroniques. On a d¶ejµa vu en e®et que dans la limite des grandsn et des
grands`, les amplitudesT = 0 s'annulent du fait du caractµere dominant des composantes
de la fonction d'onde de photoabsorption sym¶etriques dans l'¶echanger1 $ r2 qui ont une
amplitude non nulle sur la crête de Wannier (Wannier Ridge) d¶e¯nie parr1 = r2. Cette
extinction des contributionsT = 0, qui sont d¶ejµa inf¶erieures µa 10% pourn = 10, est donc
la signature des corr¶elations radiales qui favorisent les con¯gurations dans lesquelles les
deux ¶electrons sont µa ¶egale distance du noyau. D'autre part, le calcul de la valeur moyenne
de cosµ12 dans un ¶etat li¶e ªBF 1

nKT conduit µa

hª BF 1
nKT j cosµ12jª

BF 1
nK 0T 0i = hcosµ12i nKT ±KK 0±T T 0 = ¡

K
n

±KK 0±T T 0 : (4.33)

Ce r¶esultat montre que dans un sous-espacen donn¶e, plusK est grand, plus les ¶elec-
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trons ont tendance µa se mouvoir dans des directions oppos¶ees, c'est-µa-direµ12 ! ¼. Le
caractµere dominant des grandes valeurs positives deK est donc la signature des corr¶e-
lations angulaires. Dans le souci de clari¯er la relation entre les corr¶elations angulaires
caract¶eris¶ees par l'angleµ12, et le paramµetre d'asym¶etriē , qui ne d¶epend que deT, nous
avons ¶egalement ¶etudi¶e le comportement de la valeur moyennehcosµ12i nT de cosµ12 dans
les sous-espacesT = 0 et T = 1 s¶epar¶ement. Pour un sous-espaceT donn¶e, cette valeur
moyenne s'¶ecrit

hcosµ12i nT =
P

K hcosµ12i nKT ¾nKTP
K ¾nKT

: (4.34)

Les deux courbes de la ¯gure (4.6) associ¶ees aux sous espacesT = 0 et T = 1 respective-
ment montrent une d¶ecroissance rapide de la valeur moyenne de cosµ12 en fonction den

Fig. 4.6 { Valeur moyenne decosµ12 en fonction den. ² dans le sous-espace(n; T = 0) ;
N : dans le sous-espace(n; T = 1) .
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jusque versn = 10, suivie d'une d¶ecroissance lente conduisant ¯nalement vers -1 pourn
grand. Ceci montre que les corr¶elations angulaires sont ¶egalement importantes dansT = 0
et dansT = 1, bien que ces sous espaces correspondent aux valeurs extrêmes du paramµetre
d'asym¶etrie, ¯ = 2 et ¯ = ¡ 1 respectivement. En d'autres termes, les corr¶elations angu-
laires in°uencent la disposition relative des trois particules du systµeme sans a®ecter son
orientation par rapport µa la polarisation du champ ¶electrique de la lumiµere incidente,et
donc le paramµetrē . Celui-ci, en fait, r¶esulte du d¶eveloppement des corr¶elations radiales
au sein d'un systµeme de sym¶etrie donn¶ee. On a en e®et d¶ejµa vu que les corr¶elations ra-
diales favorisent les composantesT = 1, donnant ¯ = ¡ 1 pour un atome de sym¶etrie1Po

et, µa l'inverse, les composantesT = 0 donnant ¯ = +2 pour un atome de sym¶etrie3Po.
Ceci vient corroborer la conclusion µa laquelle nous ¶etions d¶ejµa parvenus :¯ ne renseigne
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pas sur les corr¶elations angulaires. Pour terminer les observations li¶ees aux corr¶elations, il
faut noter que l'¶evolution de cosµ12 est en accord avec une distribution centr¶ee enµ12 = ¼,
dont la largeur d¶ecrô³t quandn crô³t alors que le nombre d'ondes partielles sph¶eriques qui
contribuent crô³t consid¶erablement comme le montre la ¯gure (4.2).

4.9 G¶en¶eralit¶e du m¶ecanisme de Wannier

En ¶etudiant la loi qui gouverne la section e±cace int¶egr¶ee de double ionisation au
voisinage du seuil, Wannier [1] a mis en ¶evidence l'importance d'une con¯guration parti-
culiµere form¶ee par un coeur ionique et deux ¶electrons. Cette con¯guration correspond
µa une g¶eom¶etrie oµu les deux ¶electrons s'¶echappent de part et d'autre du noyau tout
en demeurant µa ¶egale distance de celui-ci ; en d'autres termes,µ12 = ¼ et r1 = r2.
Il faut noter cependant que dans la sym¶etrie1Po les conditions requises par la parit¶e,
ª 1(¡ ¡! r 1; ¡ ¡! r 2) = ¡ ª 1(¡! r 1; ¡! r 2), et par le principe de Pauli ª 1(¡! r 2; ¡! r 1) = ª 1(¡! r 1; ¡! r 2),
entrent en con°it pour ¡! r 1 = ¡ ¡! r 2, ce qui conduit µa un noeud paradoxal de la fonction
d'onde dans cette g¶eom¶etrie. On ¶evoque parfois µa ce propos un con°it entre les corr¶elations
radiales, qui favorisentr1 = r2, et les corr¶elations angulaires, qui favorisentµ12 = ¼. N¶ean-
moins, l'analyse en ondes partielles paraboliques que nous venons de pr¶esenter montre que
l'ionisation-excitation est domin¶ee par des canaux qui correspondent µa des con¯gurations
aussi proches que possibles de celle de Wannier compte tenu des contraintes li¶ees µa la
sym¶etrie 1Po. L'¶etat K = n ¡ 1, s¶electionn¶e par les corr¶elations angulaires, ¶etant interdit
par les corr¶elations radiales µa cause de son caractµereT = 0, c'est en e®et l'¶etatK = n ¡ 2,
T = 1, A = +1 qui pr¶edomine dans les sections e±caces paraboliques. Cette pr¶edomi-
nance des ¶etats deK ¶elev¶es associ¶es µaA = § 1 con¯rme l'importance de la con¯guration
de Wannier dans la dynamique de deux ¶electrons de faible ¶energie, quel que soit le canal
consid¶er¶e, que ce soit la double ionisation ou l'ionisation-excitation.

D'un autre côt¶e, les travaux de Herricket al. [11], Feagin et Briggs [12], et Lin [13] ont
permis de caract¶eriser les membresn0 ¸ n des s¶eries de Rydberg des ¶etats doublement
excit¶es de sym¶etrie2S+1 L¼ convergeant vers len-iµeme seuil d'ionisation deHe par les
nombres quantiquesK , T et A. Il a ainsi ¶et¶e d¶emontr¶e que le spectre de photoabsorption
de He est domin¶e par les ¶etats

£
n(K; T )A

n0;1 Po
¤
, suivant la notation de Herrick [11], avec

K = n ¡ 2, T = 1 et A = +1 ( [23, 24], pour ne citer que quelques r¶ef¶erences). La pr¶e-
sente ¶etude montre que les ¶etats du continuum simple peupl¶es par l'ionisation-excitation
ob¶eissent aux mêmes rµegles de s¶election ; ils apparaissent alors comme la limite des s¶eries
des ¶etats autoionisants

£
n(K; T )A

n0;1 Po
¤

quand n0 ! 1 . Il ressort, ainsi, de l'analyse de la
photoionisation simple avec excitation et du lien qu'ont les canaux dominants de ce pro-
cessus avec les ¶etats doublement excit¶es que la dynamique mise en ¶evidence par Wannier
est r¶ep¶er¶ee dans tous les processus pr¶esents au voisinage du seuil de double ionisation.
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Conclusion

L'analyse en ondes partielles de la photoionisation simple avec excitation que nous
venons de pr¶esenter montre que les sections e±caces partielles paraboliques¾nK sont
beaucoup plus s¶electives par rapport au nombre quantiqueK que les sections e±caces
sph¶eriques¾n` par rapport au nombre quantiquè . En plus, elle permet d'¶etablir une
relation biunivoque entre la parit¶e den ¡ K et la valeur du paramµetre d'asym¶etriē nK :
¯ nK =+2 [-1] si n ¡ K est impair [pair]. A l'oppos¶e, la valeur du paramµetre d'asym¶etrie
¯ n` r¶esulte du couplage des ondes partielles sph¶eriques voisines` et ` § 1. Il en r¶esulte que
¾nK peut se d¶eduire d'une mesure unique de la section e±cace di®¶erentielled¾nK =d­ µa un
angle quelconque. Plus g¶en¶eralement, les sections e±caces paraboliques permettent d'avoir
une compr¶ehension plus pouss¶ee de la dynamique de deux ¶electrons corr¶el¶es. Au-dessus du
seuil de double ionisation comme l'a montr¶e ce chapitre, les sections e±caces¾nK r¶e°µetent
les propri¶et¶es des ¶etats doublement excit¶es convergeant vers len-iµeme seuil d'ionisation.
Sous le seuil, l'autoionisation de ces ¶etats doublement excit¶es se fait pr¶ef¶erentiellement
vers un niveau StarknK d¶etermin¶e de l'ion r¶esiduelHe+ . La mesure des sections e±caces
partielles ¾nK constitue un d¶e¯ int¶eressant pour les exp¶erimentateurs.



113

Bibliographie

[1] G. H. Wannier, Phys. Rev.90, 817 (1953).

[2] U. Fano, J. Phys. B7, L401 (1974).

[3] G. F. Drukarev, Zh. Eksp. Teor. Fiz. 83, 946 (1982) ; G. F. Drukarev,Sov. Phys.-
JETP 56, 532 (1983).

[4] A. R. P. Rau, J. Phys. B17, L75 (1984).

[5] P. Hammond, F. H. Read, and G. C. King, J. Phys. B21, 3123 (1988).

[6] P. R. Woodru®, and J. A. R. Samson, Phys. Rev. A25, 848 (1982).

[7] J. R. Harries, J. P. Sullivan, S. Obara, P. Hammond, and Y. Azuma, J. Phys. B36,
L319 (2003).

[8] J. R. Harries, J. P. Sullivan, S. Obara, Y. Azuma, J. G. Lambourne, F. Penent, R.
I. Hall, P. Lablanquie, K. Bucar, M. Zitnik, and P. Hammond, J. Phys. B38, L153
(2005).

[9] H. A. Bethe, and E. E. Salpeter,Quantum Mechanics of One- and Two-Electron
Atoms, Academic, New-York (1957).

[10] L. D. Landau, E. M. Lifschitz, J. B. Sykes, and J. S. Bell,Quantum Mechanics.
Non-Relativistic Theory, Pergamon, Oxford (1965).

[11] O. Sinagoglu and D. R. Herrick, J. Chem. Phys.62, 886 (1973) ; D. R. Herrick and
A. O. Sinanoglu, Phys. Rev. A11, 97 (1975) ; D. R. Herrick and M. E. Kellman,
Phys. Rev. A 21, 418 ; D. R. Herrick, M. E. Kellman, and R. D. Poliak, Phys. Rev.
A 22, 1517 ; M. E. Kellman and D. R. Herrick, Phys. Rev. A22, 1536 (1980).

[12] J. M. Feagin and J. S. Briggs, Phys. Rev. A37, 4599 (1988).

[13] C. D. Lin, Phys. Rev. Lett. 51, 1348 (1983) ; C. D. Lin, Phys. Rev. A29, 1019
(1984).

[14] M. J. Engle¯eld, Group Theory and the Coulomb Problem, Wiley, New-York (1972).

[15] W. Pauli, Z. Phys.36, 336 (1926).

[16] J. W. B. Hughes, Proc. Phys. Soc.91, 810 (1967).

[17] D. A. Varshalovich, A. N. Moskalev, and V. K. Khersonskii,Quantum Theory of
Angular Momentum, World Scienti¯c, Singapore, New-Jersey, Hong-Kong (1988).

[18] G. Breit, Phys. Rev.35, 569 (1930).



114 BIBLIOGRAPHIE

[19] C. H. Greene, Phys. Rev. Lett.44, 869 (1980).

[20] A. Huetz, P. Selles, D. Waymel, and J. Mazeau, J. Phys. B24, 1917 (1991).

[21] Handbook of Mathematical Functions, edited by M. Abramowitz and I. Stegun,
Dover, New-York (1972).

[22] P. A. Heimann, U. Becker, H. G. Kerkho®, B. Langer, D. Szostak, R. Wehlitz, D.
W. Lindle, T. A. Ferrett, and D. A. Shirley, Phys. Rev. A 34, 3782 (1986).

[23] R. P. Madden, and K. Codling, Phys. Rev. Lett.10, 516 (1963).

[24] M. Domke, K. Schulz, G. Remmers, G. Kaindl, and D. Wintgen, Phys. Rev. A53,
1424 (1996).



115

Chapitre 5

Continuit¶e entre ionisation simple
avec excitation et ionisation double

Dans ce chapitre, nous ¶etudions s'il existe une relation de continuit¶e entre l'ionisation
avec excitation vers un niveaun ! 1 et la double ionisation deHe au voisinage du seuil.
Dans la premiµere partie, nous pr¶esentons la relation de continuit¶e entre le spectre discret
et le spectre continu de l'atome d'hydrogµene et sa g¶en¶eralisation µa l'ionisation-excitation et
la double ionisation deHe dans la limite des hautes ¶energies de photon. Dans le chapitre
3, nous avons montr¶e comment extraire les sections e±caces d'ionisation simple avec
excitation de la fonction d'onde de photoabsorption et nous avons appliqu¶e notre m¶ethode
µa des ¶energies de photon de 79.1 eV. Nous avons ainsi produit les sections e±caces et
les paramµetres d'asym¶etrie de l'ionisation-excitation deHe laissant l'ion r¶esiduel dans un
¶etat excit¶e jusqu'µan = 50. Ces donn¶ees sont su±santes pour ¶etudier, dans la deuxiµeme
partie, la limite asymptotique de¾n et de ¯ n quand n devient in¯ni. Dans la troisiµeme
partie, nous nous int¶eressons µa la double ionisation et nous proposons un moyen d'obtenir
la SDCS et le paramµetre d'asym¶etrie pour des partages d'¶energie trµes asym¶etriques. Nous
terminons le chapitre en ¶etablissant la relation de continuit¶e cherch¶ee entre la double
ionisation et l'ionisation simple avec excitation pour des ¶energies de photon proches du
seuil de double ionisation.
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CHAPITRE 5. CONTINUIT ¶E ENTRE IONISATION SIMPLE AVEC

EXCITATION ET IONISATION DOUBLE

5.1 Introduction

5.1.1 Continuit¶e du spectre de l'hydrogµene

Il est commun¶ement admis qu'il existe une continuit¶e lors du passage du spectre discret
au spectre continu de l'atome d'hydrogµene. Cette continuit¶e a ¶et¶e ¶etablie quantitativement
pour la premiµere fois par Fano et Cooper [1] ; elle s'exprime par

dn
dEn

f n (En ) ¡¡¡!
n!1

df
dE

(I + ); (5.1)

oµu f n (En ) est la force d'oscillateur pour l'excitation r¶esonante du niveau d'¶energieEn ,
dn=dEn est la densit¶e d'¶etats autour de ce niveau. Quant au membre de doite de cette
¶equation, il rep¶esente la force d'oscillateur par unit¶e d'¶energie au seuil d'ionisation I + .
Dans le cas de l'atome d'hydrogµene, et plus g¶en¶eralement des hydrog¶enoÄ³des de chargeZ ,
la densit¶e d'¶etats vautn3=Z2, la relation (5.1) implique alors que la force d'oscillateur est
d¶ecrite pourn in¯ni par une loi en n¡ 3.

5.1.2 Continuit¶e du spectre de l'helium : cas des hautes ¶energies

Il est naturel de chercher µa ¶etendre la relation de continuit¶e ci-dessus aux systµemes µa
deux ¶electrons actifs. En consid¶erant le processus de photoionisation de l'atome d'h¶elium
par des photons d'¶energie! À I ++ , Amusia et al. [2] d'abord, puis Suri¶cet al. [3] ont
ainsi montr¶e que cette continuit¶e se traduit par la relation

dn
dEn

¾n (! ) ¡¡¡!
n!1

d¾++

dE1
(! ; E1 = ! ¡ I ++ ); (5.2)

qui relie la section e±cace d'ionisation-excitation vers un ¶etat in¯niment excit¶e (n ! 1 )
et la section e±cace di®¶erentielle en ¶energie de double ionisation pour un partage com-
plµetement asym¶etrique de l'excµes d'¶energieE = ! ¡ I ++ entre les deux ¶electrons. Compte
tenu du fait qu'on a ! À I ++ , les deux ¶electrons n'interagissent pas de maniµere signi¯-
cative de sorte qu'un ¶electron emporte toute l'¶energie en excµes. Dµes lors, l'autre ¶electron
se retrouve dans la situation de l'¶electron de l'atome d'hydrogµene envisag¶ee par Fano.
L'ionisation-excitation et la double ionisation s'assimilent alors µa l'excitation r¶esonante et
µa l'ionisation au seuil en pr¶esence d'un ¶electron spectateur dont l'unique rôle est d'em-
porter tout l'excµes d'¶energie disponible.

Pour de faibles ¶energies de photon voisines du seuil de double ionisationI ++ , la dy-
namique des deux ¶electrons est fortement corr¶el¶ee et ceci sur de trµes grandes distances
spatiales. La relation (5.2) ¶etablie pour de grandes ¶energies est-elle toujours valableau
seuil ? La m¶ethode HRM-SOW peut r¶epondre µa cette question grâce aux extensions que
nous avons pr¶esent¶ees au chapitre 3. En e®et, nous avons produit les sections e±caces






































































































































