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et rien d’autre. Dès que votre pensée se
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Résumé

L’avancement technologique des sources de rayonnement laser est tel qu’il permet

désormais l’observation résolue en temps des phénomènes se déroulant dans les atomes

et les molécules sous l’effet de champs intenses et de très courte durée [1, 2]. La com-

plexité croissante de ces expériences et des processus auquels elles s’intéressent suscite

plusieurs questions à propos de la dynamique multiélectronique de ces systèmes. Par

exemple, dans un travail récent portant sur la molécule de CO2 [3], une technique

d’imagerie moléculaire exploitant les interférences dans le signal d’émission des harmo-

niques élevées a été proposée. Ces interférences qui dépendent fortement de la géométrie

moléculaire sont également influencées par divers effets multiélectroniques déterminant

l’importance relative des différentes voies d’ionisation possibles de la molécule sondée

rendant difficile leur interprétation.

Il est donc très important de développer des modèles théoriques suffisament précis

pour pouvoir s’adresser à de telles interrogations. La compréhension du déroulement

de ces processus permet d’avoir une meilleure emprise sur ceux-ci et de tirer une juste

part de ce type d’expérience. Ainsi, nos développements méthodologiques récents s’ins-

crivent dans cette ambition de dévoiler la nature des effets multiélectroniques sur la

dynamique des molécules polyélectroniques dirigées par un champ laser intense. Le

développement complet de ce schéma général multi-configurationnel à champ auto-

cohérent dépendant du temps (TDMCSCF) [4, 5] sera présenté et illustré avec quelques

résultats préliminaires obtenus pour des systèmes simples. Finalement, on discutera de

quelques applications utiles de l’étude de la dynamique électronique, telle que l’imagerie

moléculaire dynamique.





Abstract

Latest advances in laser sources are such that it is now possible to observe, in real-

time, phenomena occuring in atoms and molecules under the effect of an intense and

ultra-fast external field [1, 2]. The increasing complexity of these experiments and the

processes under scrutiny give rise to a number of questions concerning the multielec-

tron dynamics of such systems. For example, in a recent work on CO2 molecule [3],

a molecular imaging technique exploiting interference structures in the high harmonic

emission signal was proposed. Such interferences are directly correlated to the mole-

cular geometry but are also influenced by diverse multielectron effects that govern the

relative importance of possible ionisation channels, making their interpretation difficult.

The developement of accurate theoretical models capable of addressing such ques-

tionings thus takes a significant importance. The complete understanding of how these

processes take place allow one to control them with better ease and to gain meaningful

insights on these kinds of experiments. Therefore, our methodology developements are

precisely intended to unveil the nature of multielectron effects on the dynamics of poly-

atomic molecules driven by intense laser fields. The complete developement of a general

Time-Dependent Multi-Configuration Self-Consistent Field (TDMCSCF) methodology

[4, 5] will be presented and illustrated with preliminary results obtained for some simple

molecular systems. Finally, some usefull applications of the study of electron dynamics,

such as dynamic molecular imaging, will be discussed.
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projets de recherche ainsi que les vastes opportunités de collaboration à des projets
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mique et sa mâıtrise du sujet est une des raisons pour laquelle nous avons su obtenir
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bitale non-perturbée |σg, 0
〉
en fonction de la distance internucléaire R
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Les distributions sont montrées pour trois valeurs de la distance inter-
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lignes bleues et vertes celles associées aux première et deuxième excita-

tions de cette configuration, respectivement. La courbe en noir illustre, en

unités arbitraires, la forme du champ d’intensité maximale I = 2.4×1014
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4.11 Populations des différents états de configuration en fonction du temps
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(b) Diagramme de corrélation LCAO schématique des orbitales occupées
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5.2 Paquets d’ondes électroniques calculés pour N2 (première rangée) et pour
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à la valeur maximale. Les panneaux (a) et (b) correspondent respective-
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et la HOMO-2. Les lignes en trait plein noir montrent la reconstruction
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avec (a) RCO = 1.2 Å ; (b) RCO = 4.8 Å. Les courbes en traits pleins noirs
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Chapitre 1

Introduction

Si l’essence de la dynamique est l’étude du mouvement d’un corps issu de l’action

de forces exercées sur celui-ci, la dynamique électronique porte son attention sur les

mouvements des électrons au sein des atomes et des molécules. En raison de leur charge

identique, les électrons d’un système polyélectronique se repoussent mutuellement don-

nant lieu à un phénomène d’interaction que l’on nomme corrélation électronique. Cette

interdépendance compliquée des électrons entre eux influence leur mouvements respec-

tifs. Ainsi, dans l’étude de la dynamique électronique, le champ de force total ressenti

par chaque électron orchestrant ses déplacements peut être divisé en trois contributions

distinctes : (i) L’attraction Coulombienne découlant de l’interaction avec les noyaux

chargés positivement des atomes constituant le système ; (ii) La répulsion Coulom-

bienne provenant de tous les autres électrons du nuage électronique ; (iii) Tout autre

champ de force externe résultant de l’interaction avec un autre système atomique ou

moléculaire ou bien d’une interaction avec du rayonnement électromagnétique.

Cette thèse s’intéressera essentiellement aux forces électriques dérivant de l’interac-

tion de molécules avec un champ laser intense. L’appellation laser intense désigne ici

tout rayonnement dont la composante électrique est de force comparable aux forces de

cohésion au sein des atomes et des molécules [6]. Typiquement, cela nous place entre

le régime correspondant à l’ablation par laser (1013 W cm−2) [7], [8], [9] et le régime

de l’ionisation au dessus du seuil (ou en anglais Above Threshold Ionisation, ATI) [10],

[11] où la déformation du potentiel attracteur vu par les électrons est telle que toute

barrière à l’ionisation disparâıt complètement (vers 1015 W cm−2). En d’autres mots, la

gamme d’intérêt pour la force du champ électromagnétique est située entre les forces de

cohésion interatomiques et celles qui lient les électrons orbitant à proximité des noyaux.
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Sous l’emprise de forces d’une telle ampleur, les électrons dans les atomes et les

molécules voient leur mouvement à l’équilibre fortement perturbé et une foule de phéno-

mènes intéressants sont susceptibles de se produire [12], [13], notamment la destruction

de liens chimiques pouvant s’accompagner de la formation de nouvelles liaisons. L’ob-

jectif ultime est d’utiliser ces forces pour modifier la structure chimique d’un ensemble

de réactifs donné, de façon contrôlée. Évidemment cette tâche s’avère très complexe car

elle requiert une profonde compréhension de tous les mécanismes internes d’un système

réactionnel donné et de son interaction avec un rayonnement externe. C’est pour cette

raison qu’il est important d’élucider ces questions fondamentales, même en commençant

par l’étude des systèmes moléculaires les plus simples.

L’aube du XXème siècle a vu la mécanique quantique se développer ce qui a conduit à

une meilleure compréhension de la liaison chimique et de la structure moléculaire. Cela

a permis l’explication de phénomènes qui ne trouvaient aucune explication en termes

des théories précédentes. Encore aujourd’hui, les calculs de structure électronique sont

utilisés pour prédire le comportement de composés chimiques qui n’ont encore jamais été

fabriqués, notamment dans l’industrie pharmaceutique pour la recherche de molécules

ayant les propriétés de solubilité souhaitées, dans les corps gras ou en milieu aqueux

[14]. La dynamique électronique s’inscrit dans un cadre complémentaire à celui de la

structure électronique. Si la dernière résulte en une compréhension profonde de la na-

ture des liens chimiques et de la raison de leur stabilité, la première vise à expliquer

comment ceux-ci sont formés ou rompus.

La pertinence de cette exploration théorique transcende le rêve d’établissement d’une

emprise sur la structure de la matière mais devient un sujet d’actualité très en vogue

avec l’essor que connâıt cette nouvelle branche de la science que certains aiment appeler

l’≪ attophysique ≫, ou physique atto-seconde [13], [15]. Cette dernière a été rendue pos-

sible grâce à l’avènement des sources d’impulsions ultra-brèves (d’une durée de l’ordre

d’une centaine d’atto-secondes) [16], [17], [18] qui permettent, dès lors, de figer les

mouvements électroniques et de les sonder [2], [19], [20], à l’instar de la photographie

stroboscopique [21], utilisée pour représenter le mouvement rapide d’objets à l’échelle

macroscopique. Une idée analogue avait été utilisée par Zewail [22], [23], avec des im-

pulsions laser d’une durée de l’ordre de la femto-seconde, pour sonder les mouvements

nucléaires au cours des réactions chimiques, un travail qui lui a valu un prix Nobel, en

1999.

Ce sont ces mêmes impulsions laser femto-seconde qui ont ensuite été utilisées pour
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la production du rayonnement atto-seconde qui doit son existence essentiellement à

deux percées scientifiques majeures : (i) La suggestion d’utiliser des électrons accélérés

dans un champ laser comme une sorte d’antenne quantique émettant des photons à des

très hautes fréquences bien précises pour ensuite les combiner et produire une impulsion

laser de haute fréquence dont le battement serait localisé dans un intervalle temporel de

l’ordre d’une centaine d’atto-secondes [24], [25], [26] ; (ii) La résolution des problèmes

techniques reliés à l’accord de phase entre ces ondes de haute fréquence à combiner et

la stabilité de la phase du laser utilisé pour exciter les électrons de cette antenne quan-

tique qui a permis d’observer et de caractériser la première confirmation expérimentale

de cette suggestion théorique [17], [27], [28].

Cette idée de l’antenne quantique est un précurseur important de ce qui est mainte-

nant connu comme le mécanisme à trois étapes (ou, pour reprendre l’expression origi-

nale, le ”Simple Man’s Model”) [26]. Ce dernier explique les phénomènes observés lors

de l’ionisation optique d’atomes ou de molécules par un laser à basse fréquence, dont

la production de rayonnement atto-seconde, en décomposant ce processus complexe en

trois étapes élémentaires.

Premièrement, un électron est arraché du système par l’absorption de plusieurs pho-

tons, ou encore, de façon équivalente, par ionisation par effet tunnel. Dans ce régime

tunnel, la probabilité d’ionisation affiche un comportement fortement non-linéaire avec

la force du champ appliqué [6], [29], [30] et on observe donc un signal d’ionisation

appréciable seulement au voisinage de chaque maximum du laser ce qui définit des

fenêtres temporelles étroites au cours desquelles des photoélectrons sont émis.

La deuxième étape est celle de l’accélération de cet électron dans le continuum d’ioni-

sation sous l’effet du champ électrique qui conserve son emprise sur le système total. Au

cours de cette période, les électrons ionisés acquièrent de l’énergie en absorbant d’autres

photons, un gain énergétique dont l’importance peut être estimée par un calcul simple

de la trajectoire classique suivie par une charge électrique (l’électron) accélérée par un

champ électrique sinusöıdal (le laser) et dépend du moment précis où cette charge est

lancée dans ce champ de force.

Puisque celui-ci est oscillatoire, la trajectoire classique prévoit un retour à la posi-

tion initiale. On devrait donc observer une collision entre l’électron ionisé et le cation

du système initial. Cet événement, qui constitue la troisième étape, donne lieu à une
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probabilité que ce dernier recapte cet électron qui aurait acquis un excès d’énergie. Une

telle recapture s’accompagnerait de l’émission de photons dont la fréquence devrait être

un multiple entier (une harmonique) de celle du laser employé pour ioniser le système ;

cette émission est appelée la génération d’harmoniques d’ordres élevées.

Le mélange subséquent des différentes harmoniques, moyennant des conditions favo-

rables, peut résulter en une impulsion très brève dont la durée est inversement propor-

tionnelle à la largeur de la bande spectrale du rayonnement qui est combiné ; en d’autres

mots, plus l’énergie cinétique acquise par un électron au moment de sa recapture est

grande, plus le potentiel de produire des impulsions laser de courte durée et de haute

fréquence sera important. La dernière décennie a vu des progrès formidables relatifs aux

conditions favorables à la production reproductible d’impulsions atto-secondes de plus

en plus courtes, de plus en plus énergétiques et d’une intensité lumineuse croissante

[18], [31].

Outre la capture d’un électron au cours de sa collision avec l’ion, on compte une

foule d’autres issues possibles que l’on divisera en deux catégories : (i) les collisions

élastiques où le flux d’électron diffuse dans le potentiel de l’ion sans échange d’énergie ;

(ii) les collisions non-élastiques où une partie de l’énergie des électrons incidents est

cédée au système ionisé donnant lieu à une cascade de processus complexes influençant

notamment le processus de génération des harmoniques [26].

L’énergie acquise par le système parent peut être utilisée pour induire des excitations

dans le cortège d’électrons restants pouvant même résulter en l’éjection supplémentaire

d’électrons, processus appelé ionisation non-séquentielle [32]. Il s’ensuit une nouvelle

distribution dans l’espace du nuage électronique ce qui modifie nécessairement tout

processus de recombinaison éventuel d’un électron incident. Les sources atto-secondes

sont utilisées pour observer ces mouvements électroniques et pour tenter de comprendre

comment la matière est réorganisée suite à ces collisions [2], [20], [33].

Ces réarrangements à l’échelle atto-seconde sont toutefois très compliqués et il est

difficile de déconvoluer chacun des processus sous-jacents. C’est notamment à cet égard

que les modèles théoriques plus élaborés s’avèrent utiles et permettent de dégager

des informations précieuses. La possibilité de poser des approximations simplificatrices

désactivant certains mécanismes de réponse d’un système à une perturbation externe est

un exemple de la flexibilité des simulations théoriques qui ne trouve aucun équivalent
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dans l’expérience réelle. Cela permet d’apporter un regard nouveau sur les observations

et de fournir des réponses qui seraient autrement inaccessibles.

On comprend rapidement toute l’importance que revêt le développement de nou-

velles méthodes calculatoires plus complètes et plus précises pour traiter les nouvelles

questions que l’avancement de la science moderne soulève. Cette thèse de doctorat

s’inscrit dans ce désir, dont l’audace est sans contredit manifeste, en apportant une

modeste contribution aux outils de description théorique déjà disponibles des mouve-

ments électroniques au sein des molécules interagissant avec un champ laser intense.

Ces différentes approches théoriques pour le traitement des systèmes polyélectroniques

peuvent se diviser en deux grandes catégories.

La première classe comprend les calculs de paquets d’ondes électroniques (la fonc-

tion définissant l’état dynamique de tous les électrons actifs) sur une grille spatiale [34],

[35]. L’utilisation de ce genre de méthode est généralement limitée aux systèmes à deux

électrons dont le mouvement est restreint à une dimentionalité réduite. Cette restriction

des degrés de liberté électroniques peut par exemple consister en une contraction du

mouvement électronique uniquement le long de l’axe de polarisation du champ laser

[34] ou bien à y maintenir le centre de masse des deux électrons considérés [35]. On

devinera qu’il est difficilement envisageable d’utiliser ce type de simplification pour des

systèmes comportant plus d’un électron.

Et pourtant, la croissance de la performance des microprocesseurs et de l’espace

mémoire disponible permettent de repousser continuellement les limites de ces méthodes

numériques. Ainsi, les approches de type grilles revendiquent la première simulation de

l’ionisation dissociative non-Born-Oppenheimer de l’ion moléculaire H+
2 [36]. Plus tard,

on a validé les conclusions au sujet de l’exaltation par des états ioniques transitoires

de l’ionisation de la molécule H2 en effectuant des calculs de la dynamique des deux

électrons sur une grille de six dimensions (c’est-à-dire trois dimensions pour chaque

électron) [37].

Plus récemment, la puissance des ressources computationnelles disponibles a été

illustrée éloquemment par une méthode de résolution des équations de Maxwell couplées

à l’équation de Schrödinger dans le but d’étudier des effets collectifs sur la génération

et la propagation d’harmoniques élevées dans un volume gazeux [38]. Ce travail impres-

sionnant considère simultanément plusieurs molécules de H+
2 traitées de façon quantique
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(avec une grille en trois dimensions pour l’électron et une grille unidimensionnelle pour

les noyaux) en interaction mutuelle avec un champ externe, décrit par les équations de

Maxwell macroscopiques, en trois dimensions.

Cette liste non-exhaustive de quelques exemples témoigne du fait que, en dépit de la

nécessité d’approximations relatives aux degrés de libertés internes et de la difficulté de

généralisation des approches de type grille, celles-ci demeurent toutefois très puissantes.

En outre, leur perfectionnement ininterrompu permet de dégager des observations de

plus en plus élaborées. Leur utilité et leur pertinence ne sauraient donc pas être remises

en question, malgré les lacunes évoquées ci-haut qu’elles présentent, par rapport aux

méthodes de la deuxième catégorie.

Ces dernières regroupent toutes les approches théoriques reposant sur l’utilisa-

tion de fonctions de base. En d’autres mots, l’équation de Schrödinger est résolue

en développant sa solution sur des fonctions de base. Ces dernières peuvent être, par

exemple, des fonctions hydrogénöıdes (ou plus généralement, une expression invoquant

des polynômes de Legendre et de Laguerre [39]), des fonctions gaussiennes [40], [41],

de Bessel [42], [43] ou même des expressions plus compliquées telles que des fonctions

d’Airy [44] ou toutes simples comme un ensemble d’ondes planes [45].

Les représentations les plus courantes utilisent comme base des fonctions dites de

carré sommable (c’est-à-dire dont l’intégrale du module au carré sur tout l’espace donne

une valeur finie), désignées L2. Le choix particulier de la représentation employée, en

principe, importe peu, du moment que la base couvre une région spatiale suffisamment

étendue pour décrire correctement le mouvement significatif des particules quantiques

dont la fonction d’état est recherchée.

Dans une telle description, les opérateurs, notamment l’Hamiltonien du système,

prennent la forme d’une matrice dont les éléments sont définis par des intégrales (sur

les coordonnées spatiales) de cet opérateur agissant entre une paire d’états de base.

Sous cette forme, l’équation de Schrödinger est résolue par des méthodes matricielles,

sa solution ayant les caractéristique d’un vecteur dont les composantes sont précisément

les coefficients du développement de la fonction d’onde en termes des états de base.

En pratique, certaines représentations permettent de calculer plus facilement les
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éléments de matrice nécessaires à la résolution de l’équation dynamique. Ce genre de

considération peut motiver le choix particulier d’une représentation donnée. C’est no-

tamment le cas des bases de fonctions de type gaussiennes, très courantes dans les suites

de programmes de chimie quantique. Pour ce type de base orbitalaire, les éléments de

matrice des opérateurs courants sont toutes disponibles [46], dans une forme compacte et

il peut être avantageux, lorsque cela est possible, d’utiliser de tels outils déjà développés

et éprouvés.

La principale faiblesse des méthodes basée sur l’utilisation de fonctions de base

est la nécessité d’employer un très grand nombre d’états de base pour représenter

fidèlement l’évolution temporelle d’un système quantique. Cette circonstance est plus

particulèrement susceptible de se produire dans un régime non-perturbatif, c’est-à-dire

dans des conditions d’excitation violentes. Lorsque la force externe appliquée sur le

système est aussi grande, son état quantique tend à se délocaliser fortement pour occu-

per tout l’espace. Dans un tel scénario, il est quelque peu absurde de tenter de décrire

le système en termes d’orbitales L2 qui présentent, en général, un caractère significati-

vement localisé.

Pourtant, cela constitue un modèle non moins utile pour étudier la dynamique

électronique des atomes et des molécules. Les transitions entre les différents états sont

facilement identifiables et il est également possible de les désactiver, une souplesse qui

trouve peu d’équivalent chez les approches de type grille. La résolution de l’équation de

Schrödinger sous une forme matricielle est généralement plus rapide que la propagation

d’une fonction discrétisée sur une grille étendue. Il est donc possible d’utiliser de très

grandes bases d’états pour un effort computationnel comparable. Aussi, la difficulté du

traitement quantique de particules délocalisées peut être contournée en employant des

fonctions de bases diffuses.

Quelque soit le type d’approche, les difficultés sont analogues : la nécessité d’utiliser

une base de grande dimension ou des fonctions diffuses est comparable à la nécessité

d’utiliser un nombre suffisament élevé de points et au traitement des conditions aux

bornes, pour les approches utilisant des grilles discrétisées. Ainsi, de ces deux écoles

de pensées, on ne trouve pas de gagnante. Chacune offre ses avantages et une façon

différente d’observer les mêmes phénomènes ; elles sont complémentaires. Dans tous les

cas, des approximations judicieuses sont souvent nécessaires afin de diminuer la charge

de calcul nécessaire.
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D’abord, on trouve une variété d’approches simplificatrices considérant la dyna-

mique électronique en admettant l’hypothèse implicite d’électrons indépendants, mé-

thodes dites de Hartree-Fock dépendantes du temps (TDHF) [47], [48], [49]. La fonc-

tion d’onde électronique ne décrit que l’évolution temporelle d’une seule configuration

électronique. Une telle approximation est rarement valide dans des situations d’excita-

tion par un champ intense qui est susceptible de mélanger plusieurs états électroniques

et où la corrélation électronique, jouant un rôle majeur dans les divers mécanismes

d’ionisation (ex : l’ionisation double non-séquentielle), est pauvrement décrite par une

représentation en termes d’une seule configuration.

Ensuite, à un niveau de rigueur plus grand, les méthodes dites d’interactions de

configurations (ou Configuration Interaction, CI) sont plus appropriées pour le trai-

tement de systèmes polyélectroniques complexes. À ce titre, plusieurs efforts ont été

concentrés à l’adaptation de la méthode de Hartree multi-configurationnelle dépendante

du temps (TDMCH), originalement développée pour les calculs de propagation de pa-

quets d’ondes nucléaires multi-dimensionnels [50], pour les systèmes à plusieurs électrons

dépendants du temps menant à une approche Hartree-Fock dépendante du temps Multi-

Configurationnelle (TDMCHF) [51], [52], [53]. Malgré quelques tentatives d’implan-

tation de ce type d’approche au sein d’une suite de programmes de quanto-chimie

[54], leur généralisation est limitée en raison de la nécessité de résolution d’équations

différentielles couplées non-linéaires qui y sont associées.

Ainsi, en dépit de l’accessibilité de plusieurs méthodes de calcul de la dynamique

électronique de systèmes simples (H+
2 , H2, He) à un et deux électrons, bien peu parmi

celles-ci sont envisageables pour une généralisation aux systèmes comportant un nombre

d’électrons plus important. C’est donc dans ce contexte que le projet dans lequel s’inscrit

cette thèse a été lancé : il s’agit de développer une approche du même type que la théorie

du champ auto-cohérent multi-configurationnelle (MCSCF pour Multi-Configuration

Self Consistent Field), mais dépendante du temps (TDMCSCF), tout en exploitant au

maximum les outils déjà développés de la chimie quantique traditionnelle ( méthodes de

calcul ab-initio de structure électronique) dans la description de la dynamique, résolue

en temps, des électrons dans les molécules polyatomiques.

Le chapitre 2 de ce manuscrit fera une couverture succinte des concepts de base

de la structure électronique des atomes et des molécules polyélectroniques. Plusieurs

définitions y seront introduites établissant un langage qui sera essentiel à la compré-

hension des analogues dépendants du temps des méthodes qui y seront décrites. Les
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différents niveaux de calculs ab-initio seront discutés, de l’hypothèse des électrons

indépendants jusqu’aux méthodes corrélées d’interaction de configuration (CI) ou à

champ auto-cohérent (MCSCF).

Le chapitre 3 présente les résultats du développement de la méthode TDMCSCF

conduit au cours de cette thèse de doctorat. Dans une phase exploratoire, l’utilisation

d’une approche variationnelle a d’abord été considérée en raison de la forte similitude

des équations d’optimisation avec la méthode MCSCF, son analogue indépendant du

temps. Puis, en raison de certaines difficultés rencontrées avec les équations variation-

nelles obtenues, elle a été abandonnée. La première section est consacrée à ce qui a

été observé et motive le passage à la formulation non-variationnelle qui est ensuite ex-

pliquée, en deuxième partie.

Dans cette deuxième approche, les équations de mouvement sont obtenues par une

lecture directe de l’équation dynamique quantique, l’Équation de Schrödinger. Cette

lecture engendre une description de l’évolution temporelle gouvernée par des transfor-

mations unitaires successives, à l’image de l’algorithme Split-Operator [55] dans l’ap-

proximation adiabatique (ou approximation à temps court). Cette formulation est en-

suite illustrée avec des systèmes simples en discutant de quelques effets de corrélation

qu’elle permet de reproduire. Les résultats très prometteurs que ces observations consti-

tuent ont d’ailleurs fait l’objet d’une communication dans un article scientifique [4] dont

plusieurs figures ont été reprises ici.

Le succès de cette démonstration de principe constitue une movivation pour un pro-

jet visant à développer une approche générale pour le traitement théorique de la dyna-

mique électronique d’une molécule polyatomique quelconque en exploitant les outils cal-

culatoires déjà disponibles de la chimie quantique [56], [57], [58], [59]. Une première im-

plantation [60], [5] a été réalisée au sein de la suite de programmes COLUMBUS [61] afin

d’inclure l’effet de l’interaction avec un champ intense. Encore aujourd’hui, l’achèvement

de cette mise en oeuvre de l’algorithme TDMCSCF est en cours d’exécution, certaines

stratégies ayant été modifiées en partie en raison de la méthode choisie pour décrire les

processus d’ionisation.

C’est principalement sur cet aspect que les travaux effectués au cours de cette thèse

se sont concentré. Le chapitre 4 regroupe les résultats méthodologiques auquels ont

conduit ces efforts de développement. L’approche qui a été préconisée est un traitement
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séparé de la dynamique des électrons ionisés en évoquant un ensemble de projecteurs

sur des sous-espaces orthogonaux dans le cadre d’un formalisme du type Feshbach [62].

Dans un premier temps, la séparation de l’espace des états et des opérateurs s’est

effectuée en termes des états de configuration, fonctions d’onde associées à une configu-

ration électronique décrivant tous les électrons du système à la fois. Cette formulation

a été illustrée [5], [60] avec la molécule d’hydrogène et constitue la première partie du

chapitre 4.

Dans un travail subséquent, il a été envisagé d’utiliser ce traitement séparé de la dy-

namique électronique d’ionisation plutôt en termes de l’ensemble des fonctions de base

orbitalaires. Dans un tel cadre, les orbitales moléculaires, initialement des états mono-

électroniques liées, acquièrent alors une composante ionisée affichant une délocalisation

appréciable. Les états de configuration ensuite formés dans cette base permettent la

description de processus d’ionisation multiple, allant jusqu’à l’ionisation totale de la

molécule, et ce sans utiliser un nombre d’états de configuration élevé. À cet égard,

cette deuxième approche est susceptible de fournir une description de la dynamique

d’ionisation en trois dimensions de plusieurs électrons actifs sans nécessiter pour au-

tant un temps de calcul prohibitif, un avantage nettement remarquable. Cette deuxième

stratégie d’inclusion des processus d’ionisation a été illustrée pour le cas de la molécule

LiH et les résultats obtenus sont présentés à la deuxième partie du chapitre 4.

Ce développement méthodologique mené à terme, les bases seraient mises en place

pour approfondir les propositions d’études phénoménologiques évoquées ci-haut et illus-

trer les applications utiles de l’étude de la dynamique électronique et de son contrôle.

À cet égard, une partie très importante de cette thèse menée en parallèle aux efforts

de développements figure dans un projet d’étude de faisabilité d’un schéma d’imagerie

moléculaire dynamique exploitant la diffraction électronique induite par laser (ou Laser

Induced Electron Diffraction, LIED) [63]. Il s’agit d’utiliser le courant d’électrons prévu

par le mécanisme à trois étapes pour sonder, en temps résolu, la géométrie nucléaire

d’une molécule donnée selon une technique qui rappelle la diffraction électronique

conventionnelle [64], [65], [66]. La différence fondamentale, ici, est que les électrons

ne sont pas issus d’une photocathode externe mais du système même que l’on souhaite

étudier.

Le chapitre 5 présente le modèle théorique simple qui a d’abord été envisagé, à titre

exploratoire, ainsi que les résultats numériques que ce dernier a engendrés pour les

molécules N2 et CO2. Un algorithme d’inversion complet a été proposé et la persitance
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de l’image mesurée est étudiée par rapport à la relaxation partielle des hypothèses

simplificatrices reliées au modèle et aux conditions expérimentales simulées [67]. Ce

dernier chapitre illustre l’importance du développement de méthodes de propagation

de paquets d’ondes électroniques plus sophistiquées en exposant les enjeux des effets

multiélectroniques susceptibles de ce produire que le modèle initial ne pouvait retra-

cer. Il sera intéressant, dans un avenir non lointain, de valider les conclusions obtenues

précédemment avec cet exemple simple en recourant à un calcul beaucoup plus rigou-

reux et complet tel que ce que qui est envisagé dans les développements futurs de la

méthode TDMCSCF incluant les processus d’ionisation et exploitant le maximum des

ressources de la chimie quantique.





Chapitre 2

Structure électronique des

molécules : Concepts de base

2.1 L’équation de Schrödinger :

une équation dynamique fondamentale

L’étude de la dynamique d’un système quantique se résume à la résolution de

l’équation de Schrödinger pour ce système :

ı̇~
d

dt
|Ψ, t

〉
= Ĥ(t)|Ψ, t

〉
(2.1)

où Ĥ est l’Hamiltonien du système, soit la somme de toutes les contributions à son

énergie. Le vecteur |Ψ, t
〉
quant à lui désigne l’état quantique du système. C’est la so-

lution à l’équation d’onde (2.1), appelée fonction d’onde ou fonction d’état. Celle-ci

contient toutes les informations que l’on peut connâıtre sur l’objet étudié. Les cinq

postulats de la mécanique quantique définissent la méthode à utiliser pour les extraire

par l’action de divers opérateurs (voir notamment [68]). Lorsqu’ils sont associés à des

grandeurs physiques réelles mesurables, ces derniers sont appelés observables. Ainsi,

l’opérateur Hamiltonien est associé à l’observable de l’énergie totale du système. Un

cas particulier de l’Eq. (2.1) apparâıt lorsque l’Hamiltonien ne dépend pas du temps.

On parle alors d’un système conservatif. Le problème qui est alors posé est de résoudre

l’équation aux valeurs propres associée à Ĥ, équation fréquemment confondue avec

l’équation de Schrödinger dynamique, tandis qu’il serait plus approprié d’utiliser l’ex-

pression commune ≪ équation de Schrödinger indépendante du temps ≫ pour la désigner.

Cette équation aux valeurs propres est de la forme :

Ĥ|Ψ
〉
= E|Ψ

〉
(2.2)
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où E est une constante réelle, l’énergie de l’état quantique |Ψ
〉
. La contrainte voulant

que E soit une constante réelle découle directement du caractère hermitien des obser-

vables et entrâıne des conséquences sur la forme que pourront prendre les solutions

|Ψ
〉
admissibles à (2.2). Cette équation admet, en général, une infinité de solutions ap-

pelées états stationnaires. Ils sont habituellement désignés par le symbole φI et la valeur

propre associée, leur énergie, devient EI . Les différentes valeurs de I correspondent à

ce qu’on appelle les niveaux d’énergie du système. Nous allons effectuer un bref survol

de quelques méthodes d’approximation utilisées couramment pour résoudre l’Eq. (2.2)

pour les molécules polyélectroniques afin de mieux comprendre leurs analogues en dy-

namique moléculaire utilisés dans l’étude du comportement de tels systèmes dans un

champ externe, apportant un forte dépendance sur le temps à l’Hamiltonien.

2.2 Structure électronique des molécules :

Les méthodes ab-initio

Tel qu’il a déjà été mentionné, l’équation aux valeurs propres (2.2) est l’objet

d’étude central en chimie quantique traditionnelle qui s’intéresse particulièrement aux

molécules : c’est l’étude de la structure moléculaire et électronique. Pour de tels systèmes

quantiques, lorsqu’ils ne sont soumis à aucune force externe (dépendante du temps ou

non), l’Hamiltonien électronique ĤEl est de la forme 1

ĤEl =
Ne∑

i

ĥi +
1

2

Ne∑

i

Ne∑

j 6=i

1

rij
, rij = |~ri − ~rj|, (2.3a)

ĥi =
p̂2i
2

+

NNuc∑

α

−Zα
|~ri − ~Rα|

, (~pi = −i~∇i), (2.3b)

où ~ri et p̂i désignent respectivement la position par rapport au centre de charges

nucléaires et la quantité de mouvement p = mev de l’électron étiqueté i de cette molécule

à Ne électrons. L’indice α numérote les NNuc noyaux de charge Zα de cette molécule.

L’opérateur ĥ est fréquemment appelé Hamiltonien de coeur (core Hamiltonian, ĥcore).

C’est un opérateur monoélectronique. Souvent, on désigne par Ĥcore la somme sur tous

les électrons de ces opérateurs à une particule, l’utilisation de la majuscule servant à

éviter la confusion entre les deux concepts marqués par une différence subtile.

Les solutions φI , d’énergie électronique EI , de l’équation (2.2) avec l’Hamiltonien de

1. Note : nous utiliserons, sauf indication, les unités atomiques, c’est-à-dire ~ = e = me = 4πε0 = 1
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l’Eq. (2.3a) décrivent des états stationnaires électroniques. Chaque I désigne un niveau

électronique différent et celui de plus basse énergie, appelé le niveau fondamental, est

généralement celui auquel on s’intéresse le plus en chimie. Pour l’étude de la dynamique

moléculaire, où les mouvements des particules chargées au sein des atomes et molécules

sont examinés, les informations relatives au niveau fondamental sont incomplètes. Elles

doivent être enrichies par celles découlant des états excités afin de décrire proprement

l’évolution du système hors de son état d’équilibre, suite à une perturbation externe.

Une telle extension de l’espace des états est essentielle pour comprendre les mécanismes

d’excitation de la molécule et d’exploiter judicieusement ces derniers afin de pouvoir

contrôler ses mouvements. Cette emprise peut notamment être utile pour moduler la

réactivité d’une molécule donnée à l’instar d’un changement de solvant ou de l’ajout

d’un catalyseur, en chimie de synthèse conventionnelle.

Le modèle théorique le plus simple pour représenter un système de Ne électrons

corrélés est celui de Hartree [69], [70]. Il suppose tacitement que les Ne électrons

sont presque indépendants. La fonction d’onde totale du système est écrite sous la

forme d’un produit de Ne fonctions monoélectroniques appellées communément orbi-

tales et désignées par ϕk. Cette description implique déjà l’approximation des électrons

indépendants, c’est-à-dire que le problème à plusieurs électrons est formulé en termes de

produits directs de solutions d’un problème monoélectronique, les orbitales moléculaires.

Celles-ci s’obtiennent par la résolution de l’équation aux valeurs propres ĥeff ϕi = ǫi ϕi
où ĥeff est un Hamiltonien effectif. Dans cette écriture, la répulsion électronique véritable

est remplacée par un champ moyen, dit potentiel effectif. Cette opération est conduite

itérativement par diagonalisations 2 successives de repésentations matricielle de cet Ha-

miltonien effectif ĥeff où les orbitales obtenues servent au calcul du champ moyen

qui sera au employé pour l’itération suivante. Ce processus est interrompu lorsque les

énergies orbitalaires ǫi convergent à une valeur finie.

En fait, le principe de Pauli [71] demande que l’on forme une fonction antisymétrique

par rapport à la permutation d’une paire d’électrons quelconque, c’est-à-dire que la

fonction d’onde décrivant l’état total du système doit changer de signe lorsque les

vecteurs positions ~r1 et ~r2 de ces deux électrons sont interchangés, traduisant le ca-

ractère indiscernable de ces particules quantiques. Cela conduit, toujours dans l’ap-

proximation des électrons indépendants, à la notion de déterminant de Slater [72]. Cet

2. Diagonaliser une matrice ▼ c’est trouver l’ensemble de vecteurs ❈ tels que ❈−1 ·▼ · ❈ forme une

matrice diagonale, c’est-à-dire dont les éléments sont tous nuls, sauf à la diagonale. On peut montrer

que le regroupement des vecteur propres de ▼ en colonnes est précisément cette matrice ❈, à une

transformation du système d’axe près.
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objet mathématique présente des propriétés intrinsèques qui satisfont automatique-

ment le principe d’exclusion de Pauli. C’est une fonction des Ne variables électroniques

(~r1, ~r2, . . . , ~rNe
) de la forme

ΦA
I (~r1, ~r2, . . . , ~rNe

) = |ϕk1(~r1)ϕk2(~r2) . . . ϕkn(~rNe
)|

=
1√
n!

∣
∣
∣
∣
∣
∣
∣
∣
∣

ϕk1(~r1) ϕk2(~r1) . . . ϕkn(~r1)

ϕk1(~r2) ϕk2(~r2) . . .
...

...
. . .

ϕk1(~rNe
) ϕk2(~rNe

) . . . ϕkn(~rNe
)

∣
∣
∣
∣
∣
∣
∣
∣
∣

(2.4)

c’est-à-dire, de la forme du déterminant d’une matrice dont la diagonale est formée de

chacune des spin-orbitales constituant le produit de Hartree associé à une configuration

électronique donnée ϕk1(~r1)ϕk2(~r2) . . . ϕkn(~rNe
), où l’indice kn désigne une spin-orbitale,

un index combiné de l’orbitale et du spin de l’électron. Puisque tout déterminant com-

portant deux colonnes identiques s’annule, cela satisfait automatiquement l’interdic-

tion de placer deux électrons dans la même spin-orbitale. De plus, la permutation de

deux colonnes de la matrice, correspondant physiquement à la permutation de la paire

d’électrons associée, entrâıne le changement de signe de son déterminant et la symmétrie

d’échange est aussi automatiquement prise en charge correctement.

Ces fonctions déterminantales s’avèrent très utiles pour la représentation des états

électroniques des systèmes de plusieurs électrons. Et pourtant, même dans le cadre strict

d’un modèle d’électrons indépendants, un seul déterminant de Slater peut s’avérer insuf-

fisant pour décrire adéquatement un état électronique ou moléculaire. Pour comprendre

pourquoi, rappelons qu’un système quantique est généralement caractérisé par ce qu’on

appelle un ensemble complet d’observables qui commutent (ou E.C.O.C.) [68]. Il s’agit

d’un groupe d’opérateurs associés à des propriétés physiques qui commutent deux à

deux, de sorte que leur mesure est simultanément évaluable et dont la compilation

détermine entièrement l’état du système. Dans le cas de systèmes polyélectroniques,

l’E.C.O.C. est donné par l’énergie totale (mesurée par l’opérateur Ĥ), le carré du mo-

ment angulaire de spin total Ŝ2 et une de ses composantes, Ŝz. Étant donné que ces

opérateurs commutent tous entre eux, ils admettent des fonctions propres communes ;

tout état polyélectronique peut alors être décomposé dans cette base.

Or, de façon générale, un déterminant de Slater seul n’est pas fonction propre de Ŝ2.

Par conséquent, on introduit la notion d’état de configuration (ou CSF, pour Configu-

ration State Function, en anglais) qui est à distinguer des configurations électroniques

proprement dites. Les CSFs sont définis par une combinaison linéaire de déterminants

de Slater de sorte que la fonction résultante soit une fonction propre de Ŝ2 (et puisse
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servir de base pour la représentation de toutes les observables de l’E.C.O.C.). Ce n’est

que dans le cas des systèmes à couches fermées, c’est-à-dire lorsque tous les électrons

sont appariés deux à deux dans les orbitales, qu’un seul déterminant de Slater constitue

un état propre de Ŝ2 et il se confond alors avec ce que l’on désigne par l’appellation

configuration électronique.

Dans un calcul au niveau Hartree-Fock (HF), on doit résoudre l’équation aux valeurs

propres ĥeff ϕi = ǫi ϕi où l’Hamiltonien effectif est identifié avec l’opérateur de Fock F̂

qui est la somme de l’Hamiltonien de coeur ĥcore et d’une fonction des opérateurs de

Coulomb et d’échange notés respectivement Ĵ et K̂ :

F̂ (~r) = ĥcore(~r) +

Ne/2∑

i=1

[

2Ĵi(~r)− K̂i(~r)
]

(2.5a)

avec

Ĵi(~r1)f(~r1) = f(~r1)

∫

|ϕi(~r2)|2
1

r12
d3~r2 (2.5b)

K̂i(~r1)f(~r1) = ϕi(~r1)

∫

ϕ∗
i (~r2)f(~r2)

1

r12
d3~r2 (2.5c)

où f et ϕi sont des fonctions d’onde monoélectroniques.

Dans l’approche HF, l’état du système à Ne électrons est décrit par une seule confi-

guration (un seul état de configuration, CSF) : c’est une approximation à la fonction

d’onde électronique, car ce faisant on néglige la majeure partie de l’énergie d’interaction

mutuelle entre les électrons, ce que l’on appelle l’énergie de corrélation électronique.

Une amélioration consiste à écrire la fonction d’onde électronique sous forme multi-

configurationnelle, c’est-à-dire comme une combinaison linéaire de plusieurs CSFs :

ψ(~r1, ~r2, . . . , ~rn) =
∑

I

cIΦ
A
I (~r1, ~r2, . . . , ~rn), (2.6)

et l’on doit trouver simultanément, et de façon autocohérente, les OMs (qui sont uti-

lisées dans la construction des CSFs) et les coefficients cI du développement sur les

configurations, appelé interaction de configurations (ou en anglais Configuration Inter-

action, CI) [73], [74], de sorte à résoudre l’équation (2.2). C’est l’idée principale de la

méthode MCSCF (pour ≪ Multi-Configuration Self-Consitent Field ≫ ou méthode du

Champ Autocohérent Multi-Configurationnel) [56]. Le terme interaction ici prend le

sens de mélange des différents CSFs associés aux configurations électroniques.

En théorie MCSCF traditionnelle, on détermine les OMs et les coefficients cI dans

(2.6), variationnellement, c’est-à-dire en optimisant la valeur d’une observable physi-

quement pertinente. On démarre ce processus variationnel en considérant un certain
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développement CI d’essai ≪ initial ≫,
∣
∣0
〉
. Puis, on utilise, dans l’expression des CSFs,

un ensemble d’orbitales d’essai ≪ initiales ≫, issues généralement d’un calcul au niveau

Hartree-Fock. Ensuite, toute variation ultérieure des OMs et des coefficients CI est

paramétrée sous la forme exponentielle suivante :

∣
∣ψ
〉
= e−iΛ̂({λrs})eŜ({pn})

∣
∣0
〉

(2.7)

où les deux opérateurs exponentiels (des transformations unitaires) e−iΛ̂ et eŜ gou-

vernent respectivement les rotations (transformations) orbitalaires et les variations des

coefficients CI. Ce choix de paramétrisation exponentielle unitaire offre l’avantage de

préserver l’orthonormalité des orbitales de base et du développement CI, évitant d’avoir

à renormaliser la fonction d’onde à la fin de chaque itération du processus variationnel.

L’application d’un principe variationnel approprié permet, par la suite, d’obtenir des

équations explicites gouvernant les paramètres {λrs} et {pn} dont dépendent ces deux

transformations unitaires. Puisqu’il gouverne les variations d’objets monoélectroniques,

les orbitales moléculaires, le générateur Λ̂ doit être un opérateur à une particule ; le

générateur Ŝ, quant à lui, peut en principe être quelconque, mais il doit être représenté

dans la base des CSFs, c’est-à-dire celle des états à Ne particules, son domaine d’action.

On peut montrer que demander la minimisation de la fonctionnelle d’énergie (la

valeur moyenne de l’énergie définie par les postulats de la mécanique quantique prise

pour l’état paramétré de l’équation (2.7)) est bien équivalent à résoudre l’équation aux

valeurs propres (2.2), c’est ce que stipule le théorème variationnel (voir [75]). Avec

la fonction d’onde
∣
∣ψ
〉
définie selon l’Eq. (2.7), la fonctionnelle d’énergie dépend des

paramètres variationnels {λrs} et {pn} et s’écrit :

E [ψ] =
〈
ψ
∣
∣ĤEl

∣
∣ψ
〉

=
〈
0
∣
∣ e−Ŝ({pn})eiΛ̂({λrs})ĤEle−iΛ̂({λrs})eŜ({pn})

∣
∣0
〉

(2.8)

L’explicitation du membre de droite de l’Eq. (2.8) n’est pas triviale, car les générateurs

des transformations unitaires concomitantes ne sont pas connus a priori. On utilise

alors un développement, appelé série de Baker-Hausdorff, exprimant une transforma-

tion d’un opérateur Â quelconque sous le générateur T̂ en termes d’une expansion de

commutateurs imbriqués (voir [76]) :

˜̂
A = e−T̂ ÂeT̂ = A+

1

1!

[

Â, T̂
]

+
1

2!

[[

Â, T̂
]

, T̂
]

+
1

3!

[[[

Â, T̂
]

, T̂
]

, T̂
]

. . . (2.9)

Ce qui, avec T̂ = Ŝ − ı̇Λ, donne

E [ψ] =
〈
0|
{

ĤEl +
[

ĤEl, Ŝ
]

− ı̇
[

ĤEl, Λ̂
]

+
1

2

[[

ĤEl, Ŝ
]

, Ŝ
]

− 1

2

[[

ĤEl, Λ̂
]

, Λ̂
]

− ı̇
[[

ĤEl, Λ̂
]

, Ŝ
]

+ . . .
}

|0
〉

(2.10)
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À ce stade, il est difficile, sans connâıtre la forme explicite des générateurs Λ̂ et Ŝ qui, en

principe, doit être trouvée variationnellement, d’écrire l’expression de la fonctionnelle

plus en détails. C’est pour cette raison que nous définissons ces générateurs dans une

forme explicite en les faisant dépendre des paramètres variationnels {λrs} et {pn}. Les
opérateurs de deuxième quantification s’avèrent fort utiles à cet égard (voir annexe A

pour davantage de détails). Dans ce formalisme, l’opérateur monoélectronique hermitien

Λ̂ s’écrit

Λ̂ =

NOrb∑

rs

λrsÊrs, Êrs = â†râs (2.11)

où â†i et âi sont respectivement les opérateurs de création et d’annihilation associés à

la ième spin-orbitale de la base de dimension NOrb. L’opérateur Êrs décrit la transition

(excitation ou relaxation) d’un électron de l’orbitale ϕs vers l’orbitale ϕr, lorsque r 6=
s, alors que Êrr compte le nombre d’électrons (au maximum deux) occupant la rème

orbitale moléculaire. A priori, les coefficients λrs peuvent être complexes. Puisque Λ̂ est

hermitien, ils doivent satisfaire à

λ∗rs = λsr (2.12)

De façon analogue, on exprime l’Hamiltonien du système

Ĥ(t) =

NOrb∑

rs

hrs(t)Êrs +
1

2

NOrb∑

rstu

grstu(t)êrstu, êrstu = Êrs · Êtu − δstÊru (2.13)

où les coefficients {hrs} et {grstu} sont respectivement les intégrales monoélectroniques

et biélectroniques dans la base d’OMs courantes 3. Ils désignent les quantités :

hrs(t) =

∫

ϕ∗
r(~r, t)ĥ(~r, t)ϕs(~r, t) d

3r (2.14a)

grstu(t) =

∫ ∫

ϕ∗
r(~r1, t)ϕ

∗
t (~r2, t)

1

|~r1 − ~r2|
ϕs(~r1, t)ϕu(~r1, t) d

3r1 d
3r2. (2.14b)

Cette écriture permet de déterminer facilement la valeur de tous les commutateurs

dépendant uniquement de Λ̂ en utilisant les règle de d’anti-commutation entre opérateurs

de deuxième quantification :

{âr, â†s} = ârâ
†
s + â†sâr = δrs (2.15a)

{âr, âr′} = 0, {â†râ†r′} = 0 (2.15b)

On peut montrer, à partir de ces relations, que les commutateurs entre chacun des

générateurs Êrs, pour toute paire d’indices rs, se résument
[

Êrs, Êtu

]

= δstÊru − δruÊts (2.16)

3. la variable t est ajoutée pour fins de généralité, elle n’est évidemment pas nécessaire pour la

description des problèmes indépendants du temps
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à un unique opérateur Êr′s′ , une propriété qui rappelle les relations de commutation

cyclique des opérateurs L̂x,y,z donnant la composante du moment cinétique orbitalaire.

Cette propriété de commutation confère à l’ensemble des générateurs une structure de

groupe et leur combinaison obéit à une loi de composition interne. Un raisonnement

analogue tient pour l’ensemble d’opérateurs à deux particules êrstu dont les éléments

forment aussi un groupe. Finalement, les commutateurs mixtes, c’est-à-dire entre un

opérateur à une particule et un à deux particules, sont également un seul et unique

générateur Êrs.

Il faut donc connâıtre les propriétés du groupe de générateurs pertinents pour le

système considéré. La mise en oeuvre de l’approche GUGA, pour Graphical Unitary

Group [59], [57], [58], utilisée dans la plupart des logiciels de quanto-chimie, s’avère très

efficace à cet égard. Cette dernière permet de connaitre les éléments de matrice des

générateurs dans la base des états de configuration et donc d’exprimer la variation de

l’énergie comme une fonction des paramètres {λrs}. Pour ce qui est de Ŝ, le générateur
de la deuxième transformation unitaire, on le définit simplement comme

Ŝ =

NCSF∑

n=1

pn|n
〉〈
0| − p∗n|0

〉〈
n| (2.17)

En d’autres mots, il est un projecteur dans le sous-espace orthogonal à l’état d’essai |0
〉
.

Pour une base orbitalaire de dimension NOrb donnée, définissant un modèle moléculaire

particulier, l’ensemble de tous les états de configuration correspondant à une valeur

précise du spin total (par exemple, S=0, pour les singulets, S=1, pour les triplets, etc)

et à une valeur spécifique de la composante MS du spin total le long d’un des axes

des coordonnées, forme une base complète pour ce modèle dont la dimension NCSF est

donnée par [56] :

NCSF =
2S + 1

NOrb

(

NOrb
ne

2
− S

)(

NOrb
ne

2
+ S + 1

)

(2.18)

L’opérateur Ŝ, dans l’eq. (2.17), est à être exprimé dans cette base. Cette représentation

permet l’écriture aisée des termes restants dans le membre de droite de l’Eq. (2.10) qui

nécessite simplement la connaissance des éléments de matrice de l’Hamiltonien pris

entre les différents états de configuration. Avec ceci, on aurait complété la traduction

de la fonctionnelle d’énergie en termes des paramètres variationnels.

L’état d’essai |0
〉
s’exprime également dans la base des états de configuration (CSF)

de la façon suivante

|0
〉
=

NCSF∑

I=1

cI |ΦI

〉
(2.19)
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On rappelle que les états de configurations |ΦI

〉
sont des vecteurs propres de l’opérateur

de spin total Ŝ2 du système à plusieurs électrons construits en termes de déterminants

de Slater. Ces derniers peuvent s’exprimer, en deuxième quantification, sous la forme

|ϕ1αϕ2β . . . ϕrα . . . ϕsβ| = â†1αâ
†
2β . . . â

†
rα . . . â

†
sβ|vac

〉
(2.20)

où |vac
〉
désigne l’état du vide (l’état de la molécule sans électrons). Les coefficients cI

du vecteur d’essai sont en principe arbitraires. La résolution du problème d’optimisa-

tion a pour but de déterminer l’état quantique du système étudié.

L’application du principe variationnel se traduit donc en un ensemble d’équations

aux dérivées partielles couplées pour les paramètres variationnels {λrs} et {pn}, c’est-
à-dire :

∂

∂λrs
E[ψ] = 0 (2.21)

et
∂

∂pn
E[ψ] = 0 (2.22)

En exprimant E[ψ], défini à l’eq. (2.10), comme une matrice avec Λ̂ et Ŝ donnés aux

eqs (2.11) et (2.17) puis regroupant l’ensemble des {λrs} et {pn} en deux vecteurs ~λ et

~p respectivement, cet ensemble d’équations variationnelles peut être représententé sous

la forme maticielle suivante (équations connues sous le nom d’équations de Newton-

Raphson, au coeur de l’algorithme MCSCF [56]) :
(

❇ ❈

❈
†
▼

)(
~λ

~p

)

+

(

~w

~v

)

=

(

0

0

)

(2.23)

La matrice au membre de gauche est la matrice Hessienne de la fonctionnelle d’énergie,

HE, est composée des dérivées de second ordre de l’énergie par rapport aux paramètres

variationnels. Plus précisément, les blocs ❇, ❈ et ▼ sont définis par

(❇)(kl),(rs) = −1

4

〈
0
∣
∣
[
[Ĥ, Êkl], Êrs

]
+
[
[Ĥ, Êrs], Êkl

]∣
∣0
〉

(2.24a)

(❈)(kl),n = i
〈
0
∣
∣[Ĥ, Êkl]

∣
∣n
〉

(2.24b)

(▼)n,m =
1

2

(〈
n
∣
∣Ĥ
∣
∣m
〉
− δnm

〈
0
∣
∣Ĥ
∣
∣0
〉
+ c.c.

)

(2.24c)

Le vecteur constitué des blocs ~w et ~v est le vecteur gradient, ~g. Ses composantes, les

dérivées premières de l’énergie par rapport aux paramètres variationnels, sont données

par :

~w(kl) =
i

2

〈
0
∣
∣[Ĥ, Êkl]

∣
∣0
〉

(2.25a)
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~vn =
〈
n
∣
∣Ĥ
∣
∣0
〉

(2.25b)

Les solutions ~λ et ~p de ces équations de Newton-Raphson définissent la transformation

de la fonction d’essai vers un état optimisé ; leur association en bloc forme le vecteur ~e

de sorte que les équations (2.23) peuvent être réécrites sour la forme compacte suivante

HE ~e+ ~g = 0. (2.26)



Chapitre 3

Méthode multi-configurationnelle

dépendante du temps

3.1 Méthode TDMCSCF variationnelle

3.1.1 Équations TDMCSCF variationnelles

Dans un cadre multi-configurationnel, l’étude de la dynamique de systèmes quan-

tiques, c’est à dire la résolution de l’équation de Schrödinger dépendante du temps

(2.1), peut être conduite en utilisant l’expression (2.7) de la variation de l’état ψ, mais

cette dernière prend ici le sens d’une évolution temporelle de l’état quantique initial

sous l’effet des forces perturbatrices qui sont appliquées. Le principe variationnel ap-

proprié pour déterminer les paramètres {λrs} et {pn} n’en est plus un de minimisation

d’énergie. L’état obtenu après l’application des transformations unitaires n’a donc plus

le sens d’un état optimisé, mais plutôt celui de l’état du système évalué à un temps d’ob-

servation ultérieur à la perturbation. On doit alors remplacer le principe variationnel de

minimisation de l’énergie par un principe variationnel adapté au problème dynamique.

On trouve quelques exemples d’application du principe variationnel Frenkel-Dirac

[77], [78] qui ont mené à des implantations du type MCTDHF [79], [80] à partir d’une

paramétrisation non-unitaire de la variation de la fonction d’état qui mènent à des

équations de mouvement non-linéaires, fortement couplées très difficiles à résoudre. Une

approche variationnelle alternative pour décrire de l’évolution temporelle d’un système

quantique se base sur le principe d’action minimale, un concept emprunté à la mécanique

lagrangienne classique. Ce dernier stipule que, parmi tous les chemins d’espace temps
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possibles reliant l’état du système au temps initial ti à celui à un temps ultérieur tf , celui

qui est réellement emprunté correspond au chemin pour lequel l’action est minimale. En

mécanique classique, l’action est définie comme l’intégrale sur le temps du Lagrangien

(voir [81], [82] et [75]) :

A(ti, tf ) =

tf∫

ti

L(q, q̇, t)dt (3.1)

où le Lagrangien est simplement la différence entre l’énergie cinétique et l’énergie po-

tentielle du système :

L(q, q̇, t) = 1

2
mq̇2 − V (q, t) (3.2)

La condition nécessaire à l’obtention de la trajectoire que suivra le système classique

est que l’action A soit stationnaire par rapport à toute déviation δq de ce chemin

δA(ti, tf ) = 0 ∀ δq
(

avec δq(ti) = δq(tf ) = 0
)

(3.3)

Il existe un analogue quantique au principe d’action minimale (voir [83] et [84]). L’intégrale

d’action quantique est donnée par l’équation suivante :

A(ti, tf ) =

tf∫

ti

(
〈
ψ, t|Ĥ(t)− i

∂

∂t
|ψ, t

〉
+ c.c.

)

dt (3.4)

Le principe d’action minimale, en mécanique quantique, demande donc que |ψ, t
〉
sa-

tisfasse à la condition exigeant que A(ti, tf ) soit stationnaire, pour toute variation in-

finitésimale δ|ψ, t
〉
de la fonction d’état, s’annulant à ti et tf . On fait appel mainte-

nantà la même paramétrisation de δ|ψ
〉
qu’à l’équation (2.7), mais en remplaçant les

générateurs et l’état d’essai par leur analogue plus général, c’est-à-dire sous une forme

dépendante du temps. En conséquence, l’état d’essai |0
〉
devient maintenant un état

initial qu’on désignera par |ψ, ti
〉
. En substituant l’équation (2.7) dans (3.4), on obtient

comme expression de l’action quantique :

A(ti, tf ) =

tf∫

ti

〈
ψ, ti|e−Ŝ(t,ti)eiΛ̂(t,ti)

[

Ĥ(t)− i
∂

∂t

]

e−iΛ̂(t,ti)eŜ(t,ti)|ψ, ti
〉
dt (3.5)

L’équivalent quantique de l’équation (3.3) s’écrit :

δA(ti, tf ) = 0 ∀ δ|ψ, t
〉 ∣

∣ δ|ψ, ti
〉
= δ|ψ, tf

〉
= 0 (3.6)

On peut formellement montrer que la résolution de ce problème d’optimisation est

équivalente à celle de l’équation de Schrödinger. L’idée, ici, est donc de remplacer la

résolution habituelle de cette dernière par le problème variationnel équivalent.
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On obtient l’expression explicite des équations d’Euler-Lagrange [82] de ce problème

variationnel en prenant la dérivée fonctionnelle de l’intégrale d’action donnée en (3.5)

par rapport aux paramètres variationnels λrs(t) et pn(t) et en demandant :

δA(ti, tf )

δλrs(t)
= 0 (3.7)

δA(t1, t2)

δpn(t)
= 0 (3.8)

où le symbole δ désigne, ici, une dérivée fonctionnelle. De manière identique au cas

indépendant du temps, la transformation unitaire qui apparâıt dans l’équation (3.5)

peut être réécrite en termes d’une série infinie de commutateurs imbriqués, semblable à

celle de l’Eq. (2.9). Si, en développant l’expression de l’action quantique de l’équation

(3.5), on ne conserve que les termes de deuxième ordre (en δt = t− ti), on obtient :

A(2)(ti, tf ) =

tf∫

ti

〈
ψ, ti

∣
∣e−Ŝ(t,ti)eiΛ̂(t,ti)

{

Ĥ(t)− i
∂

∂t

}

e−iΛ̂(t,ti)eŜ(t,ti)
∣
∣ψ, ti

〉
dt

=

tf∫

ti

〈
ψ, ti

∣
∣

{

Ĥ(t)− i∂t + [Ĥ(t),−iΛ̂(t, ti)] + [Ĥ(t), Ŝ(t, ti)]

+
1

2

[
[Ĥ(t),−iΛ̂(t, ti)],−iΛ̂(t, ti)

]
+

1

2

[
[Ĥ(t), Ŝ(t, ti)], Ŝ(t, ti)

]

+
[
[Ĥ(t),−iΛ̂(t, ti)], Ŝ(t, ti)

]
− i∂tŜ(t, ti)−

i

2
[∂tŜ(t, ti), Ŝ(t, ti)]

+i[∂tΛ̂(t, ti), Ŝ(t, ti)]− ∂tΛ̂(t, ti)−
i

2
[∂tΛ̂(t, ti), Λ̂(t, ti)] +O(δt2)

}
∣
∣ψ, ti

〉
dt

(3.9)

En évaluant explicitement les opérateurs et commutateurs figurant dans l’équation (3.9)

et dérivant l’expression résultante par rapport à tous les paramètres variationnels, on

obtient un ensemble d’équations différentielles linéaires couplées, les équations d’Euler-

Lagrange :

(

❙ ❘

❘
†
✶

)

i
∂

∂t

(
~λ

~p

)

=

(

❇ ❈

❈
†
▼

)(
~λ

~p

)

+

(

~w

~v

)

(3.10)

On retrouve, au membre de droite, exactement les même termes que ceux de l’équation

Newton-Raphson (2.23) mais avec HE, ~g et ~e désignant leur généralisation au problème

dépendant du temps. Il apparâıt cependant une nouvelle matrice au membre de gauche

de l’équation (3.10). Ce dernier est formé d’une matrice qui multiplie la dérivée partielle

par rapport au temps du vecteur ~e regroupant les paramètre variationnels ; on appellera

celle-ci matrice hessienne dynamique (HD). Les blocs qui la constituent sont donnés par
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les expressions suivantes 1 :

HD =

(

❙ ❘

❘
†

✶

)

(3.11)

où

(❙)(kl),(rs) =
1

2

〈
ψ, ti

∣
∣[Êkl, Êrs]

∣
∣ψ, ti

〉
(3.12)

(❘)(kl),n = −i
〈
ψ, ti

∣
∣Êkl

∣
∣n, ti

〉
(3.13)

En résumé, l’équation (3.10) peut s’écrire :

i HD ~̇e = HE ~e+ ~g (3.14)

On doit soit intégrer analytiquement ces équations couplées, ou les résoudre numériquement

en inversantHD dans un procédé itératif. Dans tous les cas, il est indispensable d’évaluer

les éléments des deux matrices hessiennes ainsi que les composantes du vecteur gradient.

3.1.2 Exemple : système de deux bosons indépendants

Les équations d’Euler-Lagrange présentent un problème qui apparâıt lors de leur

résolution et qui n’est pas facilement appréciable à première vue. Afin de mieux illus-

trer comment ce principe de moindre action fonctionne, nous allons détailler la démarche

pour un cas d’école simple : un système de deux bosons indépendants en l’absence d’in-

teraction externe dans une description à deux niveaux.

Considérons un système de deux bosons identiques sans interaction mutuelle décrits

par deux états dont l’énergie vaut respectivement ~ω0

2
et −~ω0

2
(La différence d’énergie

entre les deux niveaux vaut alors ~ω0). L’Hamiltonien d’un tel système est donné, en

deuxième quantification (voir annexe A), par l’expression :

Ĥ =
ω0

2

[

â†1â1 − â†2â2

]

(3.15)

où les opérateurs â†i et âi sont respectivement les opérateurs de création et d’annihi-

lation bosoniques, c’est-à-dire qu’ils diffèrent des opérateurs fermioniques par le fait

qu’ils commutent au lieu d’anti-commuter (c’est une conséquence de la symmétrie de

permutation différente pour les bosons et les fermions) :
[

âi, â
†
j

]

= âiâ
†
j − â†j âi = δij (3.16a)

1. Note : ✶ est la matrice identité et
∣
∣n, ti

〉
est un état orthogonal à

∣
∣ψ, ti

〉
.
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[

â†i , â
†
i′

]

= 0, [âi, âi′ ] = 0 (3.16b)

En outre, les bosons ne sont pas caractérisés par la propriété d’exclusion propre aux fer-

mions interdisant de les ≪ placer ≫ dans la même spin-orbitale. Cela a pour conséquence

que l’action de deux opérateurs de création bosoniques associés au même état orbita-

laire sur l’état du vide est permise (c’est-à-dire que le résultat n’est pas nul, mais bien

un état de configuration ou CSF qui est le produit direct de ces deux états orbitalaires).

Pour un tel système, on distingue trois CSFs différents soit :

1. |2, 0
〉
: Les deux bosons sont dans le niveau fondamental

2. |1, 1
〉
: Un boson occupe le niveau fondamental et l’autre occupe le niveau excité

3. |0, 2
〉
: Les deux bosons occupent le niveau excité

Ils sont naturellement définis en deuxième quantification de la manière suivante :

|2, 0
〉
= â†1â

†
1|vac

〉
(3.17a)

|1, 1
〉
= â†1â

†
2|vac

〉
(3.17b)

|0, 2
〉
= â†2â

†
2|vac

〉
(3.17c)

La représentation matricielle de l’Hamiltonien du système, dans cette base, s’écrit donc

❍ =






~ω0 0

0 0 0

0 0 −~ω0




 (3.18)

Pour simplifier le traitement du problème variationnel, on ne considérera que la variation

d’état gouvernant les rotations orbitalaires, c’est-à-dire que le générateur Ŝ sera nul en

tout temps 2 (la transformation correspondante se réduit à l’opérateur identité et les

commutateurs où Ŝ apparâıt dans l’Eq. (3.9) s’annulent). La dépendance temporelle de

la fonction d’onde propagée se réduit donc à l’expression simple

∣
∣ψ, t

〉
= e−iΛ̂(t,ti)

∣
∣ψ, ti

〉
(3.19)

On rappelle que le générateur Λ̂ 3 est donné par :

Λ̂(t, ti) = λ11(t)
(

Ê11 − Ê22

)

︸ ︷︷ ︸

Ês
11

+λ21(t)Ê
s
21 + iκ21(t)T̂21 (3.20)

2. D’ailleurs, le modèle des bosons indépendants implique que Ŝ = 0.
3. On utilise, ici, une écriture différente de la section précédente pour s’assurer qu’on aura, pour les

trois paramètres variationnels, des fonctions réelles facilitant ainsi l’écriture des dérivées fonctionnelles.
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avec

Ês
rs = â†râs + â†sâr (3.21)

et

T̂rs = â†râs − â†sâr (3.22)

L’intégrale d’action s’exprime alors de la manière suivante :

A(ti, tf ) =

tf∫

ti

〈
ψ, ti

∣
∣eiΛ̂(t,ti)

[

Ĥ − i
∂

∂t

]

e−iΛ̂(t,ti)
∣
∣ψ, ti

〉
dt (3.23)

L’équation (3.9) se réduit donc à :

A(2)(ti, tf ) =

tf∫

ti

〈
ψ, ti

∣
∣

{

Ĥ(t)− i
∂

∂t
+
[

Ĥ(t),−iΛ̂(t, ti)
]

+
1

2

[[

Ĥ(t),−iΛ̂(t, ti)
]

,−iΛ̂(t, ti)
]

−i ∂
∂t

(−iΛ̂(t, ti))−
i

2

[ ∂

∂t
Λ̂(t, ti), Λ̂(t, ti)

]} ∣
∣ψ, ti

〉
dt (3.24)

Sachant que
[
âr, â

†
s

]
= δrs et [âr, âs] =

[
â†r, â

†
s

]
= 0, on trouve, pour l’état initial

∣
∣ψ, ti

〉
=
∣
∣2, 0

〉
, l’expression explicite de l’intégrale d’action suivante :

A(2)(ti, tf ) =

tf∫

ti

{ 〈
2, 0
∣
∣Ês

11

∣
∣2, 0

〉

︸ ︷︷ ︸

= 2

[ω0

2
− ω0(λ

2
21 + κ221)− λ̇11 + λ̇21κ21 − κ̇21λ21

]

+
〈
2, 0
∣
∣Ês

21

∣
∣2, 0

〉

︸ ︷︷ ︸

= 0

[

−ω0κ21 + ω0λ11λ21 − λ̇21 − λ̇11κ21 + κ̇21λ11

]

+
〈
2, 0
∣
∣T̂21

∣
∣2, 0

〉

︸ ︷︷ ︸

= 0

[

ω0λ21 + ω0λ11κ21 − κ̇21 + λ̇11λ21 − λ̇21λ11

]}

dt

(3.25)

En dérivant l’équation précédente par rapport à chacun des paramètres variationnels,

on obtient les équations d’Euler-Lagrange pour ce système :

δAQuad

δλ11(t)
= 0 (3.26)

δAQuad

δλ21(t)
= 2 [−2ω0λ21(t)− 2κ̇21(t)] = 0 (3.27)

δAQuad

δκ21(t)
= 2

[

−2ω0κ21(t) + 2λ̇21(t)
]

= 0 (3.28)

où δ désigne une dérivée fonctionnelle. On remarque immédiatement que la condition de

stationnarité de l’intégrale d’action est automatiquement remplie pour toute valeur de
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λ11. Le système d’équations ne permet alors que de spécifier deux des trois paramètres

variationnels, soit λ21(t) = cosω0t et κ21(t) = − sinω0t, à une phase globale près. Ce-

pendant, puisque la variation δ|ψ, t
〉
doit s’annuler aux bornes ti et tf (cela implique

la condition initiale λ21(ti) = κ21(ti) = 0), la seule possibilité de satisfaire à la fois

cette condition et les Eqs (3.27) et (3.28) est de poser la solution triviale, c’est-à-dire

λ21(t) = κ21(t) = 0, ∀t. Pour un système aussi simple, nous connaissons d’avance le

résultat attendu. La solution analytique est λ11(t) =
ω0

2
(t− ti) avec λ21(t) = κ21(t) = 0,

elle satisfait également aux équations d’Euler-Lagrange (3.26), (3.27) et (3.28) et a le

bon comportement aux bornes ti et tf .

Il apparâıt donc que l’approche variationnelle, tel que formulée en termes de la sta-

tionnarité de l’intégrale d’action quantique, n’est pas très utile. En effet, la résolution

des équations d’Euler-Lagrange a conduit à une indétermination fondamentale. Afin de

tenter de lever cette dernière, une approche variationnelle plus générale sera considérée.

Cette généralisation du principe d’action quantique, essentiellement, consistera en l’exi-

gence que l’intégrale d’action définie en (3.6) soit stationnaire, non seulement pour toute

variation infinitésimale de l’état s’annulant aux bornes ti et tf , mais également pour

toute variation des bornes elles-mêmes. Cette contrainte supplémentaire engendre la

réecriture de l’équation (3.6) suivante :

δ





tf∫

ti

〈
ψ, t|Ĥ − ı̇∂t|ψ, t

〉
+ c.c. dt



 = 0,
∀ δ|ψ

〉
∣
∣
∣ δ|ψ, ti

〉
= δ|ψ, tf

〉
= 0,

∀ δti, δtf
(3.29)

Dans le cadre de cette extension, le terme entre crochets dans (3.29) peut se décomposer

un terme qui dépend des variations de la fonction d’état (δψ) et les termes qui dépendent

de la variation des bornes (δti et δtf ) :

δψ

tf∫

ti

〈
ψ, t|Ĥ − ı̇∂t|ψ, t

〉
+ c.c. dt+ δtf

〈
ψ, t|Ĥ − ı̇∂t|ψ, t

〉
+ c.c.

∣
∣
∣
tf

− δti
〈
ψ, t|Ĥ − ı̇∂t|ψ, t

〉
+ c.c.

∣
∣
∣
ti
= 0 (3.30)

On reconnâıt immédiatement le premier terme qui a conduit à l’indétermination relevée

en (3.26). Les deux autres termes suivants résultent de l’exigence supplémentaire qui a

été imposée quant aux variations des bornes ti et tf . La seule possibilité non-triviale de

satisfaire cette contrainte, quelque soit la valeur de δti et δtf , est de demander :
〈
ψ, t|Ĥ − ı̇∂t|ψ, t

〉
+ c.c = 0, ∀ t (3.31)

Reprenons maintenant le cas précédent du système modèle de deux bosons pour

vérifier si cette généralisation du principe variationnel parvient à lever l’indétermination
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fondamentale qui avait été remarquée. En gardant la même expression simplifiée de la

variation d’état de l’Eq. (3.19), l’équation (3.31) s’écrit

〈
ψ, ti

∣
∣eiΛ̂(t,t0)

[

Ĥ − i
∂

∂t

]

e−iΛ̂(t,t0)
∣
∣ψ, ti

〉
+ c.c. = 0 (3.32)

Ensuite, en utilisant le développement de Baker-Hausdorff (jusqu’au deuxième ordre),

on trouve

〈
ψ, ti

∣
∣

{

Ĥ − i ∂
∂t
+
[

Ĥ,−iΛ̂
]

+ 1
2

[[

Ĥ,−iΛ̂
]

,−iΛ̂
]

− i ∂
∂t
(−iΛ̂)− i

2

[
∂
∂t
Λ̂, Λ̂

] }∣
∣ψ, ti

〉
= 0 (3.33)

En utilisant le même état initial |ψ, ti
〉
= |2, 0

〉
, l’expression précédente devient

〈
2, 0
∣
∣Ês

ee

∣
∣2, 0

〉{ω0

2
− ω0(λ

2
21 + κ221)− λ̇11 + λ̇21κ21 − κ̇21λ21

}

= 0 (3.34)

En ne conservant que les termes linéaires, on trouve la contrainte supplémentaire :

ω0

2
− λ̇11(t) = 0 =⇒ λ11(t) =

∫
ω0

2
dt =

ω0t

2
(3.35)

ce qui est bien la solution analytique attendue pour λ11(t) que l’approche variationnelle

conventionnelle (sans variation des bornes) avait échoué à déterminer complètement.

Pourtant, on peut montrer que cette forme de principe d’action stationnaire est bel et

bien équivalente à la résolution de l’équation de Schrödinger. En fait, il s’agit d’un para-

doxe également rencontré dans le cadre de la théorie de la fonctionnelle de la densité (ou

DFT, pour Denstity Functionnal Theory) dont l’origine semble résider dans les condi-

tions aux bornes que l’on doit exiger [85], c’est-à-dire, lorsqu’on demande précisément

que δ|ψ, ti
〉
= δ|ψ, tf

〉
= 0. Cela implique, en quelque sorte, que la fonction d’onde

évaluée aux bornes ti et tf satisfasse à l’équation de Schrödinger. En d’autres mots, la

solution à l’équation dynamique doit déjà être connue en ti et tf pour pouvoir utiliser

ce principe variationnel dans le but de déterminer l’état du système pour tout temps

compris dans l’intervalle entre ces deux bornes, un subtil détail qui avait échappé à

l’analyse préliminaire lors de la mise en oeuvre initiale du projet.

La présente formulation variationnelle ne s’avérant pas très utile, la méthode utilisée

a due être modifiée. Entre le choix d’utiliser d’autres approches variationnelles, soit en

partant d’un principe variationnel différent, par exemple celui de Frenkel-Dirac, ou bien

en invoquant une paramétrisation non-unitaire de la fonction d’état ou carrément aban-

donner l’idée d’une résolution variationnelle, c’est finalement cette dernière qui a été

retenue. La section suivante présentera donc la méthode résultante de résolution directe
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de l’équation de Schrödinger utilisant cette paramétrisation exponentielle unitaire of-

frant une grande souplesse dans la description quantique de l’évolution temporelle d’un

système polyélectronique et discutera de ses avantages par rapport aux autres méthodes

disponibles.

3.2 Méthode TDMCSCF non-variationnelle

3.2.1 Résolution directe de l’équation de Schrödinger

En raison des problèmes rencontrés qui ont été décrits à la section précédente, une

méthode non-variationnelle a été développée, au sacrifice de la possibilité d’exploiter la

ressemblance entre les équations d’optimisation de la version indépendante du temps

et de la version dynamique. Les idées générales ayant menées à cette formulation non-

variationnelle seront ici énoncées directement dans le contexte de la description de la

dynamique des électrons corrélés d’une molécule polyatomique soumise à l’influence

d’un champ électrique externe ultra-intense et ultra-rapide.

La présente méthode est formulée dans le cadre de l’approximation Born-Oppenhei-

mer [86], c’est-à-dire où les atomes de la molécule sont considérés fixes dans l’espace (ab-

sence de vibrations et de rotation de la molécule) et seuls les mouvements électroniques

sont étudiés. Dans ce contexte, l’Hamiltonien de coeur (monoélectronique) de l’Eq. (2.3)

est remplacé par

ĥi(t) =
p̂2i
2

+

NNuc∑

α

−Zα
|~ri − ~Rα|

+ V̂L(~ri, t), (~pi = −i~∇i), (3.36)

un Hamiltonien électronique ĥi(t) dépendant du temps qui comprend le potentiel d’in-

teraction V̂L entre la molécule et le champ électrique externe pointant dans la direction
~E . Dans le cadre de l’approximation dipolaire[87] (valable lorsque la longueur d’onde

du champ externe est plus grande que les dimensions de la molécule)cette interaction

s’écrit [88] :

V̂L(~ri, t) = ~ri · ~E (t) (3.37)

en jauge longueur et

V̂L(~ri, t) = −~pi · ~A(t),
(

~E (t) = −∂
~A(t)

∂t

)

(3.38)
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en jauge vitesse. La jauge longueur a été préférée pour l’ensemble des travaux présentés

ici.

Pour une base orbitalaire {ϕi} fixe et de dimension finie, l’Hamiltonien électronique

ĤEl peut être exprimé en deuxième quantification, de façon absolument identique à

l’équation (2.13), mais, en raison de la contribution du terme V̂L(t), il portera une

dépendance explicite sur le temps, à l’instar de celui de l’intégrale d’action définie en

(3.4). On écrit alors ĤEl(t) sous la forme générale

ĤEl(t) = Ĥ1(t) + Ĥ2 (3.39)

où les opérateurs Ĥ1 et Ĥ2 désignent respectivement les parties mono- et biélectroniques

de l’Hamiltonien, définies respectivement par la somme des termes sur les intégrales

monoélectroniques hrs et sur les intégrales biélectroniques grstu de l’équation (2.13). On

note que c’est la partie monoélectronique qui porte la dépendance sur le temps.

L’expression en deux parties (3.39) de l’Hamiltonien en termes des opérateurs de

deuxième quantification implique une représentation fixe de la base orbitalaire. À un

temps ≪ initial ≫ t0, celle-ci cöıncide avec la base d’orbitales moléculaires dite ≪ ini-

tiale ≫, c’est-à-dire avant l’interaction avec le champ externe. Elles sont engendrées, par

exemple, à l’issue d’un calcul HF ou MCSCF. De même, l’état quantique total |ψ, t0
〉
,

pris au temps intial, est exprimé en termes d’une généralisation au problème dépendant

du temps de l’Eq. (2.19) :

|ψ, t0
〉
=

NCSF∑

I=1

cI(t0)|ΦI , t0
〉

(3.40)

c’est-à-dire en termes d’une superposition linéaire d’états de configuration (CSFs) |ΦI , t0
〉

construits à partir de cette même base orbitalaire. Les coefficients d’expansion cI(t0)

sont des quantités connues, obtenues, par exemple, d’un calcul de l’état électronique

fondamental au niveau MCSCF dans cette même base orbitalaire.

Suivant l’esprit de la théorie standard MCSCF, c’est-à-dire du calcul des états sta-

tionnaires indépendants du temps, on adoptera, au moins au cours d’un intervalle de

temps court [t0, t0 + δt], une paramétrisation unitaire de la variation de la fonction

d’état

|ψ, t0 + τ
〉
= Û1(t0 + τ, t0) · Û2(t0 + τ, t0)|ψ, t0

〉
, τ ∈ [t0, t0 + δt] (3.41)

L’opérateur Û1 décrit une transformation unitaire gouvernant la variation au cours du

temps des différentes orbitales moléculaires de la base choisie (c’est-à-dire qu’il remplace
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la transformation exp(−ı̇Λ̂) de la formulation variationnelle). En d’autres mots, les

opérateurs de deuxième quantification ârν et â
†
rν se transforment sous Û1 de la manière

suivante

ârν(t0 + τ) = Û †
1(t0 + τ, t0)ârν(t0)Û1(t0 + τ, t0) =

NOrb∑

s

❯1,rsâsν(t0) (3.42a)

â†rν(t0 + τ) = Û †
1(t0 + τ, t0)â

†
rν(t0)Û1(t0 + τ, t0) =

NOrb∑

s

❯
∗
1,rsâ

†
sν(t0) (3.42b)

correspondant à la transformation orbitalaire

ϕr(t0 + τ) =

NOrb∑

s

❯1,srϕs(t0) (3.43)

les différents coefficients ❯1,sr étant simplement les éléments de matrice de Û1 en

représentation des orbitales moléculaires initiales ϕi(t0). Cette matrice est de dimension

(NOrb ×NOrb).

De façon analogue, l’opérateur Û2 décrit la transformation unitaire qui gouverne

la dynamique dans l’espace des configurations, c’est-à-dire, les variations au cours du

temps des coefficients d’expansion cI (c’est-à-dire qu’il remplace la transformation uni-

taire exp(−Ŝ) de la formulation variationnelle). On rappelle, ici, que ces transformations

unitaires décrivent des processus dynamiques : ce sont des opérateurs d’évolution tem-

porelle. Le fait que l’on puisse factoriser l’opérateur d’évolution temporelle en deux

parties concomitantes n’est pas une chose évidente. De plus, on ne connait pas encore

la forme explicite que doivent avoir Û1 et Û2 afin que leur produit satisfasse l’équation

de Schrödinger.

L’opérateur d’évolution Û(t, t0) est une transformation unitaire qui agit sur un état

initial |ψ, t0
〉
pour redonner l’état propagé jusqu’au temps t, |ψ, t

〉
. Pour que ce dernier

soit bel et bien la solution à l’équation de Schrödinger (2.1), il faut que Û(t, t0) satisfasse

à certaines conditions. Il suffit de réécrire l’Eq. (2.1) en termes du propagateur Û(t, t0)

ı̇
∂

∂t
Û(t, t0) = Ĥ(t)Û(t, t0) (3.44)

avec Û(t0, t0) = ✶̂, condition initiale nécessaire pour que son action sur l’état intial

|ψ, t0
〉
redonne trivialement la même fonction d’état. Posant Û1(t, t0) de sorte qu’il

satisfasse

ı̇
∂

∂t
Û1(t, t0) = Ĥ1(t)Û1(t, t0) (3.45)



34 Chapitre 3. Méthode multi-configurationnelle dépendante du temps

où Ĥ1(t) est la partie monoélectronique de l’Hamiltonien donné en (2.13), alors le

propagateur Û(t, t0) peut-être écrit sous la forme de l’Eq. (3.41) : Û(t, t0) = Û1(t, t0) ·
Û2(t, t0) si Û2(t, t0) présente la propriété

ı̇
∂

∂t
Û2(t, t0) = Ĥ2,int(t)Û2(t, t0) (3.46)

avec

Ĥ2,int(t) = Û †
1(t, t0)Ĥ2Û1(t, t0) (3.47)

c’est-à-dire que H2,int(t) est l’image de Ĥ2, la partie biélectronique de l’Hamiltonien de

l’Eq. (2.13), sous la transformation Û1. On dit alors que H2,int(t) est la représentation

d’interaction du potentiel répulsif interélectronique par rapport à Û1. C’est un forma-

lisme hybride entre le point de vue traditionnel de Schrödinger (où ce sont les fonction

d’ondes qui évoluent) et le point de vue dit de Heisenberg où les fonctions d’ondes sont

statiques, mais ce sont plutôt les opérateurs qui changent. En d’autre mots, la façon

d’observer le système s’adapte au fil de son évolution. Ici, l’action de Û1 est implicite ;

elle n’a aucun effet sur la fonction d’état si ce n’est que de changer sa signification (la

définition des états de configurations) sans affecter directement les coefficients d’expan-

sion. Cependant, les opérateurs Ĥ1(t) et Ĥ2 doivent être transformés pour tenir compte

de cette évolution implicite. L’action de Û2, quant à elle, est tout-à-fait explicite au sens

où elle affecte directement les coefficients cI et cadre donc dans la portion Schrödinger

de cette représentation hybride de l’évolution temporelle.

On note que c’est la partie monoélectronique Û1 qui porte la dépendance explicite

sur le temps. Générée par Ĥ1, un opérateur de forme séparable (entre les coordonnées

{~ri, ~pi} des ne électrons), son effet est de produire les rotations des orbitales moléculaires

incluses dans le modèle. À ce stade, les électrons peuplant ces orbitales qui évoluent

dans le temps se meuvent indépendamment les uns des autres. L’opérateur Û2 vient en-

suite corriger cette dynamique induite par le champ intense et décrire les mélanges

d’états de configuration au-delà de l’approximation des électrons indépendants. La

prise en charge de la contribution Ĥ2,int pour laquelle l’effet des rotations orbitalaires a

préalablement été appliqué (la corrélation électronique s’accomplit donc au sein des orbi-

tales déformées) décrit les effets collectifs induits par l’interaction mutuelle qu’exercent

les électrons entre eux.

En ce sens, la factorisation de l’Eq. (3.41) avec une paramétrisation unitaire des

deux types de variations (rotations orbitalaires et dynamique CI) constitue donc un

véritable schéma TDMCSCF. Cependant, il ne s’agit pas, ici, de résoudre des équations

variationnelles mais bien les équations de Schrödinger pour Û1 et Û2.
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Dans les implantations habituelles d’un schéma MCSCF pour le calcul des états

stationnaires, on doit prendre des précautions supplémentaires pour éviter une redon-

dance dans la représentation de l’espace variationnel (voir notamment [56] pour une

discussion de ce type d’effets). Cette redondance est une manifestation du fait que les

rotations orbitalaires peuvent être traduites en changements au sein des coefficients

CI, et vice-versa. Dans le contexte dynamique, une telle répétition doit être évitée pour

s’assurer, en quelque sorte, de ne pas dédoubler les processus physiques réels. Le schéma

de propagation non-variationnel, ici, ne donne pas lieu à un tel problème car le choix

de l’opérateur générant la transformation Û1, bien qu’il ne soit pas unique, fixe une fois

pour toutes celui du générateur de la transformation Û2.

Toute redondance est donc évitée car aucune des contributions à l’Hamiltonien n’est

répétée au sein des générateurs de chacune des transformations, et ce peu importe le

choix précis qui a été fait. Une possibilité serait, par exemple, l’inclusion dans Ĥ1(t)

d’une partie V̂eff du potentiel d’interaction entre les électrons, en remplaçant l’Hamilto-

nien de coeur Ĥcore par l’opérateur de Fock et en soustrayant à Ĥ2 cette même partie.

Dans la mesure où Ĥ1(t) demeure un opérateur monoélectronique, Û1 représentera une

description appropriée des rotations orbitalaires, la partie restante de l’Hamiltonien

Ĥ(t)− Ĥ1(t) générant la dynamique dans l’espace des CSFs. Un autre choix admissible

serait de poser Ĥ1(t) = V̂L(t) de sorte que Ĥ2 soit l’Hamiltonien total du système en ab-

sence de champ. Une telle factorisation serait plus appropriée pour décrire l’interaction

de molécules avec un champ de faible intensité (c’est-à-dire dans le régime perturbatif).

En contraste, l’identification de Ĥ1(t) tel que mentionné ci-haut, ou par l’opérateur

de Fock est préférable pour la description de l’excitation de molécules par un champ

intense (dans le régime non-perturbatif) où les mouvements électroniques induits par

laser jouent un rôle dominant au sein de la dynamique totale du système.

3.2.2 Solutions des équations de mouvement couplées :

Approximation adiabatique

En pratique, Û1 est représenté par une matrice de taille (NOrb × NOrb) agissant

sur les NOrb orbitales moléculaires initiales groupées dans un vecteur ; Û2, quant à lui,

prend la forme d’une matrice de dimension (NCSF × NCSF) multipliant le vecteur des

coefficients du développement CI arrangés dans un vecteur. On souligne que l’expression

factorisée de l’opérateur d’évolution temporelle est en principe exacte, dans la mesure

où les équations (3.45) et (3.46) sont résolues exactement. Cela implique que si de telles
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solutions étaient disponibles, il serait possible d’utiliser la factorisation de l’Eq. (3.41)

pour représenter l’état système sur la durée entière de l’évolution temporelle (de t = 0 à

t = tf ) en posant t0 = 0 et δt = tf . Compte tenu de la nature couplée de ces équations

(le générateur Ĥ2,int dépendant de la solution Û1) il est difficile, voire impossible de les

résoudre complètement, sauf pour des systèmes très simples présentant peu d’intérêt. Il

est donc préférable de découper l’évolution temporelle complète en divisions de courte

durée

[0, tf ] = [t0, t1] ∪ [t1, t2] ∪ . . . [tk, tk+1] ∪ . . . [tn−1, tn] , t0 = 0, tn = tf (3.48)

Au cours de ces ≪ tranches ≫ de temps il est légitime de faire une approximation dite à

temps court (t− tk ≪ 1) et écrire simplement les solutions

Û1(t, tk) ≃ e−ı̇Ĥ1(tk)(t−tk) (3.49a)

Û2(t, tk) ≃ e−ı̇Ĥ2,int(tk)(t−tk) (3.49b)

et puis l’expression (3.41) de l’évolution temporelle devient

Û(t, tk) ≃ e−ı̇Ĥ1(tk)(t−tk) · e−ı̇Ĥ2,int(tk)(t−tk) (3.50)

Si ensuite on admet que Ĥ2,int ≃ Ĥ2, alors l’équation (3.50) se résume à un simple

schéma de l’opérateur fractionné (ou, en Anglais, split-operator, expression qui sera

désormais utilisée) [55]. Puisque ce schéma est formulé en un produit de deux termes

qui ne commutent généralement pas, il est accompagné d’une erreur d’ordre deux (c’est-

à-dire dont l’importance est de l’ordre de δt2). Il est donc nécessaire de choisir un in-

tervalle de temps δt = t− tk suffisamment court pour que la variation de l’Hamiltonien

puisse être raisonablement considérée négligeable (approximation adiabatique [89]). Les

deux parties de l’Hamiltonien qui ne commutent pas et qui sont impliquées dans cet al-

gorithme de l’opérateur scindé sont alors la partie mono- et biélectronique, Ĥ1(t) et Ĥ2,

contrairement à la partition split-operator habituelle [55], soit entre l’énergie cinétique

et l’énergie potentielle. Il est possible d’améliorer la précision de ce schéma en recourant

à un ordre supérieur de l’opérateur fractionné, mais cela ne permetterait toutefois pas

de s’acquitter de l’approximation à temps court qui a été faite concernant la dyna-

mique au sein d’une tranche de temps [tk, tk+1]. Pour cela, il faut résoudre exactement

les équations couplées (3.45) et (3.46), ou du moins, trouver une solution explicite à un

ordre plus élevé.

L’approximation adiabatique faite précédemment a pour conséquence d’engendrer

une propagation TDMCSCF de type ≪ stroboscopique ≫, c’est-à-dire que l’état du

système évolue de t = 0 à t = tf par progressions infinitésimales successives, des
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divisions de la durée totale en petites tranches de temps tel qu’indiqué à l’Eq. (3.48).

Pour appliquer la forme factorisée de l’évolution temporelle énoncée à l’Eq. (3.41), il

est nécessaire que l’état du système, au début d’une tranche de temps tk, soit écrit sous

la forme de l’Eq. (3.40) avec des coefficients CI connus et où on pose t0 = tk. Alors, à

la fin de la tranche de temps (en t = tk+1), la fonction d’état est donnée par

|ψ, tk+1

〉
= Û1(tk+1, tk)Û2(tk+1, tk)|ψ, tk

〉

=

NCSF∑

I=1

cI(tk+1)Û1(tk+1, tk)|ΦI , tk
〉

(3.51)

où on a utilisé le fait que

Û2(tk+1, tk)|ψ, tk
〉
=

NCSF∑

I=1

cI(tk+1)|ΦI , tk
〉

(3.52)

Ainsi, Û2(tk+1, tk) transforme l’expansion CI initiale en une nouvelle avec de nouveaux

coefficients cI(tk+1). Ensuite, l’action de Û1(tk+1, tk), définie par

Û1(tk+1, tk)|ΦI , tk
〉
= |ΦI , tk+1

〉
, (3.53)

remplace implicitement l’ensemble des états de configuration {|ΦI , tk
〉
} par un nouveau

groupe de CSFs essentiellement identiques en termes d’occupation des différentes or-

bitales moléculaires du modèle, mais avec des orbitales {ϕi(tk)} substituées par leur

image {ϕi(tk+1)} sous Û1(tk+1, tk) définies selon l’Eq. (3.43). On remarque, en outre,

que l’état |ψ, tk+1

〉
, après l’action du propagateur, est de la forme souhaitée pour la

tranche de temps suivante.

Le déroulement concret de cet algorithme TDMCSCF sera maintenant détaillé da-

vantage. Typiquement, l’état initial à être utilisé pour les simulations numériques est

un des états électroniques du système non perturbé (en absence du champ électrique

externe). Celui-ci est exprimé en termes de la base d’orbitales optimisées pour cet état

particulier, au niveau MCSCF. De là, les intégrales mono- et bi-électroniques, c’est-à-

dire les quantités hrs et grstu de l’équation (2.13), incluant les moments de transition

entre les différentes orbitales moléculaires sont accessibles dans cette base optimale. Il

est alors possible de construire la représentation matricielle des propagateurs Û1(t1, t0) et

Û2(t1, t0) qui effectueront respectivement la première rotation orbitalaire et la première

transformation des coefficients CI. Puis, alors qu’on progresse d’une tranche de temps

à l’autre, il faut réévaluer ces intégrales dans la base nouvellement transformée afin de

tenir compte de l’effet implicite de Û1(tk+1, tk). Les détails concernant la transforma-

tion des intégrales seront donnés à la section suivante. Ces transformations d’intégrales

peuvent être prises en charge par un procédé absolument identique à celui retrouvé dans



38 Chapitre 3. Méthode multi-configurationnelle dépendante du temps

un programme MCSCF standard, à l’exception près que les quantités transformées ac-

quièrent un caractère complexe au lieu de demeurer strictement réelles.

Soulignons en outre que, bien que les quantités hrs et grstu changent au cours du

temps, les éléments de matrice des générateurs Êrs, eux, sont statiques et ne doivent être

calculés qu’une seule fois, préalablement au calcul MCSCF. En résumé, les intégrales

mono- et biélectroniques ainsi que les éléments de matrice des générateurs Êrs (ou

de leurs analogue à deux corps êrstu) peuvent être lus directement à la sortie du cal-

cul MCSCF qui servira à déterminer l’état initial ; la construction de l’Hamiltonien

et la transformation des intégrales et des coefficient d’expansion CI sont simplement

adaptées pour traiter des nombres complexes et toute la partie destinée à la résolution

des équations variationnelles de type Newton-Raphson peut être complètement aban-

donnée. À cet égard, ce schéma TDMCSCF est beaucoup plus simple que son analogue

indépendant du temps. Cela laisse croire que, dans la mesure où le calcul des états

stationnaires d’un système donné est accessible dans le cadre d’un modèle particulier

(défini par la taille de la base orbitalaire le nombre d’électrons excitables), ce même

système sera raisonnablement accessible aux calculs dynamiques dans le cadre de ce

même modèle.

Il est important de mentionner les avantages que présente cet algorithme TDMCSCF

par rapport aux méthodes TDMCHF couramment utilisées [52], [53], [79], [80]. Pre-

mièrement, l’évolution temporelle est explicitement unitaire, donc la norme de la fonc-

tion d’onde est automatiquement conservée, du moins en autant qu’une base finie d’or-

bitales moléculaire soit utilisée. Deuxièmement, il n’y a plus d’équations de mouvement

non-linéaires qui doivent être résolues. En effet, dans le cadre de cette hypothèse dite

à temps court, il n’y a plus du tout, à proprement parler, d’équations différentielles

à résoudre puisque l’équation (3.50) donne déjà la solution à l’équation de Schrödin-

ger. En contraste, les implantations actuelles du type TDMCHF nécessitent, à chaque

tranche de temps, la renormalisation de l’expansion multi-configurationnelle de la fonc-

tion d’onde pour la résolution de l’ensemble d’équations variationnelles couplées et

non-linéaires résultant de l’application du principe variationnel de Frenkel-Dirac.

Finalement, avec une expression des orbitales moléculaires en termes de fonctions de

base atomiques, la méthode TDMCSCF permet d’envisager une description en temps

résolu généralisable de la dynamique électronique d’un système moléculaire polyélectro-

nique, et ce, dans les trois dimensions de l’espace sans restriction à une dimentionalité

réduite, pratique courante pour les méthodes de type grille [90] et même dans certaines
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implantations du type MCTDHF [52], [53]. La limitation la plus contraignante de cette

approche demeure la croissance rapide du nombre d’états de configuration NCSF avec

l’augmentation de la taille de la base orbitalaire, tout comme les calculs standards

MCSCF. À cet égard, le concept d’espace actif restreint [91], [92], c’est-à-dire les états

de configuration parmis tous ceux qu’il est possible de former qui sont retenus au

sein du modèle, revêt un caractère très important et devra être adapté au contexte

dynamique afin de pouvoir décrire les mouvements électroniques de grande amplitude

qui nécessitent une base orbitalaire étendue. Ce dernier point, tout aussi important

soit-il, sera discuté au chapitre suivant.

3.2.3 Effet des rotations orbitalaires :

Transformations des intégrales

Comme il a été mentionné précédemment, l’effet implicite de Û1 doit être traduit

pour refléter la variation dans le temps de la base orbitalaire. Les éléments de matrice

de Ĥ acquièrent alors une dépendance par rapport au temps qui transcende la simple

variation paramétrique du terme V̂L(t). Plus précisément, la dépendance sur le temps

de la base peut être exprimée formellement comme :

|ϕi, t
〉
= â†i (t)|vac

〉
, où â†i (t) =

NOrb∑

j=1

▲ji(t)â
†
j(0) (3.54)

c’est-à-dire en termes d’une combinaison linéaire des fonctions de base initiales avec les

coefficients d’expansion ▲ji donnés par :

▲ji(t) =
〈
ϕj, 0|Û1(t, 0)|ϕi, 0

〉
(3.55)

Ces coefficients ne sont rien d’autre que la représentation matricielle ❯1, en base des

orbitales moléculaires initiales, de Û1(t, 0), l’opérateur d’évolution temporelle pour la

durée totale de la propagation. Cette matrice est accumulée de façon itérative et conte-

nue dans ▲(t)

▲(tk+1) = ▲(tk) · ❯1(tk+1, tk) (3.56)

où ❯1(tk+1, tk) dénote la représentation matricielle de l’opérateur d’évolution tempo-

relle associée à la partie monoélectronique de la dynamique, dans la base des orbitales

initiales. La matrice ▲(t) est fort utile pour effectuer la transformation des intégrales

mono- et biélectroniques nécessaires pour exprimer tout opérateur dans la base orbita-

laire déformée. Les intégrales intervenant dans la partie monoélectronique Ĥ1(t) sont
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données par [93]

hrs(t) =
〈
ϕr, t|Ĥ1(t)|ϕs, t

〉

=

NOrb∑

ij

▲
∗
ir(t)▲js(t)h

(0)
ij (t) (3.57)

où h
(0)
ij (t) est défini par

h
(0)
ij (t) =

〈
ϕi, 0|Ĥ1(t)|ϕj, 0

〉
(3.58)

c’est-à-dire qu’il désigne un élément de matrice de Ĥ1(t) évalué entre une paire d’or-

bitales moléculaires prises au temps initial (t = 0) ; la dépendance temporelle venant

tout simplement de la variation explicite par rapport au temps de Ĥ1(t), en raison de

la contribution du terme V̂L(t). On note que la transformation décrite en (3.57) de

toutes les intégrales monoélectroniques peut être effectuée très rapidement (il existe

des librairies de calcul parallélisé pouvant effectuer les opérations communes sur les

matrices de façon très performante) et simultanément par une simple multiplication de

trois matrices

❍1(t) = ▲
†(t) · ❍(0)

1 (t) · ▲(t) (3.59)

où les notations ❍1(t) et ❍
(0)
1 (t) désignent respectivement des matrices regroupant toutes

les intégrales monoélectroniques hrs(t) dans la base des orbitales moléculaires trans-

formées et les intégrales h
(0)
ij (t) dans la base des orbitales moléculaires initiales.

Les intégrales intervenant dans la partie biélectronique Ĥ2,int(t) définie par l’Eq.

(3.47) sont données par

grstu(t) =

∫ ∫

ϕ∗
r(~r1, t)ϕ

∗
t (~r2, t)

1

|~r1 − ~r2|
ϕs(~r1, t)ϕu(~r2, t) d

3r1 d
3r2

=

NOrb∑

ijkl

▲
∗
ri(t)▲sj(t)▲

∗
tk(t)▲ul(t) g

(0)
ijkl (3.60)

où g
(0)
ijkl désigne une intégrale biélectronique évaluée entre deux paires d’orbitales moléculaires

de la base initiale

g
(0)
ijkl =

∫ ∫

ϕ∗
i (~r1, 0)ϕ

∗
k(~r2, 0)

1

|~r1 − ~r2|
ϕj(~r1, 0)ϕl(~r2, 0) d

3r1 d
3r2 (3.61)

L’étape de transformation des intégrales biélectroniques est la partie de l’algorithme

TDMCSCF (et même dans le cas de la plupart des méthodes de calcul de la structure

électronique utilisant des fonctions de base) qui pose la plus grande contrainte sur le

temps d’exécution [94]. La somme à quatre index [ijkl] qui doit être effectuée en prin-

cipe pour chaque séquence à quatre chiffres [rstu] numérotant les différentes intégrales
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à transformer implique que le nombre d’opérations nécessaires crôıt très rapidement

avec l’augmentation de NOrb (cela représente a priori de l’ordre de N8
Orb opérations).

Il existe un nombre de schémas permettant, par l’usage d’approximations astu-

cieuses, de réduire cette croissance à des puissances moindres de NOrb [95], [96], [97]. On

compte notamment l’exploitation de la symétrie, mais cette tâche constituera toujours

un défi de taille. Contrairement à la transformation des integrales monoélectroniques,

celle des integrales biélectroniques ne peut pas aussi simplement être traduite en termes

de multiplications de matrices : ce serait plutôt une relation entre des super-matrices

(en l’occurrence, des tableaux à quatre dimensions). Dans les implantations tradition-

nelles de la chimie quantique, on divise la somme à quatre index en quatre opérations

partielles [93], cela permet de réduire le processus total en 4N5
Orb opérations. Sous cette

forme, il est possible d’imaginer une série de multiplications matricielles analogues à

celle de l’Eq. (3.59) de façon à exploiter au maximum les outils du calcul parallélisé

(voir notamment [98]).

3.2.4 Effet des rotations orbitalaires :

Projections le long des CSFs en base initiale

Afin de pouvoir extraire des informations tangibles sur le système étudié, on doit tra-

duire l’expansion de l’état quantique total, une combinaison linéaire d’états de configu-

ration construits avec les orbitales courantes (transformées), en termes d’une expression

équivalente utilisant la base orbitalaire initiale :

|Ψ, t
〉
=

NCSF∑

I=1

cI(t)|ΦI , t
〉
=

ÑCSF∑

I=1

c̃I(t)|ΦI , 0
〉

(3.62)

où NCSF , le nombre de CSFs utilisés pour le calcul dynamique (espace actif effectif),

n’est pas forcément égal au nombre maximal de CSFs, ÑCSF , engendrés par la base

orbitalaire (espace actif complet). En fait, dans la mesure où chacune des NOrb orbi-

tales sont actives vis-à-vis des rotations orbitalaires, il sera toujours possible de calculer

toute probabilité d’excitation (ou de relaxation) vers une configuration impliquant une

orbitale exclue de l’espace actif dynamique de la partie CI.

Le calcul des coefficients effectifs c̃I nécessite la connaissance de toutes les fonctions

fIJ(t) donnant la composante de chacun des CSFs ΦJ formés dans la base courante
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{ϕi(t)} le long des CSFs ΦI construit dans la base initiale {ϕi(0)} :

c̃I(t) =
〈
ΦI , 0|Ψ, t

〉

=

NCSF∑

J=1

cJ(t)
〈
ΦI , 0|ΦJ , t

〉

︸ ︷︷ ︸

fIJ (t)

(3.63)

La forme explicite de ces fonctions fIJ dépend du nombre d’électrons actifs (ou exci-

tables) du système étudié. Par exemple, pour un système à quatre électrons, on peut

les écrire comme suit

fIJ(t) =

NOrb∑

ijkl

TJ(i, j, k, l) GI(i, j, k, l) (3.64a)

avec

TJ(i, j, k, l) =

NOrb∑

rstu

▲ir▲js▲kt▲lu GJ(r, s, t, u) (3.64b)

c’est-à-dire que les transformations fIJ s’expriment en termes d’une somme, ayant au-

tant d’index qu’il y a d’électrons (ici quatre), de fonctions TJ (associées aux CSFs

courants) pondérées par un poids GI (associé au CSF sur lequel on est en train de pro-

jeter) variant selon la valeur et l’ordre des index {ijkl}. Une séquence {ijkl} donnée

correspond à un schéma d’occupation des NOrb orbitales par les quatre électrons, c’est-

à-dire elle correspond à un déterminant de Slater |ϕi(~r1)ϕj(~r2)ϕk(~r3)ϕl(~r4)|. Les poids
GI sont les coefficients d’expansion du CSF ΦI en termes des déterminants de Slater.

Pour les systèmes simples, il est relativement facile de déterminer ces coefficients par

une simple inspection des états de configuration. Mais à mesure que le système considéré

augmente en complexité, il est de plus en plus difficile de le faire. Heureusement, dans

les implantations classiques de la méthode MCSCF, cette tâche est facilement réalisée,

et ce de façon systématique, lors du calcul de la table DRT (pour Distinct Row Table).

Cette dernière est le fruit de la mise en oeuvre de l’approche GUGA [59], [57], [58] qui

permet, en outre, le calcul de tous les éléments de matrice des générateurs Êrs indis-

pensables pour représenter l’Hamiltonien du système.

Chaque fonction TJ , définie en Eq. (3.64b), est donnée par une somme multi-

index de termes contenant chacun un produit de ne éléments de matrice de l’opérateur

d’évolution Û1(t, 0) dans la représentation des orbitales moléculaires initiales. On rap-

pelle que cette dernière est accumulée dans la matrice ▲ qui varie dans le temps, même

si la dépendance temporelle explicite des TJ n’a pas été indiquée dans les notations.

Chacun des produits est pondéré par le coefficient GJ , absolument identique à ce qui est
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décrit au paragraphe précédent, mais associés au CSF ΦJ . Ces fonctions TJ doivent être

recalculées à tout moment auquel on souhaite déterminer la valeur d’une observable.

3.3 Exemple : molécule d’hydrogène dirigée par un

laser dans une description en base minimale

3.3.1 Modèle et détails des calculs

Afin d’illustrer le fonctionnement de l’algorithme stroboscopique TDMCSCF non-

variationnel et de le tester, le cas simple d’une molécule d’hydrogène en interaction avec

un laser polarisé linéairement sera considéré. Pour ce cas d’école, le champ externe est

choisi de la forme dite onde continue (CW, pour continuous wave, en anglais)

~E (t) = ~ε E0 sin (ωLt) (3.65)

où on posera l’axe de polarisation du laser ~ε le long de l’axe moléculaire (on rappelle que

les noyaux sont considérés fixes : en absence de rotation et de vibration). L’interaction

de ce champ avec les électrons de la molécule sera considéré en jauge longueur, c’est-

à-dire elle est décrite par l’équation (3.37). Pour mieux concentrer la discussion sur le

fonctionnement de la méthode, on considérera la plus petite base orbitalaire possible,

soit une base constituée d’une orbitale 1s centrée sur chacun des atomes de la molécule.

Dans cette base minimale de deux orbitales atomiques, il est possible d’engendrer au

maximum deux combinaisons linéaires indépendantes qu’on désignera ϕ1(t) et ϕ2(t)

correspondant respectivement, en t = 0, à la paire σg et σu d’orbitales moléculaires de

H2 en absence du champ externe. Leur expression en termes des orbitales atomiques est

donnée par

|σg
〉
=

1
√

2(1 + SAB)

(
|1sA

〉
+ |1sB

〉)
(3.66a)

|σu
〉
=

1
√

2(1− SAB)

(
|1sA

〉
− |1sB

〉)
(3.66b)

où SAB désigne le recouvrement entre les deux orbitales atomiques 1sA et 1sB. Dans

cette base de deux orbitales moléculaires, on compte quatre générateurs Êrs. Ainsi, la

partie monoélectronique Ĥ1(t) de l’Hamiltonien du système s’écrit

Ĥ1(t) = h11(t)Ê11 + h22(t)Ê22 + h12(t)Ê12 + h21(t)Ê21 (3.67)

où h11(0) = Eg et h22(0) = Eu sont les énergies orbitalaires respectivement des orbitales

σg et σu.
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La dynamique dans la partie monoélectronique est donc celle d’un système à deux

niveaux dont le couplage est décrit par les termes h12/21(t) qui, en base initiale, s’écrivent

h
(0)
12 (t) = h

(0)
21 (t) = ~µ12 · ~E (t), ~µ12 =

〈
σg|~r|σu

〉
(3.68)

c’est-à-dire, que les orbitales initiales σg et σu se mélangent entre elles via le moment

de transition ~µ12. La représentation choisie pour les orbitales atomiques en termes des-

quelles on exprimera toutes les intégrales monoélectroniques et biélectroniques (hrs et

grstu respectivement) est celle de la fonction de Slater [99]

〈
~r|1s, ~Ri

〉
=

√

ζ3

π
e−ζ|~r−

~Ri| (3.69)

où ~Ri désigne le vecteur position relatif de l’atome sur lequel est centré la fonction de

base atomique. Pour l’atome d’hydrogène, le paramètre ζ est exactement ζ = 1. Par

contre, même dans le cas d’une molécule aussi simple que l’ion moléculaire H+
2 , il prend

des valeurs entre 1 et 2, selon la valeur de la distance internucléaire R = |~RA − ~RB|
[100]. De même, dans le cas de la molécule neutre, normalement on doit optimiser ζ

en fonction de R, mais ici on le posera égal à l’unité, pour fins de simplification des

discussions. Avec ce choix précis de fonctions de base, toutes les intégrales mono- et

biélectroniques qui interviennent dans l’écriture de l’Hamiltonien électronique sont des

quantités connues sous une forme analytique facilement accessibles dans tout manuel

traitant de la structure électronique des molécules [100], [101]. Dans le cas général, on

devrait les calculer en faisant appel à une suite de programmes de chimie quantique

telle que COLUMBUS [61] ou GAUSSIAN [102].

Cette base électronique à deux niveaux avec deux électrons engendre trois états de

configuration correspondant à S = 0 et forment une base complète pour ce modèle . Il

s’écrivent

|Φ1, t
〉
= â†1αâ

†
1β|vac

〉
= |ϕ1ϕ̄1| (3.70a)

|Φ2, t
〉
=

1√
2

(

â†1αâ
†
2β + â†2αâ

†
1β

)

|vac
〉
=

1√
2
(|ϕ1ϕ̄2| − |ϕ̄1ϕ2|) (3.70b)

|Φ3, t
〉
= â†2αâ

†
2β|vac

〉
= |ϕ2ϕ̄2| (3.70c)

où les notations abrégées ϕi ↔ ϕiα et ϕ̄i ↔ ϕiβ ont été utilisées pour désigner chacune

des spin-orbitales. Le CSF |Φ1, 0
〉
correspond, en absence du champ externe, à la confi-

guration électronique σ2
g (configuration électronique fondamentale) alors que |Φ3, 0

〉
est

la configuration σ2
u. Finalement, la configuration |Φ2, 0

〉
désigne la composante singulet

de la configuration σ1
gσ

1
u. Les quatre générateurs Êrs sont représentés dans cette base
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par les matrices suivantes

Opérateurs diagonaux (nombres d’occupation)

Ê11 ↔ ▼11 =






2, 0, 0

0, 1, 0

0, 0, 0




 , Ê22 ↔ ▼22 =






0, 0, 0

0, 1, 0

0, 0, 2




 (3.71a)

Opérateurs non-diagonaux (transitions entre états)

Ê12 ↔ ▼12 =






0,
√
2, 0

0, 0,
√
2

0, 0, 0




 , Ê21 ↔ ▼21 = ▼

T
12 (3.71b)

Ces matrices ▼ij servent à la construction de la représentation matricielle de l’Hamil-

tonien total (incluant Ĥ2) du système. Pour la dynamique subséquente, l’état initial de

la molécule qui sera considéré est l’état électronique fondamental |Ψ1

〉
qu’on écrit en

termes d’une combinaison linéaire des trois CSFs du modèle

|ψ, t = 0
〉
= |Ψ1

〉
= c1(0)|Φ1, 0

〉
+ c2(0)|Φ2, 0

〉
+ c3(0)|Φ3, 0

〉
(3.72)

Cet état fondamental du système est simplement obtenu en diagonalisant la matrice

représentant, dans la base des CSFs, l’Hamiltonien total du système (en absence du

champ externe). Le panneau (a) de la Fig. (3.1) illustre comment évolue la compo-

sante de chacun des différents CSFs construits dans la base initiale le long de l’état

électronique fondamental |Ψ1

〉
à mesure que l’on fait varier paramétriquement la dis-

tance internucléaire R, dans le cadre de l’approximation Born-Oppenheimer. On re-

marque que |Ψ1

〉
est dominé par la configuration σ2

g à faibles distances alors que

pour les distances plus grandes, l’état électronique fondamental est une combinaison

des configurations σ2
g et σ2

u qui devient, dans la limite dissociative (ou asymptotique)

1/
√
2 (|σgσ̄g| − |σuσ̄u|) : on doit considérer deux déterminants de Slater avec des poids

égaux mais dont les contributions sont de signe inverse de sorte que les composantes

ioniques associées à chacun des CSFs s’annulent. Cela permet de retrouver la majorité

de l’énergie de corrélation grande distance, c’est-à-dire l’erreur, par rapport à l’énergie

exacte, de celle prédite par la théorie Hartree-Fock et donc de décrire la bonne limite

de dissociation.

Le panneau (b) de la Fig. (3.1) montre les trois surfaces d’énergie potentielles (PES),

c’est-à-dire les énergies des trois états propres de l’Hamiltonien |Ψ1

〉
, |Ψ2

〉
et |Ψ3

〉
ob-

tenus en diagonalisant Ĥ(R) en variant la distance internucléaire R. On remarque que

la courbe illustrant la PES de l’état fondamental a bien le comportement asymptotique
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Figure 3.1 – (a) Poids des trois états de configuration dans la base intiale |ΦI , 0
〉
pour

l’état électronique fondamental de H2 dans un modèle à deux orbitales en fonction de la

distance internucléaireR. (b) Énergies des trois états électroniques de H2 engendrés dans

cette base minimale en fonction de la distance internucléaire R dans l’approximation

Born-Oppenheimer.
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attendu où l’énergie totale du système vaut 1 Eh, soit deux fois l’énergie de l’atome

d’hydrogène, démontrant bien que la molécule se dissocie dans un état covalent. À

grandes distances internucléaires, l’énergie de corrélation est dominée par la corrélation

d’échange [100] et on observe un bon accord avec l’énergie exacte pour ce système.

Par contre, au voisinage de la géométrie d’équilibre, il y a de l’ordre de 10-20 % de

l’énergie de corrélation qui n’est pas retrouvée. En ce sens, la molécule d’hydrogène

constitue un système idéal, en comparaison avec les autres molécules polyatomiques,

car typiquement l’énergie de corrélation relative est bien plus élevée pour un modèle en

base minimale. Les corrections apportées par l’accroissement du nombre de fonctions

de base peut être constaté au panneau (b) de la Fig. (3.1). On y montre, indiquées par

un trait pointillé, les trois PES de plus basse énergie calculées avec une base 6-31g**

engendrant, pour H2, au maximum 55 états de configurations. On remarque que la

description de la surface d’énergie potentielle de l’état électronique fondamental s’est

nettement améliorée à faibles distances internucléaires, notamment la valeur prédite

de la géométrie d’équilibre s’approche de la valeur expérimentale (approximativement

1.4 a0 [103]). Par contre, la description des deux autre PESs ne s’améliore pas signifi-

cativement (en comparaison avec [104], par exemple), ce qui n’est pas surprenant étant

donné que les orbitales moléculaires ont été optimisées pour la description de l’état

fondamental. Pour un résultat plus exact, il faudrait refaire le même calcul pour chaque

état excité en corrigeant les orbitales moléculaires pour l’état à optimiser. On note que

le calcul des états excités est un défi important du monde de la chimie quantique et

de l’étude de la structure électronique (voir notamment [105] pour une discussion à ce

sujet).

La propagation de l’état initial |ψ, t = 0
〉

= |Ψ1

〉
, pour une valeur fixée de la

distance internucléaire R, est ensuite effectuée en utilisant le propagateur de type

strobsocopique TDMCSCF de l’équation (3.50), avec le champ externe linéairement

polarisé parallèlement à l’axe moléculaire qui est décrit par l’Eq. (3.65). Afin de voir

plus concrètement comment le système évolue suite à cette excitation par le champ

externe, différentes observables sont définies. Une donnée intéressante et très concrète

est le nombre d’occupation des diffétentes orbitales de la base initiale. Par exemple, la

probabilité nσg de trouver un électron dans l’orbitale 1σg est donné par

nσg =
1

2

〈
ψ, t|Û1(t, 0)Ê11Û

†
1(t, 0)|ψ, t

〉
(3.73)

soit le nombre d’occupation de 1σg [la valeur moyenne de l’opérateur Û1(t, 0)Ê11Û
†
1(t, 0)]

divisé par le nombre total d’électrons. La transformation sous Û1 de l’opérateur Ê11 est

nécessaire pour que cet opérateur diagonal mesure l’occupation des orbitales initiales

(en absence de l’interaction externe) et non celle des orbitales courantes.
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La quantité PI(t)

PI(t) =
∣
∣
〈
I, 0|ψ, t

〉∣
∣
2
= |c̃I(t)|2 (3.74)

est tout simplement la probabilité de trouver le système dans l’état de configuration

|I, 0
〉
formé à partir des orbitales de la molécule sans champ. Les coefficients c̃I(t) sont

donnés par une expression analogue aux équations (3.63 - 3.64) mais adaptées à un

système à deux électrons. Par exemple, c̃1(t)

c̃1(t) =

NCSF∑

J=1

cJ(t)f1J (3.75a)

f1J =

NOrb∑

rs

TJ(r, s)G1(r, s) = TJ(1, 1) (3.75b)

TJ(1, 1) =

NOrb∑

rs

▲1,r(t)▲1,s(t)GJ(r, s) (3.75c)

où les coefficients d’expansion GJ sont tous nuls à l’exception de

G1(1, 1) =G3(2, 2) = 1

G2(1, 2) =G2(2, 1) =
1√
2

(3.76)

Les quantités |cI(t)|2, I = 1, 2, 3 seront également intéressantes, pour fins de compa-

raison, afin d’analyser les transitions électroniques qui se déroulent entre les états de

configuration formés à partir de la base orbitalaire déformée par le champ électrique

externe.

L’observable

dij(t) =
∣
∣
〈
ϕi, 0|ϕj, t

〉∣
∣
2
= |▲ij(t)|2 (3.77)

donne la composante le long de l’orbitale moléculaire initiale |ϕi, 0
〉
de la fonction de

base dépendante du temps |ϕj, t
〉
et permet d’apprécier la déformation de chaque orbi-

tale moléculaire induite par le champ laser externe.

Afin d’étudier l’effet de la force du champ externe sur la corrélation électronique

dans ce système à deux électrons, des distributions de trous de corrélation [106], [107]

ont été calculées. Ces dernières sont définies ici comme la fonction fxc suivante

fxc(~r1, ~r2, t) =

[ |ψ(~r1, ~r2, t)|2
ρ̃(~r1, t)

− ρ̃(~r2, t)

]

(3.78)
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où

ρ̃(~r, t) =

∫

|ψ(~r, ~r′, t)|2 d3r′ (3.79)

est une distribution de probabilité à un électron (elle diffère de la quantité appelée den-

sité électronique par le fait que son intégrale sur tout l’espace vaut l’unité, au lieu de ne,

le nombre total d’électrons du système). La fonction ψ(~r1, ~r2, t) désigne la représentation

dans la base des coordonnées du vecteur d’état à deux électrons. En module au carré,

cette quantité correspond à la distribution de densité de paires électroniques (la proba-

bilité jointe de trouver un électron en ~r1 alors qu’un autre électron est simultanément en

~r2 tout en prenant compte de l’échange de ces électrons indiscernables). La fonction de

trous de corrélations définie à l’Eq. (3.78) s’annule pour toute description sous-tendue

par une approximation d’électrons indépendants (dans une description Hartree-Fock,

par exemple). Elle est semblable à la distribution de trous de corrélation d’échange 4

couramment retrouvée dans la littérature des systèmes à plusieurs électrons [108], [109].

Dans le cas du présent travail, l’intérêt réside davantage dans l’étude de la variation

de ces distributions de trous à mesure que l’on va d’une situation à l’équilibre sans

champ vers celle d’une forte perturbation par un champ électrique externe. Ainsi, ce

sera plutôt la quantité suivante qui sera examinée

∆fxc(~r1, ~r2, t) = fxc(~r1, ~r2, t)− fxc(~r1, ~r2, 0) (3.80)

Cette dernière décrit effectivement des effets induits par le champ externe, c’est-à-dire

ses perturbations, sur la corrélation électronique.

3.3.2 Résultats des simulations numériques

On illustre tout d’abord le fonctionnement de la méthode pour le cas d’une excitation

sur un seul cycle optique d’un laser ≪ continu ≫ de fréquence ω = 0.1 unités atomiques

(u.a.) correspondant à une longueur d’onde λ = 2πc/ω = 456 nm. L’énergie des photons

d’une telle excitation cöıncide approximativement avec la condition de résonance pour

R = 5 a0 (la différence d’énergie orbitalaire vaut approximativement 0.1 u.a. lorsque

R = 5a0), a0 désignant le rayon de Bohr. Deux cas ont été considérés : une situation

à champ faible avec E0 = 0.05 u.a. ; une situation à champ fort avec E0 = 0.1 u.a.,

correspondant respectivement à des valeurs d’éclairement (ayant les dimensions d’une

puissance par unité de surface) I = 8.75× 1013 et 3.5× 1014 Wcm−2.

4. La distribution de trous de corrélation d’échange pour un système à N électrons est habituel-

lement définie par ρxc(~r1, ~r2) = Γ(2)(~r1, ~r2)/ρ(~r1) − ρ(r2), ici notre Γ(2) est la matrice diagonale de

densité de paires électroniques normaliée à N(N − 1) et ρ est la densité électronique (la diagonale de

la matrice de densité monoélectronique) normalisée à N .
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La figure (3.2) affiche les variations au cours du temps de la probabilité d’occupa-

tion nσg de l’orbitale moléculaire non déformée (en absence du champ) |σg
〉
pour une

gamme de distances internucléaires R, pour les deux régimes d’éclairement discutés

ci-haut. Pour les faibles valeurs de R, l’état initial du système Ψ1 est dominé par la

configuration σ2
g et le couplage entre les deux niveaux orbitalaires est faible puisque la

valeur du moment de transition µ12 est petite en amplitude. En conséquence, une faible

proportion des populations est transférée entre les niveaux d’énergie (les orbitales σg et

σu). On observe alors de très faibles oscillations de Rabi [110], en fréquence et en ampli-

tude, de l’observable nσg(t) pour les deux situations d’éclairement considérées. À mesure

que la valeur de R augmente et approche la région où la différence d’énergie entre les

deux orbitales est en résonance avec la fréquence d’excitation, ces oscillations gagnent

en importance où elles atteignent un sommet, vers R = 5a0, pour ensuite disparâıtre

complètement dans la région asymptotique où les orbitales deviennent dégénérées et

où l’état intial du système devient un mélange, à poids égaux, des configurations σ2
g

et σ2
u. On remarque que, pour la situation à champ fort [panneau (b)], nσg oscille plus

fortement et plus rapidement que pour celle à champ faible [panneau (a)].

La figure (3.3) affiche, pour une gamme de valeurs de R, la variation temporelle de

la composition du paquet d’onde électronique en termes des CSFs construits à partir

des orbitales moléculaires de la base initiale, c’est-à-dire l’observable PI(t) définie par

le module au carré de la projection c̃I(t). Le panneau (a) correspond à la situation

de faible éclairement et le panneau (b) à celle à champ fort, les rangées 1 à 3 corres-

pondant respectivement au CSF I = 1, 2, et 3 définis dans la section précédente. Une

observation frappante est le caractère similaire des variations de P1(t) affichées à la

première rangée de la figure (3.3) (a) et (b) avec nσg(t) la probabilité d’occupation de

l’orbitale σg montrée à la figure (3.2). De façon identique, la faiblesse des oscillations

de Rabi pour les valeurs de R avoisinant la distance d’équilibre témoigne du caractère

modeste de l’interaction entre les états de configuration du système exprimés dans la

base orbitalaire en absence du champ externe. On note que, à la fois pour R < 2 a0
et pour R > 10 a0, la dynamique électronique (au niveau orbitalaire et du mélange

des configurations) s’exprime essentiellement en termes de transferts entre σ2
g et σ2

u.

Dans une gamme intermédiaire (pour R ≃ 5 a0), des transfers de population vers la

composante singulet de la configuration σ1
gσ

1
u sont aussi observés ; une redistribution

d’amplitude plutôt modeste, à champ faible, qui devient substantielle, à champ fort.

La dynamique CI nette affichée à la figure (3.3) et les variations de l’occupation

nσg(t) présentées à la figure (3.2) dépendent toutes deux des rotations orbitalaires en-

gendrées par Û1 et des changements issus de la corrélation électronique orchestrés par
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Figure 3.2 – Variation au cours du temps de la probabilité d’occupation nσg de l’orbi-

tale non-perturbée |σg, 0
〉
en fonction de la distance internucléaire R pour une excitation

de fréquence ω = 0.1 u.a. pour deux valeur de la force du champ : (a) E0 = 0.05 u.a. ;

(b) E0 = 0.1 u.a..
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Figure 3.3 – Variation au cours du temps de la probabilité PI(t) de trouver le système

dans l’état de configuration |I, 0
〉
construit à partir des orbitales non-déformées en

fonction de la distance internucléaire R pour une excitation de fréquence ω = 0.1

u.a. avec (a) E0 = 0.05 u.a. et (b) E0 = 0.1 u.a. ; les rangées 1 à 3 correspondant

respectivement au CSF I ∈ [1− 3].
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l’action de Û2. Afin de mieux apprécier ces effets séparément, la figure (3.4) présente les

variations des coefficients d’expansion cI(t) (en module au carré) pour les deux condi-

tions d’excitation considérées, utilisant la même organisation qu’à la figure (3.3). La

figure (3.5), elle, montre la déformation des orbitales moléculaires décrite par la va-

riation des composantes d11(t) et d21(t) définies à l’Eq. (3.77) qui décrivent comment

l’orbitale ϕ1 se développe, au fil du temps, en termes des orbitales initiales σg et σu. La

première rangée affiche une vision en trois dimensions (en fonction du temps et de la

distance internucléaire) alors que les deux autres rangées exposent les coupes à valeur

fixée de la longueur de liaison, soit pour R = 1.7 a0 et R = 15.2 a0, respectivement à

la deuxième et troisième rangée.

On note d’abord que, pour le cas à faible éclairement, les rotations orbitalaires sont

peu significatives pour les petites valeurs de R, autre témoignage du faible couplage

dipolaire, non-résonant, qui prévaut ici. Déjà, en absence de champ, les effets de la

corrélation électronique sont à peu près négligeables (du moins au sein de cette des-

cription modèle en base minimale) ; l’interaction induite par le champ de faible force

ne l’exalte pas et un simple calcul TDHF serait suffisant pour décrire l’évolution tem-

porelle du système dans cette géométrie, tel que mentionné dans [49]. Pour la région

correspondant à de très grandes valeurs de la distance internucléaire, les rotations orbi-

talaires prennent une importance significative, attestant le caractère asymptotiquement

divergent de l’interaction dipolaire µ12(R) couplant les deux niveaux d’énergie qui am-

plifie les rotations orbitalaires induites par le champ électrique externe.

Cependant, ces mélanges ne décrivent essentiellement que l’échange de deux électrons

fortement séparés dans l’espace, au voisinage de chacun un des deux noyaux de la

≪ molécule ≫ ainsi étirée et le potentiel répulsif interélectronique Vee = 1/|~r1 − ~r2|
s’amenuise à mesure que R → ∞. Il n’y a que pour la gamme de R intermédiaires

que les effets des rotations orbitalaires (gouvernées par la transformation Û1) et des des

mélanges au sein des états de configuration (décrits par l’opérateur Û2) opèrent de façon

simultanée, alors que le moment de transition µ12(R) est suffisament important pour

causer une forte interaction entre les orbitales moléculaires et que les électrons sont suf-

fisamment proches l’un de l’autre pour donner lieu à un effet de corrélation considérable.

Une appréciation supplémentaire des effets de la corrélation électronique induite par

le laser externe peut être effectuée par l’étude de la variation des distributions de trous

de corrélation ∆fxc, définie aux Eqs (3.78) et (3.80), correspondant ici aux distributions

de trous de Coulomb puisque l’état total est un singulet [111]. Les figures (3.6) et (3.7)
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Figure 3.4 – Variation au cours du temps de la probabilité |cI(t)|2 de trouver le système

dans l’état de configuration |I, t
〉
construit à partir des orbitales déformées en fonction

de la distance internucléaire R pour une excitation de fréquence ω = 0.1 u.a. avec (a)

E0 = 0.05 u.a. et (b) E0 = 0.1 u.a. ; les rangées 1 à 3 correspondant respectivement au

CSF I ∈ [1− 3].
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Figure 3.5 – Variations temporelles de la composante d21(t) = |
〈
σu|ϕ1, t

〉
|2 en fonction

de la distance internucléaire R pour (a) E0 = 0.05 u.a. et (b) E0 = 0.1 u.a. (première

rangée) induites par une excitation de fréquence ω = 0.1 u.a.. La deuxième et troisième

rangée reprend des coupes de d11(t) (en rouge) et d21(t) (en bleu), respectivement pour

R = 1.7 a0 et R = 15.2 a0.
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affichent cette quantité, respectivement pour la situation en champ faible et en champ

fort. Dans chacun des cas, ∆fxc(~r1, ~r2, t) est présentée pour deux positions ~r1 fixées du

premier électron :

1. ~r1 = ~RA = (0, 0,−R/2), c’est-à-dire, l’électron sied directement sur le premier

proton HA (en première colonne)

2. ~r1 = ~0 = (0, 0, 0), c’est-à-dire, l’électron est situé au centre de la molécule, cöınci-

dant avec la position de l’origine (en deuxième colonne)

Les figures montrent comment ∆fxc(~r1, ~r2, t) est modifiée lorsque la position du deuxième

électron ~r2 = (0, 0, z2) varie le long de l’axe internucléaire. Les résultats sont indiqués

pour trois valeurs distinctes de la distance internucléaire : R = 1.7 a0, la géométrie

d’équilibre du modèle en base minimale, R = 4.0 a0, correspondant à une élongation

substantielle et R = 10 a0 illustrant une situation de très grande séparation inter-

nucléaire. Pour R = 4.0 a0, les variations dans la distribution de trous de Coulomb

sont les plus importantes, ce qui est cohérent avec les discussions précédentes à propos

de l’effet de Û2 sur l’état électronique dépendant du temps, pour les distances inter-

nucléaires médianes de la gamme considérée. Les résultats à la géométrie d’équilibre

(R = 1.7 a0) affichent un effet non-négligeable du champ électrique externe sur la

corrélation électronique qui est toutefois environ un ordre de grandeur plus faible que

pour le cas R = 4.0 a0. Finalement, à très grandes distances internucléaires (R = 10 a0),

cet effet, bien qu’encore présent, est pratiquement négligeable.

En regardant de plus près les graphiques des figures (3.6) et (3.7) pour R = 4.0 a0,

on remarque, pour les deux situations d’éclairement, une localisation périodique de la

paire d’électrons au voisinage d’un des noyaux (c’est-à-dire un état à caractère forte-

ment ionique), dont en témoignent les pics positifs de la distribution ∆fxc(~r1, ~r2, t) pour

certaines valeurs de t au sein de la période optique du champ externe quand ~r2 avoisine

la position du premier électron ~r1 = ~RA. En outre, les fortes dépressions (pics négatifs)

de ∆fxc(~r1, ~r2, t) trouvés aux mêmes temps t pour ~r2 = ~RB, correspondant à la situation

où un électron est situé sur un des protons (HA) alors que le deuxième est positionné

sur l’autre proton (HB), indiquent une diminution de la probabilité de trouver la paire

d’électron dans cette configuration covalente, par rapport à la situation en absence du

champ. Cette localisation accrue de la paire d’électrons sur un des noyaux (celui où on

avait placé ~r1) est également retrouvée pour R = 1.7a0 durant la deuxième moitié de

la période optique du champ extene.

Les tracés de la deuxième colonne des figures (3.6) et (3.7), correspondant à la situa-

tion où un des électrons est situé au centre de la molécule, révèlent une tendance pour

l’autre électron à être localisé davantage près d’un des noyaux au détriment de l’autre.
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Figure 3.6 – Variations temporelles de ∆fxc(~r1, ~r2, t) pour le cas d’une excitation

de fréquence ω = 0.1 u.a. avec E0 = 0.05 u.a. ; avec ~r2 = (0, 0, z2) pris le long de

l’axe internucléaire. La première colonne correspond à la position du premier électron

~r1 = (0, 0,−R/2) fixée sur un des centres nucléaires et la deuxième colonne à une

position ~r1 = (0, 0, 0) fixée à l’origine. Les distributions sont montrées pour trois valeurs

de la distance internucléaire : R = 1.7 a0 (première rangée) ; R = 4.0 a0 (deuxième

rangée ; et R = 10.0 a0 (troisième rangée).
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Figure 3.7 – Variations temporelles de ∆fxc(~r1, ~r2, t) pour le cas d’une excitation

de fréquence ω = 0.1 u.a. avec E0 = 0.1 u.a. ; avec ~r2 = (0, 0, z2) pris le long de

l’axe internucléaire. La première colonne correspond à la position du premier électron

~r1 = (0, 0,−R/2) fixée sur un des centres nucléaires et la deuxième colonne à une

position ~r1 = (0, 0, 0) fixée à l’origine. Les distributions sont montrées pour trois valeurs

de la distance internucléaire : R = 1.7 a0 (première rangée) ; R = 4.0 a0 (deuxième

rangée ; et R = 10.0 a0 (troisième rangée).
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Cette ≪ localisation ≫ asymétrique (c’est une localisation de paires électroniques faible

puisque l’autre électron se trouve en ~r1 = ~0) alterne d’un proton à l’autre au cours de

la durée de l’évolution temporelle induite par le laser externe. Ce comportement est

observé pour toutes les figures, à l’exception de celle pour R = 4.0 a0, à droite de la

figure (3.7), qui affiche un caractère fortement asymétrique dans l’oscillation au cours

du temps de la localisation de paires d’électrons, corroboré par l’analyse directe de cette

observable qui suit, ci-bas.

La figure (3.8) montre donc, pour la situation à champ fort, avec R = 1.7 a0 et

R = 4.0 a0, comment se présentent les distributions de paires d’électrons définies par

|ψ(~r1, ~r2, t)|2 pour R = 1.7 a0 (dans la colonne de gauche) et pour R = 4.0 a0 (dans

la colonne de droite) calculées pour trois valeurs de t distinctes : t = 0, la distribution

initiale ; t = TL/4, le premier extremum (positif) du champ ; t = 3tL/4, le deuxième

extremum (negatif) du champ. La quantité notée ψ(~r1, ~r2, t) désigne la représentation

dans l’espace des coordonée réelles de la fonction d’onde électronique totale où on pose,

dans cette figure, ~r1 = (0, 0, z1) et ~r2 = (0, 0, z2). En d’autres mots, la fonction d’onde

est évaluée pour les deux électrons positionnés le long de l’axe internucléaire de la

molécule. La localisation de paires sur un seul noyau mentionnée précédemment est

clairement visible le long de la diagonale définie par z1 = z2, précisément aux points

(zA, zA) et (zB, zB). Cet effet est particulièrement prononcé à la fin de la période optique

du champ externe pour le cas R = 4.0 a0 où un état fortement ionique est formé et

survit pour la totalité de la durée de l’excitation.

3.3.3 Conclusions partielles et perspectives pour la méthode

TDMCSCF

Les détails du fonctionnement de la méthode TDMCSCF non-variationnelle ont été

présentés. Elle repose sur une résolution directe de l’équation de Schrödinger couplée

à une paramétrisation exponentielle unitaire de la variation de la fonction d’état di-

visée en deux portions : les variations des fonctions de bases, appelées rotations orbita-

laires et les changements au sein des populations des différents états de configuration,

la dynamique d’interaction de configuration (CI). Cette séparation de l’évolution en

deux parties concomitantes offre une grande souplesse car on peut notamment n’in-

clure que quelques orbitales moléculaires dans l’espace actif, n’engendrant ainsi qu’un

petit nombre de CSFs au sein desquels se déroulera la dynamique. La faible portée de

cet espace dynamique peut ensuite être en partie compensée par l’inclusion de toutes
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Figure 3.8 – Distributions de paire d’électrons |ψ(~r1, ~r2, t)|2 en fonction de ~r1 =

(0, 0, z1) et de ~r2 = (0, 0, z2) calculées pour R = 1.7 a0 (première colonne) et R = 4.0 a0
(deuxième colonne), à trois moments t au sein de la période optique du champ externe

de fréquence ω = 0.1 u.a. et d’amplitude E0 = 0.1 u.a. : t = 0, l’état initial (première

rangée) ; t = TL/4, le maximum positif du champ (deuxième rangée) et t = 3TL/4, de

maximum négatif du champ (troisième rangée).
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les orbitales moléculaires du modèle pour la partie des rotations orbitalaires. Une telle

proposition permet de se libérer de la nécessité de résolution d’équations différentielles

non-linéaires couplées. Le prix à payer étant l’exigence d’un intervalle d’intégration suf-

fisamment court pour garantir la convergence numérique des résultats de propagation.

Après avoir illustré la présente méthodologie par un exemple simple d’une molécule

dans une description en base minimale, on remarque que, en dépit de la näıveté du

modèle, les informations que l’on peut retirer sur le système sont d’une grande ri-

chesse et que la description est suffisamment souple pour donner lieu à une physique

intéressante. Par contre, plusieurs aspects doivent être améliorés afin que le modèle

résultant décrive plus fidèlement le système réel. Par exemple, la géométrie d’équilibre

prédite dans cette description à deux orbitales est fortement faussée : une prédiction

de R = 1.7 a0 par rapport à R = 1.4 a0 qui est attendue pour l’état fondamental.

L’augmentation du nombre de fonctions de base et/ou l’optimisation de la forme des

orbitales atomiques (c’est-à-dire la variation du coefficient ζ dans l’expression (3.69)

de l’orbitale de Slater) pourraient permettre d’atteindre une plus grande justesse pour

cette prédiction (voir notamment [100] pour une discussion à ce sujet).

Il a aussi été mentionné que la surface d’énergie potentielle de l’état électronique

fondamental de H2 n’a pas tout à fait la bonne forme. Cela est causé par le faible

nombre d’états de configuration engendrés par le modèle qui empêche la description

appropriée des effets de corrélation (seule la corrélation d’échange est bien représentée,

à grandes distances internucléaires, mais au voisinage de la géométrie d’équilibre il reste

encore une grande partie de l’énergie de corrélation à recouvrir). L’augmentation de la

base d’orbitales moléculaires actives, c’est-à-dire des fonctions de base utilisées pour

construire les états de configuration, permettrait de générer un plus grand nombre de

CSFs et donc engendrerait une meilleure description des effets de corrélation. Cet as-

pect est particulièrement important pour l’étude de l’effet d’un laser ultra-intense et

ultra-rapide sur la corrélation électronique, c’est-à-dire que la corrélation électronique

pour le système considéré doit déjà être bien décrite en absence de champ si on souhaite

l’étudier dans une situation fortment perturbée par un champ électrique externe.

L’amélioration de la qualité du modèle entrâıne un problème dont la résolution

constitue un défi de taille : la gestion d’un nombre accru d’états de configuration. Bien

que l’implantation de l’approche GUGA (pour Graphical Unitary Group Approach)

précisément dans la création de la table DRT (pour Distinct Row Table) qui permet de

générer symboliquement et de cataloguer tous les états de configuration d’un modèle
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donné soit relativement simple et très efficace, cela n’absout pas complètement la lourde

charge computationnelle entrâınée par l’utilisation d’une base étendue. La seule issue

possible est celle de la restriction à un nombre limité de CSFs, un espace actif restreint

(RAS, pour Restricted Active Space) par opposition à un espace actif complet (CAS,

pour Complete Active Space). La définition d’un RAS est une tâche bien connue et

éprouvée pour l’étude de la structure électronique, mais il va sans dire que celle-ci doit

être adaptée au contexte dynamique où les orbitales sont fortement déformées et où

le système peut rapidement changer de configuration. Cet aspect important devra être

étudié et il pourrait, à cette fin, être utile de s’inspirer du formalisme de l’opérateur

d’onde de Bloch (Bloch-wave operator) [112].

Un autre élément fondamental qui est également relié au problème décrit ci-haut,

est le souhait de décrire les processus d’ionisation des molécules ainsi que les mouve-

ment électroniques de grande amplitude qui peuvent être observés lorsque ces dernières

sont soumises à un champ laser intense. Pour ce faire, il est impératif d’inclure des

états moléculaires destinés à accepter des densités électroniques dans des régions de

l’espace qui sont éloignées des centres nucléaires. De tels états forment un continuum

d’ionisation, au sens où l’énergie associée à un électron qui a été détaché d’une molécule

peut prendre n’importe quelle valeur d’énergie, c’est-à-dire que le spectre de ses valeurs

d’énergie peut varier de façon continue, il n’est plus quantifié. Une caractéristique no-

toire des états du continuum est leur grande délocalisation dans l’espace réel. Cela se

traduit par le besoin d’un grand nombre de fonctions de bases qui sont nécessaire pour

les décrire, engendrant une difficulté analogue à celle décrite au paragraphe précédent.

Le prochain chapitre sera consacré aux travaux qui ont été menés pour élaborer une

stratégie simple permettant de simuler l’ionisation des molécules induite par un champ

laser intense et de décrire les mouvements électroniques de grande amplitude.



Chapitre 4

Description théorique des processus

d’ionisation

Pour l’étude des mouvements électroniques de grande amplitude ainsi que les pro-

cessus d’ionisation et de recollision, il serait possible d’utiliser directement le schéma

de propagation non-variationnel TDMCSCF [4] décrit au chapitre précédent. L’appli-

cation directe de cette méthode de résolution de l’équation de Schrödinger rendrait une

description juste seulement si la base d’orbitales utilisée, qu’elles soient localisées ou

non, couvrait les régions asymptotiques où un électron irait après avoir été éjecté de la

molécule. Typiquement, cela correspond à un volume qui englobe l’amplitude d’oscilla-

tion d’un électron libre (qui ne sent plus les forces électriques exercées par les noyaux)

dirigé par le champ laser externe. Le nombre de fonctions de base NOrb nécessaires à

la fois pour bien couvrir de façon continue les régions de l’espace ainsi que le spectre

en énergie peut toutefois devenir suffisamment élevé pour que l’inclusion de chacune

d’entre elles pour former l’espace actif total de dimension NCSF rende l’exécution des

calculs plutôt impraticable.

Malgré tout, l’avantage d’une méthode formulée dans l’esprit MCSCF telle que celle

présentée au chapitre précédent, par rapport à une approche de type CI, réside dans sa

possibilité d’ajustement de l’espace actif (c’est-à-dire les états de configuration qui sont

retenus dans la partie CI) par une sélection appropriée d’un sous-ensemble d’orbitales

actives desquelles les CSFs significativement impliqués dans la dynamique CI seront

construits. Dans ce cadre, une idée possible est de réserver un traitement détaillé de la

dynamique CI pour les états liés alors que les électrons ionisés sont traités de manière

séparée par une méthode prenant en charge les effets de la corrélation électronique à

un degré de rigueur inférieur. Ce traitement séparé entre les différents sous-espaces se
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prête à l’utilisation de projecteurs orthogonaux, également connue sous l’appellation de

formalisme de Feshbach [62] qui sera détaillé au début de la section suivante.

D’abord, notons que la division de l’espace des états peut s’accomplir à deux niveaux

distincts caractérisant ce qu’on appellera désormais (i) l’approche multiélectronique,

décrite dans la premiére section de ce chapitre, et (ii) l’approche monoélectronique 1,

présentée à la deuxième partie. Le premier schéma de partition de l’espace qui est envi-

sageable est une distinction directe des états multiélectroniques (les états de configura-

tion) en groupant ceux appartenant au système non-ionisé dans un premier sous-espace

et tous ceux décrivant les configurations électroniques du système ionisé dans le sous-

espace complémentaire. Dans un tel cadre, l’équation de Schrödinger engendre alors une

paire d’équations couplées gouvernant la dynamique dans chacun des sous-espaces dont

la résolution sera détaillée à la section (4.1) et constitue l’approche multiélectronique.

Une autre possibilité est d’effectuer cette partition non plus au niveau des états

de configuration mais plutôt à celui des états monoélectroniques (les orbitales), d’où

l’appellation ≪ monoélectronique ≫ pour désigner cette approche. Essentiellement, cela

signifie que l’espace orbitalaire total est divisé en deux parties complémentaires. On

distingue premièrement un groupe d’orbitales dites internes qui décrivent, en absence

de perturbation, l’état des électrons liés. La dimension du sous-espace correspondant est

égale au nombre d’orbitales actives, c’est-à-dire celles qui sont utilisées pour construire

les états de configuration pour la partie CI. Cet ensemble est complété par des fonctions

de base dites externes caractérisant l’état d’un électron dans le continuum d’ionisation.

Les orbitales actives sont alors exprimées, en tout temps, dans cette base. Elles com-

portent ainsi une composante interne et une composante externe dont les détails de

l’évolution temporelle sont gouvernés par la portion monoélectronique de l’algorithme

TDMCSCF [voir Eq. (3.45)]. Une distinction importante, ici, est que la partition en-

gendre une paire d’équations de mouvement couplées pour chaque orbitale active du

modèle.

Si au départ (à t = 0), ces dernières correspondent précisément aux orbitales actives

liées, au fil de l’évolution temporelle elles perdent cette signification pour devenir une

superposition compliquée d’états liés et d’états du continuum. C’est en termes de ces

orbitales dépendantes du temps que sont construits les états de configuration pour la

partie CI de la dynamique voir Eq. (3.46)]. En principe, cette base multiélectronique

1. Il est important de souligner qu’en dépit de son appellation, l’approche monoélectronique est ab-

solument appropriée pour la description de la dynamique électroniques de systèmes polyélectroniques.
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peut alors décrire des processus d’ionisation multiple, même si aucun CSF décrivant

le système ionisé n’avait été explicitement inclus dans l’espace actif multiélectronique.

Cela est possible pour la simple raison que les orbitales actives, intialement au caractère

strictement lié, développent ultérieurement une composante externe significative. La

distribution d’électrons au sein de ces orbitales correspond physiquement à différents

processus d’ionisation du système dont l’amplitude de probabilité dépend de l’impor-

tance de la composante externe des orbitales occupées. Plus de détails seront donnés

en (4.2) concernant la traduction explicite de l’effet de telles rotations orbitalaires en

termes de probabilités d’ionisation simples ou multiples.

4.1 Approche multiélectronique

4.1.1 Division des états de configurations en sous-ensembles

complémentaires

On introduit une partition de l’espace de Hilbert, c’est-à-dire une division de l’es-

pace des états du système étudié en deux groupes : (i) les états liés purs, notés |I
〉
,

où toutes les particules sont décrites par une orbitale moléculaire liante (au sens de

son énergie par rapport au seuil d’ionisation) ; (ii) les états du continuum, désignés par

un index d’énergie continu |E
〉
, où certaines particules sont décrites par une fonction

représentant un état du continuum, c’est-à-dire qui accomode des densités de probabi-

lité dans une région asymptotique de façon à représenter le détachement graduel des

particules éjectées. Dans un traitement de la dynamique électronique d’une molécule à

plusieurs électrons, les états de configuration associés à la première catégorie forment

les configurations électroniques de la molécule neutre ; ceux de la deuxième catégorie ca-

ractérisent l’ensemble des configurations électroniques de tous les ions parents de cette

molécule formés suite à chacune des ionisations successives de la molécule neutre.

Les orbitales moléculaires utilisées pour la construction des CSFs peuvent être obte-

nues, par exemple, suite à la diagonalisation d’un même Hamiltonien monoélectronique

pris en absence du champ électrique externe dépendant du temps, exprimé dans une

base orbitalaire appropriée. Cela engendre un ensemble d’orbitales moléculaires liées,

notés ϕn(~r), n ∈ ◆ et d’orbitales du continuum d’ionisation, identifiées χk, k ∈ ❘,

de sorte que
〈
χk|ϕn

〉
= 0, ∀ k, n. Ces orbitales, prises ensemble, forment un espace com-

plet pour l’expression d’états monoélectroniques. Si, au cours d’une évolution temporelle
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subséquente, on admet que les orbitales moléculaires liées ϕn(~r) ne se mélangent, par

l’action des rotations orbitalaires, qu’entre elles, alors cette propriété d’orthogonalité

entre les orbitales liées et celles du continuum est préservée. Il s’ensuit que les CSFs |I
〉
,

initialement liés, gardent ce caractère pour toute la durée de l’évolution temporelle. De

par leur caractère orthonormé, les orbitales moléculaires ainsi définies définissent des

projecteurs sur les états de configuration du modèle considéré associés à chacun des

sous-ensembles

Q̂ =
∑

I

|I
〉〈
I| (4.1a)

P̂ =

∫

|E
〉〈
E| dE (4.1b)

Le projecteur Q̂ est associé aux composantes le long des configurations électroniques

de la molécule neutre alors que P̂ l’est à celles des ions parents. Découlant de l’ortho-

normalité préservée en tout temps et du caractère complet de la base orbitalaire, les

projecteurs présentent les propriétés suivantes

Q̂+ P̂ = 1̂ (4.2a)

Q̂ · P̂ = 0 = P̂ · Q̂ (4.2b)

ı̇∂tQ̂ = 0 = ı̇∂tP̂ (4.2c)

Avec ces projecteurs ainsi définis, tout vecteur d’état |ψ
〉
décrivant l’état quantique d’un

système de Ne électrons peut alors être décomposé en tout temps en une composante

liée |ψQ
〉
et libre |ψP

〉
selon

|ψ, t
〉
=
(

Q̂+ P̂
)

|ψ, t
〉

= |ψQ, t
〉
+ |ψP , t

〉
, |ψQ, t

〉
:= Q̂|ψ, t

〉
, |ψP , t

〉
:= P̂ |ψ, t

〉
(4.3)

De manière semblable, l’Hamiltonien du système peut être partitionné sous la forme

des quatre blocs suivants

Ĥ(t) =
(

Q̂+ P̂
)

Ĥ(t)
(

Q̂+ P̂
)

= ĤQQ(t) + ĤQP (t) + ĤPQ(t) + ĤPP (t) (4.4)

où ĤPQ(t) désigne le bloc décrivant les transferts de population des états liés vers les

états du continuum. Il est donné par le produit des trois opérateurs P̂ · Ĥ(t) · Q̂. Le
bloc ĤQP (t) caractérise les processus inverses alors que les blocs diagonaux ĤQQ(t) et

ĤPP (t) engendrent la dynamique restreinte à l’intérieur de leur sous-espace respectif.

Plus précisément, les mouvements électroniques au sein de chacun des sous-espaces sont
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régis par une paire d’équations différentielles couplées obtenues en insérant l’identité

dans l’équation de Schrodinger (2.1) :

ı̇∂t|ψQ, t
〉
= ĤQQ(t)|ψQ, t

〉
+ ĤQP (t)|ψP , t

〉
(4.5a)

ı̇∂t|ψP , t
〉
= ĤPQ(t)|ψQ, t

〉
+ ĤPP (t)|ψP , t

〉
(4.5b)

Les solutions aux équations (4.5a) et (4.5b) sont respectivement de la forme

|ψQ, t
〉
= ÛHQQ

(t, t0)|ψQ, t0
〉
− ı̇

t∫

t0

ÛHQQ
(t, t′)ĤQP (t)|ψP , t′

〉
(4.6a)

|ψP , t
〉
= ÛHPP

(t, t0)|ψP , t0
〉
− ı̇

t∫

t0

ÛHPP
(t, t′)ĤPQ(t)|ψQ, t′

〉
(4.6b)

On remarque que, afin de pouvoir expliciter davantage l’état propagé jusqu’au temps t

≪ final≫, on doit connâıtre les solutions |ψQ, t′
〉
et |ψP , t′

〉
à tous les temps intermédiaires

t′ entre les bornes d’intégration t0 et t. Cette exigence découle du caractère couplé des

équations de mouvement (4.5a) et (4.5b) : la solution pour la composante liée |ψQ
〉
de

la fonction d’état dépend de celle pour la composante ionisée |ψP
〉
, et vice-versa. Cette

dépendance étant généralement difficile à contourner, on identifiera les composantes

intermédiaires avec la définition suivante

|ψQ, t′
〉
= ÛHQQ

(t′, t0)|ψQ, t0
〉

(4.7a)

|ψP , t′
〉
= ÛHPP

(t′, t0)|ψP , t0
〉

(4.7b)

Cette approximation conduit à une erreur sur la dynamique d’ordre δt2 (δt = t − t0)

et exige que la fonction d’onde électronique soit propagée en utilisant un intervalle

d’intégration δt relativement court par rapport à la durée caractéristique des mouve-

ments électroniques que l’on souhaite étudier. On peut améliorer cette approximation

en ajoutant aux Eqs (4.7a) et (4.7b) des termes d’ordres supérieurs.

Le premier terme des Eqs (4.6a) et (4.6b) désigne la solution homogène des Eqs

(4.5a) et (4.5b) caractérisant l’évolution au sein de chaque sous-espace, en absence de

processus de transferts de population entre les deux. En opposition, le deuxième terme,

lui, est un terme source associé respectivement à la recapture d’électrons et à l’ioni-

sation, responsables de la description des transitions entre les états liés et ceux du

continuum.
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Le propagateur au sein des états liés ÛHQQ
peut être défini directement dans le

formalisme TDMCSCF non-variationnel, tel que présenté au chapitre précédent. La

partie monoélectronique Ĥ1 de l’Hamiltonien est cependant restreinte aux orbitales

moléculaires liées ϕn, générant les rotations orbitalaires limitées uniquement entre celles-

ci. De manière similaire, la partie biélectronique Ĥ2,int qui engendre un mélange des états

de configuration de la molécule neutre est exprimée dans la base des CSFs construits

en utilisant strictement les orbitales liées.

Le calcul du propagateur ÛHPP
pour la partie ionisée, si l’on s’intéresse à la des-

cription des processus au-delà de la première ionisation, peut nécessiter des partitions

additionnelles de l’espace de Hilbert. En effet, on peut imaginer une division entre les

états liés du premier ion M+ d’une molécule M et ceux produits suite aux ionisations

subséquentes M2+ + e, . . .Mk+ + (k − 1)e formant le sous-espace libre du premier ion.

Ainsi, on introduira les projecteurs Q̂(1) et P̂ (1) définis par

Q̂(1) =
∑

I

∫

|IN−1, k
〉〈
IN−1, k| dk (4.8a)

P̂ (1) =P̂ − Q̂(1) (4.8b)

avec les même propriétés que les projecteurs associés à la molécule neutre précédemment

détaillées aux Eqs. (4.3). Alors, on décompose la partie ionisée |ψP
〉
en deux sous-

composantes

|ψP , t
〉
= |ψQ(1) , t

〉
+ |ψP (1) , t

〉
(4.9)

et puis avec ĤPP (t) partitionné en

ĤPP (t) = ĤQ(1)Q(1)(t) + ĤQ(1)P (1)(t) + ĤP (1)Q(1)(t) + ĤP (1)P (1)(t) (4.10)

toute la méthode de résolution décrite ci-haut génère une paire d’équation différentielles

couplées analogues aux Eqs (4.5a) et (4.5b) admettant des solutions de forme analogue

à (4.6a) et (4.6b), mais en remplaçant les projecteurs Q̂ et P̂ par Q̂(1) et P̂ (1), respec-

tivement et |ψ
〉
par |ψP

〉
.

Maintenant ÛH
Q(1)Q(1)

décrit la dynamique dirigée par le champ laser externe parmi

les états de configuration liés de l’ion M+ couplée aux mouvements électroniques dans

le continuum décrits par des états de diffusion dépendants du temps. La méthode

TDMCSCF stroboscopique, ici encore, peut être appliquée pour la description de l’é-

volution temporelle au sein des états liés de l’ion alors que le mouvement couplé de

l’électron ionisé peut être défini dans un cadre différent, de sorte à faciliter la résolution

des équations de mouvements et de réduire considérablement la charge de calcul im-

pliquée. C’est d’ailleurs un des avantages principaux de cette partition des états : un
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niveau différent d’approximation peut être utilisé dans chacun des sous-espaces.

Par exemple, on peut omettre, pour la partie ionisée, certaines contributions à l’Ha-

miltonien électronique ĤPP . On a, notamment, le choix de négliger la force attractive

exercée par les noyaux sur les électrons ionisés ainsi que la corrélation électronique,

connue sous l’appellation approximation à champ fort (ou SFA, pour Strong Field Ap-

proximation) [6], [30], [113]. Cela permet d’utiliser la solution analytique de Volkov [114]

pour décrire le mouvement d’un électron ionisé, toujours soumis au champ externe. Il

est également possible d’améliorer cette description, au-delà de la SFA, en utilisant

notamment la méthode Eikonal-Volkov [115] qui corrige partiellement l’omission du po-

tentiel attractif nucléaire, ou carrément en représentant sur une grille spatiale toutes

ces forces électrostatiques par un pseudo-potentiel, dans le cadre d’une méthode de type

split-operator.

Finalement, le traitement de ÛH
P (1)P (1)

est semblable à ce qui a été décrit pour ÛHPP
.

En outre, il pourrâıt également se prêter à une autre partition des états, cette fois-ci, en

scindant le projecteur P̂ (1) en P̂ (1) = Q̂(2) + P̂ (2), avec Q̂(2) · P̂ (2) = P̂ (2) · Q̂(2) = 0, etc.

Cela permettrait de séparer la dynamique se déroulant dans les états liés du deuxième

ion M2+. En fait, l’intégralité du schéma de repartitionnement décrit ci-haut peut être

réitérée jusqu’à ce qu’il ne reste plus d’électron lié qui ne soit déjà traité.

4.1.2 Exemple d’application : Molécule d’Hydrogène dirigée

par laser

Afin d’illustrer et de tester la méthode qui vient tout juste d’être présentée, recon-

sidérons le cas simple de la molécule à deux électrons H2 soumise à une excitation par

une impulsion laser polarisée linéairement, intense et ultra-brève de la forme

~E(t) = ~ǫE0f(t) sin (ωt+ δ) (4.11)

avec l’orientation du champ ~ǫ pointant parallèlement à l’axe internucléaire de la molécule

figée dans l’espace (c’est-à-dire en négligeant les vibrations d’élongation ainsi que la

rotation). Afin de mieux cerner le fonctionnement du schéma de propagation, incluant

les processus d’ionisation, une base limitée aux deux orbitales moléculaires liées de la

section (3.3) sera considérée. Rappelons que, en absence de la perturbation externe, ce

sont les orbitales désignées par σg (1sσg) et σu (2pσu), engendrées respectivement par la
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combinaison linéaire symétrique et antisymétrique des orbitales atomiques 1s centrées

sur chacun des deux atomes d’hydrogène de la molécule. Au fur et à mesure que la force

électrique externe se déploie, ces orbitales se déforment et il est alors plus approprié de

les désigner par ϕ1(t) et ϕ2(t), respectivement

ϕi(t) = cA,i(t)1sA + cB,i(t)1sB (4.12)

avec les conditions initiales pour les coefficients d’expansion cA(0)/cB(0) = ±1 et qui

évoluent ensuite selon le schéma de propagation TDMCSCF [voir section (3.3)]. Ces

deux OMs liées engendrent les trois états de configurations |I, t
〉
, I = 1, 2, 3 déjà

décrits au chapitre précédent. Cette base orbitalaire minimale est, ici, augmentée par

un nombre fini de fonctions de base χk pour représenter le continuum d’ionisation

discrétisé. Il a été proposé plus tôt d’utiliser des états propres du même Hamiltonien

monoélectronique que les orbitales σg et σu, mais cela n’est pas vraiment nécessaire. Ce

qui est par contre indispensable, est leur caractère orthogonal avec les orbitales appar-

tenant à l’espace Q. Par exemple, de simples fonctions de carré sommable (dites L2),

suffisamment espacées des centres nucléaires pour que leur recouvrement
〈
χk|ϕn

〉
avec

les deux orbitales liées soit à peu près négligeable, pourraient constituer un point de

départ acceptable.

Dans les travaux présentés ici, le choix qui a été fait pour les χk est de les identifier

avec des ondes planes pré-orthogonalisées par rapport à la paire initiale d’OMs liées σg
et σu :

|χk
〉
= |~k

〉
−
∑

i=g,u

|σi
〉〈
σi|χk

〉
,
〈
~r|χk

〉
∝ eı̇

~k·~r (4.13)

Les états de configurations appartenant à l’espace P se divisent en deux catégorie :

(i) les états associés à la première ionisation qui appartiennent à l’espace Q(1)

|ϕn, k
〉
=

1√
2
{|ϕnχ̄k| − |ϕ̄nχk|} (4.14)

(ii) les états associés à la double ionisation, définissant le projecteur P̂ (1)

|k, k′
〉
=

1√
2
{|χkχ̄′

k| − |χ̄kχ′
k|} (4.15)

On écrit alors la fonction d’onde du système en termes de l’expansion suivante

|ψ, t
〉
=

3∑

I=1

cI(t)|I, t
〉
+

2∑

n=1

∫

γn,k(t)|φn, k
〉
dk +

∫ ∫

ck,k′(t)|k, k′
〉
dk dk′ (4.16)

Le premier terme est clairement la composante Q du vecteur d’état, le reste étant la

composante P qui à son tour se décompose en une somme des composantes Q(1) et P (1),
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soit le deuxième et troisième terme, respectivement.

Avec seulement deux électrons, ĤP (1)P (1) décrit les deux électrons dans le continuum

qui interagissent avec le champ laser et, en principe, aussi entre eux. On se limitera ici

à une approximation du type Hartree-Fock où l’interaction mutuelle de ces électrons

est prise en charge par le biais d’un champ effectif moyen, de sorte que ÛH
P (1)P (1)

soit

séparable en un produit de deux propagateurs monoélectroniques que l’on représente

sous la forme Split-Operator :

UH
P (1)P (1)

(t, tn) = Û1e(~r1, ~p1, δt)Û1e(~r2, ~p2, δt) (4.17a)

Û1e(~ri, ~pi, δt) = e
−ı̇

(

p2i
2

)

δt/2
e−ı̇V1e(~ri,t)δte

−ı̇

(

p2i
2

)

δt/2
(4.17b)

avec le potentiel effectif monoélectronique V1e défini par

V1e(~ri, t) =
∑

α

−1

|~ri − ~Rα|
+ Veff(~ri) + ~ri · ~E(t) (4.18)

et inclut l’interaction dipolaire entre l’électron et le champ électrique externe, la force

attractive nucléaire et une répulsion interélectronique effective. Pour tous les calculs

discutés ci-bas, les deux derniers types d’interaction sont remplacés par un pseudo-

potentiel effectif défini par

∑

α

−1

|~ri − ~Rα|
+ Veff(~ri) →

∑

α

−0.5
√

|~ri − ~Rα|2 + 1
(4.19)

Avec une telle définition, les singularités Coulombiennes au voisinage des positions

nucléaires ~Rα sont évitées et la répulsion mutuelle entre les électrons est considérée en

termes d’un effet d’écran qui fait diminuer la charge nucléaire effective de chaque noyau

telle que ressentie par chacun des électrons.

Typiquement, ÛH
P (1)P (1)

, tel qu’exprimé aux équations (4.17a) et (4.17b), agit sur

une composante P (1) du vecteur d’état [le dernier terme de l’Eq. (4.16)] au temps tn
pour transformer les orbitales du continuum χk(tn) en une nouvelle expansion, au temps

tn+1. De façon équivalente, si l’on souhaite que les coefficients CI de l’équation (4.16)

réfèrent aux CSFs construits à partir des orbitales initiales (en absence du champ),

alors son effet est de modifier les coefficients ck,k′ dans ce qu’on appellera un point de

vue passif.
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La partie ĤQ(1)Q(1) de l’Hamiltonien décrit l’ion moléculaire H+
2 ainsi que l’électron

qui a été ionisé qui est soumis à l’effet combiné du potentiel exercé par l’ion et celui

de l’impulsion laser. On représente, à l’intérieur de chaque tranche de temps, l’action

du propagateur associé ÛH
Q(1)Q(1)

en termes de rotations orbitalaires entre les OMs liées

ϕn (par la même matrice de rotation générée à partir des mêmes intégrales monoélec-

troniques hrs que pour la molécule neutre) accompagnées des rotation des orbitales

du continuum entre elles-mêmes, gouvernées par le même propagateur monoélectro-

nique qu’à l’équation (4.17b). Ce faisant, ÛH
Q(1)Q(1)

provoque des rotations des orbitales

moléculaires liées indépendamment de celles du continuum et aucun changement aux

coefficients CI γn,k de l’Eq. (4.16) ne se produit, dans ce point de vue actif. De façon

équivalente, dans le point de vue passif, ces rotations peuvent être traduites en modifi-

cations du contenu CI, c’est-à-dire en variations des coefficients γn,k.

L’action de ÛHQQ
sur |ψQ

〉
est donnée par le schéma stardard TDMCSCF restreint

aux états liés qui a déjà été amplement discuté, au chapitre précédent. Ici aussi, les

transformations orbitalaires s’exercent de façon concomitante avec les variation des co-

efficients d’interaction de configurations. Puisque toutes les orbitales moléculaires liées

du modèle considéré sont dans l’espace actif (c’est-à-dire qu’elles sont toutes utilisées

pour la construction des CSFs liés), il est également possible d’exprimer l’effet des

rotation orbitalaires en une variation équivalente des coefficients CI, sans perte d’infor-

mation sur le contenu physique.

Les couplages entre les composantes Q(1) (ou Q) et P (1) (ou P ), et vice-versa, se

divisent en deux catégories : (i) les couplages non-radiatifs qui sont orchestrés par les

répulsions électron-électron V̂ee, définis en termes des éléments de matrice grstu de l’Eq.

(2.13) et qui ne dépendent du temps que par le biais des rotations orbitalaires ; (ii)

les couplages radiatifs gouvernés par l’interaction dipolaire VL(t) entre les électrons et

le champ électrique externe, dépendant explicitement du temps. Dans un régime de

champ intense, ces dernières interactions sont toujours associées aux termes dominants

et ainsi, les transitions issues des couplages non-radiatifs seront négligées dans la calculs

reportés ici.

La dynamique sera amorcée, exactement comme il avait été fait pour le chapitre

précédent, à partir de l’état électronique fondamental de la molécule neutre au repos

(c’est-à-dire en absence de la perturbation du champ électrique externe). On rappelle

qu’un tel état est obtenu suite à la diagonalisation de l’Hamiltonien électronique (avec

VL = 0) à une valeur fixée du paramètre R dans la base des CSFs construits à par-
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tir d’une base d’orbitales moléculaires liées supposées optimales pour cette valeur de

la distance internucléaire. Cela engendre un vecteur d’état qui, dans une description

en base minimale, est une superposition de trois états de configuration, tel qu’illustré

au panneau (a) de la Fig. (3.1) indiquant la composition CI de l’état fondamental

électronique en fonction de la longueur de liaison R. Ce processus de diagonalisation

qui avait engendré les surfaces d’Énergie potentielle (PES) du panneau (b) de la Fig.

(3.1) peut également être répété pour l’ion moléculaire H+
2 (admettant que l’électron

ionisé soit exactement au seuil d’ionsiation). La figure (4.1) regroupe l’ensemble des

PESs obtenues au sein de ce modèle de la molécule H2 en base minimale, incluant les

deux états de son premier ion.

4.1.3 Résultats des simulations

La propagation de l’état initial est ensuite conduite pour une excitation dont la force

du champ E0 correspond à une intensité crête de 2.28× 1014 W cm−2 et une fréquence

centrale ω associée à une longueur d’onde λ = 800 nm, soit celle d’un laser à amplifica-

teur au cristal de saphir dopé au titane [116] (noté Ti :Sapphire, dans la littérature du

domaine) fréquemment utilisé comme source d’impulsion laser ultra-intense et ultra-

rapide [117], [118]. Dans de telles conditions, des calculs préliminaires exploratoires

ont montré que la probabilité de double ionisation (mesurée par l’intégrale double de

|ck,k′(t)|2, dans le point de vue passif) est au moins deux ordres de grandeur inférieure

à celle de l’ionisation simple dans l’un ou l’autre des deux canaux σg et σu. C’est pour

cette raison que les résultats concernant l’ionisation affichés ci-bas ne montreront que les

variations de γi,k correspondant à ces deux canaux, avec le vecteur d’onde ~k = (0, 0, kz)

restreint à des vitesses dans la direction parallèle à l’axe moléculaire. Les quantités

définies par

Γi(t) =

∫

|γi,k(t)|2 dk, i = 1, 2 (4.20)

Γ(t) =Γ1(t) + Γ2(t) (4.21)

représentent respectivement les probabilités d’ionisation simple évaluées à un temps

t fini dans le canal σg (Γ1), σu (Γ2) et la probabilité totale d’ionisation simple (Γ).

En utilisant l’expression χk(~r) =
〈
~r|χk

〉
de l’Eq. (4.13) des fonctions de bases du conti-

nuum, les distributions de probabilité γi,k(t) sont aisément converties en représentations

spatiales γi(~r, t) des paquets d’ondes électroniques engendrés lors de l’ionisation de la
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Figure 4.1 – Surfaces d’énergie potentielle de la molécule H2 (en traits pleins) et de

l’ion moléculaire H+
2 (en pointillés) engendrées par une description en base minimale

dans le cadre de l’approximation Born-Oppenheimer : en rose, l’état fondamental de

H2 ; en noir, le premier état excité de H2 ; en bleu, le deuxième état excité de H2 ; en

orangé, état fondamental de H+
2 ; en violet, état excité de H+

2 .
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molécule H2, pour chacun des canaux de H+
2 :

γi(~r, t) =

∫

γi,k(t)χk(~r) dk (4.22)

χk(~r) =e
ı̇~k·~r −

∑

i=g,u

σi(~r)
〈
k|σi

〉
(4.23)

Le spectre d’énergie cinétique des photoélectrons fi(E) en corrélation avec la formation

de H+
2 dans son état fondamental ou excité est obtenu en utilisant la définition suivante

fi(E) =

∫

ΩE

|γ̃i,k(t)|2 dk, ΩE = {−
√
2E,

√
2E} (4.24)

γ̃i,k(t) =γi,k(t)−
∑

j=g,u

〈
k|σj

〉
∫
〈
σj|k′

〉
γj,k′(t) dk

′, i = 1, 2 (4.25)

où le domaine ΩE désigne tous les points kE associés à l’énergie cinétique E =
k2E
2

(puisque les calculs présentés ne considérent que la composante kz ce domaine n’en-

globe que deux points). Les coefficients γ̃i,k correspondent à une réexpression du paquet

d’ondes γi,k, initialement associé à une combinaison linéaire d’onde planes orthogona-

lisées, en termes d’ondes planes régulières, base où l’opérateur d’énergie cinétique a une

représentation diagonale.

Les caluls présentés dans cette section ont été réalisés en utilisant une base de 1024

ondes planes dont le vecteur d’onde ~k est restreint le long de l’axe internucléaire kz (qui

cöıncide avec l’axe de polarisation du laser) avec des valeurs comprises entre −16.0 et

16.0 a−1
0 . Les ondes planes orthogonalisées sont ensuites construites selon Eq. (4.13).

Cette restriction à une base dirigée dans la direction du champ où l’ionisation et les

mouvements électroniques de grande amplitude sont susceptibles de dominer est faite

afin de réduire la charge de calcul nécessaire pour la propagation, compte tenu de l’ob-

jectif posé d’illustration du fonctionnement de cette partition Feshbach de l’espace et

des opérateurs.

L’évolution temporelle est divisée en pas temporels d’une durée de 1/5000 de la

période optique du champ externe. Ce dernier a été considéré sous la forme donnée à

l’Eq. (4.11) où f(t) est une enveloppe gaussienne de largeur à mi-hauteur 7 fs, avec une

longueur d’onde λ = 800 nm et un maximum d’éclairement I = 2.4 × 1014 W cm−2.

Deux valeurs de la phase δ de l’onde porteuse par rapport à la modulation de l’ampli-

tude du champ (ou CEP, pour Carrier Envelope Phase) ont été considérées : (i) une

impulsion anti-symmétrique, avec δ = 0, pour laquelle la condition d’aire sous la courbe

nulle découlant des équations de Maxwell est exactement satisfaite (voir [119] pour une
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discussion plus complète de l’origine de cette condition) ; (ii) une impulsion symétrique,

avec δ = π/2, qui satisfait numériquement cette condition à une précision 10−6 u.a.

près. Deux situations distinctes de géométrie nucléaires ont été étudiées : R = 1.4 a0 et

R = 4.0 a0.

Avec cette longueur d’onde, la fréquence du laser est largement non-résonante avec

les transitions électroniques envisageables à R = 1.4 a0. Ce n’est donc pas surprenant

de constater, au panneau (a) de la figure (4.2), que la dynamique entre les CSFs liés soit

plutôt limitée. La composante liée (|ψQ
〉
) de la fonction d’onde, essentiellement décrite

par l’occupation double de l’orbitale σg, affiche de très faibles variations des coefficients

d’expansion CI. Lorsque l’on augmente la distance internucléaire, l’énergie de transition

diminue et, bien que le désaccord par rapport à la fréquence d’excitation soit encore

appréciable, les transferts de populations entre CSFs deviennent significatifs, comme

on peut le remarquer au panneau (b) de la Fig. (4.2). On note, par ailleurs, qu’à cette

géométrie, l’état initial comporte déjà une composante bien plus importante le long de

la configuration σ2
u.

La figure (4.3) montre les probabilités d’ionisation de H2 en fonction du temps cal-

culées à la fois pour R = 1.4 a0, au panneau (a), et pour R = 4.0 a0, au panneau

(b). Conformément à la discussion du paragraphe précédent, la probabilité d’ionisation

totale Γ atteint des valeurs plus élevées pour la molécule dans une conformation étirée

que pour celle dans sa géométrie d’équilibre, essentiellement en raison de la diminution

du seuil d’ionisation à mesure que la distance de liaison augmente. Aussi, les deux ca-

naux d’ionisation γ1,k et γ2,k gagnent en importance pour contribuer presque à raison

égale, alors que pour R = 1.4 a0, le signal d’ionisation est manifestement dominé par

la production de H+
2 avec l’électron lié résidant dans l’orbitale σg.

À la figure (4.4), les densités électroniques partielles γi(~r, t) définies aux Eqs (4.22),

c’est-à-dire la composante portée uniquement par les orbitales moléculaires de l’espace

P , sont affichées pour les deux canaux de première ionisation [i = 1, au panneau (a)

et i = 2, au panneau (b)], avec R = 1.4 a0, le long de l’axe internucléaire z. Les deux

graphiques présentent, alors que la perturbation du champ externe s’exerce, des pics

au caractère très localisés, dans la région des faibles valeurs de z, c’est-à-dire près des

centres atomiques. Ces structures peuvent être attribuées à des excitations vers des

états liés de haute énergie qui sont couverts par la base d’ondes planes utilisées mais

qui n’avaient pas été orthogonalisés au départ, puisqu’on n’avait retenu que les deux

orbitales de plus basse énergie dans l’espace Q. Il faut donc faire preuve d’une certaine
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Figure 4.2 – Coefficients d’interaction de configurations (CI) de la composante liée

de la fonction d’onde de la molécule H2 dirigée par une impulsion laser de 7 fs à 800

nm avec δ = 0 en fonction du temps pour une distance de liaison (a) de 1.4 a0 et

(b) de 4.0 a0. Les lignes rouges représentent les coefficients associés à la configuration

électronique fondamentale, les lignes bleues et vertes celles associées aux première et

deuxième excitations de cette configuration, respectivement. La courbe en noir illustre,

en unités arbitraires, la forme du champ d’intensité maximale I = 2.4 × 1014 W/cm2

pour fins de référence.
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Figure 4.3 – Probabilités d’ionisation de la molécule H2 dirigée par une impulsion

laser de 7 fs à 800 nm avec δ = 0 en fonction du temps pour une distance de liaison

(a) de 1.4 a0 et (b) de 4.0 a0. Les courbes en rouges représentent le canal où l’électron

lié repose dans l’orbitale σg de H+
2 , alors que celle en vert désigne celui où il reste dans

l’orbitale moléculaire σu. Le trait pointillé bleu indique la somme des deux canaux. La

courbe en noir illustre, en unités arbitraires, la forme du champ d’intensité maximale

I = 2.4× 1014 W/cm2 pour fins de référence.
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réserve pour l’interprétation des variations temporelles de Γ : ce qui était assigné comme

étant purement de l’ionisation comprend en fait une certaine part d’excitation vers les

états de Rydberg qui ne peut être différenciée qu’en augmentant le nombre d’états liés

considérés dans le modèle ou en calculant explicitement les états du continuum comme

cela avait été fait en [120] où on a rapporté un comportement semblable de la probabi-

lité d’excitation.

Dans ce cas, aux fluctuations dans le temps de la probabilité d’ionisation se su-

perposent des oscillations de type Rabi, manifestations des transferts de population

entre les orbitales moléculaires liées et chacun de ces états de Rydberg, engendrant un

profil d’excitation oscillant fortement en synchronisme avec les oscillations du champ

externe. Ainsi, le profil Γ indiqué au panneau (a) de la figure (4.3) présente des fluc-

tuations violentes épousant celles du champ laser et qui sont indiscernables, voire qui

tendent à dominer les variations caractéristiques d’un profil d’ionisation attendu dans

le régime tunnel [6], [33] dont il est question ici. Ce dernier semble être plus visible sur

le panneau (b) de cette même figure, indiquant que les événements d’ionisation gagnent

en importance par rapport aux excitations vers les orbitales moléculaires liées de plus

haute énergie.

À la figure (4.4), illustrant γ1(~r, t), des jets d’électrons quittant la région des noyaux

sont clairement identifiables. Ils sont engendrés à des temps qui correspondent aux

maxima du champ électrique externe, en accord avec les prédictions de la théorie de l’io-

nisation par effet tunnel. Ces photoélectrons oscillent dans le continuum et retournent

vers la molécule, à un moment identifiable avec le temps de recollision, en excellente

conformité avec les calculs de trajectoires classiques pour un électron libre dirigé par

ce champ pulsé (voir annexe C pour plus de détails). En outre, une caractéristique des

plus intéressante est observée au panneau (b) de la Fig. (4.4), affichant les variations

de γ2(~r, t), où on distingue deux structures diffuses (indiquées par des flèches rouges)

qui apparâıssent au voisinage des deux principaux temps de recollision attendus pour

l’excitation considérée. Cela semble suggérer, à l’instar des conclusions tirées en [121]

où un résultat semblable est rapporté, qu’une excitation du canal σg vers le canal σu
de H+

2 aurait été induite par la recollison de l’électron ionisé avec son ion parent.

À R = 4.0 a0, les profils temporels de la densité électronique (qui ne sont pas

montrés ici) sont à toutes fins identiques à celui du panneau (a) de la figure (4.4). Cette

observation indique que, à cette distance internucléaire, l’ionisation résultant en H+
2

avec l’électron lié restant dans σu est directe. En opposition, pour une situation à la
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Figure 4.4 – Densité électronique partielle γi(~r, t) en fonction du temps en

représentation des coordonnées pour les deux canaux d’ionisation simple, avec le même

champ électrique qu’aux Figs (4.2) et (4.3 : (a) i = 1, c’est-à-dire le canal où l’électron

lié repose dans l’orbitale σg ; (b) i = 2, canal où il demeure dans l’orbitale moléculaire

σu de H+
2 . La forme de l’impulsion laser est représnetée, pour fins de référence, dans

l’encart du haut.
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géométrie d’équilibre, cette ionisation accompagnée d’une excitation est orchestrée par

la collision entre le photoélectron incident et l’ion parent d’où il avait été éjecté, tel que

suggèrent les observations relevées pour le panneau (b) de la figure (4.4).

Les deux scénarios avec R = 1.4 a0 et R = 4.0 a0 constituent d’excellents exemples

de réponse adiabatique et non-adiabatique des électrons à l’excitation conduite par le

champ externe [89]. Les variations modestes des coefficients CI à R = 1.4 a0 illustrées

en Fig. (4.2) correspondent à un comportement adiabatique des électrons, et |ψQ, t
〉

cöıncide, à toutes fins pratiques, et ce pour l’entière durée de la propagation, avec

|Ψ1, t
〉
, l’état fondamental instantané du bloc lié de l’Hamiltonien dépendent du temps

ĤQQ(t) évalué ponctuellement au temps t. La première rangée de la figure (4.5) cor-

robore ce fait en affichant les projections le long des trois états-propres instantanés de

ĤQQ(t).

Complémentairement à l’analyse ci-haut, l’étude de la trajectoire moyenne des é-

lectrons liés, définie (en 1D) par
〈
z(t)

〉
=
〈
ψQ, t|ẑ1|ψQ, t

〉
, donne des indications d’une

autre nature sur leur réponse initiée par le champ électrique externe. Le résultat ob-

tenu se trouve sur la deuxième rangée de la figure (4.5). On remarque au panneau (a)

illustrant la situation d’excitation adiabatique que les électrons suivent doucement les

oscillations du champ électrique. À R = 4.0 a0, la réaction du système n’est plus adia-

batique, comme en témoignent les brusques variations de la projection le long de |Φ1, t
〉

qui sont visibles, suite à la rencontre du maximum du laser, à la première rangée du

panneau (b). Par ailleurs, le dipôle induit (proportionnel à
〈
z(t)

〉
) affiche de très fortes

fluctuations se superposant aux oscillations plus lentes synchronisées avec le champ ex-

terne, un mouvement de battement qui persiste après l’extinction de la perturbation,

le paquet d’ondes étant une superposition d’états propres de l’Hamiltonien.

Ce caractère non-adiabatique, observé dans une conformation étirée, est également

corrélé avec une plus grande dépendance par rapport à la variation de la CEP δ. À

la géométrie d’équilibre, très peu de différences sont observables entre les cas δ = 0 et

δ = π/2. Typiquement, tel que montré en figure (4.6) pour δ = 0, la distribution de

paire électroniques est, en tout temps, caractéristique d’une configuration covalente avec

la localisation d’un électron au voisinage de chacun des noyaux, comme en témoignent

les distributions qui ne sont piquées que le long de la droite z1 = −z2, particulièrement

en z = ±R/2. Le flux d’électrons ionisés n’est, par ailleurs, significatif que pour les

panneaux (b) et (d), correspondant aux deux principaux maxima du champ électrique

externe.
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Figure 4.5 – En première rangée, les projections |
〈
ΨI , t|ψQ, t

〉
|2 le long des états

propres instantanés |ΨI , t
〉
de ĤQQ de la composante liée de la fonction d’état de la

molécule H2 soumise à une impulsion de 7 fs avec λ = 800 nm, I = 2.4× 1014 W/cm2

et δ = 0 (indiqué par un trait noir sur tous les panneaux), pour (a) R = 1.4 a0
et (b) R = 4.0 a0 : le rouge, le vert et le bleu sont respectivement associés à Ψ1,

Ψ2 et Ψ3. En deuxième rangée, la position moyenne d’un électron lié, c’est-à-dire
〈
z(t)

〉
=
〈
ψQ, t|ẑ1|ψQ, t

〉
, en fonction du temps.
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La situation avec R = 4.0 a0 est tout-à-fait diffŕente. Une forte localisation de la

paire électronique près du même proton, correspondant à une configuration électronique

momentanée du type H+H−, s’observe au sein de l’impulsion laser, précisément lorsque

ce dernier atteint son intensité crête. En d’autres mots, le moment où l’état à caractère

ionique est formé dépend de la valeur de la CEP δ : cela se produit aux points (b)

et (d) de l’impulsion sinusöıdale (avec δ = 0), à la figure (4.7), et aux points inden-

tifées (c) et (d) de celle en cosinus (δ = π/2) sur la figure (4.8). Cette localisation

de paires électroniques subordonnée aux variations du paramètre δ semble être accom-

pagnée d’une exaltation du courant d’électrons sortants, issus de la photoionisation

de la molécule, indiquée par l’apparition de flux originant de la position de la paire

d’électrons à caractère fortement ionique dans les panneaux (b)-(d) des figures (4.7) et

(4.8). Ce phénomène est en ligne directe avec des travaux précédents ayant rapporté

une exaltation de l’ionisation via des états ≪ passerelles ≫ à caractère ionique [34], [37].

On note qu’aucun signal significatif de double ionisation n’est perceptible, cela cor-

respondrait à un flux émanant dans la région définie par des valeurs élevées à la fois

pour |z1| et |z2|. Dans les conditions d’excitation considérées ici, il a été trouvé que la

probabilité d’ionisation double est deux à trois ordres de grandeur inférieure à celle de

l’ionisation simple. Au sein du présent modèle, ces signaux d’ionisation double corres-

pondent strictement aux processus d’ionisation double directe et/ou séquentielle [122].

La faiblesse observée, ici, du rendement d’ionisation double concorde avec les conclu-

sions issues d’autres simulations effectuées sur le même système, mais en utilisant une

dimensionnalité réduite [34], [122], [123]. L’ionisation non-séquentielle dont l’importance

devrait être à des ordres de grandeur plus élevés que celle des processus séquentiels,

tel que mentionné dans d’autres travaux [34], [122], [123], n’est pas possible en rai-

son de l’omission des couplages non-radiatifs (c’est-à-dire de la contribution V̂ee dans

ĤPQ et ĤP (1)Q(1)) décrivant, notamment au moment de la recollision, l’interaction entre

l’électron ionisé et les autres électrons liées de la molécule, mécanisme attribué à l’ori-

gine de l’ionisation multiple non-séquentielle [32].

4.1.4 Conclusions partielles et perspectives

On a montré comment cette approche constituant en une partition de type Feshbach

de l’espace de Hilbert en état liés et en état ionisés permettait de gérer adéquatement les

difficultés rencontrées lors de la description théorique des processus d’ionisation et des
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Figure 4.6 – Densité de probabilité de paire d’électrons (en a−6
0 ) pour la molécule

H2 avec R = 1.4 a0, montrée en fonction de ~r1 = (0, 0, z1) et ~r2 = (0, 0, z2) à quatre

moments au sein de l’impulsion laser 800 nm, 2.4×1014 W/cm2, 7 fs et δ = 0. Les temps

correspondant aux distributions affichées dans les panneaux du bas sont indiqués sur

l’encart du haut par des cercles rouges et étiquetés par les lettres (a) à (d).
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z 2
(u
n
it
s
of
a
0)

E
(t
)

(a)

(b)

(c)

(d)

(a) (b)

(c) (d)

z1 (units of a0)

Figure 4.7 – Densité de probabilité de paire d’électrons (en a−6
0 ) pour la molécule

H2 avec R = 4.0 a0, montrée en fonction de ~r1 = (0, 0, z1) et ~r2 = (0, 0, z2) à quatre

moments au sein de l’impulsion laser 800 nm, 2.4×1014 W/cm2, 7 fs et δ = 0. Les temps

correspondant aux distributions affichées dans les panneaux du bas sont indiqués sur

l’encart du haut par des cercles rouges et étiquetés par les lettres (a) à (d).
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Figure 4.8 – Densité de probabilité de paire d’électrons (en a−6
0 ) pour la molécule

H2 avec R = 4.0 a0, montrée en fonction de ~r1 = (0, 0, z1) et ~r2 = (0, 0, z2) à quatre

moments au sein de l’impulsion laser 800 nm, 2.4 × 1014 W/cm2, 7 fs et δ = π/2. Les

temps correspondant aux distributions affichées dans les panneaux du bas sont indiqués

sur l’encart du haut par des cercles rouges et étiquetés par les lettres (a) à (d).
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mouvements électroniques de grande amplitude. Il a été illustré comment, en principe,

cette approche permet la séparation claire et systématique des différentes étapes suc-

cessives d’ionisation multiple et offre une grande flexibilité dans le traitement séparé de

la dynamique s’exerçant au sein des états liés et ionisés. Dans l’example de la molécule

H2 considéré à la section précédente, une description utilisant une base minimale d’orbi-

tales moléculaires liées engendrant trois CSFs singulets combinée à un ensemble d’ondes

planes orthogonalisées pour décrire les états du continuum a été employée. La dyna-

mique au sein des états ionisés résultant de cette description a été prise en charge

par un algorithme split-operator d’ordre trois [voir Eq. (4.17b)] afin d’inclure les effets

découlant des forces de Coulomb exercées par les noyaux de la molécule sur les électrons

ionisés.

Bien que l’inclusion partielle de l’interaction électron-électron soit possible en re-

courant à un potentiel effectif moyen, cette avenue demeure à être explorée à un ni-

veau d’exactitude plus approfondi, en concert avec d’autres idées telles que l’approxi-

mation Eikonal-Volkov. C’est l’omission, même partielle, des effets de la corrélation

électronique dans le continuum qui constitue l’approximation la plus sévère dans les tra-

vaux présentés, ici, dans cette démonstration de principe. En effet, c’est cette dernière

qui a notamment provoqué l’impossibilité de description des processus d’ionisation

non-séquentielle. Pour la considération de ce type d’effets, en trois dimensions, la

discrétisation du continuum d’ionisation (monoélectronique) par des fonctions de base

de carré sommable (L2) pourrait être préférable au recours à la représentation de type

grille qui a été utilisée ici. Pour une telle extension de la base orbitalaire et pour la

description théorique de molécules plus complexes, une implantation de l’algorithme

TDMCSCF non-variationnel incluant un traitement séparé des processus d’ionisation

au sein d’une suite de programmes de chimie quantique s’avérerait très avantageuse. Un

développement méthodologie de la sorte s’avère des plus prometteurs car l’inclusion des

potentiels de Coulomb, à la fois des attractions nucléaires et des répulsions électroniques,

via une formulation de type split-operator est plus aisée dans leur représentation ma-

tricielle dans la base finie (bien que nécessairement très grande) des fonctions de bases

L2 en trois dimensions.

Dans le cadre de ce travail, la dynamique électronique a été considérée à géométrie

nucléaire fixée qui ne joue virtuellement que le rôle de paramètre dans l’esprit de l’ap-

proximation Born-Oppenheimer. En utilisant des états électroniques dépendants du

temps ainsi paramétrés et évoluant à partir d’états électroniques orthonomés pris comme

base initiale, la prochaine étape importante serait la résolution des équations de mouve-

ment couplées pour les paquets d’ondes nucléaires définis dans cette représentation. Cela



88 Chapitre 4. Description théorique des processus d’ionisation

correspondrait à des solutions au-delà du cadre Born-Oppenheimer, non-adiabatiques,

au problème dynamique de l’ensemble de la molécule dans cette approche recourant

à des fonctions de base. Cette phase est cruciale compte tenu des observations faites

récemment d’effets des mouvements nucléaires, à l’échelle de temps de la dynamique

électronique ionisation/recollision [122] et de signatures de la structure géométrique

moléculaire dans les signaux d’émission d’harmoniques d’ordres élevés [124].

Les calculs présentés ici, en dépit de leur intention exploratoire, illustrent comment

la présente méthodologie peut dévoiler de nouveaux phénomènes dans la dynamique

électronique induite par laser, à l’échelle attoseconde. Par exemple, les trajectoires

électroniques représentées à la Fig. (4.4), avec tous ses détails, indiquent clairement

les oscillations de grande amplitude des électrons libérés avec des recollisions aux mo-

ments attendus au sein de l’impulsion laser. Tel qu’il avait été discuté, l’observation

faite au panneau (b) de cette figure indique une excitation induite par la recollision, un

effet intéressant de la dynamique électronique de diffusion inélastique. Les Figs (4.7)

et (4.8) sont caractérisées par la formation, à une échelle de temps plus courte que la

demi-période optique du champ 800 nm (660 as), d’une configuration ionique transi-

toire H+H−, un état passerelle menant à une exaltation du rendement d’ionisation de

la molécule de dihydrogène. On a ensuite démontré comment cet effet dépend du choix

de la CEP δ de l’impulsion ultra-brève.

Outre les applications de cette méthodologie à la physique attoseconde, le calcul

explicite des amplitudes d’ionisation sous l’effet d’une impulsion ou d’un train d’im-

pulsions XUV dans le régime attosecondes en fonction des paramètres géométriques

pourrait être effectué afin d’obtenir un état initial non-Franck-Condon pour la propa-

gation de paquets d’ondes nucléaires de l’ion H+
2 , modélisant sa dissociation induite par

un champ infrafouge d’une durée de l’ordre de quelques femtosecondes [1]. Les autres ap-

plications que ce développement théorique peut couvrir, une fois complètement implanté

dans une suite de programmes de chimie quantique ab-initio, incluent les simulations

réalistes des processus accompagnant la recollision électronique dirigée par laser dans

les molécules polyatomiques, d’abord à géométrie fixée, puis en incluant les mouvement

nucléaires.
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4.2 Approche monoélectronique

4.2.1 Division des orbitales monoélectroniques en sous-espaces

complémentaires

Dans la première partie du présent chapitre, une partition de l’espace de Hilbert a été

proposée pour la prise en charge des phénomènes d’ionisation et la description théorique

des mouvements électroniques de grande amplitude. Dans cette mise en oeuvre utilisant

un point de vue passif [c’est-à-dire que l’effet des rotations orbitalaires dans l’espace P

est traduit en termes de changements au sein des coefficients γi(k)], cela est équivalent

à étendre l’espace des états de configuration à un très grand nombre de CSFs, incluant

ceux décrivant les configurations des premiers ions de la molécule étudiée. Dans la

mesure où la description des effets de la corrélation électronique est négligée, ou du

moins approximée à un potentiel effectif monoélectronique, on montrera maintenant

qu’il existe une représentation équivalente, dans le point de vue actif (c’est-à-dire dans

l’esprit MCSCF ou les orbitales sont transformées en concert avec les changements du

contenu CI), où les processus physiques reliés à la production de photoélectrons sont

traduits en termes de rotations orbitalaires.

Dans un tel cadre, les orbitales moléculaires, initialement des orbitales strictement

liées de la molécule, acquièrent, au fil du temps, une composante appréciable le long

d’états monoélectroniques appartenant au continuum d’ionisation de la molécule. Ce

faisant, il n’est plus nécessaire d’utiliser un nombre arbitrairement élevé d’états de

configuration pour décrire avec précision de tels processus physiques. On montrera, par

ailleurs, que l’espace actif complet engendré par une description en base minimale d’un

système moléculaire donné, formé de CSFs à caractère strictement lié, suffit déjà pour

représenter l’ionisation totale de cette molécule ! Le prix à payer pour cette simplifica-

tion spectaculaire étant, d’une part, le caractère moins direct du calcul des observables

et, d’autre part, la difficulté de décrire complètement les effets de corrélation (à un

niveau plus élaboré que par l’utilisation d’un potentiel effectif monoélectronique) sans

faire intervenir des états de configuration des ions parents. À cet égard, il est possible de

combiner cette approche de partition appliquée seulement à la partie monoélectronique

de la dynamique à celle présentée à la première partie de ce chapitre.

La première conséquence d’un tel schéma de partition de l’espace est une définition

différente des projecteurs orthogonaux Q̂ et P̂ qui sont maintenant associés à des états
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monoélectroniques orbitalaires, plutôt qu’aux différents états de configuration. Ainsi,

les relations des Eqs (4.1) sont remplacées par les définition suivantes

Q̂ =
∑

i

|ϕi
〉〈
ϕi| (4.26a)

P̂ =

∫

|χk
〉〈
χk| dk (4.26b)

où on rappelle que les |ϕi
〉
désignent les orbitales liées en absence du champ électrique

externe et les |χk
〉
sont une représentation des état libres monoélectroniques. Les pro-

jecteurs Q̂ et P̂ ainsi définis obéissent aux mêmes propriétés mentionnées aux Eqs

(4.2) et engendrent des équations de mouvement analogues aux Eqs (4.5a) et (4.5b).

Pour les obtenir, il suffit d’écrire l’expression de la dépendance temporelle des orbitales

moléculaires |ϕi, t
〉
(désignant à la fois les OMs liées et du continuum)

|ϕi, t
〉
= Û1(t, 0)|ϕi, 0

〉
(4.27)

et d’écrire l’équation de Schrödinger effective pour les orbitales moléculaires en utilisant

la définition (3.45) de l’opérateur Û1

ı̇∂t|ϕi, t
〉
=
(

ı̇∂tÛ1(t, 0)
)

|ϕi, 0
〉

= Ĥ1(t)Û1(t, 0) |ϕi, 0
〉
= Ĥ1(t)|ϕi, t

〉
(4.28)

En insérant l’identité Q̂ + P̂ = ✶̂ dans cette équation de Schrödinger effective pour la

partie monoélectronique , on trouve alors

ı̇∂t|ϕi,Q, t
〉
= Ĥ1,QQ(t)|ϕi,Q, t

〉
+ Ĥ1,QP (t)|ϕi,P , t

〉
(4.29a)

ı̇∂t|ϕi,P , t
〉
= Ĥ1,PQ(t)|ϕi,Q, t

〉
+ Ĥ1,PP (t)|ϕi,P , t

〉
(4.29b)

où Ĥ1,AB désigne l’opérateur Â · Ĥ1(t) · B̂ et |ϕi,A, t
〉
la composante Â|ϕi, t

〉
de l’orbitale

moléculaire ϕi. Les solutions aux équations (4.29a) et (4.29b) peuvent s’écrire sous la

forme générale

|ϕi,Q, t+ ǫ
〉
= ÛQQ(t, t+ ǫ)

[

M̂1(t)|ϕi,Q, t
〉
+ M̂2(t)|ϕi,P , t

〉]

(4.30a)

|ϕi,P , t+ ǫ
〉
= ÛPP (t, t+ ǫ)

[

M̂3(t)|ϕi,P , t
〉
+ M̂4(t)|ϕi,Q, t

〉]

(4.30b)

où on posera

ÛQQ(t, t+ ǫ) = exp
(
−ı̇H̄1,QQ(t)

)
(4.31a)

ÛPP (t, t+ ǫ) = exp
(
−ı̇H̄1,PP (t)

)
(4.31b)
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avec H̄1,AB désignant une interaction moyennée sur l’intervale temporel ǫ

H̄1,AB(t) =

t+ǫ∫

t

Â · Ĥ1(t
′) · B̂ dt′ (4.32)

Il s’ensuit que les matrices de couplage M1, M2, M3 et M4 sont choisies de sorte à ce

que les Eqs (4.29a) et (4.29b) soient satisfaites. On peut montrer que ces couplages sont

de la forme suivante

M̂1(t) =

[

1̂− 1

4

(
H̄1,QP (t) · H̄1,PQ(t)

)
]

· X̂(t) (4.33a)

M̂2(t) = −ı̇X̂(t) · H̄1,QP (t) (4.33b)

M̂3(t) = 1̂− 1

2

(

H̄1,PQ(t) · X̂(t) · H̄1,QP (t)
)

(4.33c)

M̂4(t) = −ı̇H̄1,PQ(t) · X̂(t) (4.33d)

avec

X̂(t) =

[

1̂ +
1

4

(
H̄1,QP (t) · H̄1,PQ(t)

)
]−1

(4.33e)

On remarque que la forme des solutions ainsi exprimées diffère de celle qui avait été

présentée à la première section de ce chapitre. On privilégiera cette nouvelle expression

en raison du caractère unitaire de la transformation qu’elle définit. Cette caractéristique,

ici, est beaucoup plus indispensable que pour le cas de l’approche multiélectronique où,

en dépit d’une structure absolument analogue des équations de mouvement couplées, les

solutions suggérées engendrent une dynamique présentant des problèmes de conserva-

tion de la norme 2. Dans le cas de l’approche monoélectronique, cette nécessité tire son

origine du fait que l’on doive reconstruire les états de configuration à partir d’états orbi-

talaires déformés ; tout problème de conservation de la norme, à ce stade, pourrait impli-

quer des difficultés importantes concernant l’interprétation du sens physique des obser-

vables calculées, ce qui n’était pas aussi dramatique avec l’approche multiélectronique.

Cela dit, les solutions données ci-haut pourraient tout aussi bien s’appliquer au cas

multiélectronique, en remplaçant bien sûr la fonction d’onde et l’Hamiltonien mono-

électroniques par leur analogues multiélectroniques.

La découverte de cette formulation unitaire étant plus récente que la publication des

résultats obtenus avec l’approche multiélectronique, elle sera illustrée, ici, uniquement

2. Voir l’annexe B pour une analyse plus détaillée à cet effet.
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dans le cadre de l’approche monoélectronique. Aucun motif raisonnable ne permet de

croire que les conclusions tirées en (4.1) deviendraient caduques en employant ce nou-

veau traitement. Sous cette forme, le formalisme Feshbach pour le traitement séparé

des rotations orbitalaires dans l’espace liée et dans l’espace des états du continuum

représentera effectivement une transformation unitaire, c’est-à-dire une opération qui

conserve le caractère orthonormal des fonctions de bases utilisées. Un dernier commen-

taire s’impose à propos du paramètre ǫ, le pas d’intégration des équations de mouve-

ment. Les solutions demeurent unitaires pour toute valeur de ce paramètre. Cependant,

en ligne avec les autres approximations qui sont déjà faites, il est impératif de choisir

une valeur suffisamment faible pour éviter une erreur sur la dynamique résultante.

Suivant l’esprit TDMCSCF, on souhaite accumuler l’effet des rotations orbitalaires

dans une matrice ▲ qui sera utilisée pour le calcul des observables ainsi que pour la

transformation des intégrales mono- et biélectroniques, au début de chaque tranche

de temps. Pour ce faire, il est impératif d’exprimer l’opérateur d’évolution temporelle

Û1(t, 0) en termes d’une représentation matricielle ❯1 dans la base de toutes les orbitales

moléculaires (à la fois de l’espace Q et P ) du modèle

❯1(t+ ǫ, t) =❯QQ(t+ ǫ, t) · ❯PP (t+ ǫ, t) · [▼1(t) + ▼2(t)] · [▼3(t) + ▼4(t)] (4.34)

où les lettres doubles désignent les représentations matricielles des opérateurs définis

aux Eqs (4.31) et (4.33). On note que les matrices ❯QQ et ❯PP sont complétées par

l’identité ✶̂ dans le sous-espace complémentaire de sorte que la transformation laisse

invariante celui-ci alors que les matrices ▼i le sont par des zéros. On rappelle que la

représentation de l’opérateur d’évolution temporelle pour la partie monoélectronique est

suivie de l’accumulation de son effet dans la matrice ▲ qui est répétée successivement.

▲(t+ ǫ) = ▲(t) · ❯1(t+ ǫ, t) (4.35)

Cette première portion de la propagation est évidemment accompagnée de la trans-

formation concomitante générée par Ĥ2,int qui gouverne les variations du contenu CI

agissant exclusivement dans l’espace actif (multiélectronique) du modèle considéré. Les

observables peuvent ensuite être évaluées au temps courant en utilisant les coefficients

effectifs c̃I donnés par des relations du type (3.63) et (3.64). Ces c̃I sont associés aux

états de configuration construits en utilisant la base orbitalaire initiale. On montrera,

au cours de la section suivante, qu’il est possible de calculer les coefficients effectifs as-

sociés à des CSFs qui ont été exclus de l’espace actif dynamique en illustrant la présente

formulation du traitement de l’ionisation en considérant le cas de la molécule d’hydrure

de lithium (LiH).
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4.2.2 Exemple d’application : Ionisation de LiH

Afin d’illustrer le fonctionnement de cette description des processus d’ionisation en

termes des rotations orbitalaires, nous allons considérer le cas d’une molécule diato-

mique hétéronucléaire à quatre électrons, l’hydrure de lithium (LiH), dans sa géométrie

d’équilibre. Les états moléculaires liés seront représentés dans une base 6-31g**. Pour

ce système, on dénombre dans cette base 19 orbitales atomiques, soit :

5 pour l’atome H

({1s, 2s, 2px, 2py, 2pz})

14 pour l’atome Li

({1s, 2s, 2px, 2py, 2pz, 3s, 3px, 3py, 3pz, 3dz2 , 3dxz, 3dyz, 3dx2−y2 , 3dxy})

Cela engendre au plus 19 combinaisons linéaires indépendantes ou orbitales moléculaires.

De celles-ci, on ne retiendra que les trois orbitales caractérisées par les énergies orbi-

talaires les plus basses, désignées ϕ1, ϕ2, ϕ3, formant pour ce modèle une base mini-

male. Cet ensemble d’orbitales engendre, avec quatre électrons, six CSFs singulets (avec

S = 0) désignés ΦZ=0
I composant l’espace des états de la molécule neutre :

|ΦZ=0
1

〉
=â†1αâ

†
1βâ

†
2αâ

†
2β|vac

〉
↔ |ϕ2

1ϕ
2
2| (4.36a)

|ΦZ=0
2

〉
=

1√
2

(

â†1αâ
†
1βâ

†
2αâ

†
3β + â†1αâ

†
1βâ

†
3αâ

†
2β

)

|vac
〉
↔ |ϕ2

1ϕ
1
2ϕ

1
3| (4.36b)

|ΦZ=0
3

〉
=â†1αâ

†
1βâ

†
3αâ

†
3β|vac

〉
↔ |ϕ2

1ϕ
2
3| (4.36c)

|ΦZ=0
4

〉
=

1√
2

(

â†2αâ
†
2βâ

†
1αâ

†
3β + â†2αâ

†
2βâ

†
3αâ

†
1β

)

|vac
〉
↔ |ϕ1

1ϕ
2
2ϕ

1
3| (4.36d)

|ΦZ=0
5

〉
=

1√
2

(

â†1αâ
†
2βâ

†
3αâ

†
3β + â†2αâ

†
1βâ

†
3αâ

†
3β

)

|vac
〉
↔ |ϕ1

1ϕ
1
2ϕ

2
3| (4.36e)

|ΦZ=0
6

〉
=â†2αâ

†
2βâ

†
3αâ

†
3β|vac

〉
↔ |ϕ2

2ϕ
2
3| (4.36f)

La base {ϕ1, ϕ2, ϕ3} forme le sous-espace monoélectronique lié Q de dimension nq = 3.

Le sous-espace complémentaire P ajoute à l’espace Q np fonctions de base monoélectro-

niques ϕκ étiquettées κ = nq + k, k ∈ 1, np destinées à décrire les ≪ orbitales ≫ du

continuum d’ionisation. La représentation employée dans ce premier développement

exploratoire est celle de simples ondes planes. L’union de ces sous-espaces engendre,

avec quatre électrons, 8×np nouveaux états de configuration ΦZ=1
I (k) formant l’espace

des états du premier ion de la molécule (c’est-à-dire qu’il y a 8 CSFs pour chaque valeur
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du nombre d’onde k) :

|ΦZ=1
1 (k)

〉
=

1√
2

(

â†1αâ
†
1βâ

†
2αâ

†
κβ + â†1αâ

†
1βâ

†
καâ

†
2β

)

|vac
〉
↔ |ϕ2

1ϕ
1
2ϕ

1
κ| (4.37a)

|ΦZ=1
2 (k)

〉
=

1√
2

(

â†1αâ
†
1βâ

†
3αâ

†
κβ + â†1αâ

†
1βâ

†
καâ

†
3β

)

|vac
〉
↔ |ϕ2

1ϕ
1
3ϕ

1
κ| (4.37b)

|ΦZ=1
3 (k)

〉
=

1√
2

(

â†2αâ
†
2βâ

†
1αâ

†
κβ + â†2αâ

†
2βâ

†
καâ

†
1β

)

|vac
〉
↔ |ϕ1

1ϕ
2
2ϕ

1
κ| (4.37c)

|ΦZ=1
4 (k)

〉
=

1

2

(

â†1αâ
†
2βâ

†
3αâ

†
κβ + â†1αâ

†
2βâ

†
καâ

†
3β

)

|vac
〉

+
1

2

(

â†2αâ
†
1βâ

†
3αâ

†
κβ + â†2αâ

†
1βâ

†
καâ

†
3β

)

|vac
〉
↔ |ϕ1

1ϕ
1
2ϕ

1
3ϕ

1
κ| (4.37d)

|ΦZ=1
5 (k)

〉
=

1√
2

(

â†1αâ
†
3βâ

†
2αâ

†
κβ + â†3αâ

†
1βâ

†
καâ

†
2β

)

|vac
〉
↔ |ϕ1

1ϕ
1
2ϕ

1
3ϕ

1
κ| (4.37e)

|ΦZ=1
6 (k)

〉
=

1√
2

(

â†2αâ
†
2βâ

†
3αâ

†
κβ + â†2αâ

†
2βâ

†
καâ

†
3β

)

|vac
〉
↔ |ϕ2

2ϕ
1
3ϕ

1
κ| (4.37f)

|ΦZ=1
7 (k)

〉
=

1√
2

(

â†3αâ
†
3βâ

†
1αâ

†
κβ + â†3αâ

†
3βâ

†
καâ

†
1β

)

|vac
〉
↔ |ϕ1

1ϕ
2
3ϕ

1
κ| (4.37g)

|ΦZ=1
8 (k)

〉
=

1√
2

(

â†3αâ
†
3βâ

†
2αâ

†
κβ + â†3αâ

†
3βâ

†
καâ

†
2β

)

|vac
〉
↔ |ϕ1

2ϕ
2
3ϕ

1
κ| (4.37h)

Cette extension de la base orbitalaire engendre également des états décrivant l’ion LiH2+

issu de la double ionisation ainsi ceux de chaque étape successive jusqu’à l’ionisation

totale de la molécule. Dans le cadre de ce travail exploratoire, en raison de l’objectif

pédagogique de l’exercice, nous allons nous concentrer sur la première ionisation seule-

ment.

Les CSFs ΦZ=1
I (k) n’ont pas été inclus directement dans l’espace actif dynamique.

L’état initial |ψ, t = 0
〉
qui a été considéré est simplement un état propre (l’état fonda-

mental) de l’Hamiltonien total du système exprimé dans la base des 6 CSFs décrivant

la molécule neutre :

|ψ, t = 0
〉
=

6∑

I=1

cI(0)|ΦZ=0
I , t = 0

〉
(4.38)

Le propagateur stroboscopique Û(t, 0) = Û1(t, 0) ·Û2(t, 0) défini aux Eqs (3.45) et (3.46)

vient ensuite changer cette expansion initiale de l’état sans toutefois transférer de com-

posante le long des états ionisés |ΦZ=1
1 , t

〉
, ces derniers ayant été exclus de l’espace

actif. Il est utile de rappeller que la transformation Û1 n’affecte pas les coefficients d’ex-

pansion mais décrit des rotations orbitalaires (incluant maintenant des ≪ orbitales ≫ du

continuum d’ionisation) qui, ici, sont données plus précisément aux Eqs (4.34) et (4.35).
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En principe, l’action du propagateur sur l’expression initiale de |ψ, t
〉
est conduite

d’une façon absolument identique à celle décrite au chapitre (3). Sur le plan opérationnel,

la partition Feshbach au niveau orbitalaire entrâıne quelques différences subtiles [voir

les Eqs (4.34) et (4.35)] mais au final, on obtient un résultat équivalent. Par contre, dans

le cadre du modèle considéré pour les fins exploratoires de cette illustration, quelques

simplifications ont été introduites :

(i) Les termes de couplages H1,QP (t) et H1,PQ(t) engendrant les matrices ▼i de l’Eq.

(4.34) ne retiennent que l’interaction dipolaire entre l’électron et le champ et ignorent,

identiquement à ce qui avait été fait à la section précédente, les couplages non-radiatifs,

c’est-à-dire que HQP (t), notamment, est identifié avec

Q̂Ĥ1(t)P̂ ≃
ne∑

i=1

~ri · ~ε E(t). (4.39)

et similairement pour H1,PQ(t).

(ii) La représentation de ÛPP est plus délicate car son générateur n’est pas aisément

représentable dans une base d’ondes planes. Ce ne serait pas le cas si une représentation

L2 des états du continuum (pour laquelle ces simplifications ne seraient pas nécessaires)

avait été employée. Ici, on traduit l’effet du propagateur dans le sous-espace externe en

traitant chaque ligne du bloc P de la matrice ▲ comme un paquet d’ondes à propager

par une méthode de type grille, utilisant un algorithme split-operator et en identifiant

H1,PP (t) avec

Ĥ1,PP (t) ≃
ne∑

i=1

−∇2
i

2
+ ~ri · ~ε E(t) (4.40)

L’effet de ÛQQ, quant à lui, est traité en considérant toutes les contributions à l’Hamil-

tonien monoélectronique Ĥ1,QQ(t).

(iii) Pour des considérations analogues à celles du point précédent, la transformation

des intégrales biélectroniques (3.60) est tronquée aux orbitales actives (plus précisément

aux orbitales liées). Cela correspond à poser

grstu = 0, ∀ r, s, t ou u < nq (4.41)

En d’autres mots la corrélation électronique est négligée pour toute paire d’orbitales

impliquant au moins un état du continuum. De même, la transformation des intégrales

monoélectroniques est cohérente avec les deux points énoncés ci-haut. Plus précisément,

on utilise l’identification suivante pour les éléments impliquant au moins une orbitale

du continuum

h
(0)
r,k(t) =

〈
ϕi, 0|Ĥ1(t)|χk, 0

〉

≃
〈
ϕi, 0|~r|χk, 0

〉
(4.42)
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ce qui, en somme, ne diffère pas énormément des approximations qui avaient été intro-

duites à la section (4.1).

Les orbitales actives ϕi(t), initialement au caractère strictement lié, évoluent et ac-

quièrent une composante non-nulle le long des ondes planes orthogonalisées, par le biais

de l’action de l’opérateur Û1(t, 0) selon les modalités décrites ci-haut. Il est donc possible

d’envisager des transitions vers les états ionisés que l’on définit en termes des orbitales

non-déformées et ce même si on a choisi de ne pas inclure ces CSFs dans l’espace actif.

En d’autre mots, cette restriction de l’espace actif des configurations n’implique pas

pour autant qu’une projection du type
〈
ΦZ=1

1 (k), t = 0|ψ, t
〉
soit nulle.

Par exemple, on trouve un bloc d’états caractérisant la configuration électronique

fondamentale du premier ion LiH+ ΦZ=1
1 (k) dont l’énergie varie de façon continue

(évidemment discrétisée en np points) selon la valeur de k. La composante AZ=1
1 (k)

associée à chacun de ces états s’écrit, rappelant l’Eq (3.64)

AZ=1
1 (k, t) =

〈
ΦZ=1

1 (k)|Ψ, t
〉

(4.43)

=
6∑

I=1

cI(t)
〈
ΦZ=1

1 (k)|ΦZ=0
I , t

〉

︸ ︷︷ ︸

f1I(k,t)

(4.44)

Pour expliciter davantage cette quantité, il est impératif de connâıtre les six fonctions

de transformations dépendantes du temps f1I(k, t)

f1I(k, t) =

nq+np∑

rstu=1

TI(r, s, t, u) G
Z=1
1,k (r, s, t, u) (4.45)

où les constantes GZ=1
1,k (r, s, t, u) sont simplement les coefficients d’expansion du CSF

ΦZ=1
1 en termes des déterminants de Slater |ϕrα(0)ϕsβ(0)ϕtα(0)ϕuβ(0)| et ne sont cal-

culées qu’une seule fois. Une séquence d’index {r, s, t, u} correspond à un schéma d’oc-

cupation des NOrb = nq + np orbitales par les quatre électrons où l’ordre importe,

relativement à la symmétrie d’échange des fermions. En cohérence avec les définitions

des CSFs données à l’équation (4.37a), les poids GZ=1
1,k sont nuls pour toute valeur de

la séquence {r, s, t, u} à l’exception de

GZ=1
1,k (1, 1, 2, κ) = GZ=1

1,k (1, 1, κ, 2) = GZ=1
1,k (κ, 2, 1, 1) = GZ=1

1,k (2, κ, 1, 1) =

−GZ=1
1,k (1, 2, κ, 1) = −GZ=1

1,k (2, 1, 1, κ) = −GZ=1
1,k (1, κ, 2, 1) = −GZ=1

1,k (κ, 1, 1, 2)

=
1√
2

(4.46)
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où on rappelle que κ = nq + k est un index orbitalaire global associé à l’onde plane ϕk.

Les fonctions TI(r, s, t, u), elles, varient avec le temps. Elles sont de la forme générale

TI(i, j, k, l) =
1

4

NOrb∑

rstu

▲i,r▲j,s▲k,t▲l,u G
Z=0
I (r, s, t, u) (4.47)

En d’autres mots, elles s’expriment directement en termes de la matrice ▲(t) expri-

mant l’effet cumulatif des rotations orbitalaires gouvernées par Û1, le propagateur de

la partie monoélectronique. Les coefficients GZ=0
I (r, s, t, u) désignent les poids relatifs

de l’expansion en déterminants de Slater des CSFs ΦI inclus dans l’espace actifs [ici

ceux de la molécule neutre seulement, c’est-à-dire les six ΦZ=0
I des Eqs (4.36a)]. À l’ins-

tar des constantes GZ=1
I,k (r, s, t, u), ces coefficients peuvent être déduits des définitions

données en (4.36a). Par exemple, les poids GZ=0
1 (r, s, t, u) sont nuls pour toute séquence

{r, s, t, u} sauf pour

GZ=0
1 (1, 1, 2, 2) = GZ=0

1 (2, 2, 1, 1) = −GZ=0
1 (1, 2, 2, 1) = −GZ=0

1 (2, 1, 1, 2) = 1 (4.48)

de sorte que la transformation T1 s’écrit

T1(i, j, k, l) =
1

4

(
❯

∗
1,i❯

∗
1,j❯

∗
2,k❯

∗
2,l + ❯

∗
2,i❯

∗
2,j❯

∗
1,k❯

∗
1,l − ❯

∗
1,i❯

∗
2,j❯

∗
2,k❯

∗
1,l − ❯

∗
2,i❯

∗
1,j❯

∗
1,k❯

∗
2,l

)

et ainsi de suite pour les cinq autres transformations.

La probabilité d’ionisation simple de la molécule PZ=1
1 (t) menant au premier ion

LiH+ dans son état fondamental est obtenue par l’intégration (en pratique, la somme

discrétisée), de façon incohérente, des amplitudes précédemment définies AZ=1
1 (k, t) :

PZ=1
1 (t) =

∫

|AZ=1
1 (k, t)|2 dk (4.49)

Il en va de même pour les autres canaux d’ionisation. La somme des probabilités dis-

tinctes PZ=1
I (t) de chaque canal correspond à la probabilité P1(t) d’ionisation simple

totale, sans égard à l’énergie du photoélectron éjecté. Indroduisons ensuite PBound(t), la

probabilité totale de garder la molécule dans un des états liés qui est tout simplement

PBound(t) =
6∑

I=1

|c̃I(t)|2 (4.50)

Alors, la probabilité totale d’ionisation PTot, incluant tous les processus d’ionisation

multiple, peut s’exprimer 1 − PBound(t). Les probabilités d’ionisation double et des

autres ionisations successives peuvent être déconvoluées en suivant un raisonnement

analogue à ce qui a été présenté précédemment (voir annexe D pour plus de détails à

ce sujet).
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4.2.3 Résultats des simulations

Le cas d’une molécule LiH en interaction avec un champ laser pulsé d’une durée de

quelques cycles optiques a été considéré à géométrie fixée. La distance de liaison a été

posée à 3 a0 et l’axe de polarisation du champ électrique placé parallèlement à l’axe

moléculaire. Les états du continuum ont été développés en utilisant 256 ondes planes le

long de cet axe échantillonnant des valeurs du nombre d’onde kx de −6.7 a−1
0 à 6.7 a−1

0 .

Cela correspond à une grille spatiale couvrant 60 a0 de part et d’autre du centre de

la molécule. Le champ laser dirigeant la dynamique électronique subséquente est de la

forme

E(t) = E0 sin
2

(
πt

2L

)

sin(ωt+ δ), ∀t ∈ {0, 2L} (4.51)

où E0 et ω sont respectivement la force et la fréquence centrale du champ électrique

externe, δ est la phase relative à la modulation de l’enveloppe du champ (CEP) et L

est la durée de l’excitation définie par la largeur à mi-hauteur.

L’intégration numérique de l’équation de Schrödinger a été conduite en utilisant

un intervalle temporel d’au plus 1.6× 10−3 Eh/~ (ou unités atomiques de temps). Les

résultats présentés ci-bas ont considéré une valeur d’éclairement fixée à 8.77 × 1013

W/cm2 avec différentes valeurs de fréquence de l’onde porteuse pour une durée L cor-

respondant à trois prériodes optiques et la CEP posée à δ = 0. De façon semblable à ce

qui a été présenté dans les sections précédentes, la dynamique a été initiée à partir de

l’état fondamental du système sans champ, obtenu par diagonalisation de l’Hamiltonien

électronique total dans la base des 6 CSFs de la molécule neutre.

Le premier cas considéré est celui d’une excitation dont la fréquence centrale cor-

respond à l’energie d’un photon de 128 eV. Cela concorde avec l’énergie ε1 de l’orbitale

moléculaire de plus basse énergie ϕ1. L’énergie d’un tel photon est bien au-delà de la

limite d’ionisation expérimentale de LiH (voir les comparaisons rapportées en [125]) et

est donc susceptible d’engendrer une ionisation très violente de cette molécule. Cette

valeur d’énergie cöıncide approximativement avec le potentiel d’ionisation de l’atome

chargé Li2+ (calculable exactement à partir de la formule de Bohr [126]), ce qui n’est pas

surprenant puisque la composition LCAO de ϕ1 révèle que cette orbitale moléculaire

est essentiellement dominée par la contribution de l’orbitale atomique 1s du lithium, ce

que l’on voit aisément en inspectant le tracé des distributions de probabilités des trois

orbitales actives le long de l’axe internucléaire à la figure (4.9).
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(a) (b)

Li H |ϕ
i(
x
)|2

x (a0)

Figure 4.9 – (a) Système d’axes utilisé pour les simulations : La molécule LiH est

alignée le long de l’axe x, le champ électrique polarisé perpendiculairement à l’axe

moléculaire est dit positif lorsqu’il pointe en direction du proton. (b) Distributions de

densité de probabilité pour les trois orbitales moléculaires en absence du champ prises

le long de l’axe x : La courbe rouge, verte et bleue désignent repsectivement ϕ1, ϕ2 et

ϕ3.

Les résultats des simulations obtenus pour une fréquence centrale correspondant à

une énergie photonique de 128 eV sont affichés à la figure (4.10) ; l’impulsion laser exci-

tatrice étant représentée au panneau (a). Le panneau (b) montre la variation au cours

du temps de la composante principale |c̃1(t)|2 du paquet d’onde électronique, initiale-

ment dominé par l’état de configuration ΦZ=0
1 . On remarque une chute graduelle de la

population de cet état atteignant approximativement 5 %. Cela témoigne de l’excita-

tion du système qui évolue vers un état excité. La variation temporelle de la deuxième

composante la plus importante, au temps initial, est représentée au panneau (c). On

remarque qu’ici aussi, la population marque essentiellement une diminution, quoique

passablement caractérisée par des augmentations ponctuelles indiquant l’intervention

de transitions au sein des états neutres de la molécule.

Le panneau (d) présente les probabilités de quelques processus d’ionisation de LiH

en fonction du temps. La courbe en vert correspond à la probabilité totale d’ionsiation

PTot, sommée sur tous les canaux d’ionisation, simples et multiples. La courbe en bleu

affiche la probabilité totale d’ionisation simple P1. On remarque qu’il y a une faible

différence entre les deux courbes ce qui indique que le processus d’ionisation majori-
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taire qui est observé est l’ionisation simple. Des calculs préliminaires ont montré que

l’importance de la probabilité d’ionisation multiple gagnait de l’ampleur si l’intensité

de l’impulsion laser était augmentée. Ce résultat indique que, dans le régime d’intensité

considéré, le choix de se concentrer à l’examen de la première ionisation seule était

raisonnable.

Finalement, les courbes en noir et en rouge représentent les probabilités associées

aux deux principaux canaux d’ionisation simple : en noir, celui associé à la production

d’un ion LiH+ dans son état fondamental ΦZ=1
1 ; en rouge, à l’ionisation d’un électron

de coeur pour produire LiH+ dans l’état de configuration ΦZ=1
3 . On remarque que le ca-

nal qui domine la probabilité d’ionisation simple est celui caractérisé par l’arrachement

d’un électron de coeur, produisant un ion dans un de ses états excités, au détriment

de l’éjection d’un électron de la couche de valence qui est généralement favorisée. Ce

résultat est cohérent avec ce qui est attendu dans le cas d’une excitation à grande

énergie, particulièrement dans ce cas où l’énergie du photon est résonnante avec la

transition d’un électron à partir de l’orbitale ϕ1 vers le continuum d’ionisation.

Si on diminue l’énergie du photon à 81 eV, une valeur bien supérieure à l’énergie de

l’orbitale ϕ2, l’ionisation est alors dominée par le canal menant à la formation de l’ion

dans sa configuration électronique fondamentale. Cette observation peut être effective-

ment dégagée par inspection du panneau (d) de la figure (4.11). En outre, on remarque

une participation du canal ΦZ=1
3 , en dépit du fait que l’énergie d’un seul photon ne soit

pas suffisante pour ioniser un électron de coeur. Toutefois, la majorité des transferts

de population vers ΦZ=1
3 s’avèrent être le fruit des rotations orbitalaires entre ϕ1 et ϕ2

qui s’amenuisent lorsque le champ électrique externe s’éteint. Finalement, la probabi-

lité d’ionisation multiple semble beaucoup chuter par rapport au calcul précédent ; les

courbes affichant P1(t) et PTot sont largement indiscernables l’une de l’autre.

Analysons maintenant la situation pour une excitation à 13.6 eV, soit approximati-

vement la différence d’énergie orbitalaire entre ϕ2 et ϕ3. Il est donc fort prévisible que

des transferts de population substantiels soient observés entre ces deux orbitales. La

figure (4.12) corrobore cette intuition en affichant les composantes du paquet d’ondes

les plus pertinentes en fonction du temps. Les panneaux (b) et (c) témoignent d’une

dépopulation d’environ 25 % de la configuration électronique fondamentale de LiH aux

dépends du premier état excité qui dépasse rapidement le poids initial de la configura-

tion |ϕ2
1ϕ

2
3| (ΦZ=0

3 ) pour ensuite retomber à des valeurs à peu près égales.
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(a)

(b)

(c)

(d)

Figure 4.10 – Populations des différents états de configuration en fonction du temps

sous l’effet d’un champ laser pulsé de fréquence centrale correspondant à une énergie de

128 eV, illustré au panneau (a). Les probabilités de trouver le système dans la configu-

ration électronique |ϕ2
1ϕ

2
2| et |ϕ2

1ϕ
2
3| sont présentées respectivement au panneau (b) et

(c). Le panneau (d) affiche les probabilités d’ionisation dans différents canaux : en noir,

la probabilité d’ionisation simple conduisant à l’ion LiH+ dans son état fondamental ;

en rouge, celle conduisant à LiH+ dans l’état de configuration ΦZ=1
3 ; en bleu, la pro-

babilité d’ionisation simple totale P1(t) ; en vert, la probabilité d’ionisation totale PTot,

incluant les ionisations multiples.
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(a)

(b)

(c)

(d)

Figure 4.11 – Populations des différents états de configuration en fonction du temps

sous l’effet d’un champ laser pulsé de fréquence centrale correspondant à une énergie de

81 eV, illustré au panneau (a). Les probabilités de trouver le système dans la configura-

tion électronique |ϕ2
1ϕ

2
2| et |ϕ2

1ϕ
2
3| sont présentées respectivement au panneau (b) et (c).

Le panneau (d) affiche les probabilités d’ionisation dans différents canaux : en noir, la

probabilité d’ionisation simple conduisant à l’ion LiH+ dans son état fondamental ; en

rouge, celle conduisant à LiH+ dans l’état de configuration ΦZ=1
2 ; en bleu, la probabilité

d’ionisation simple totale P1(t) ; en vert, la probabilité d’ionisation totale PTot, incluant

les ionisations multiples.
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Ce basculement de la population entre ϕ2 et ϕ3 se manifeste également au sein des

états de configuration de l’ion LiH+, comme on peut l’apercevoir au panneau (d). Les

deux canaux principaux desquels on peut déconvoluer la probabilité d’ionisation simple

totale P1(t) sont Φ
Z=1
1 et ΦZ=1

2 , au contraire des deux scénarios d’excitations précédents.

La production d’ions LiH+ issue de l’arrachement d’un électron de coeur apparâıt mar-

ginale, ici. On forme principalement les ions dans leurs configuration électronique fon-

damentale, mais l’électron de valence restant peut absorber un autre photon engendrant

ainsi un ion dans son premier état excité et ce de façon transitoire puisqu’on observe

un échange entre les deux canaux tout-à-fait comparable à celui qui s’exerçait au sein

des états de la molécule neutre.

Pour chacun des cas considérés ci-haut, il est intéressant et instructif d’examiner

la composante externe (c’est-à-dire la composante P ) du paquet d’ondes électronique

et comment celle-ci évolue au cours du temps. À cette fin, introduisons deux types

d’observables. La plus naturelle semble être la composante P des trois orbitales liées

dépendantes du temps, accessible facilement par la construction de la matrice ▲. Ainsi,

le panneau (a) des figures (4.13), (4.14) et (4.15) montre ces éléments de matrice en

module au carré, respectivement pour l’excitation à 128, 81 et 13.6 eV, les colonnes

correspondant dans l’ordre à P̂ϕ1(kx, t), P̂ϕ2(kx, t) et P̂ϕ3(kx, t), et ce en fonction du

temps.

Cette première observable a toutefois un intéret limité puisque les orbitales ne sont

pas toutes occupées en chacun des temps de l’évolution temporelle. Ainsi, on ne peut

pas directement inférer l’ionisation à partir d’une orbitale donnée strictement à partir

de cette information. Pour cette raison, la deuxième observable, bien que son obtention

soit moins directe, possède un sens physique beaucoup plus profond et intéressant. On la

désignera comme étant la denstié électronique partielle dans le continuum d’ionisation

ρI(x, t) résultant de l’ionisation simple associée au canal ΦZ=1
I . En représentation des

impulsions, cette densité partielle sécrit

ρ̃I(kx, t) = |
〈
ΦI(kx)|ψ, t

〉
|2 (4.52)

C’est donc la distribution formée des projections (en module au carré) le long du CSF

|ΦZ=1
I (kx)

〉
. Dans l’espace normal, ρI(x, t) est simplement la transformée de Fourier de

cette distribution

ρI(x, t) =

∣
∣
∣
∣

∫

ρ̃I(kx, t)e
ı̇xkx dkx

∣
∣
∣
∣

2

(4.53)

Les densités électroniques partielles seront affichées, pour les trois premier canaux d’io-

nisation, au panneau (b) des figures (4.13), (4.14) et (4.15).
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Figure 4.12 – Populations des différents états de configuration en fonction du temps

sous l’effet d’un champ laser pulsé de fréquence centrale correspondant à une énergie de

13.6 eV, illustré au panneau (a). Les probabilités de trouver le système dans la configu-

ration électronique |ϕ2
1ϕ

2
2| et |ϕ2

1ϕ
2
3| sont présentées respectivement au panneau (b) et

(c). Le panneau (d) affiche les probabilités d’ionisation dans différents canaux : en noir,

la probabilité d’ionisation simple conduisant à l’ion LiH+ dans son état fondamental ;

en rouge, celle conduisant à LiH+ dans l’état de configuration ΦZ=1
3 ; en bleu, la pro-

babilité d’ionisation simple totale P1(t) ; en vert, la probabilité d’ionisation totale PTot,

incluant les ionisations multiples.
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Les résultats présentés à la figure (4.13) corroborent l’interprétation selon laquelle

le signal d’ionisation est dominé par l’éjection d’un électron de l’orbitale ϕ1. Cela peut

s’apprécier en examinant la première colonne du panneau (a) de la figure (4.13) et la

troisième colonne du panneau (b). Au panneau (a), on peut remarquer une accumulation

progressive et continue de composantes
〈
kx|ϕ1, t

〉
centrées autour de kx = 0. Lorsque

le champ électrique prend une valeur appréciable, quelques oscillations apparaisssent à

des valeurs élevées de |kx| pour ensuite disparâıtre à l’extinction du champ rappelant

un profil d’excitation du type oscillations de Rabi. Ce fait semble indiquer que ces com-

posantes éphémères sont des manifestations d’excitations vers les états de Rydbergs qui

ne sont pas inclus dans la base d’orbitales de l’espace Q, mais qui sont toutefois cou-

vertes par les états définissant le projecteur P̂ . Les deux autres panneaux présentent des

structures au caractère beaucoup plus localisé indiquant que les transferts de popula-

tion associés aux canaux impliquant les orbitales ϕ2 et ϕ3 sont essentiellement dominés

par des processus d’excitation plutôt que par la production de photoélectrons.

Cette observation, relativement claire suite à l’inspection du panneau (a), devient

beaucoup plus évidente lorsque l’évolution temporelle des trois orbitales actives est

traduite en termes de densités électroniques partielles associées aux canaux d’ionisa-

tion principaux, tel que montré au panneau (b) de la figure (4.13). Les deux premières

colonnes associées à des canaux d’ionisation simple où l’orbitale ϕ1 demeure double-

ment occupée affichent une densité électronique qui demeure localisée près des centres

nucléaires, laissant croire que cette densité est attribuable à la population d’états ex-

cités. Les distributions ρ1(x, t) et ρ2(x, t) sont confinées sur une distance approxima-

tivement de 3 a0 qui ne s’étale qu’au moment de l’extinction du champ externe. Cet

étalement, attribuable à la production de photoélectrons laisse entendre que l’ionisation

issue de ces deux canaux passe nécessairement par des états transitoires qui s’auto-

ionisent suite à un laps de temps relativement court. La situation est dramatiquement

différente pour le troisième canal (à la dernière colonne) qui est caractérisé par une aug-

mentation continue de la densité électronique partielle et un étalement lent, indiquant

le détachement de photoélectrons d’énergie cinétique faible.

La situation avec une impulsion de 81 eV présente les caractéristiques d’une phy-

sique différente. Le signal d’ionisation dominant provient de l’éjection d’électrons de

l’orbitale moléculaire ϕ2. Cette interprétation s’appuie sur l’analyse du deuxiéme gra-

phique du panneau (a) de la figure (4.14) qui affiche deux bandes de composantes

centrées en |kx| = 1.75 a−1
0 marquant une accumulation continue. Cette valeur de la

quantité de mouvement correspond, avec un bon accord, à l’énergie cinétique résiduelle

attendue suite à l’absorption d’un photon de 81 eV à partir de l’orbitale ϕ2. On re-
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marque également la présence de composantes localisées oscillant en synchronisme avec

le champ externe qui sont attribuables à des excitations telles que celles évoquées au

paragraphe précédent. Ces excitations expliquent les fluctuations observées pour les

courbes représentant PZ=1
1 (t) et P1(t), à la figure (4.11). En effet, le graphique illus-

trant la forme de ϕ1(t) est entièrement dominé par des structures caractéristiques d’ex-

citations, montrant que les fluctuations observées pour PZ=1
3 (t) résultent en fait des

oscillations de Rabi entre divers états excités du sous-espace externe P .

Le panneau (b) de la figure (4.14) présente les distributions de densité électronique

partielle pour les trois premiers canaux d’ionisation simple. Le graphique de gauche

illustre la situation pour le canal d’ionisation dominant, ΦZ=1
1 . On constate que la

densité électronique partielle est largement dominée par des composantes localisées à
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Figure 4.13 – Composantes externes du paquet d’ondes électronique dirigé par une

impulsion laser de 128 eV : (a) Composantes externes
〈
kx|ϕi, t

〉
en module au carré des

orbitales moléculaires dépendantes du temps incluses dans l’espace actif. (b) Distribu-

tions spatiales de la densité électronique en fonction du temps dans les trois premiers

canaux d’ionisation simple de LiH.
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faible distances des noyaux, révélant qu’elle est issue des excitations vers des états de

Rydberg. Ces composantes s’atténuent vers la fin de l’excitation pour révéler deux jets

relativement diffus qui s’étendent à plus grandes distances, attribuables à un signal

d’ionisation véritable. Le graphique de droite illustre la densité partielle correspondant

au canal d’ionisation d’un électron de coeur (ΦZ=1
3 ). On y remarque la présence de

petites stries correspondant au détachement d’électrons qui peut s’orchestrer soit par

l’absorption de deux photons ou bien par l’intervention d’un état transitoire passerelle

auto-ionisant. La probabilité calculée pour l’ionisation par ces processus est toutefois

à des ordres de grandeur bien inférieure à celle découlant des composantes fortement

localisées centrées en x = 0 qui représentent l’excitation vers des orbitales de haute

énergie.
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Figure 4.14 – Composantes externes du paquet d’ondes électronique dirigé par une

impulsion laser de 81 eV : Composantes externes
〈
kx|ϕi, t

〉
en module au carré des orbi-

tales moléculaires dépendantes du temps incluses dans l’espace actif. (b) Distributions

spatiales de la densité électronique en fonction du temps dans les trois premiers canaux

d’ionisation simple de LiH.

Finalement, les résultats obtenus à 13 eV sont groupés à la figure (4.15). L’examen du
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panneau (a) semble indiquer que les trois orbitales présentent des mélanges importants

avec des orbitales excitées, exclues de l’espace Q. On distingue toutefois, vers la moitié

de l’impulsion, l’apparition de composantes à des faibles valeurs de |kx| qui semblent

synchronisées avec les oscillations du champ électrique externe. Il est raisonnable de

croire que ces composantes soient assimilables à la production de photoélectrons. La

courbe de la figure (4.12) affichant la dépendance temporelle de la probabilité d’ioni-

sation simple totale P1(t), quoique manifestement noyée dans des fluctuations issues

d’oscillations de Rabi, marque une certaine persistance dont l’origine semble être ces

composantes à des faibles valeurs de |kx|. Le graphique de droite, correspondant à

l’orbitale ϕ3, est le seul cas ou ces composantes s’accumulent de façon continue, ce

qui semble indiquer que cette orbitale devrait jouer un rôle important dans les confi-

gurations électroniques dominantes du signal d’ionisation véritable. Cela se manifeste

également à la figure (4.12) où on a noté que l’importance du canal ΦZ=1
2 a surpassé celle

de ΦZ=1
3 , contrairement à la situation observée pour les deux cas d’excitation précédents.

L’analyse du panneau (b) de la figure (4.15) apporte peu de nouvelles informations

si ce n’est qu’il met en exergue le caractère dominant des excitations dans le signal

attribué au canal ΦZ=1
3 . En effet, on remarque de fortes composantes centrées en x = 0

qui dominent largement les bouffées d’électrons diffuses formées au sein de l’impulsion.

Ces dernières peuvent d’ailleurs s’observer dans les trois canaux représentés. Pour les

canaux ΦZ=1
1 et ΦZ=1

2 , on trouve également une importante composante diffuse près

des centres nucléaires qui pourrait être attribuée à des transitions vers des états excités

engendrant une polarisation forte de la molécule qui relaxe ensuite lorsque le champ

électrique retourne à une plus faible valeur. Cela expliquerait l’allure des profils d’exci-

tation qui ont été reportés au panneau (d) de la figure (4.12).

Les trois cas considérés jusqu’à maintenant correspondent à des régimes d’ionisation

multiphotonique. Ce sont des cas d’excitation à haute fréquence où la voie vers la forma-

tion d’ions qui prévaut est l’absorbtion de quelques photons. Dans un tel cas, l’éjection

de photoélectrons se fait à peu près également dans toutes les directions, tel qu’on a pu

le constater aux figures (4.13), (4.14) et (4.15). Nous allons maintenant considérer un

scénario à basse fréquence où le mécanisme menant à l’ionisation est l’intervention de

l’effet tunnel. Dans le régime tunnel, il faut un nombre beaucoup plus élevé de photons

pour arracher un électron ce qui rend la probabilité d’un tel événement bien plus infime.

Ainsi, celle ci décrôıt exponentiellement avec la force du champ électrique appliqué. En

corrolaire, la production de photoélectrons s’effectue essentiellement au voisinage d’un

des maxima du laser, donc à des moments très précis de l’évolution temporelle. Cette

connaissance précise de l’amorçage de la dynamique permet, en outre, l’utilisation des
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paquets d’ondes électroniques libérés comme outil d’imagerie dynamique moléculaire,

tel que discuté au chapitre 5.

À cette fin, nous allons examiner le cas d’une excitation induite par une forme de

champ électrique plus réaliste, soit celle correspondant à un laser Ti-Saphir dont la

longueur d’onde centrale se situe approximativement à 800 nm, soit une énergie de

1.5 eV, bien en deçà de l’énergie nécessaire pour arracher un électron de la molécule

LiH. Les oscillations d’un tel champ de force sont beaucoup plus lentes que pour les

cas qui avaient été considérés précédemment. En conséquence, lorsqu’un électron est

relaché dans le continuum, il ressent un champ électrique qui pointe beaucoup plus

longtemps dans une direction unique ce qui a pour effet de l’accélérer davantage dans

cette même direction. Alors, en régime tunnel, les photoélectrons peuvent être mesurés
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Figure 4.15 – Composantes externes du paquet d’ondes électronique dirigé par une

impulsion laser de 13 eV : Composantes externes
〈
kx|ϕi, t

〉
en module au carré des orbi-

tales moléculaires dépendantes du temps incluses dans l’espace actif. (b) Distributions

spatiales de la densité électronique en fonction du temps dans les trois premiers canaux

d’ionisation simple de LiH.
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à des énergies bien plus grandes et on note un caractère plus sélectif quant à leur direc-

tion d’éjection. Ce dernier effet donne lieu à une possibilité de contrôle de la direction

d’éjection des électrons que nous allons examiner pour le cas de la molécule LiH qui

s’avère, en outre, intéressant en raison de la présence d’un dipole électrique permanent

au sein de cette molécule. Ce dernier peut entrer en compétition avec le champ externe

et engendrer des effets intriguants qui pourront s’observer en faisant varier la valeur de

la phase absolue δ de l’impulsion excitatrice.

Puisque l’excursion des électrons dans le continuum est plus grande, une grille

différente de celle des calculs précédents a été choisie. La région spatiale couvre main-

tenant 400 a0 de part et d’autre de l’origine (sur l’axe x) et est échantillonnée par 1024

ondes planes prises sur l’axe principal de la molécule. Cela correspond, dans l’espace

réciproque, à une gamme de valeurs pour le vecteur d’onde kx de −4.0 a−1
0 à 4.0 a−1

0 .

La propagation utilise un pas de temps adapté à la fréquence d’excitation fixé, ici, à

9.4× 10−3 Eh/~, soit légèrement plus long que pour les calculs à haute fréquence, mais

suffisamment court pour que la dynamique soit convergée. L’impulsion excitatrice uti-

lisée est de la même forme que celle donnée à l’équation (4.51), avec L correspondant

également à trois prériodes optiques du champ 800 nm et l’intensité prend la même va-

leur que celle des trois scénarios précédents. Ici, nous allons considérer quatre valeurs de

la phase absolue δ et analyser l’effet entrâıné sur les profils d’ionisation et d’excitation

ainsi que sur les densité d’électrons éjectés, particulièrement la direction et l’amplitude

de cette dernière.

Pour une excitation à aussi basse fréquence, on observe très peu de transferts de

population entre les CFSs de la molécule neutre. Il ne sera donc pas très intéressant de

montrer ces quantités, c’est-à-dire ses différentes composantes |cI(t)|2. Il s’exerce malgré

tout une certaine déplétion de la configuration électronique fondamentale, lorsque le

champ électrique est présent, qui semble s’inverser en grande partie, à la fin de l’ex-

citation. Cette dépopulation se fait au profit des CSFs du premier ion et tout porte

à croire que les excitations vers des orbitales liées excitées (confondues avec des orbi-

tales du continuum dans le modèle, tel que discuté en première partie de ce chapitre)

y jouent un rôle dominant. Le panneau (a) de la figure (4.16) permet de constater ce

transfert de population éphémère vers les états de LiH+ pour δ = 0. Les panneaux (b)

à (d) présentent les même quantités pour les cas où la phase δ vaut respectivement

π/2, π, et , 3π/2. On remarque que la courbe représentant la probabilité totale d’ioni-

sation, après avoir connu des oscillations assez fortes, retrouve une valeur quasi nulle

(du moins en apparence à l’échelle du graphique), en fin de propagation.
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Figure 4.16 – Populations de quelques états de configuration de LiH+ en fonction du

temps sous l’effet d’un champ laser pulsé d’intensité 8.77×1013 W/cm2 et de fréquence

centrale correspondant à une énergie de 1.5 eV, avec δ = 0, π/2, π, 3π/2 illustrés res-

pectivement aux panneaux (a), (b), (c) et (d). La courbe en noir correspond au canal

d’ionisation associé à la formation de l’ion LiH+ dans son état fondamental ; en rouge,

celle conduisant à LiH+ dans l’état de configuration ΦZ=1
2 ; en bleu, la probabilité d’io-

nisation multiple totale Pm(t) définie par PTot(t) − P1(t) ; en vert, la probabilité d’io-

nisation totale PTot, incluant les ionisations multiples. La forme du champ est indiquée

en trait pointillé sur chaque panneau.

L’état de configuration fondamental de LiH+ (ΦZ=1
1 ) est celui vers lequel s’exerce le

plus grand transfert de population ; il est responsable de la plus grande partie de la pro-

babilité d’ionisation simple P1(t) (qui n’est pas montrée). Les deux CSFs suivants (ΦZ=1
2

et ΦZ=1
3 ) sont d’une importance approximativement un ordre de grandeur plus bas et

assez comparable l’une par rapport à l’autre. La figure (4.16) ne montre que la courbe

correspondant à ΦZ=1
2 . Tout comme pour les cas considérant d’autres conditions d’exci-

tation étudiés précédemment, la probabilité d’ionisation multiple PM = PTot(t)− P1(t)

est faible. Pour mieux apprécier la différence entre la probabilité d’ionisation totale PTot

et la probabilité d’ionisation simple P1(t), la figure (4.16) présente la différence entre

ces deux quantités correspondant à la courbe en bleu, la courbe en vert représentant

l’ionisation totale incluant tous les canaux. Évidemment, on rappelle que les trans-

ferts de population observés vers ces CSFs ne correspondent pas entièrement à des
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processus d’ionisation authentiques, mais aussi à des excitations vers des orbitales de

haute énergie. Le degré d’ionisation véritable pour chacun des canaux est difficilement

déconvoluable, ici, sans augmentation de la taille de la base d’orbitales liées. Nous pou-

vons toutefois avoir une information pertinente à l’examen des graphiques de densité

électronique partielle pour les trois canaux d’ionisation simple.

La figure (4.17) s’attarde au cas δ = 0 et présente ces quantiés pour les canaux

ΦZ=1
1 à ΦZ=1

3 , respectivement aux panneaux (a) à (c). Le premier constat, à l’inspection

des trois graphiques est leur très grande similitude, particulièrement pour les faibles

valeurs de |x|. Dans tous les canaux, on peut remarquer une forte dominance de struc-

tures près des centres nucéaires décrivant la densité électronique dans des états excités

de la molécule. On note une formidable asymétrie indiquant une polarisation oscillant

en synchronisme avec le champ externe de part et d’autre de la molécule. Le caractère

dominant de ces excitations empêche de voir la véritable probabilité d’ionisation dans

les courbes de la figure (4.16). Les graphiques montrant la densité électronique partielle,

eux, permettent de constater la présence d’un signal clair, quoique plus faible de plu-

sieurs ordres de grandeur, qui peut être interprété comme une manifestation véritable

des processus d’ionisation de la molécule correspondants.

(a) (b) (c)

x
(a

0
)

time (a.u.)

Figure 4.17 – Distributions spatiales de la densité électronique en fonction du temps

dans les trois premiers canaux d’ionisation simple de LiH, respectivement aux panneaux

(a), (b) et (c). Les conditions d’excitation sont les mêmes qu’à la figure (4.16), [panneau

(a)].

Le deux premiers canaux semblent être ceux où l’ionisation se produit le plus tôt,

c’est-à-dire à partir d’environ 250 Eh/~. Dans le troisième canal, il semble que l’on ne
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puisse pas relever un signal substantiel avant t = 350 Eh/~, soit approximativement une

période optique plus tard. Cette observation s’explique par le fait que, pour engendrer

un ion LiH+ dans la configuration ΦZ=1
3 , il faut arracher un électron de coeur qui est

plus fortement lié aux noyaux de la molécule. Or la force du champ électrique externe

ne semble pas suffisamment réduire la barrière à l’ionisation des niveaux d’énergie les

plus bas et ce jusqu’à la fin de la troisième période optique de l’onde porteuse, c’est-

à-dire près du maximum de l’enveloppe de modulation de l’intensité où l’ionisation

devient appréciable. Outre cette différence illustrant un effet physique intéressant, les

oscillations des trajectoires électroniques sont très similaires entre chacun des canaux.

On remarque deux ou trois groupes de trajectoires marquées par des recollisions qui

reproduisent fidèlement les prévisions du modèle classique (voir annexe C pour plus de

détails).

L’effet de la variation de la phase absolue δ sera maintenant examiné en étudiant les

changements de la densité électronique partielle à grandes distances |x| dans le canal

d’ionisation simple ΦZ=1
1 . La figure (4.18) présente les résultats calculés avec un champ

de même fréquence et de même intensité que pour la figure (4.16) en considérant quatre

valeurs de la CEP : δ = 0, π/2, π et 3π/2, correspondant respectivement aux panneaux

(a) à (d). Dans un premier examen de la figure (4.18), on constate que l’émission de

photoélectrons vers la direction positive (x > 0) est favorisée par rapport à l’émission

dans l’autre direction. Ce constat peut être mis en lumière par l’examen deux-à-deux

des panneaux (a) et (c) puis (b) et (d) correspondant à des situation d’inversion du

signe du champ électrique externe (donc de la direction vers laquelle celui-ci pointe).

Les panneaux (a) et (c) présentent les résultats obtenus avec une excitation dont le

profil est anti-symétrique par rapport au temps mitoyen de la propagation. L’impulsion

correspondante possède deux extrema d’amplitude égale, mais opposés en signe. Les

deux temps correspondants (≃ 360Eh/~ et ≃ 420Eh/~) affichent les plus grandes pro-

babilités d’éjection de photoélectrons. Le maximum local précédent (vers ≃ 300Eh/~)

donne lieu, lui aussi, à une contribution significative du signal d’ionisation. On remarque

à ce moment, au panneau (a), que le champ positif donne lieu à une bouffée d’électrons

en direction des x négatifs bien moins significative que celle produite au même moment

dans la direction opposée, au panneau (c). Il s’agit d’une première observation appuyant

l’affirmation voulant que l’émission de photoélectrons vers la direction positive (x > 0)

soit favorisée par rapport à l’émission dans l’autre direction.

Les panneaux (b) et (d) dépeignent une situation d’excitation avec un profil symé-
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trique par rapport au temps mitoyen de la propagation. Dans un tel cas, la forme du

champ laser ne présente qu’un seul maximum global qui cöıncide exactement avec le

maximum de l’enveloppe de modulation de l’intensité, en t ≃ 400 Eh/~. On remarque,

ici encore, quoique ce soit plus subtil, que la bouffée libérée lorsque le champ est négatif

[au panneau (d)] est plus importante que celle générée à même force du champ externe

dans la direction opposée, au panneau (b). Un effet plus remarquable est également

observé une période optique plus tôt (en t ≃ 260 Eh/~). Au panneau (d), une éjection

de photoélectrons est observée dans la direction des x positifs (d’ailleurs comparable en

importance à celle du demi-cycle suivant pour une force du champ électrique bien plus

grande) alors que, au panneau (b), aucune contribution significative n’est apportée en

ce même instant.

x
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Figure 4.18 – Distributions spatiales de la densité électronique partielle en fonction

du temps dans le canal d’ionisation simple de LiH conduisant à l’ion dans sa configura-

tion électronique fondamentale. Les panneaux (a) à (d) correspondent respectivement

à δ = 0, π/2, π et 3π/2 pour une impulsion de même fréquence centrale et de même in-

tensité qu’à la figure (4.16). La forme du champ externe a été tracée en noir (en unités

arbitraires), pour fins d’interprétation.
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Prises ensemble, ces observations corroborent la thèse d’une préférence du système

pour l’éjection d’électrons vers la direction des x > 0, c’est-à dire, du côté de l’atome

d’hydrogène. Évidemment, la force du laser est amplement suffisante pour renverser

cette préférence : l’électron va bien là où le champ électrique le conduit, de fait un

signal d’ionisation significatif est observé dans les deux directions, mais une différence

non marginale est observée dans leur importance relative. Ce fait n’est absolument pas

étonnant puisqu’il a été reporté à plusieurs occasions pour des systèmes moléculaires

asymétriques (voir notamment [127], [128] et les références s’y trouvant). Il existe deux

mécanismes antagonistes susceptibles d’entrâıner une préférence directionnelle de la

production de photoélectrons. Il est très difficile de déterminer autrement que par une

approche empirique lequel sera dominant pour un système donné.

Le premier mécanisme est appelé effet Stark. Il décrit l’interaction d’un champ

électrique externe avec celui issu d’une distribution électronique asymétrique et l’effet

de cette interaction sur l’énergie correspondant à cette distribution, sur l’énergie orbita-

laire dans le cas qui nous intéresse. Lorsque le dipole assosié à une orbitale moléculaire

donnée pointe dans la même direction que le champ électrique externe, l’énergie orbi-

talaire décroit (ce qui augmente le potentiel d’ionisation effectif) et le taux d’ionisation

par effet tunnel diminue (le temps requis pour que l’électron traverse le ≪ tunnel ≫ aug-

mente) [128]. D’après ce mécanisme, l’ionisation est donc favorisée lorsque l’électron

va dans la direction du dipole, c’est-à-dire lorsque que le champ électrique pointe en

direction inverse du dipole électrique.

Le deuxième effet qui entre en jeu, simultanément avec l’effet Stark, est l’influence

de la forme des orbitales qui induit naturellement une orientation préférencielle pour

l’ionisation d’un électron du système à partir d’une orbitale donnée [129]. Essentielle-

ment, l’ionisation est favorisée dans les directions correspondant aux lobes de l’orbitale

moléculaire considérée (c’est-à-dire là ou la fonction d’onde orbitalaire est localisée) et

atténuée dans les directions cöıncidant avec les plans nodaux de celle-ci, par un simple

phénomène d’interférence. C’est cet effet de suppresion de l’ionisation [130], [131], [132]

qui a, entre autres, justifié l’élaboration des adaption de la théorie ADK [29] à des

systèmes moléculaires, la théorie MO-ADK [133].

Dans le cas des calculs qui sont présentés ici, il semble que c’est le deuxième effet qui

emporte, du moins dans le cadre des approximations qui sont admises. La préférence

de l’ionisation de LiH a été constatée pour la HOMO dans la direction de l’atome H.
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La fonction d’onde orbitalaire de la HOMO de LiH est essentiellement dominée par

la contribution de l’orbitale atomique 1s de l’hydrogène. Les photoélectrons qui sont

produit via ce canal d’ionisation proviennent non seulement de l’atome d’hydrogène,

mais ils sont également éjectés plus facilement dans cette direction (x > 0) que vers

celle de l’atome de lithium.

Un tel comportement est en opposition par rapport à celui qui est attendu en vertu

de l’effet Stark : le dipole associé à la HOMO pointant vers l’atome de lithium, une

éjection d’électrons vers les coordonnées positives signifie un champ électrique externe

négatif (dans notre choix de système d’axes) donc colinéaire avec le dipole électrique, ce

qui en principe stabiliserait les électrons de la HOMO pour cette orientation du champ.

Évidemment cet effet doit jouer un rôle, mais il semble que la forme de l’orbitale do-

mine la dynamique d’ionisation dans le cadre du modèle considéré et pour les conditions

d’excitation qui ont été utilisées.

4.2.4 Conclusion et perspectives

Cet exemple de l’ionisation de LiH par un laser pulsé de longueur d’onde centrale

de 800 nm illustre de façon éloquente les deux grandes écoles de pensée du contrôle

quantique des processus moléculaires [134], [135], ici, du mouvement électronique dans

les molécules par des champs laser intenses. Le contrôle actif est assuré par le façonnage

du champ électrique externe. En modifiant des paramètres tels que la phase δ de l’onde

porteuse relative à la modulation de l’enveloppe, on a pu notamment contrôler active-

ment la direction d’éjection des photoélectrons à un instant donné. En outre, l’étude

des différents scénarios d’excitation a permis de tirer beaucoup d’informations sur la

structure et la dynamique du système. On a mis en lumière sa préférence direction-

nelle d’ionisation, une manifestation du contrôle passif de la dynamique. Cette fa-

cette du contrôle quantique des molécules est particulièrement importante car elle se

base sur les mécanismes intrinsèques du système étudié et il en résulte une emprise

généralement plus intuitive et robuste. Le prix à payer étant la nécessité d’une pro-

fonde compréhension des comportements du système que l’on souhaite contrôler.

Bien sûr, les conclusions qui ont été tirées dans le cadre de cette étude simple de la

molécule d’hydrure de lithium ne sauraient être prises trop sérieusement. La méthode

de calcul présente encore un nombre d’approximations suffisamment sévères pour jeter

au moins un petit doute sur ce qui a été constaté et certaines améliorations sont en-
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visageables. En contre-partie, la richesse des informations que l’on peut extraire avec

la méthode TDMCSCF ainsi formulée est telle que l’on a pu illustrer son utilité pour

étudier les enjeux du contrôle de la dynamique quantique de molécules polyatomiques.

On rappelle que, en principe, cette formulation peut calculer l’ionisation totale d’une

molécule relativement compliquée, ce qui n’est pas négligeable. Certes, cela a été fait

essentiellement en termes de propagateurs monoélectroniques et c’est en ce sens que les

améliorations les plus importantes doivent être apportées.

Plus précisément sur ce point, une limitation importante du modéle pour la descrip-

tion complète des effets de la corrélation électronique est d’une part, tel que rappelé en

(4.41), l’omission de plusieurs intégrales biélectroniques sur la base orbitalaire initiale

dans le calcul des transformation par l’équation (3.60). Ainsi, à mesure que les orbitales

moléculaires initialement liées acquièrent une composante le long des orbitales du conti-

nuum, les éléments de matrice gijkl de l’équation (3.60) voient leur poids diminuer ce

qui entrâıne une perte de l’importance de l’effet de la corrélation électronique s’orches-

trant au sein des états de configuration de l’espace actif. Physiquement cela signifie que

la libération d’un électron du système réduit le potentiel électronique répulsif entre les

électrons qui demeurent liés. L’omission de ces contributions n’est donc pas totalement

injustifiée.

D’autre part, le choix de l’espace actif a été restreint uniquement aux états de

configuration construits à partir des trois orbitales liées. Une amélioration importante

serait d’étendre cet espace pour y inclure également des états de configuration corres-

pondant aux configuration des ions de la molécule. Cela permettrait de mieux décrire

les couplages non-radiatifs, tels l’ionisation double non-séquentielle, qui, présentement,

ne peuvent pas être représentés dans le cadre du modèle considéré, et ce, sans égard

à l’omission ou non des contributions des orbitales gijkl des orbitales de l’espace P à

la transformation (3.60). Pour que de tels couplages aient lieu, les rotations orbita-

laires seules ne suffisent pas à les décrire proprement. Il est nécessaire que l’action de

l’opérateur Û2 couvre les états de configuration appropriés, sans toutefois engendrer un

espace actif trop grand qui rendrait l’exécution du calcul impraticable.

La relaxation de ces deux approximations nécessite, en premier lieu, la connaissance

des intégrales biélectroniques pour les orbitales du continuum, ce qui n’est pas toujours

une affaire simple, car ce sont généralement des intégrales multi-centres qui sont dif-

ficiles à évaluer [136]. Pour une représentation en termes d’ondes planes des états du

continuum, on compte cependant une certain nombre de ces éléments de matrices qui
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sont facilement calculables [137] et l’exploration des possibilités relatives à leur utili-

sation constitue certainement une avenue intéressante. Alternativement, un choix de

représentation différent, par exemple, un ensemble d’orbitales atomiques couvrant un

espace suffisamment grand hors du voisinage des noyaux pourrait également permettre

de s’affranchir de ces difficultés. Cela au coût du traitement de matrices de grandes

dimensions qui, jusqu’à maintenant, avait pu être évité en utilisant soit une solution

analytique ou bien une approche numérique de type grille pour une partie de la propa-

gation.

Cette amélioration du modèle ne saurait se faire sans également s’affranchir l’omis-

sion faite de la contribution des attractions nucléaires issue de l’approximation à champ

fort (SFA). Dans les calculs présentés portant sur H2, l’attraction nucléaire V̂ne avait

été prise en charge entièrement pour la dynamique dans l’espace P et il n’y a aucune

raison de continuer à l’ignorer ici. Avec une représentation des états du continuum

en termes d’ondes planes (normales ou orthogonalisées) cela implique une propagation

numérique de type split-operator pour traduire l’effet de Û1,PP . Dans une description

utilisant strictement des fonctions de base de carré sommable, la totalité de la propaga-

tion pourrait être conduite en représentation matricielle, en se libérant complètement

de l’approximation SFA. Cette avenue devra également être explorée en concert avec

les méthodes d’accélération du calcul des transformations des intégrales biélectroniques

dont le nombre nécessaire explose rapidement avec l’augmentation de la taille de la base

orbitalaire.

Finalement, il faut également étudier l’impact de l’augmentation du nombre d’états

liés dans le sous-espace Q sur les profils temporels d’ionisation qui actuellement sont

dominés par les excitations vers des orbitales liées d’une manière disproportionnée. Une

amélioration facile à implanter serait tout simplement l’inclusion des 13 autres orbi-

tales moléculaires liées engendrés par la base d’orbitales atomiques pour ce système.

Cette extension de la base orbitalaire corrigerait sans doute l’allure des profils d’ionisa-

tion, mais on peut s’attendre à ce que cela soit difficile de les ≪ purifier ≫ entièrement

puisque la densité d’états est généralement très grande près du seuil d’ionisation [138] et

que ces derniers sont tous susceptibles d’interagir en présence d’une excitation à basse

fréquence. À défaut de pouvoir utiliser un très grand nombre de fonctions de base, autre

possibilité permettant de déconvoluer plus proprement les processus d’ionisation purs

et les excitations serait de calculer les véritables états du continuum monoélectronique

et de les utiliser pour former la base orbitalaire de l’espace P , une tâche qui n’est pas

des plus faciles.



Chapitre 5

Applications de l’étude de la

dynamique électronique

5.1 Diffraction électronique assistée par laser, une

opportunité d’imagerie moléculaire dynamique

Parallèlement au développement méthodologique décrit dans les chapitres précédents,

une part importante du travail de cette thèse a été consacrée à l’étude phénoménologique

de la dynamique électronique et des enjeux de la physique moderne qui la concernent

[13], [15]. Tel que mentionné précédemment, le mécanisme de recollision électronique

en trois étapes [24], [25], [26] donne lieu à une richesse de phénomènes physiques com-

plexes tels que la génération d’harmoniques d’ordres élevés et l’ionisation double non-

séquentielle [32]. C’est d’ailleurs la curiosité suscitée par cette vaste gamme de manifes-

tations de l’excitation de la matière par la lumière qui a motivé le développement de ces

méthodes de calcul élaborées. Ces dernières ne sauraient exister sans être appliquées à

l’étude concrète des problèmes physiques qu’elles sont destinées à résoudre.

Ainsi, les recherches conduites lors de cette thèse ont notamment été consacrées à

l’exploration des utilisations possibles des réponses moléculaires à une excitation par un

laser ultra-rapide. De telles réactions variant selon la conformation du système sondé, il

est envisagable de les exploiter pour engendrer une technique d’imagerie moléculaire dy-

namique [139]. Plus précisément, la diffraction électronique assistée par laser (ou LIED

pour Laser Induced Electron Diffraction, en anglais) [63] a été au centre de ces investi-

gations. Cette proposition d’imagerie moléculaire dynamique se base sur le mécanisme
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d’ionisation et de recollision à trois étapes [26] en tirant profit du flux d’électrons redi-

rigé vers l’ion moléculaire lors de l’étape de recollision du paquet d’ondes électronique

créé par l’ionisation optique de cette même molécule.

Une telle décharge d’électrons dirigée vers une cible moléculaire permet d’envisager

un schéma d’imagerie analogue aux méthodes de diffraction électronique convention-

nelles [65], [64], [66] [140]. En outre, de la perspective de l’ion, la densité de courant

excède 1010 A/cm2 [141] et ce au cours d’une durée inférieure à la femtoseconde, un avan-

tage net par rapport aux méthodes de diffraction ayant recours à une source électronique

externe (une photocathode). Ce gain en densité de courant et en résolution temporelle se

fait au sacrifice du caractère monochromatique de la source d’électrons [26]. En outre, il

est difficile d’isoler les collisions élastiques de celles donnant lieu à un échange d’énergie.

De tels événements sont susceptibles de brouiller le signal de diffraction et de rendre

plus difficile l’extraction de l’information structurelle recherchée [142].

Finalement, les incertitudes relatives aux degrés de liberté internes et externes de la

molécule (vibrations, rotations, efficacité d’alignement) peuvent également donner lieu

à des complications [141]. Le présent travail aura pour but de répondre à ces questions,

de dresser un cadre au sein duquel le schéma d’imagerie peut raisonnablement être envi-

sagé et d’élaborer un outil simple d’interprétation univoque des signatures structurelles

du système considéré. On verra qu’il est possible, admettant quelques contraintes sur

les conditions expérimentales, d’extraire non seulement les informations géométriques

relatives à la structure des la molécule (longueurs de liaison, angles de liaison) mais aussi

celles sur la structure nodale de l’orbitale moléculaire dont sont issus les photoélectrons

qui ont été mesurés.

5.2 Modèle théorique et détails des calculs

5.2.1 Propagation simplifiée des paquets d’ondes électroniques

En raison de la nature exploratrice du présent travail et afin de fournir un ou-

til simple d’interprétation des résultats, la méthode de calcul des paquets d’ondes

électroniques utilisée ici invoque plusieurs approximations. Le recours à des théories

plus complètes telles que celle présentée aux premiers chapitres demeurera tout-à-fait
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souhaitable et même préférable. L’achèvement de la méthode TDMCSCF [4], [5] pourra

permettre de répondre à plusieurs interrogations qui ne peuvent être approchées autre-

ment que par un traitement théorique à plus d’un électron actif. Il est donc important de

poursuivre ces développements méthodologiques, tout en s’intéressant simultanément

à leur possibles applications concrètes. Le point de départ de cette exploration a alors

été établi à un niveau de calcul plus élémentaire. Cela permet de mieux saisir l’essen-

tiel de la physique du problème, d’éviter de compliquer davantage l’interprétation des

résultats et de les obtenir plus rapidement, la charge de calcul s’en trouvant allégée. La

description théorique admettra donc les approximations suivantes :

(i) L’approximation dite à un électron actif (ou SAE pour Single Active Electron

Approximation, en Anglais) [143], [144] : La fonction d’onde et l’Hamiltonien

considérés décrivent l’état d’un seul et unique électron à partir d’un état ini-

tial pris comme étant une orbitale moléculaire. L’Hamiltonien utilise un champ

de force effectif où les répulsions électroniques sont décrites dans le cadre d’un

modèle du type ≪ effet d’écran ≫ [145].

(ii) Approximation de noyaux figés [86] : Les mouvements nucléaires (vibrations et ro-

tations moléculaires) sont négligés pour l’étendue de l’évolution temporelle dirigée

par le laser femtoseconde. De plus, l’alignement de l’axe moléculaire est supposé

idéal puis la longueur de liaison est posée unique, c’est-à-dire une distribution

infiniment étroite.

(iii) Approximation à un seul cycle optique : Une seule période du champ électrique

externe est considérée. Cela permet de s’assurer qu’un seul ensemble de recolli-

sions (issues des trajectoires initiées lors du premier maximum du champ externe

et qui retournent vers la fin du deuxième demi-cycle) sera observé, facilitant l’in-

terprétation des résultats.

(iv) Dynamique électronique dans une dimensionalité réduite : La fonction d’onde SAE

s’écrit dans le plan (x, y), la molécule considérée y étant alignée le long de l’axe y

et le laser pointant perpendiculairement le long de l’axe x. L’essentiel des proces-

sus de diffaction électronique se déroule donc dans ce plan unique.

À titre de cas d’école, nous allons d’abord étudier le cas d’une molécule diatomique

simple (la molécule d’azote, N2) dans des conditions idéales puis on généralisera en-

suite au cas d’une molécule triatomique avant de finalement relaxer quelques unes des
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approximations qui avaient été posées. Ce scénario simple permettra de montrer claire-

ment comment le LIED peut être utilisé comme technique d’imagerie de la géométrie

moléculaire.

Les paquets d’ondes électroniques sont générés par la résolution de l’équation de

Schrödinger dépendante du temps, en exprimant les solutions de la façon suivante

ψ(~r; t) = Û(t, t0)ψ(~r; t0) (5.1)

où Û est un propagateur monoélectronique unitaire satisfaisant

ı̇
∂

∂t
Û(t, t0) = Ĥ(t)Û(t, t0) (5.2)

avec Ĥ(t), un Hamiltonien SAE de la forme

Ĥ(t) =
p̂2

2
+
∑

α

−Zα(~rα)
√

|~rα|2 + a2α
+ ~r · ~E (t) (5.3)

p̂ désignant l’opérateur associé à la quantité de mouvement électronique, α étiquetant

les différents noyaux du système, figés aux positions ~ρα et ~rα = ~r − ~ρα donnant la

position de l’électron relative à celle des noyaux. La charge effective Zα dépend de cette

position relative et la forme utilisée pour tous les calculs qui seront précentés ici est la

suivante

Zα(~rα) = Z∞
α +

(
Z0
α − Z∞

α

)
× exp

(

−|~rα|2
σ2
α

)

(5.4)

Z∞
α représente la contribution du centre α à la charge sentie par un électron infini-

ment séparé des centres nucléaires, Z0
α est la charge réelle de ce noyau et σα est le seul

paramètre qui a été effectivement optimisé, désignant la largeur de l’écran d’électrons

≪ habillant ≫ le noyau, en ~ρα, et atténuant sa charge réelle. Les Z∞
α sont obtenus par

une analyse de Muliken [146], suite à un calcul ab-initio sur le même système auquel

on soustrait un électron, de sorte que
∑

α Z
∞
α = 1. Cela signifie donc que ce potentiel

SAE représente le champ de force qui est senti par l’électron actif dérivant des atomes

de la molécule et des N − 1 autres électrons. La table (5.1) résume la valeur de tous les

paramètres définissant le potentiel SAE utilisé pour les calculs portant sur N2 et CO2

qui seront présentés ici.

Une formulation de type split-operator [55] d’ordre trois est utilisée pour résoudre

l’équation de Schrödinger jumelée à une analyse des composantes asymptotiques par des

ondes de Volkov. Une grille couvrant 800 points sur chaque axe (en 2D) s’échelonnant,

dans l’espace des coordonnées, sur une gamme de -170 à 170 a0 a été considérée. L’al-

gorithme split-operator utilise un pas de temps ∆t = 5× 10−2 Eh/~. Les composantes
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N C O

a 1.2 1.0 1.0

σ 0.700 0.750 0.577

Z∞ 0.500 0.654 0.173

Z0 7 6 8

Table 5.1 – Valeurs de tous les paramètres nécessaires pour la description du potentiel

effectif monoélectronique à la fois pour la molécule N2 et pour CO2 données pour chaque

atome individuellement.

asymptotiques sont soustraites à la partie interne de la fonction d’onde en recourant à

une fonction de coupure fc définie par

fc(ηi) =







0, 0 < i ≤ nc ou Nη − nc ≤ i ≤ Nη

1
2

[

1− cos(π i−1−nc

nc−1
)
]

, nc < i < 2nc

1, 2nc ≤ i ≤ Nη − 2nc
1
2

[

1 + cos(π i−Nη+2nc−1

nc−1
)
]

, Nη − 2nc < i < Nη − nc

(5.5)

où η réfère ou bien à la coordonnée x ou y et avec nc = Nη/8. La composante asymp-

totique ψa du paquet d’ondes électronique peut alors être définie comme

ψa(x, y; t) = [1− fc(x)fc(y)]ψ(x, y; t) (5.6)

alors que la composante interne ψi est la partie restante, soit

ψi(x, y; t) = fc(x)fc(y)ψ(x, y; t) (5.7)

La partie interne remplace ensuite l’ancien paquet d’ondes électronique ψ(x, y; t) et

continue à être propagée en utilisant l’algorithme split-operator d’ordre trois. Chaque

composante asymptotique frâıchement découpée est cependant propagée en utilisant les

solutions analytiques des ondes de Volkov [114], jusqu’à un temps final pris suffisam-

ment long, puis accumulées de façon cohérente avec les autres composantes extraites

précédemment. Le temps final pour la propagation analytique est choisi de sorte que

le courant sortant s’annule après l’extinction du champ externe, en d’autre mots, de

manière à ce que l’accumulation des composantes asymptotiques soit complète. Ty-

piquement, cette durée correspond à un ordre de grandeur plus élevé que celle de la

période optique du champ externe.
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5.2.2 Calcul de l’état initial

Le point de départ pour le calcul de l’évolution temporelle des paquets d’ondes

électroniques gouvernés par l’équation (5.1) est pris comme étant l’une des orbitales

moléculaires occupées de plus haute énergie (HOMO, pour Highest Occupied Molecular

Orbital) qui, dans une description de type SAE, sont les plus sensibles à l’ionisation par

effet tunnel [6], [29], [30]. Les détails techniques de leur détermination sont donnés ici

pour le cas de N2, une molécule diatomique accomodant 14 électrons. Le diagramme de

corrélation LCAO [147] est donné schématiquement au panneau (b) de la figure (5.1) :

les orbitales atomiques de type s ou p sont combinées pour engendrer des orbitales

moléculaires de symétrie σ ou π. Plus précisément, on a

1σ(N2)
g,u ∝

[
1s(NA) ± 1s(NB)

]
(5.8)

2σ(N2)
g,u ∝

[
2s(NA) ± 2s(NB)

]
(5.9)

1π(N2)
u ∝

[
2p(NA)

y + 2p(NB)
y

]
or
[
2p(NA)

x + 2p(NB)
x

]
(5.10)

3σ(N2)
g ∝

[
2p(NA)

y − 2p(NB)
y

]
(5.11)

où NA et NB symbolisent chacun des atomes d’azote de la molécule. La HOMO de N2

est donc la troisième orbitale σ, symétrique par rapport au centre d’inversion (désignée

par l’étiquette 3σg). Elle est caractérisée par deux surfaces nodales orthogonales à l’axe

internucléaire et est symétrique par rapport à tout plan de réflexion passant par l’axe

principal et par rapport au plan de symétrie σh, perpendiculaire à l’axe internucléaire.

Dans le cadre de ce modèle simple, les orbitales moléculaires Φn sont identifiées

comme étant les fonctions propres de l’Hamiltonien SAE de l’équation (5.3) en absence

du champ externe avec le potentiel effectif affiché au panneau (a) de la figure 5.1. Le

calcul de l’état initial revient donc à résoudre l’équation aux valeurs propres suivante

[
p̂2

2
+

2∑

α=1

−Zα(~rα)
√

|~rα|2 + a2α
− En] Φn(~r, t0) = 0 (5.12)

où En désigne l’énergie orbitalaire. La propriété qui distingue une orbitale donnée est sa

symétrie. On tire avantage de cette circonstance pour obtenir toutes les orbitales, une

par une, en ordre croissant de leur énergie. Cela est accompli dans un cadre dépendant

du temps en faisant appel à une technique de propagation sur un temps imaginaire

(c’est-à-dire en posant t = −ı̇τ) [148]. À titre d’état initial (t = 0) pour cette ≪ pseudo-

propagation ≫, on choisit une fonction d’essai arbitraire avec la même symétrie que
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Figure 5.1 – Détermination de la HOMO de N2 : (a) Potentiel effectif accomodant

la HOMO (3σg) dans le système d’axes du modèle où le vecteur de polarisation ~ε du

champ externe pointe perpendiculairement à la molécule ; (b) Diagramme de corrélation

LCAO schématique des orbitales occupées de la molécule N2 ; (c) HOMO de N2 calculée

suite au processus d’optimisation par propagation sur un temps imaginaire, les couleurs

bleues et rouges référant à des signes opposés de l’amplitude de probabilité.

l’état orbitalaire que l’on souhaite obtenir. Par exemple, si on souhaite déterminer la

fonction propre correspondant à 1σg de l’Hamiltonien SAE, on peut simplement exiger

que la fonction d’essai soit paire par rapport à chacun des axes x et y :

ψ(1)(x, y; 0) ∝ 1 (5.13)

La propagation sur un temps imaginaire de cet état d’essai, puisqu’elle n’affecte pas la

symétrie, converge vers l’état propre de l’Hamiltonien effectif de type σ de plus basse

énergie. En effet, on peut le montrer en développant formellement l’état d’essai dans la

base des orbitales Φn orthonormées 1 :

ψ(1)(x, y; 0) = N (0)
∑

n

anΦn(y, x) (5.14)

N désignant un facteur de normalisation. La propagation sur un temps imaginaire

conduit, à un temps t = −ı̇τ , à

ψ(1)(x, y; t) = N (t)
∑

n

ane
−EnτΦn(y, x) (5.15)

qui converge, à un temps τ suffisamment long, vers la limite

lim
τ→∞

ψ(1)(x, y; t = −iτ) = Φ0(y, x) (5.16)

1. Ces orbitales sont, bien sûr, ce que l’on cherche à déterminer. Il n’est toutefois pas nécessaire de

toutes les trouver puisque la propagation s’effectue dans les bases {|~r
〉
} et {|~k

〉
}.
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c’est-à dire, la représentation |~r
〉
de Φ0, l’état propre de plus basse énergie ayant la bonne

symétrie. C’est celui qui est le plus lentement dissipé par le processus de propagation

non-unitaire et donc le plus rapidement amplifié suite à la renormalisation du vecteur

d’état résultant. La prochaine étape est le calcul de l’état propre suivant de symétrie

σg (puisque l’on recherche un état 3σg) qui est orthogonal à tous ceux qui ont été

préalablement déterminés. De façon identique à la première étape, on définit d’abord

un état initial de la bonne symétrie

ψ(2)(x, y; 0) ∝ 1− Φ0(y, x) (5.17)

La propagation avec t = −ı̇τ converge vers le prochain état de plus basse énergie,

orthogonal à Φ0

lim
τ→∞

ψ(2)(x, y; t = −iτ) = Φ1(y, x) (5.18)

et le processus est répété jusqu’à ce que l’on obtienne toutes les orbitales désirées.

La propagation sur un temps imaginaire est conduite en utilisant le même algo-

rithme split-operator qui a été décrit précédemment, sans le terme d’interaction avec le

champ électrique externe. Le calcul considère une grille spatiale dont la dimension vaut

la moitié de ce qui a été discuté à la section précédente. La symétrie et l’orthogonalité

par rapport aux autres états déjà optimisés sont également corrigés à chaque tranche

de temps afin de diminuer la contamination par des états de mauvaise symétrie issue

d’erreurs numériques. Une fois l’état recherché obtenu, il est prolongé jusqu’aux bords

de la grille spatiale par une série de zéros de sorte que le nombre de points double

sur chacun des axes et que la grille résultante cöıncide avec celle décrite à la section

précédente. Cela requiert, pour éviter tout problème numérique subséquent, que la fonc-

tion optimisée s’annule aux bornes exigeant donc une valeur de t = −ı̇τ suffisamment

longue pour atteindre une convergence adéquate.

La qualité de la fonction ainsi calculée est donc contrôlée de la manière suivante :

la variation relative de l’énergie moyenne par rapport à l’itération précédente du pro-

cessus d’optimisation (le pas temporel étant fixé à |∆t| = 0.1 Eh/~) doit être inférieure

à 1 × 10−7 ; tout état satisfaisant ce critère est ensuite propagé en absence de champ,

dans le temps ≪ réel ≫, et n’est retenu que dans les cas où aucune composante sortante

(ou asymptotique) significative n’est produite au cours d’une durée comparable à celle

des simulations pour lesquelles on souhaite utiliser cet état initial. Plus précisément,

une composante sortante est dite significative si, à un point quelconque de la frontière

entre la région interne et la zone asymptotique, on trouve une amplitude de probabilité

(en module) excédant une valeur limite fixée à 5 × 10−5 unités atomiques. Cette cir-

constance est en outre vérifiée à chaque tranche de temps au cours de la propagation
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≪ réelle ≫ ; sa constatation déclanche l’analyse asymptotique et est associée, en termes

d’interprétation physique, à la production de photoélectrons.

À ce stade, on a un état propre de l’Hamiltonien SAE au caractère lié (puisque sa

propagation libre ne produit pas de photoélectrons) dont l’énergie dépend de la valeur

des paramètres définissant le potentiel effectif. Le processus ci-haut doit être repris à

chaque fois que ces quantités sont modifiées. Dans le cadre de ce travail, le paramètre

d’adoucissement aα a été fixé près de l’unité. Les largeurs σα, quant à elles, ont été op-

timisées de sorte que le calcul de l’énergie orbitalaire pour l’état recherché corresponde

à une valeur suffisamment proche du potentiel d’ionisation, mesuré expérimentalement

par impact électronique [149]. Dans le cas de l’étude portant sur N2, seule la HOMO

a été considérée, alors la valeur ≪ exacte ≫ a pu être obtenue. On verra plus tard les

résultats concernant CO2 pour lequel on a regardé, au total, trois orbitales moléculaires

prises individuellement. Au final, l’optimisation des paramètres du potentiel SAE a été

conduite de sorte que la déviation relative de l’énergie orbitalaire par rapport à la valeur

expérimentale soit d’au plus 10%, pour les trois états considérés. Les valeurs résultantes

des paramètres du pseudo-potentiel sont résumées à la table (5.1).

En principe, le potentiel effectif vu par l’électron actif pourrait varier en fonction de

l’orbitale moléculaire dans laquelle il repose, à l’instar des calculs au niveau Hartree-

Fock où les opérateurs de Coulomb et d’échange sont évalués pour plusieurs paires d’or-

bitales moléculaires [101]. Cependant, par souci d’uniformité, le même potentiel effectif

a été utilisé pour chacune des situations impliquant CO2 afin d’éviter l’introduction d’ef-

fets imprévisibles sur les signaux de diffraction. Une telle description est donc suscep-

tible de founir une représentation simultanée de plusieurs états de molécules complexes

d’une qualitée limitée. Pour les fins de l’étude de faisabilité d’un schéma d’imagerie

moléculaire qui est envisagée ici, une telle description est suffisamment détaillée pour

saisir l’essentiel de la physique de diffraction électronique induite par un laser intense.

L’inclusion des effets plus complexes nécessite un traitement théorique au-delà de SAE

où les limitations évoquées ci-haut seraient prises en charge automatiquement.

5.2.3 Résultats numériques et analyse du signal de diffraction

La figure (5.2) affiche quelques résultats de propagation obtenus pour la simulation

d’une expérience de diffraction électronique dirigée par un laser dont la longueur d’onde

est de 800 nm et l’intensité 8 × 1014 W/cm2. La première rangée montre les paquets
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Figure 5.2 – Paquets d’ondes électroniques calculés pour N2 (première rangée) et pour

CO2 (deuxième rangée) à différents instants au sein de la prériode optique T du champ

externe de longueur d’onde 800 nm et d’intensitée 8× 1014 W/cm2. Le système d’axes

ainsi que la forme du champ sont représentés à l’encart du haut.

d’ondes calculés à différents instants de l’excitation ≪ mono-cycle ≫ pour la molécule

N2 à partir de sa HOMO alors que la deuxième rangée présente ces quantités pour la

molécule de CO2. La forme du champ électrique ainsi que son axe de polarisation ~ε par

rapport à l’orientation de la molécule sont représentés à l’encart du haut.

Les fonctions d’ondes, au temps t = 0, correspondent aux HOMOs accomodées par

le pseudo-potentiel défini pour chaque molécule, en absence du champ électrique ex-

terne, et calculées selon la méthode décrite à la section précédente. Dans le cas de N2,

l’orbitale présente trois extrema séparés par deux surfaces nodales, normales à l’axe y,

alors que pour CO2, la HOMO est de symétrie B1g dans le groupe ponctuel de symétrie

D2h et est caractérisée par deux plans nodaux, mutuellement orthogonaux et intersec-
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tant chacun des axes x et y. Exception faite de l’opération de symétrie associée au plan

σy (c’est-à-dire le plan orthogonal à l’axe de polarisation du laser), toutes les propriétés

de symétrie relatives aux réflexions sont conservées lors de l’évolution temporelle, pour

une polarisation du champ externe perpendiculaire à l’axe principal de la molécule.

Au temps t ≃ T/4, la force électrique appliquée est maximale et la probabilité de

scinder le paquet d’ondes électronique en une partie liée et une composante ionisée

est la plus grande. La composante ainsi libérée démarre son excursion dans le conti-

nuum vers la direction négative de l’axe x, puisque le champ électrique est positif. Le

temps t ≃ 3T/4 correspond approximativement au moment où la composante ionsiée du

paquet d’ondes atteint son extension spatiale maximale. Cela cöıncide également avec

l’occurrence d’un autre maximum du champ laser. Alors, le paquet d’ondes électronique

peut, encore une fois, subir une scission supplémentaire engendrant une autre compo-

sante ionisée lancée dans le continuum, cette fois, dans la direction positive de l’axe x.

Finalement, aux environs de t = T les composantes éjectées lors du premier demi-

cycle optique commencent à retourner à proximité des noyaux et les collisions qui se

pratiquent sur les centres nucléaires donnent lieu à un ensemble de structures d’in-

terférence riches qui peut déjà être aperçu, en représentation des coordonnées. Les ob-

servations les plus importantes découlant de l’étude de ces paquets d’ondes électroniques

en représentation spatiale pour la description du LIED sont, d’une part, les franges pro-

duites lors de la première éjection (vers x < 0) qui sont une signature des lobes des

HOMOs agissant à titre de sources de photoélectrons. D’autre part, les riches structures

d’interférence issues de la recollision électronique portent l’information de la géométrie

de la cible (la molécule), en analogie avec l’expérience des fentes de Young [150].

Dans cette analogie, les photons sont remplacés par des électrons et, plus subtile-

ment, les fentes de diffraction par les centres atomiques de diffusion, c’est-à-dire les

lobes des HOMOs qui ne sont pas nécessairement les positions atomiques. C’est pour

cette raison qui sera détaillée plus tard que, bien que N2 ait seulement deux atomes,

le signal d’ionisation issu de sa HOMO montre trois lobes le long de l’axe y dont l’in-

terférence engendre des franges dans la figure de diffraction. En opposition, le CO2, en

dépit de sa structure à trois atomes, a une HOMO caractérisée par deux lobes le long

de l’axe y. Son schéma de diffraction (pour la HOMO) affiche donc les caractéristiques

d’une interférence à deux centres, tel qu’on peut le remarquer sur la dernière rangée de

la figure (5.2). À cet égard, l’analogie avec l’expérience de Young est contre-intuitive :

N2 présente trois centres de diffraction alors que CO2 ne semble en avoir que deux.
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Cependant, dans une expérience véritable, l’observable tangible n’est pas la distri-

bution de densité électronique telle qu’affichée à la figure (5.2), mais bien la distribution

d’énergie cinétique des électrons pour chaque angle de diffusion, accessible notamment

par spectrométrie à temps de vol [151]. Une transformation peut ensuite être appliquée

pour traduire cette information en termes d’une distribution de vitesses en deux dimen-

sions : la composante le long de l’axe de polarisation du champ et la composante trans-

versale. C’est cette dernière distribution que l’on cherchera à calculer, son obtention

étant naturellement donnée par la transformée de Fourier Ψa(kx, ky) de la composante

asymptotique du paquet d’ondes électronique [elle-même définie à l’Eq. (5.6)] :

Ψa(kx, ky) ∝ lim
t→∞

∫

ψa(x, y; t) e
−ikxxe−ikyy dx dy (5.19)

Ces distributions Ψa(kx, ky) seront appelées figures de diffraction dans l’espace des im-

pulsions. Elle sont montrées à la figure (5.3), pour trois différentes valeurs de R, la

distance entre les deux atomes d’azote : (a) pour la molécule N2 dans sa géométrie

d’équilibre R = 1.1 Å ; (b) et (c) pour la molécule étirée à R = 2.2 Å et R = 4.4 Å,

respectivement. Les panneaux du haut montrent Ψa(kx, ky) en module au carré.

Les distributions Ψa(kx, ky) obtenues à la figure (5.3) présentent des morphologies

assez ressemblantes les unes des autres qui rappellent la forme d’une goutte d’eau, un

résultat très semblable à ce qui avait été trouvé en [141] avec une méthode et un système

différents, mais dans des conditions d’excitation comparables. L’ensemble du signal

accumulé semble contenu à l’intérieur d’un cercle formé par les points correspondant à

l’énergie finale de la trajectoire ayant l’énergie de recollision maximale. Un calcul simple

utilisant les équations de mouvement classique pour une particule chargée dans un

champ électrique sinusöıdal permet d’obtenir une estimation de cette énergie maximale

de 3.17Up où le potentiel pondéromoteur Up est donné par

Up =
E∈

4ω2
(5.20)

À la suite de la collision du paquet d’ondes, les composantes correspondant à l’énergie

maximale sont distribuées dans toutes les directions et forment un cercle C(kx, ky) dans

l’espace réciproque dont le rayon |k| satisfait la relation 1/2 |k|2 = 3.17Up. Ce cercle

a été tracé en pointillés sur les panneaux de la première rangée de la figure (5.3). Les

trajectoires correspondant à des énergies de recollision inférieures sont toutes comprises

à l’intérieur de ce cercle C(kx, ky). On peut d’ailleurs constater que la majeure partie

du spectre de diffraction calculé est contenue dans ce cercle pondéromoteur. La partie

supérieure du spectre, elle, met en exergue le caractère asymétrique de la distribution
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Figure 5.3 – Figures de diffraction électronique dans l’espace des impulsions (rangée du

haut) calculées pour la molécule N2 avec trois valeurs de la longueur de liaison R sous les

mêmes conditions d’excitation qu’à la figure (5.2). Le cercle pondéromoteur C(kx, ky)

correspondant à l’énergie (classique) de collision maximale est indiqué en pointillés sur

chaque panneau. La rangée du bas affiche les spectres de diffraction (moyennés sur la

composante longitudinale) en échelle logarithmique et normalisés par rapport à leur

valeur maximale.

Ψa(kx, ky) par rapport à l’axe kx. Cette portion de Ψa(kx, ky) est attribuable à l’ioni-

sation se produisant au cours de la deuxième moitié de la période optique du champ

externe et est appelée signal direct. Ces parties du paquet d’ondes ne sont pas rat-

trapées par le laser puisqu’elles sont engendrées vers la fin de l’excitation mono-cycle.

Elles ne correspondent donc pas à des événements de recollision et peuvent en outre

développer des composantes longitudinales beaucoup plus élevées, expliquant leur ex-

clusion du cercle pondéromoteur.

Une observation importante que l’on peut tirer est la présence de franges d’in-

terférence semblables à celles relevées à la figure (5.2), à la fin de l’excitation. Ces

structures sont plus marquées dans la portion inférieure (kx < 0) du spectre. Plus

intéressante encore est l’augmentation du nombre de franges observées lorsque la valeur

de la longueur de liaison crôıt. Une analyse plus quantitative permettra de conclure

que cette dernière information est précisément un des points essentiels de la technique
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d’imagerie basée sur le LIED conduisant à l’extraction des informations sur la structure

géométrique de la molécule. Cette analyse est conduite en effectuant une moyenne des

figures de diffraction sur la composante longitudinale kx :

S(ky) =

∫

|Ψa(kx, ky)|2 dkx (5.21)

Le spectre moyen résultant est présenté, en échelle logarithmique, à la deuxième rangée

de la figure (5.3). Sous cette forme, il est plus aisé d’analyser quantitativement l’aug-

mentation du nombre de franges observées qui résulte de l’étirement de la molécule à

partir de sa géométrie déquilibre (R = 1.1 Å) jusqu’à des valeurs deux ou quatre fois

supérieures ( R = 2.2 Å et R = 4.4 Å). En utilisant la règle graduée, placée sur les

panneaux du bas, on peut constater qu’il y a entre l’intervalle 0 < ky < 1.5 a−1
0 deux

fois plus de franges pour R = 2.2 Å que pour R = 1.1 Å et un facteur deux additionnel

pour R = 4.4 Å par rapport à R = 2.2 Å. Cette observation se résume à la relation

suivante

R×∆ky = β (5.22)

La distance internucléaire R est inversement proportionnelle à la séparation ∆ky entre

deux franges du signal en représentation des impulsions. La complétion de l’analyse

quantitative requiert la connaissance de la constante de proportionnalité β qui sera

donnée à la section suivante. Cependant, il est utile de souligner que, même à ce niveau

élémentaire d’analyse, le spectre de diffraction S(ky) peut déjà servir d’outil pour l’ima-

gerie moléculaire. Plus précisément, par la détermination du rapport entre le nombre

de franges apparaissant dans un intervalle donné (ou du ∆k), on peut obtenir le degré

d’excitation vibrationnelle par rapport à l’état fondamental (identifié par la géométrie

d’équilibre R = 1.1 Å).

Une limite possible de cette technique apparâıt être le faible nombre de franges

dans les spectres pouvant rendre plus difficile l’extraction de l’information structu-

relle, plus particulièrement dans le cas de faibles distances interatomiques. Cette cir-

constance est évidemment très courante, notamment lorsque la molécule est au repos

dans sa géométrie d’équilibre. Cette difficulté peut cependant être contournée en chan-

geant les paramètres du laser de façon à augmenter le potentiel pondéromoteur Up et

conséquemment le rayon du cercle pondéromoteur C(kx, ky) de manière à englober un

plus grand nombre de franges. Pour une fréquence donnée, cela correspond à augmenter

l’intensité crête du laser. Par ailleurs, les paramètres du champ utilisé pour générer les

résultats présentés à la figure 5.3 ont été choisis de sorte que le cercle C(kx, ky) englobe

au moins deux franges.
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5.3 Relaxation des approximations et étude du cas

d’une molécule triatomique : CO2

À titre de complément à cette démonstration de la faisabilité de ce schéma de

détermination de la structure moléculaire, un modèle plus réaliste (par rapport à une

réalisation expérimentale éventuelle) considérera le cas d’une molécule de dioxide de car-

bone (CO2). Le choix de ce système est motivé par différentes considérations. Avec trois

noyaux, la molécule est suffisamment complexe pour rendre l’extraction des informa-

tions structurelles significativement difficile et audacieuse, mais est aussi suffisamment

simple pour définir facilement ses propriétés d’alignement, en raison de sa structure à

l’équilibre linéaire et symétrique.

Quelques unes des hypothèses de départ qui avaient été faites sont maintenues. Le

mouvement électronique est encore traité dans un cadre de dimentionnalité réduite

(c’est-à-dire en 2D), la dynamique se déroulant essentiellement dans un plan défini par

l’axe principal de la molécule et l’axe de polarisation du champ électrique externe. La

dynamique nucléaire ainsi que son couplage avec les mouvement électroniques décrivant

l’éjection d’un électron d’une orbitale initiale en particulier sont tojours ignorés, à

l’échelle temporelle d’une impulsion laser comporant un nombre faible de cycles op-

tiques. Cependant, trois approximations importantes qui prévalaient dans le traitement

du cas d’école de la molécule N2 sont maintenant, du moins partiellement, relaxées :

(i) L’approximation SAE est en partie réduite en considŕeant l’éjection d’électrons de

plusieurs orbitales et leur interférence de manière incohérente.

(ii) L’alignement parfait ainsi que l’absence de vibrations des liaisons est pris en charge

paramétriquement par des moyennes statistiques.

(iii) L’excitation par le champ externe n’est plus limitée à un seul cycle optique.

Dans la section suivante, un algorithme d’inversion complet, pour la détermination

quantitative de la structure géométrique, est suggéré, d’une part, et, d’autre part, l’ana-

lyse des conséquence de la relaxation des approximations du modèle sur la précision et

le contraste de l’image est conduite.
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5.3.1 Algorithme d’inversion

L’algorithme d’inversion est étroitement relié aux propriétés nodales de l’orbitale

initiale dont émanent les photoélectrons mesurés. Selon l’orientation de l’axe de polari-

sation du champ laser par rapport à l’alignement moléculaire, un nombre des propriétés

découlant de la symétrie de l’état initial et de l’Hamiltonien peut être conservé pour

toute la durée de l’évolution temporelle. C’est précisément dans ce sens que le LIED

peut être utilisé comme une technique d’imagerie dévoilant non seulement la structure

géométrique mais aussi les structures nodales des orbitales moléculaires contribuant au

signal d’ionisation.

Pour la molécule de CO2 sous les conditions d’excitation choisies, il est admis qu’au

minumum trois des premières orbitales moléculaires de valence jouent un rôle important

dans la dynamique d’ionisation, en raison de la proximité de leur énergie respective [3].

Celles-ci seront notée HOMO-n (n = 0, 1, 2) et la dynamique électronique sera initiée

séparément à partir de chacun de ces états initiaux SAE. Leur obtention est conduite

selon la même méthode appliquée pour le cas de N2 qui avait été expliquée à la section

précédente. Les trois orbitales résultant de ce processus d’optimisation sont illustrées à

la figure (5.4) dans le plan (x, y).

(a) ψHOMO(~r) (b) ψHOMO−1(~r) (c) ψHOMO−2(~r)
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Figure 5.4 – Orbitales moléculaires de valence de la molécule de CO2 déterminées par

le processus d’optimisation : (a) HOMO ; (b) HOMO-1 ; (c) HOMO-2. Le vecteur de

polarisation du champ électrique ~ε pour la propagation subséquente est indiqué dans

le système d’axes. Les couleurs bleues et orangées désignent un signe différent de la

fonction d’onde orbitalaire.
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La HOMO de CO2 est en fait doublement dégénérée. Sa composition LCAO est

dominée par la contribution des orbitales 2p des deux atomes d’oxygène pointant per-

pendiculairement à l’axe moléculaire (l’axe y), c’est-à-dire

HOMO ∝
[
2p(OA)

x − 2p(OB)
x

]
ou

[
2p(OA)

z − 2p(OB)
z

]
(5.23)

Cela engendre une paire d’orbitales de caractère π délocalisées hors de l’axe principal

de la molécule, le long de l’axe x ou z, notées respectivement 1πg,x et 1πg,z. Ces or-

bitales sont caractérisées par deux plans nodaux : (i) Un plan σx ou z englobant l’axe

moléculaire (y) ; (ii) un plan σh orthogonal à l’axe moléculaire passant par l’origine.

Les HOMOs sont symétriques par rapport au centre d’inversion, anti-symétrique par

rapport aux réflexions associées aux plans nodaux. On note que l’orbitale 1πg,z n’a pas

été considérée dans ce modèle en deux dimensions puisqu’elle s’annule en chaque point

du plan (x, y).

La deuxième orbitale occupée d’énergie la plus élevée, HOMO-1, est également dou-

blement dégénérée. Les deux états correspondants s’expriment en termes d’une combi-

naison linéaire dominée par les contributions des orbitales atomiques 2p des trois atomes

de la molécules qui sont perpendiculaires à l’axe principal, c’est-à-dire

HOMO-1 ∝
[
2p(OA)

x + 2p(C)
x + 2p(OB)

x

]
ou

[
2p(OA)

z + 2p(C)
z + 2p(OB)

z

]
(5.24)

Ces orbitales, désignées par 1πu,x et 1πu,z, sont caractérisées par un plan nodal englo-

bant l’axe principal (y) et l’axe perpendiculaire à l’orientation des orbitales atomique

2p utilisées dans leur expansion linéaire (respectivement l’axe z et l’axe x pour 1πu,x
et 1πu,z). Les HOMO-1 sont anti-symétriques par rapport au centre d’inversion de la

molécule et par rapport à l’opération de réflexion décrite par leur plan nodal. Elles sont

toutefois symétriques par rapport au plan de symétrie normal à l’axe moléculaire. Tout

comme pour les HOMOs, cette propriété de symétrie est conservée pour une polarisa-

tion le long de l’axe x.

Finalement, la HOMO-2, identifiée 3σ2,u, n’est pas dégénérée. Elle peut être ex-

primée, dans une description simple, en termes d’une combinaison linéaire anti-symétrique

des orbitales 2p des trois atomes qui pointent dans la direction de l’axe moléculaire.

Plus exactement, il s’agit en fait d’une contraction des orbitales hybrides sp des atomes

d’oxygène avec l’orbitale 2p restante de l’atome de carbone, donc soit comme

HOMO-2 ∝
[
2p(OA)

y − 2p(C)
y − 2p(OB)

y

]
ou bien

[

sp
(OA)
y+ − 2p(C)

y + sp
(OB)
y−

]

(5.25)

où les orbitales hybrides spy± ∝ 2py ± 2s diffèrent légèrement d’une orbitale pure de

type 2p. L’orbitale 3σ2,u de symétrie cylindrique, elle est donc symétrique par rapport à
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toute rotation ou réflexion passant par l’axe principal de la molécule. Elle présente deux

surfaces nodales passant par les positions de chacun des deux atomes d’oxygène ainsi

qu’un plan nodal, normal à l’axe moléculaire, passant par l’origine. La HOMO-2 est

anti-symétrique par rapport l’opération de réflexion décrite par ce dernier plan nodal,

une propriété qui est conservée pour toute la durée de l’évolution temporelle induite

par un champ polarisé le long de l’axe x.

C’est en imposant les propriétés nodales décrites ci-haut, dans le cadre de la propaga-

tion sur un temps imaginaire, qu’ont été obtenues les orbitales moléculaires représentées

à la figure (5.4). L’optimisation des paramètres du potentiel effectif SAE données au

tableau (5.1) conduit à des valeurs du seuil d’ionisation respectivement de 13.57, 17.77

et 22.28 eV pour la HOMO, HOMO-1 et HOMO-2. Celles-ci se comparent d’une façon

convenable (avec une déviation relative inférieure à 10 %) aux valeurs expérimentales

qui sont respectivement de 13.77, 19.7 et 20.27 eV [149]. Les figures de diffraction ob-

tenues, pour une molécule de CO2 étirée symétriquement (avec RCO = 4.8 Å), à partir

de la HOMO et HOMO-1 sont présentés à la figure ( 5.5).

On remarque, tout comme pour le cas de la molécule N2 représenté à la figure

(5.3), que les distributions ψa(kx, ky) sont en bonne partie contenues dans le cercle

pondéromoteur. Puisque la molécule est suffisamment étirée, il est en outre possible

d’apercevoir plusieurs franges d’interférence que la moyenne sur la composante longitu-

dinale kx permet de mettre en exergue. Deux observations importantes méritent d’être

soulignées : (i) La structure d’interférence des deux figures est fortement différente ; la

position des minima du premier spectre correspond à celle des maxima du deuxième.

(ii) Le spectre obtenu pour la HOMO-1 présente une structure dédoublée qui semble

être une signature de la diffraction à trois centres. L’interprétation plus détaillée des

franges d’interférence sera conduite dans les paragraphes suivants.

On rappelle que, pour une polarisation du champ externe perpendiculaire à la

molécule, la propriété de symétrie qui permet l’extraction de la structure nodale est

associée au plan de symétrie σv, normal à l’axe moléculaire : HOMO et HOMO-2 sont

anti-symétriques par rapport à l’opération de réflexion que ce plan décrit alors que

HOMO-1 est symétrique. Cette propriété est conservée pour l’évolution temporelle di-

rigée par un champ dont l’axe polarisation passe par cet axe. Ce fait est à l’origine de

l’interprétation complète de la structure d’interférence obtenue pour ces trois orbitales.
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Figure 5.5 – Figures de diffraction électronique calculées pour CO2 dans une configu-

ration géométrique étirée symétriquement (avec RCO = 4.8 Å) : (En haut) dans l’espace

des impulsions (kx, ky) ; (En bas) le signal moyenné sur la composante longitudinale kx,

en échelle logarithmique et normalisé à la valeur maximale. Les panneaux (a) et (b) cor-

respondent respectivement au résultat obtenu à partir de la HOMO et de la HOMO-1

sous les mêmes conditions d’excitations que pour la figure (5.3).

Le parfaite conservation de cette propriété de symétrie lors de l’évolution tempo-

relle du paquet d’ondes électronique admise, la HOMO et la HOMO-2 peuvent s’écrire

approximativement sous la forme

Φn(~r, t) ≃ f(x, y −RCO)− f(x, y +RCO) (5.26)

ce qui, dans l’espace réciproque, se traduit en

Φ̃n(~k, t) ≃ (eiRCOky − e−iRCOky)f̃(~k) (5.27)

En module au carré, cette fonction a un comportement en sin2(ky2RCO) et s’annule pour

tout ky = nπ/RCO, n ∈ ❩. Chaque ky(n) constitue en fait une prévision de la position

précise de la nème frange d’interférence destructive. Pour le cas de la HOMO-1, une

analyse semblable peut être conduite, en adaptant le développement approximatif de la

fonction d’état à la symétrie de celle-ci. Cette orbitale peut donc s’écrire simplement

Φn(~r, t) ≃ f(x, y −RCO) + f(x, y +RCO) + f(x, y) (5.28)
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Sa transformée de Fourier, en module au carré, est de la forme [1 + 2 cos(kyR)]
2 et

s’annule pour tout ky = (2n + 1)π/RCO, n ∈ ❩. On pourrait également envisager une

combinaison LCAO plus générale

ψ(~r) = c1f(x, y −RCO)± c1f(x, y +RCO) + c2f(x, y) (5.29)

avec les coefficients c1 et c2 appropriés. La traduction dans l’espace réciproque de cette

expansion d’état conduit, en module carré, au résultat

|Ψ̃(kx, ky)|2 =
(
2 + |γ|2 ± 2 cos(2kyR) + (2± 2)Re[γ] cos(kyR)

)
|f̃(kx, ky)|2 (5.30)

avec γ = c2/c1. Cette dernière relation permet non seulement de retrouver la longueur

de liaison RCO grâce à la position des zéros mais aussi de déconvoluer les poids LCAO

c1 et c2 des différentes orbitales atomiques en considérant le rapport σ de l’amplitude

entre deux pics successifs qui peut être relié à γ. Plus précisément, pour la HOMO-1,

ce rapport est donné par

σ =
|Φ̃HOMO-1(kx, k

′ = (2n+ 1)π)|2
|ψ̃HOMO-1(kx, k′ = 2nπ)|2

=
2 + |γ|2 + 2− 4Re[γ]

2 + |γ|2 + 2 + 4Re[γ]
(5.31)

ce qui conduit à la relation

γ± =
2(−1− σ ± 2

√
σ)

σ − 1
(5.32)

Le rapport d’intensité pour la structure de pics dédoublée, estimé à partir des résultats

numériques, se révèle être σ ≃ 1/11.8 ce qui correspond à un paramètre γ très proche

de l’unité (1.097). Les résultats de cet algorithme d’inversion sont présentés à la figure

(5.6) en superpostion avec les spectres de diffraction calculés numériquement pour une

molécule étirée symétriquement en situation d’alignement idéal. Si on fait abstraction

de la diminution progressive du signal de diffraction pour les |ky| plus élevés, l’algo-

rithme d’inversion a clairement la capacité de reconstruire les structures d’interférence

calculées numériquement : les oscillations du signal correspondant à la HOMO ainsi que

le dédoublement des pics d’intensité relative différente de celui de HOMO-1 sont repro-

duits de façon satisfaisante. Plus précisément, les zéros d’interférence destructive cal-

culés numériquement correspondent à ceux de l’algorithme d’inversion. Cela offre donc

définitivement la possibilité d’extraction de l’information sur la structure géométrique

de la molécule, à savoir les distances internucléaires, en utilisant

RCO =
nπ

k0y(n)
, ou RCO =

(2n+ 1)π

k0y(n)
, ∀n > 1 (5.33)

où k0y(n) est la position (en représentation des impulsions) du nème zéro du spectre

de diffraction. Dans la section suivante, la robustesse de cette proposition d’imagerie

moléculaire sera analysée par rapport à la variation des différents paramètres du système

étudié et aux hypothèses du modèle théorique qui ont été posées.



5.3. Relaxation des approximations et étude du cas de CO2 139

lo
g 1

0

[

S
(k
y
)]

(A
rb
.
U
.)

(a) HOMO (b) HOMO-1

(c) HOMO-2 (d) State-Averaged

ky (units of a
−1
0 )

Figure 5.6 – Spectres de diffraction moyens (intégrés sur kx) en échelle logarithmique

et normalisés par rapport à leur valeur maximale pour trois états initiaux d’une molécule

de CO2 étirée symétriquement (pour RCO = 4.8 Å) sous les mêmes conditions d’exci-

tations que pour la figure (5.3). Les panneaux (a) à (c) correspondent respectivement

à la HOMO, la HOMO-1 et la HOMO-2. Les lignes en trait plein noir montrent la

reconstruction théorique du signal, tel que discuté dans le texte, et les lignes pointillées

rouges présentent les résultats des simulations numériques. Le panneau (d) affiche la

moyenne incohérente du signal des trois états initiaux, en utilisant un poids égal. Les

lignes verticales grises indiquent la position des zéros de la fonction sin2(ky2RCO), pour

cette valeur de la distance internucléaire RCO.
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5.3.2 Variations relatives aux degrés de liberté moléculaires et

électroniques

Même en demeurant dans le cadre de l’approximation SAE, la dynamique électro-

nique du problème d’ionisation/recollision pourrait, en principe, être initiée à partir

non seulement de la HOMO mais également d’une des autres orbitales moléculaires oc-

cupées de plus haute énergie. Dans le cadre de ce travail, les trois orbitales de plus haute

énergie (HOMO-n, n = 0, 1, 2) ont été considérées séparément afin d’estimer ce que don-

nerait le spectre résultant de l’interaction des trois canaux d’ionisation correspondant.

Les spectres individuels ont d’abord été regroupés à la figure (5.6), respectivement aux

panneaux (a) à (c). Trois observations importantes peuvent être dégagées :

(i) Pour tous les états initiaux (HOMO-n), le spectre issu des simulations numériques

présente des minima (des zéros) très abrupts, fortement localisés à des endroits

bien précis de la coordonnée ky, en accord avec les prédictions de l’algorithme

d’inversion qui nous permet d’extraire l’information géométrique recherchée. Plus

précisément, en effectuant l’analyse sur les 8 premiers pics, on retrouve une valeur

calculée de RCO = 4.814 Å alors que la valeur paramétrée était de 4.8 Å, corres-

pondant à une déviation relative de moins de 0.3 % (le même exercice retourne

une valeur déviant d’au plus 3 %, aux géométries avoisinant l’équilibre).

(ii) L’observation de séquences bien définies de zéros dans les spectres requiert des

électrons de haute énergie (|k| > 1a−1
0 ), correspondant essentiellement aux électrons

rétrodiffusés.

(iii) Une superposition incohérente avec des poids égaux des trois HOMO-n engendre

un spectre de diffraction, affiché au panneau (d) de la figure (5.6), qui présente

des minima tout aussi bien définis desquels l’information géométrique peut être

extraite avec une précision comparable.

Ainsi, pour tous les cas considérés, la structure détaillée de la figure de diffraction

continue de réfléter la symétrie des orbitales moléculaires d’où émanent les électrons.

Cette lecture persiste malgré que ces photoélectrons diffusent dans le potentiel de l’ion

précisément parce que certaines symétries moléculaires du système sont conservées du-

rant son évolution temporelle sous l’effet combiné des forces coulombiennes et du champ

laser.
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Cette robustesse du schéma d’imagerie peut être comprise en termes plus formels

en faisant appel à la théorie des groupes [152], [153]. Soit une molécule isolée appar-

tenant à un groupe de symétrie particulier, on pourra toujours écrire un Hamiltonien

monoélectronique qui appartient également à ce groupe. Cela signifie que cet Hamilto-

nien commute avec chacune des opérations de symétrie du groupe et qu’ils admettent des

fonctions propres communes. En conséquence, les fonctions propres de cet Hamiltonien

forment une base pour la représentation des opérations de symétrie correspondantes.

Dans un cadre dépendant du temps, si on imagine que certaines propriétés de

symétrie moléculaire sont conservées, en d’autres mots, que le système dynamique se

réduit à un sous-groupe de symétrie du premier, alors, en tout temps, l’Hamiltonien

SAE dépendant du temps associé à ce problème monoélectronique dynamique appar-

tient également à ce sous-groupe de symétrie de l’ensemble initial. En conséquence,

toutes les propriétés de symétrie associées aux éléments appartenant à ce sous-groupe

sont également conservées, en tout temps, pour tous les états propres de cet Hamilto-

nien SAE dépendant du temps.

Un raisonnement analogue tient au-delà de l’approximation SAE puisque les états

moléculaires décrivant plusieurs particules peuvent s’exprimer en termes de produits

directs des états décrivant une particule isolée. Alors, il est raisonnable de croire que

les états électroniques décrivant plusieurs électrons conserveront toutes les propriétés

de symétrie associées aux éléments appartenant au groupe engendré par le produit di-

rect approprié de sous-groupes de symétrie. L’extraction des informations géométriques

du système polyélectronique semble demeurer possible, en dépit de l’inclusion d’effets

multiélectroniques. Évidemment, la lecture de ces informations ne saurait se faire dans

un cadre orbitalaire, mais bien en termes d’états à plusieurs électrons.

La lecture faite jusqu’à maintenant des figures de diffraction réfère au scénario idéal

d’une molécule dans une configuration géométrique fixe et parfaitement alignée par rap-

port à l’axe de polarisation du champ externe. Dans une expérience réelle, les molécules

présentent des mouvements de vibrations et de rotation se manifestant à des échelles

temporelles bien plus longues que celle du mouvement électronique, justifiant leur omis-

sion dans le présent modèle où ils prennent la forme de paramètres géométriques. Par

contre, la distribution de ces paramètres géométriques sur une gamme de valeurs dont

la largeur est appréciable demeure possible. En d’autres mots, même si les paquets

d’ondes vibrationnels et rotationnels ne varient pas sur la durée de l’évolution tempo-

relle considérée, rien ne permet de poser leur étendue comme étant infiniment étroite.
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De telles distributions des paramètres géométriques sont susceptibles d’altérer le

contraste observé dans les figures de diffraction. Une analyse de ces effets a été conduite

en effectuant des moyennes incohérentes sur une série de calculs indépendants en sup-

posant une forme du champ externe identique à celle des simulations précédentes.

Dans un premier temps, le paramètre RCO, c’est-à-dire la distance internucléaire, a

été varié. Puis, dans un deuxième temps, le paramètre θ, représentant l’angle entre

l’axe moléculaire et l’axe de polarisation du champ externe, a été modifié.

Ainsi, au voisinage de RCO = 1.2 Å et de RCO = 4.8 Å, 21 calculs séparés ont été

réalisés en parcourant la gamme [RCO − 1, RCO + 1] (en Å) tout et en maintenant la

symétrie C2v de la molécule ainsi que la polarisation perpendiculaire du champ externe.

La détermination subséquente de la moyenne incohérente de cette série de résultats cor-

respond à une inclusion paramétrique du mouvement vibrationnel. En rapprochement

avec l’état vibrationnel fondamental d’un oscillateur harmonique [126], le poids respec-

tif de chacun des calculs dans le spectre final est donné par une distribution gaussienne

D(R, σ) normalisée sur l’intervalle fini R ∈ [RCO − 1, RCO + 1] (en Å) :

D(R, σ) = N(σ) exp

(
R2

2σ2

)

(5.34)

où σ désigne l’écart-type de cette distribution normale et N(σ) la constante de norma-

lisation nécessaire pour renormaliser la distribution sur l’intervale fini de valeurs de R.

La largeur σ de la distribution a été fixée à 0.2 Å, ce qui correspond à une largeur bien

supérieure à celle caractéristique de l’état vibrationnel fondamental pour le mode de

vibration symétrique de CO2 (voir annexe E pour une estimation de cette quantité). Le

spectre moyen résultant a ensuite été ≪ filtré ≫ pour ne retenir que le signal correspon-

dant aux électrons de plus haute énergie. Plus exactement, les composantes satisfaisant

|k| > 3.15 a−1
0 , une condition fixée en fonction de l’énergie de recollision classique maxi-

male. La soustraction du signal de faible énergie permet d’augmenter significativement

le contraste de l’image de diffraction.

Les distributions S(ky) présentées à la figure (5.7) pour les deux géométries consi-

dérées sont obtenues en intégrant le spectre de diffraction moyen correspondant sur la

coordonnée kx. Les courbes en traits pointillés rouges se rapportent à ces moyennes in-

cohérentes alors que celles en traits noirs présentent les résultats d’une situation idéale,

c’est-à-dire avec σ = 0. On constate, dans chacun des cas, que la structure de S(ky) est

pratiquement invariante par rapport à la largeur de la distribution de RCO. Le contraste

de l’image, après inclusion paramétrique des mouvements vibrationnels, demeure lar-
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gement suffisant pour une détermination précise de la position des franges qui ne sont

pas sensiblement déplacées et donc l’extraction de la géométrie moléculaire demeure

possible.
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Figure 5.7 – Perturbation du contraste de l’image de diffraction par l’inclusion pa-

ramétrique du mouvement vibrationnel : Spectres de diffraction moyens S(ky) (intégrés

sur kx) en échelle logarithmique normalisés par rapport à leur valeur maximale obte-

nus pour la HOMO de CO2 avec (a) RCO = 1.2 Å et (b) RCO = 4.8 Å. Les courbes

en traits pleins noirs correspondent à une situation idéale (toutes les molécules ont la

même géométrie) ; celles en pointillées rouges représentent une moyenne incohérente

d’une distribution normale D(R, σ) centrée en R = RCO avec un écart type σ = 0.2 Å

simulant un état vibrationnel du mode d’élongation symétrique. Le champ électrique

utilisé est de la même forme qu’à la figure (5.3).

Une analyse plus complète de cette robustesse de l’image de diffraction peut être

conduite en analysant le comportement de la transformée de Fourier de la HOMO par

rapport à une variation ∆~R de la distance de liaison :

Φ̃(~k, t) ≃ sin(~k · ~R)f̃(~k, t) (5.35)

En développant ~k · (~R +∆~R) en termes de kx, ky et de l’angle Θ que forme ~R dans le

plan (x,y) avec l’axe y, on trouve :

~k · (~R +∆~R) = kx(R +∆R) sinΘ + ky(R +∆R) cosΘ (5.36)
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qui, pour des valeurs faibles de Θ (ce qui correspond bien à la configuration d’alignement

perpendiculaire du champ par rapport à l’axe moléculaire), conduit ultimement à :

|Φ̃(~k, t)|2 ≃ [sin(kyR) + ky∆R cos(kyR)]
2|f̃(~k, t)|2 (5.37)

La sensibilité du contraste de l’image de diffraction par rapport à ∆R se comporte

à peu près linéairement en ky. En d’autres mots, pour des valeurs de dispersions de

longueurs de liaison ∆R faibles, l’image de diffraction est affectée significativement

seulement lorsque |ky| >> 1/∆R. Cette analyse est entièrement transposable au cas

d’une variation anti-symétrique des deux distances de liaisons RCO, correspondant à

un mouvement vibrationnel de faible amplitude au sein du mode d’élongation anti-

symétrique. De même, un mouvement de déformation hors du plan devrait donner le

même effet que les variations symétriques des liens CO considérées ci-haut. Il semble

donc présumable que les figures de diffraction obtenues en incluant les mouvements

vibrationnels complets ne soient pas moins lisibles que celles montrées à la figure (5.7)

et desquelles la distance de liaison CO peut être extraite sans ambiguité.

L’effet de l’inclusion paramétrique du mouvement rotationnel sera maintenant exa-

miné. À cet égard, il est utile de rappeler que l’alignement d’un ensemble de molécules

peut être réalisé, sur le plan expérimental, par une première impulsion laser qui crée

un paquet d’ondes rotationnel entrant en phase périodiquement après extinction du

champ [154]. Cela donne lieu, en des instants bien précis, à une situation d’aligment

très prononcé. D’une durée de quelques pico-secondes, ces moments sont suffisament

longs pour permettre d’effectuer une expérience d’imagerie moléculaire, par exemple

de diffraction électronique assistée par laser. L’acquisition de ces images se déroulant

à l’échelle temporelle des mouvements électroniques, il est plus que raisonnable de

considérer l’axe de la molécule figé, négligeant alors les mouvements rotationnels. Cette

situation d’alignement n’est toutefois pas atteinte parfaitement et le paquet d’ondes

rotationnel correspondant est, en réalité, caractérisé en tout temps par une largeur

non-nulle.

L’influence d’une telle distribution des angles d’alignement moléculaire sur le con-

traste des images de diffraction est étudiée de façon analogue à ce qui avait été présenté

pour les mouvements vibrationnels. Ici, la moyenne porte sur 41 calculs distincts où

l’angle θ entre la molécule et l’axe de polarisation du champ ~ε est varié sur un intervalle

de [0, π] (en rad). Chaque simulation est pratiquée avec le même état intial, donc en

considérant l’axe moléculaire parallèle à l’axe y. Ensuite, la fonction d’onde finale est

transformée par application d’une rotation du système d’axes. Ce faisant, le vecteur

~ε cöıncide avec l’axe x d’avant la rotation, ce qui équivaut à une variation de l’angle
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d’alignement moléculaire Θ par rapport à l’axe y. Ainsi, chacun des 41 calculs est alors

exprimé dans le référentiel du laboratoire, tel que représenté à la figure (5.4), et leur

somme pondérée est associée au spectre de diffraction d’un ensemble de molécules dont

le degré d’alignement présente une incertitude.

Pour effectuer la moyenne incohérente de ces différents spectres de diffraction une

distribution D(θ, σ) analogue à celle de l’eq. (5.34) est utilisée avec θ ∈ [0, π]. La valeur

de σ a été choisie de sorte que 90 % de la population décrite par D(θ, σ) soit contenue

dans une ouverture de ± 10◦ par rapport à l’axe y, une distribution modérément étroite

centrée en θ = π/2. Ce choix correspond à un scénario d’alignement moléculaire, certes

extrême, toutefois accessible expérimentalement [155]. Le spectre de diffraction moyen

est intégré sur kx en omettant, tout comme pour l’analyse précédente, les points corres-

pondant aux énergies de recollision les plus faibles. Le signal S(ky) résultant est affiché

à la figure (5.8) en pointillés rouges en comparaison avec le cas d’un alignement parfait,

en traits noirs. Pour les deux valeurs de RCO considérées, S(ky) présente un contraste

acceptable, quoique plus sensible à la variation de σ que ce qui a été constaté à la figure

(5.7), tout en reproduisant toutes les franges de la molécule parfaitement alignée.

Une analyse plus détaillée de la robustesse du contraste de l’image de diffraction

par rapport à l’inclusion paramétrique du mouvement rotationnel peut être conduite

en écrivant le terme ~k · ~R dans la transformée de Fourier de la HOMO de CO2 sous la

forme suivante

~k · ~R = kxR sinΘ + kyR cosΘ = kyR cosΘ(1 +
kx
ky

tanΘ) (5.38)

Pour les valeurs faibles de Θ, on obtient la distribution de probabilité correspondante

|Φ̃(~k, t)|2 ≃ sin2[kyR(1 + kx/ky Θ)]|f̃(~k, t)|2 (5.39)

Ce résultat implique que la sensibilité du contraste par rapport à la variation de l’orien-

tation moléculaire Θ est prévue être plus accentuée lorsque |ky/kx| << 1. L’examen

des paneaux (b) de la figure (5.8) confirme ce pronostic : les franges d’interférence des-

tructive sont moins accentuées pour |ky| < 1 a−1
0 . Malgré tout, la position des franges

est aisément déterminable et il toujours possible d’extraire l’information structurelle

recherchée, en autant que le degré d’alignement de l’ensemble de molécules sondé soit

suffisant.
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Figure 5.8 – Perturbation du contraste de l’image de diffraction par l’inclusion pa-

ramétrique du mouvement rotationnel : Spectres de diffraction moyens S(ky) (intégrés

sur kx) en échelle logarithmique normalisés par rapport à leur valeur maximale obte-

nus pour la HOMO de CO2 avec (a) RCO = 1.2 Å et (b) RCO = 4.8 Å. Les courbes

en traits pleins noirs correspondent à une situation idéale (toutes les molécules ont la

même orientation) ; celles en pointillées rouges représentent une moyenne incohérente

d’une distribution normale D(θ, σ) centrée en θ = π/2 avec un écart type σ choisi tel

que 90 % des molécules soient dans une ouverture de ± 10◦ par rapport à l’axe y. Le

champ électrique utilisé est de la même forme qu’à la figure (5.3).

5.3.3 Variation des paramètres du champ externe

Afin de consolider la validité de ce schéma d’imagerie moléculaire, le cas plus

réaliste d’une excitation multi-cycle sera maintenant examiné pour les même valeurs

de fréquence et d’intensité qu’aux sections précédentes. Deux scénarios seront com-

parés : d’une part, une excitation à amplitude constante et, d’autre part, une excitation

dont l’intensité est modulée par une enveloppe en sinus au carré toutes deux d’une

durée totale équivalant à huit périodes optiques de la fréquence centrale. Pour chaque

cas, la forme du champ électrique externe est présentée, en rouge, à la première rangée

de la figure (5.9), respectivement aux panneaux (a) et (b). Les spectres de diffraction

correspondant à ces conditions d’excitation sont présentś à la deuxième rangée de la

figure (5.9) pour RCO = 4.8 Å en supposant un alignement idéal de la molécule et une

absence de mouvements de vibration.
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Pour chacun des scénarios d’excitation, deux trajectoires classiques x(t) importantes

correspondant aux énergies de recollision les plus grandes ont été représentées à la

première rangée de la figure (5.9). La courbe en vert correspond à une trajectoire

démarrant en un temps ti à proximité d’un maximum positif du champ externe et,

en bleu, à une qui est initiée au voisinage d’un extremum négatif du laser. Le mo-

ment tc auquel la recollison se produit peut être trouvé en cherchant l’intersection

x(t) = 0, t > ti de la trajectoire correspondante. Ce faisant, en substituant ti et tc dans

les équations de mouvement classique pour un électron dirigé par le champ électrique

considéré, on trouve, en t = tc pour les deux trajectoires du panneau (a), une quantité

de mouvement incidente |p(tc)| = 3.15 a−1
0 correspondant à une énergie cinétique p2/2m

valant approximativement 3.17 fois le potentiel pondéromoteur Up.

Les électrons associés à la première trajectoire [représentée par la ligne bleue du

panneau (a)], en supposant une collision élastique rapide, sont diffusés dans toutes les

directions avant de continuer à être accélérés dans le champ. Cela se traduit, dans la

représentation des impulsions, par des points distribués uniformément sur un cercle

(exception faite des règles de sélection évoquées à la section 5.3.1) dont le rayon vaut

|p(tc)| et dont le centre est décalé de la valeur d’accélération résiduelle entre tc et le

temps final de la propagation tf . Ainsi, puisque la première trajectoire donne lieu à une

recollision en t ≃ 0.95TL, le décalage est à peu près négligeable (≃ 0.12 a−1
0 ). Puisque

cette trajectoire correspond à l’énergie maximale de recollision, les autres trajectoires

analogues initiées près de ce premier ti sont très semblables, en termes de décalages,

mais correspondent à un cercle de plus faible rayon. En conséquence, elles conduisent

au remplissage du cercle correspondant.

Pour la deuxième trajectoire (en vert), les électrons continuent leur accélération

sur une durée approximative d’un demi-cycle optique après quoi une nouvelle période

commence et le décalage résiduel ne change plus. Au cours de cette accélération de

tc à t ≃ tc + TL/2, les électrons acquièrent un fort décalage de 4.87 a−1
0 , une situa-

tion fort différente de celle observée pour les trajectoires associées au premier maxi-

mum du champ. La portion du paquet d’ondes électronique éjectée lors du deuxième

maximum du champ se distribue dans un cercle de même rayon |p(tc)| mais centré en

(kx = 4.87, ky = 0), elle correspond aux composantes formant la tache supérieure en-

cerclée en vert sur le panneau du bas de la colonne (a).

Dans le cas d’un champ pulsé, le portrait est sensiblement différent. En raison de la

modulation de l’intensité, les trajectoires classiques qui donnent lieu à des collisions sont
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Figure 5.9 – Figures de diffraction électronique pour une molécule de CO2 étirée

symétriquement (avec RCO = 4.8 Å) dans l’espace des impulsions (kx, ky) obtenues pour

la HOMO avec une excitation multicycle : (a) Le cas d’un champ continu sur 8 périodes

optiques avec une intensité constante ; (b) Le cas d’un champ pulsé dont la largeur à

mi-hauteur correspond à 4 périodes optiques de l’onde porteuse (≃ 10 fs). Les deux

encart du haut montrent le champ correspondant ainsi que les trajectoires classiques

importantes dont l’énergie à la recollision est la plus grande : (en bleu) une trajectoire

initiée lorsque le champ est positif ; (en vert) une trajectoire démarrant lorsque le champ

électrique est négatif. Les cercles pondéromoteurs correspondants sont indiqués sur les

distributions du bas par des cercles de même couleur. La fréquence et la force du champ

électrique utilisé sont les mêmes qu’à la figure (5.3).

caractérisées par une énergie cinétique plus faible. En effet, si on effectue une analyse

identique à celle faite ci-haut pour le cas du champ continu (ou cw), on trouve pour

les trajectoires avoisinant les deux maxima du champ électrique des valeurs d’énergie

cinétique à la collision de 2.8 et 3.1 Up, respectivement pour les trajectoires indiquées

par les courbes bleue et verte. La première trajectoire (en vert) ressemble davantage

à celle du cas cw car la portion du champ servant à ≪ rattrapper ≫ les électrons est
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située dans une portion de l’enveloppe qui varie lentement. Ce n’est pas le cas pour la

deuxième trajectoire (en bleu) ce qui explique son énergie de recollision passablement

plus faible.

Les décalages résiduels, dus à l’accélération dans le champ électrique après la col-

lision, sont respectivement de -2.12 et 2.29 a−1
0 pour la courbe en bleu et celle en

vert. D’après les prévision du modèle classique, la collision se produit, dans les deux

cas, près d’un des zéros du champ externe. Dans le premier cas, l’intégrale du champ

évaluée entre le temps de recollision tc et le temps final tf ,
∫ tf
tc
E(t) dt, est supérieure

à zero ce qui donne effectivement un décalage négatif des vitesses finales pour cette

collision. Le deuxième cas se produit approximativement à un demi-cycle de décalage

et cette intégrale est alors de signe inverse. Les cercles pondéromoteurs correspondants

sont indiqués sur le panneau du bas de la colonne (b) de la figure (5.9). On constate

que deux groupes de composantes de rayon différent sont distribués de part et d’autre

de l’axe ky. Cette observation traduit un accrôıssement de la symétrie du spectre de

diffraction dans l’espace des impulsions (par rapport au cas cw) resultant de la forme

du champ électrique.

Pour les deux formes de champ considérées, le spectre de diffraction semble présenter

des franges suffisamment contrastées pour permettre l’extraction de la structure géomé-

trique. Le résultat obtenu avec le champ à amplitude constante est nettement plus clair

que celui où l’intensité est modulée. Dans le premier cas, les composantes que le passage

à une excitation multi-cycle ajoute au spectre de diffraction constituent un enrichisse-

ment d’informations direct sans toutefois embrouiller le signal. Il n’y a donc, ici, aucun

problème relatif au contraste des images de diffraction. La situation est légèrement

différente avec le champ pulsé où la région centrale parâıt moins bien lisible et où les

franges de diffraction ne sont clairement distinguables que pour les composantes dont

la valeur de |kx| est élevée. Dans la mesure où il est possible de mesurer ce signal plus

faible que les composantes centrales, l’analyse quantitative de la géométrie moléculaire

demeure possible.

Afin de vérifier que c’est bien le cas, les spectres de diffraction moyens (intégrés sur

kx) seront examinés pour le cas susceptible de présenter des difficultés (c’est-à-dire celui

de l’excitation pulsée). Afin d’améliorer le contraste entre les franges d’interférences,

seul le signal correspondant aux électrons satisfaisant l’inégalité |kx| > 3.15 a−1
0 a

été retenu. Cela permet, d’une part, de ne pas tenir compte de la région où les deux

cercles associés aux collisions principales se recouvrent et où le spectre est susceptible
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de présenter une structure d’interférence plus compliquée et, d’autre part, de s’affran-

chir du signal des électrons de basse énergie, peu pertinent au regard de la diffraction

électronique. La figure (5.10) montre les distributions résultantes pour CO2 avec, au

panneau (a), RCO = 1.2 Å et, au panneau (b), RCO = 4.8 Å. Les courbes en traits

rouges pointillés correspondent au spectre moyen obtenu dans le cas multi-cycle en

comparaison avec celles en traits noirs continus désignant celui pour le cas d’excitation

par un seul cycle optique du champ externe.

(a) 1.2 Å (b) 4.8 Å

lo
g 1

0

[

S
(k
y
)]

(A
rb
.
U
.)

ky (units of a
−1
0 )

Figure 5.10 – Spectres de diffraction moyens (intégrés sur kx) pour la molécule de

CO2 sous un champ pulsé à partir de sa HOMO indiqués en pointillés rouges en échelle

logarithmique et normalisés par rapport à leur valeur maximale avec (a) RCO = 1.2 Å ;

(b) RCO = 4.8 Å. Les courbes en traits pleins noirs sont ajoutées à titre comparatif et

correspondent au cas d’une excitation avec un seul cycle optique du laser. La largeur (à

mi-hauteur) du champ pulsé correspond à quatre périodes optiques de l’onde porteuse

(≃ 10 fs) et la fréquence et la force du champ électrique utilisé sont les mêmes qu’à la

figure (5.3).

L’inspection des deux panneaux de la figure (5.10) permet de confirmer que les

franges d’interférence sont toujours visibles. Le constraste semble évidemment réduit

mais demeure toutefois amplement suffisant pour un pronostic précis de la géométrie

moléculaire. On remarque, par ailleurs, que les distributions chutent moins rapidement

avec l’augmentation de |ky| ce qui permet une lecture plus aisée du signal de diffraction.

L’obtention de ces plateaux est rendue possible par le choix de filtre dans l’intégration

des composantes longitudinales qui permet d’éliminer la région centrale dominant toutes

les distributions S(ky) présentées jusqu’à maintenant. En outre, l’utilisation de ce filtre
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a permis de dévoiler un deuxième minimum d’interférence destructive pour la géométrie

d’équilibre qui n’était pas visible dans le spectre résultant de l’excitation mono-cycle.

Il semble donc que le passage à une excitation comportant plusieurs périodes optiques

comporte quelques avantages. La principale difficulté devant être adressée apparâıt être

la faiblesse du signal dans les régions du spectre où les franges de diffraction sont li-

sibles. Dans une expérience véritable, si l’accroissement des cycles d’acquisition permet

de mesurer des données significatives, cette difficulté semble contournable.

5.4 Conclusions et perspectives

Une méthode simple, toutefois non moins robuste, a été proposée pour l’extraction

de la structure géométrique d’une molécule à partir du spectre des photoélectrons de

molécules linéaires symétriques dirigées par un laser polarisé. Elle s’applique à tout

système moléculaire suffisament symétrique pour laquelle la HOMO, ou toute autre or-

bitale contribuant de façon significative au signal d’ionisation, présente des propriétés

de symétrie propres à son identification univoque et permettant alors une interprétation

simple des structures d’interférence des figures de diffraction produites. La plausibilité

de ce schéma d’imagerie moléculaire, établie au niveau SAE, est prévue être maintenue

malgré l’inclusion d’effets multi-électroniques, contrairement à ce qui avait été trouvé

dans un travail antérieur similaire [156] où l’approximation SFA avait été posée, ce qui

n’est pas le cas ici.

L’organisation détaillée de l’image de diffraction réflète la symétrie de l’état électro-

nique duquel l’électron mesuré émane, dans la mesure où cette symétrie est conservée

à un degré appréciable pour toute la durée de l’évolution temporelle du système sous

l’effet combiné des forces de Coulomb exercées par l’ion parent et de celle découlant

du champ laser externe. Dans des conditions favorables à l’éjection d’électrons dans un

canal d’ionisation unique, cette lecture est possible en termes des propriétés de symétrie

de l’orbitale moléculaire (c’est-à-dire que l’état électronique à considérer dans l’algo-

rithme d’inversion est un état monoélectronique). Lorsque plusieurs canaux d’ionisation

interviennent simultanément à une importance comparable, cette lecture devra se faire

dans le cadre de propriétés de symétrie d’états à plusieurs électrons.

Si une telle interprétation demeure accessible, le processus d’acquisition d’imagerie

moléculaire qui en résulte, pusiqu’il repose sur le mécanisme de recollision, est plus ra-
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pide que les mouvement nucléaires. Il est donc possible de l’utiliser pour engendrer une

séquence d’images stroboscopiques dont l’accumulation produirait un film illustrant

la dynamique vibrationnelle. Ce schéma pourrait être concrétisé expérimentalement

en utilisant diverses méthodes spectroscopiques telles que l’analyseur à temps de vol

ou un appareil d’imagerie par cartographie de vitesse (Velocity Map Imaging Spectro-

meter, VMI) [157]. Ces techniques sont présentement utilisées en physique atomique,

moléculaire et optique et offrenr une résolution en énergie ∆ǫ/ǫ de l’ordre de 1 % ou

mieux à 50 eV, ce qui s’avère largement suffisant pour distinguer les séparation de

franges d’interférences suggérées dans les présentes simulations.

La source de rayonnement considérée dans cette étude théorique correspond à un

laser typique de longueur d’onde centrale de ≃ 800 nm tel que ce qui est produit par les

cavités Titane-Saphir couramment utilisées pour générer des impulsions femto-seconde.

D’autres calculs préliminaires indiquent que cette proposition pourrait également être

utilisée efficacement avec des impulsions ne comportant que quelques cycles otiques

dans le domaine infra-rouge (entre 1 et 3 microns) qui sont actuellement développées

[158], [159], [160], [161]. Notamment, une impulsion à cycle unique a été produite à une

longueur d’onde λ = 1.8µm [162] et il serait fort intéressant d’explorer son potentiel

pour l’imagerie moléculaire. Dans un tel régime, des énergies de collision plus élevées

sont observées conduisant à des longueur d’onde de de Broglie plus courtes et donc à

une augmentation de la résolution spatiale pour une même intensité laser.

Au plan méthodologique, il sera également très intéressant de poursuivre les dévelop-

pements présentés au chapitre 4 en vue d’une description plus élaborée de la dynamique

d’ionisation incluant, de façon cohérente, l’interaction entre plusieurs canaux d’ionisa-

tion et l’inclusion d’effets de la corrélation électronique. Ce faisant, il sera possible non

seulement de valider l’hypothèse avancée sur la persistance du schéma d’imagerie dy-

namique mais également d’apporter une compréhension plus complète de l’influence

des mouvements électroniques puis de déterminer plus précisément les limites d’appli-

cabilité de la technique. En outre, dans des conditions où la dynamique électronique

perturbe fortement l’image recueillie, il pourrait être instructif d’examiner comment les

variations de ces interférences pourraient permettre de sonder cette fois-ci les oscilla-

tions du cortège électronique.



Chapitre 6

Conclusion

Les travaux conduits dans le cadre de cette thèse ont conduit à l’obtention d’une

méthode non-variationnelle de propagation de paquets d’ondes électroniques basée sur

un schéma TDMCSCF. Issue d’une lecture simple de l’équation de Schrödinger, cette

approche s’est avérée prometteuse quant à ses capacités à jeter un peu de lumière sur

la physique régissant les effets dynamiques de la corrélation électronique. L’examen des

distributions de densité de paires électroniques a notamment révélé la richesse des in-

formations que cette description théorique pouvait fournir.

Des améliorations importantes à la méthode actuelle sont toutefois envisageables et

contribueraient à augmenter cette diversité des renseignements qu’il est possible d’ex-

traire de ces simulations théoriques. Un exemple remarquable est la prise en charge des

mouvements nucléaires vibrationnels et de leur interdépendance avec les déplacements

au sein du cortège électronique découlant des excitations et éventuellement des divers

processus d’ionisation ou de recollision. En considérant une base d’orbitales moléculaires

suffisamment complète, il est envisageable que le laser transfère une partie de la po-

pulation vers des états électroniques anti-liants ce qui aurait pour effet de diminuer la

force effective de la liaison chimique, engendrant, dès lors, un mouvement des atomes

correspondants. L’effet de ce déplacement des centres atomiques, à son tour, pourrait

moduler la réponse électronique à l’excitation externe et il serait intéressant d’étudier

plus en profondeur cette avenue. Des travaux sont déjà conduits dans notre groupe dans

cette optique.

Une autre dimension apportée par les améliorations à la méthode de propagation

concerne un aspect plus pragmatique. Un point majeur qui avait été soulevé est l’ex-
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plosion rapide des états de configurations associée à l’augmentation de la taille de la

base orbitalaire qui est nécessaire pour bien décrire les mouvements électroniques de

grande amplitude. La voie de l’utilisation d’un espace actif dynamique adaptatif de-

meure à ce jour inexploitée pour les applications aux problèmes de calculs de paquets

d’ondes électroniques. Le recours à une telle mesure pourrait permettre significative-

ment d’accélérer les opérations impliquées dans les simulations à haut degré de précision.

L’avènement d’une percée de la sorte trouverait une utilité évidente pour le calcul de

la dynamique des électrons ionisés qui, tel qu’il avait été mentionné au chapitre 4, peut

faire intervenir un très grand nombre d’états de configuration du système ionisé, en

raison de la pluralité des orbitales du continuum monoélectronique. Dans le cadre du

présent travail, deux aspects ont rendu possible la résolution des équations de mouve-

ment pour la dynamique d’ionisation sans évoquer un espace actif restreint adapté au

fil de l’évolution temporelle :

(i) Le choix de représentation des états du continuum qui a permis un calcul rapide,

analytique ou numérique, de l’évolution temporelle malgré le fait qu’il y ait un très

grand nombre d’états de configuration ; ceux-ci se divisent un un très petit nombre

de canaux, notamment parce que la taille de la base orbitalaire liée est suffisamment

modeste.

(ii) L’utilisation de l’approximation à champ fort (SFA) dont la conséquence est notam-

ment l’omission des effets de corrélation électronique. Cela justifie une traduction de

l’opérateur d’évolution temporelle en termes d’un propagateur monoélectronique ren-

dant possible la résolution des équations de mouvement sans pour autant considérer

directement la dynamique dans l’espace des états de configuration.

Une conséquence inévitable des choix qui ont été faits, particulièrement le recours

aux ondes planes pour décrire les orbitales du continuum mono-électronique, est la

résolution séparée des équations dynamique pour le système neutre et pour ses différents

ions (en fait on peut aussi avancer que c’est cette séparation même qui permet cette

représentation, une question de point de vue). La prise en charge de cette division de

l’espace des états et des opérateurs est assurée par la définition de projecteurs orthogo-

naux, dans un formalisme dit de Feshbach. Deux options sont envisageables, séparément

ou simultanément, et ont été explorées individuellement au cours de cette thèse, au cha-

pitre 4. D’abord, la séparation peut tout naturellement être définie dans l’espace des

configurations électroniques. C’est la premiere voie qui a été explorée dans une formula-

tion de type Full -CI. Et puis, cette même partition peut également s’exercer directement
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dans l’espace orbitalaire, comme il a été illustré en deuxième partie du chapitre 4 dans

une tournure plus authentique à l’esprit (TD)-MCSCF.

L’algorithme ainsi élaboré, il a été mis à l’épreuve dans des simulations de la dy-

namique d’ionisation en régime multiphotonique et tunnel. En dépit de l’imposition

de plusieurs hypothèses simplificatrices, la méthode s’est avérée suffisamment complète

pour permettre l’observation de phénomènes physiques intéressants. Dans le cas de H2,

l’examen de densités de paires électroniques, incluant la composante ionisée a révélé

une exaltation de l’ionisation causée par la formation d’un état transitoire à caractère

ionique. L’étude portant sur LiH, elle, a montré un exemple intéressant de contrôle du

mouvement électronique : une opposition du contrôle actif sur la direction d’éjection

des électrons et du contrôle passif du système caractérisé par un dipôle permanent pour

lequel une direction d’éjection des électrons favorable peut être établie. D’autre part,

l’analyse de ce système plus compliqué a permis d’entrevoir une sélectivité potentielle

de l’ionisation dans différents canaux, en variant les paramètres du champ d’excitation,

constituant une avenue intéressante pour sonder des états orbitalaires individuellement.

Ce développement méthodologique ne saurait se passer de quelques enrichissements.

Un aspect très important qu’il faudra continuer à améliorer concerne la description des

effets de corrélation, encore décrits de façon incomplète. Dans la déroulement de ces tra-

vaux, la relaxation de l’approximation SFA n’a été approchée, jusqu’à maintenant, que

partiellement. Il est absolument impératif de trouver un moyen astucieux de compléter

cet aspect sans quoi une description des couplages non-radiatifs issus de la corrélation

électronique et des effets physiques qui en découlent est impossible. Un autre aspect qui

est relativement important, est l’augmentation de la dimensionalité de la description

du mouvement des électrons ionisés. Si cela a été réalisé complètement en trois dimen-

sions pour la première ionisation de H2, il en est tout autrement pour la deuxième

ionisation et pour le traitement d’autres molécules plus compliquées. À cet égard, la

formulation utilisant une partition de l’espace orbitalaire pourrait s’avérer très efficace

et la concrétisation de cette amélioration n’est donc probablement pas si lointaine. Cela

permettrait d’étudier entre autres l’interaction avec des champ polarisés circulairement

ou avec des molécules planaires voire des systèmes s’étendant dans les trois dimensions.

Finalement, un point qui mérite considération concerne les profils d’ionisation résolus

en temps qui affichent une contribution substantielle des processus d’excitation, tel que

mentionné à maintes reprises au chapitre 4. Une solution possible serait d’augmen-

ter la taille de la base orbitalaire pour couvrir ces manifestations physiques dans la
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partie interne de la dynamique ce qui entrâınerait aussi l’enrichissement du contenu

physique d’une telle description. Le prix à payer serait l’accroissement du nombre de

canaux d’ionisation impliquant ces nouvelles orbitales moléculaires et consequemment

une augmentation de la charge de calul. Ce point particulier motive les développements

pécédemment évoqués en vue d’adapeter le concept d’espace actif restreint au contexte

dynamique. Toutes ces avenues potentielles visant le raffinement des simulations théori-

ques s’inscrivent dans le souhait d’obtenir une compréhension plus profonde des phéno-

mènes en champ intense, de la structure moléculaire et électronique et puis des stratégies

disponibles pour leur contrôle.

Cette thèse présente, entre autres, un exemple d’application de ce type de calculs

dans le contexte de l’imagerie dynamique moléculaire. Cette dernière revêt une impor-

tance particulière dans sa capacité à sonder les milieux réactionnels et à agir en concert

avec diverses expériences de contrôle de la dynamique moléculaire pour mieux vérifier

sa qualité et contribuer à son optimisation. Le schéma d’imagerie envisagé ici repose

sur la diffraction électronique induite par laser, c’est-à-dire, sur le flux d’électrons as-

socié à la recollision électronique, la phase finale du mécanisme à trois étapes. S’il a

pu être montré sans grande surprise que le signal de diffraction subséquent présente

une signature de la géométrie de la molécule cible au moment de la recollision, le fait

qu’on puisse également en extraire des informations sur la structure nodale de l’état

électronique initial est certainement plus inattendu. La technique affiche une certaine

robustesse par rapport aux incertitudes expérimentales la limitation la plus sensible

étant l’exigence d’un fort degré d’alignement.

Ces conclusions ayant été tirées à partir de simulations numériques reposant sur

un modèle simplifié, il est impératif de les corroborer dans le cadre d’une approche

théorique plus élaborée incluant notamment des effets multiélectroniques pour tenir

compte de l’interaction cohérente de tous les canaux d’ionisation susceptibles de contri-

buer au signal de diffraction. Un modèle capable de décrire le mouvement électronique

en trois dimensions sera en outre nécessaire pour examiner la proposition d’imagerie

pour des systèmes moléculaires non-linéaires mais aussi pour définir de nouvelles ob-

servables. Cette tâche pourrait constituer un test important pour les développements

méthodologiques envisagés relatifs à l’algorithme TDMCSCF. Ultimement, le dévelop-

pement de ces outils complets incluant une description complète des processus d’ioni-

sation multiples, de l’effet de la corrélation électronique et des mouvements nucléaires

transcende cette preuve de principe d’une méthode d’imagerie mais trouve une foule

d’applications pour lesquelles bien des questions restent sans réponse.
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Notamment, le domaine de la spectroscopie des harmoniques élevées suscite un

vaste engouement et plusieurs effets compliqués sont susceptibles d’interagir entre eux.

Les calculs de dynamique moléculaire seront d’une grande utilité pour permettre de

d’éclaircir les interrogation qui s’y rattachent. Plus récemment, un schéma d’image-

rie des mouvements électroniques basé sur une technique d’interférométrie a été pro-

posé [2]. Ce type de nouveau développement entrâıne immanquablement des problèmes

indédits auquel les théoriciens seront plus que motivés à s’attaquer. Cet exemple illustre

l’inséparabilité des travaux concrets effectués par les expérimentateurs et des activités

moins tangibles conduits par les numériciens. En outre, cela constitue une preuve que la

recherche sur l’électron n’est absolument pas terminée ; au contraire, elle n’en est qu’à

ses premiers balbutiements.





Annexe A

Deuxième quantification

Les termes opérateurs de création et d’annihilation 1 sont habituellement rencontrés

dans l’étude de la mécanique quantique, notamment pour la description de l’oscillateur

harmonique. Dans ce contexte, ils désignent des opérateurs agissant sur un état propre

vibrationnel pour créer ou annihiler un quantum d’excitation. Par exemple, l’action de

l’opérateur de création sur l’état vibrationnel fondamental retourne une fonction qui

est proportionnelle au premier état excité. Dans le cadre de cette thèse, toutefois, ces

opérateurs sont associés à un concept fort différent en signification, mais pourtant très

semblable au niveau formel. Ils sont employés, ici, dans la description d’un système de

n particules identiques pour ajouter ou enlever des éléments au système.

Supposons un ensemble de n bosons qui seraient placés dans un puits de potentiel

supportant des états propres notés Φ0,Φ1, . . .Φk. On considèrera un état quantique

décrivant ces n particules dans lequel tous les bosons sont au niveau fondamental Φ0.

Cet état à n particules sera noté |n
〉
. Puisque les particules sont des bosons, n peut être

n’importe quel entier positif. On introduit ensuite un état où aucune de ces particule

n’est présente, appelé état du vide, et noté |vac
〉
= |0

〉
. On peut maintenant introduire

les opérateurs de deuxième quantification â0 et â†0 définis par

â0|n
〉
=

√
n|n− 1

〉
(A.1a)

â†0|n
〉
=

√
n+ 1|n+ 1

〉
(A.1b)

1. Cette description succinte de la deuxième quantification est largement inspirée d’une section de

Lectures on Quantum Mechanics, de Gordon Baym [163]. Plus de détails et des exemples d’application

peuvent être trouvés dans cet ouvrage et dans les références qui s’y rattachent.



160 Annexe A. Deuxième quantification

Ces opérateurs relient donc l’état quantique de n particules dans l’état Φ0 à celui

de n± 1 particules dans ce même état. C’est précisément dans ce sens que â0 peut être

consiréré comme un opérateur d’annihilation d’une particule dans l’état Φ0 alors que, si-

milairement, â†0 est un opérateur de création d’une particule dans ce même état. Lorsque

les particules qu’ils décrivent sont des bosons, les opérateurs de deuxième quantification

obéissent à la relation de commutation suivante :
[

â0, â
†
0

]

= 1 (A.2)

La relation (A.2) peut s’obtenir simplement en faisant agir le commutateur sur l’état

|n
〉
et en utilisant les définitions (A.1) :

[

â0, â
†
0

]

|n
〉
=
(

â0â
†
0 − â†0â0

)

|n
〉

= [(n+ 1)− n] |n
〉

(A.3)

Ce formalisme est très utile pour représenter les états et les opérateurs d’un système à

n corps. Par exemple, l’état |n
〉
peut simplement s’écrire

|n
〉
=

1√
n!

(

â†0

)n

|vac
〉

(A.4)

L’opérateur N̂0 = â†0â0 mesure le nombre de particules dans l’état Φ0 :

â†0â0|n
〉
= a†0

√
n|n
〉
= n|n

〉
(A.5)

Supposons maintenant que les particules associées aux opérateurs de deuxième quan-

tification sont des fermions. En raison du principe d’exclusion, il n’existe que deux états

pour lesquels toutes les particules sont dans l’état fondamental Φ0 avec la même valeur

de spin, soit |0
〉
et |1

〉
puisqu’on ne peut pas mettre deux fermions dans le même état.

On définit alors les propriétés d’action des opérateurs de deuxième quantification pour

les fermions de la manière suivante

â0|0
〉
= 0 â0|1

〉
= |0

〉
(A.6a)

â†0|0
〉
= |1

〉
â†0|1

〉
= 0 (A.6b)

de sorte que, dans la base
{
|0
〉
, |1
〉}

â0 et â†0 sécrivent sous forme matricielle

â0 =

(

0 1

0 0

)

et â†0 =

(

0 0

1 0

)

(A.7)

La condition â†0|1
〉
= 0 assure que l’on ne puisse pas placer deux fermions dans le

même état. Aussi, (â0)
2 = (â†0)

2 = 0. Les opérateurs â0 et â†0 obéissent à une relation

d’anti-commutation : {

â0, â
†
0

}

:= â0â
†
0 + â†0â0 = 1 (A.8)
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Considérons maintenant une situation où les particules peuvent occuper les deux pre-

miers niveaux du puits de potentiel, Φ0 et Φ1. Plusieurs états sont admissibles dans le

cas où les n = n0 + n1 corps sont des bosons. On utilisera la notation |n1, n0

〉
pour

désigner un état de n particule où n0 d’entre elles sont dans l’état Φ0 et n1 = n − n0

occupent le niveau Φ1 = â†1â0|1
〉
. Les opérateurs de création et d’annihilation ont alors

les propriétés généralisées découlant des définitions des Eqs (A.1)

â0|n1, n0

〉
=

√
n0|n1, n0 − 1

〉
et â†0|n1, n0

〉
=

√
n0 + 1|n1, n0 + 1

〉
(A.9a)

â1|n1, n0

〉
=

√
n1|n1 − 1, n0

〉
et â†1|n1, n0

〉
=

√
n1 + 1|n1 + 1, n0

〉
(A.9b)

À partir de ces résultats, on peut montrer que

[

â0, â
†
0

]

=
[

â1, â
†
1

]

= 1

et que les commutateurs impliquant toute autre paire d’opérateurs sont nuls

[

â0, â
†
1

]

=
[

â1, â
†
0

]

=
[

â0, â1

]

=
[

â†0, â
†
1

]

Puisque l’ordre dans lequel l’action de l’opérateur de création est sans importance pour

les bosons, tous les états |n1, n0

〉
peuvent être construits à partir de l’état du vide

|vac
〉
= |0, 0

〉
en appliquant â†0 et â†1 à répétition :

|n1, n0

〉
=

1√
n0!

1√
n1!

(

â†0

)n0
(

â†1

)n1

|0, 0
〉

(A.10)

Le nombre total de particules se mesure en utilisant l’opérateur N̂ défini par :

N̂ = â†0â0 + â†1â1 (A.11)

Si maintenant on considère le cas où les particules distribuées sur deux niveaux Φ0

et Φ1 sont des fermions dans le même état de spin, alors on a maintenant quatre états

possibles notés :

|0, 0
〉
, |0, 1

〉
, |1, 0

〉
et |1, 1

〉

L’action des opérateurs de création et d’annihilation, ici, est plus délicate. Premièrement,

pour les opérateurs agissant sur Φ1 :

â†1|0, 0
〉
= |1, 0

〉
â†1|0, 1

〉
= |1, 1

〉
(A.12a)

â†1|1, 0
〉
= â†1|1, 1

〉
= 0 (A.12b)

â1|0, 0
〉
= â1|0, 1

〉
= 0 (A.12c)

â1|1, 0
〉
= |0, 0

〉
â1|1, 1

〉
= |0, 1

〉
(A.12d)
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â†1 et â1 ajoutent ou enlèvent une particule dans le niveau Φ1. On définit ensuite l’action

de â0 et â†0 dans les cas où Φ1 n’est pas occupé :

â†0|0, 0
〉
= |0, 1

〉
â†0|0, 1

〉
= 0 (A.13a)

â0|0, 1
〉
= |0, 0

〉
â0|0, 0

〉
= 0 (A.13b)

Maintenant, on doit faire plus particulièrement attention pour établir la définition de â0
et â†0 lorsqu’ils agissent sur un état où le niveau Φ1 est déjà occupé, de sorte à respecter

la symétrie d’échange de fermions. En utilisant une combinaison d’opérateurs pour

interchanger les deux fermions de l’état |1, 1
〉
, on tentera de compléter cette définition :

|1, 1
〉
→ |0, 1

〉
= â1|1, 1

〉
(Enlever 1 particule de Φ1)

|0, 1
〉
→ |1, 0

〉
= â†1â0|0, 1

〉
(Transfert de Φ0 à Φ1)

|1, 0
〉
→ |1, 1

〉
= â†0|1, 0

〉
Ajouter 1 particule à Φ0

On obtient dont un état â†0â
†
1â0â1|1, 1

〉
= â†0|1, 0

〉
qui doit être de signe opposé à celui

de l’état initial |1, 1
〉
. Ainsi, on doit nécessairement avoir :

â†0|1, 0
〉
= −|1, 1

〉
(A.14)

de façon à obtenir des états adéquatement anti-symétrisés. Pour compléter la définition

de â0 et â†0, on écrit

â†0|1, 1
〉
= â0|1, 0

〉
= 0 (A.15a)

â0|1, 1
〉
= −|1, 0

〉
(A.15b)

Ainsi, on peut montrer que ces opérateurs de création et d’annihilation ainsi définis

obéissent aux relations d’anti-commutation :
{

â0, â
†
0

}

= 1 (A.16a)
{

â1, â
†
1

}

= 1 (A.16b)
{

â0, â0

}

=
{

â1, â1

}

=
{

â†0, â
†
0

}

=
{

â†1, â
†
1

}

= 0 (A.16c)

et également, pour toute paire ≪ hybride ≫ les anti-commutateurs sont tous nuls :

{

â0, â
†
1

}

=
{

â1, â
†
0

}

=
{

â0, â1

}

=
{

â†0, â
†
1

}

= 0

Ces relations d’anti-commutation sont les conséquences de l’anti-symétrie des états

décrivant les fermions. Les états |n1, n0

〉
sont obtenus en utilisant une combinaison

ordonnée des opérateurs â†0 et â†1 agissant sur l’état du vide :

|n1, n0

〉
=
(

â†1

)n1
(

â†0

)n0

|0, 0
〉

(A.17)
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on note qu’il n’est plus nécessaire d’utiliser explicitement un facteur de normalisation

puisque n0 et n1 valent soit 0 ou 1. Aussi, on souligne que la convention fixée exige que

â†0 doit agir en premier, ce qui était sans importance dans le cas des bosons.

Finalement, on peut étendre les cas précédents à un nombre infini d’états Φk. Alors,

les relations de commutation et d’anti-commutation ainsi que les états |nk, . . . , n1, n0

〉

peuvent s’écrire sous la forme générale suivante :

– Pour les bosons, âi et â
†
i obéissent aux relations de commutation :

[

âi, â
†
j

]

= δij (A.18a)

[

âi , âj

]

=
[

â†i , â
†
j

]

= 0 (A.18b)

et tout état |nk, . . . , n1, n0

〉
sécrit :

|nk, . . . , n1, n0

〉
=

1√
nk!

. . .
1√
n1!

1√
n0!

(

â†k

)nk

. . .
(

â†1

)n1
(

â†0

)n0

|vac
〉

(A.19)

– Pour les fermions, âi et â
†
i obéissent aux relations d’anti-commutation :

{

âi, â
†
j

}

= δij (A.20a)

{

âi , âj

}

=
{

â†i , â
†
j

}

= 0 (A.20b)

et tout état |nk, . . . , n1, n0

〉
sécrit :

|nk, . . . , n1, n0

〉
=
(

â†k

)nk

. . .
(

â†1

)n1
(

â†0

)n0

|vac
〉

(A.21)





Annexe B

Partition de l’espace des états :

Évolution temporelle non-unitaire

L’utilisation du formalisme de Feshbach pour traiter séparément la dynamique dans

deux sous-espaces distincts offre des avantages évidents et discutés amplement au cha-

pitre 4 qu’on ne réitérera pas ici. En contre-partie, la solution proposée dans la première

partie (c’est-à-dire pour l’approche multiélectronique) représente une évolution tempo-

relle non-unitaire qu’il n’est pas facile de remarquer à première vue, encore moins de

retracer son origine.

Pour pallier cette difficulté, les solutions ont été écrite sous une forme différente

qui conduit maintenant à une évolution unitaire, correspondant à une renormalisation

systématique et non-arbitraire. On présentera ici un exemple simple d’un système à deux

niveaux pour faire ressortir l’existence de ce problème d’unitarité et suggérer quelques

pistes expliquant son origine. Finalement, on donnera quelques indications à propos de

la solution choisie pour contourner cette difficulté.

On supposera un système à deux niveaux dont l’état |ψ, t
〉
s’écrit sous la forme d’un

vecteur à deux composantes :

|ψ, t
〉
=

(

c1(t)

c2(t)

)

(B.1)

Pour simplifier, sans perte de généralité, on supposera ces deux niveaux dégénérés et

caractérisés par une interaction dépendante du temps de la forme

V̂ (t) = µ̂E(t) (B.2)
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qui, dans la base à deux état s’écrit :

V̂ (t) = E(t)

(

0 1

1 0

)

(B.3)

avec E(t) = Eδ(t− t0), pour simplifier l’intégration des équations de mouvement sans

perte de généralité. Ces dernières, avec l’Hamiltonien de l’équation (B.2) sont de la

forme :

ı̇∂tc1(t) = E(t)c2(t) (B.4a)

ı̇∂tc2(t) = E(t)c1(t) (B.4b)

ou alors, sous une forme matricielle équivalente

ı̇∂t

(

c1(t)

c2(t)

)

= E(t)

(

0 1

1 0

)(

c1(t)

c2(t)

)

(B.5)

Ces équations différentielles couplées sont exactement de la même forme que les équations

(4.5a) et (4.5b) mais, ici, la séparation s’effectue au sein de deux niveaux seulement

afin de simplifier la discussion. L’avantage avec un système aussi simple, est que la so-

lution exacte est connue et on pourra ainsi comparer les solutions obtenues en utilisant

différentes approches.

B.1 Solution exacte

La manière la plus simple d’obtenir la solution exacte pour un tel système est d’uti-

liser une pré-diagonalisation, c’est-à-dire une réécriture des équations de mouvement

de sorte à les découpler. On note que la pré-diagonalisation est approchable facile-

ment pour un système à deux niveaux, mais devient impratiquable pour les systèmes

physiques compliqués que l’on souhaite étudier. Pour obtenir un ensemble d’équations

différentielles découplées, il suffit d’introduire deux quantités :

c̄(t) =
c1(t) + c2(t)

2
(B.6a)

∆(t) =
c1(t)− c2(t)

2
(B.6b)

On forme un nouveau vecteur d’état avec ces deux quantités qu’on insère dans l’équation

de Schrödinger. En substituant les définitions des équations (B.4), on obtient :

ı̇∂tc̄(t) = E(t)c̄(t) (B.7a)
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ı̇∂t∆(t) = −E(t)∆(t) (B.7b)

Les équations de mouvement pour ces quantités sont explicitement découplées. Leur

solution est de la forme :

c̄(t) = c̄(0)e−ı̇EΘ(t−t0) (B.8a)

∆(t) = ∆(0)eı̇EΘ(t−t0) (B.8b)

où on définit la fonction Θ(t) comme étant la primitive de la fonction de Dirac δ(t) :

Θ(t− t0) =

{

0, t < t0
1, t > t0

(B.9)

En réorganisant les solutions ci-haut, on trouve

c1(t) = c1(0) cos
(
EΘ(t− t0)

)
− ı̇c2(0) sin

(
EΘ(t− t0)

)
(B.10a)

c2(t) = c2(0) cos
(
EΘ(t− t0)

)
− ı̇c1(0) sin

(
EΘ(t− t0)

)
(B.10b)

qui représente une évolution unitaire en tout temps.

La primitive Θ(t−t0) de la fonction de Dirac n’est pas formellement définie en t = t0
(pas plus que la fonction de Dirac qui diverge en ce point) ce qui dans la majorité des

applications n’est pas un problème car ces fonctions sont utilisées dans des intégrales.

Ici, pour que la solution continue d’être définie en t = t0, on introduit Θ(0) = 1
2
. Dans

le cas de la solution exacte, le choix de la valeur particulière importe peu. On verra

toutefois que c’est précisément cette valeur qui doit être choisie lorsqu’on approche

l’intégration des équations (B.4) de façon directe.

B.2 Intégration directe

La solution obtenue par intégration directe des équations (B.4) est de la forme

c1(t) = c1(0)− ı̇

t∫

0

E(t′)c2(t
′) dt′ (B.11a)

c2(t) = c2(0)− ı̇

t∫

0

E(t′)c1(t
′) dt′ (B.11b)

Cette écriture met bien en exergue le caractère couplé des solutions : la solution pour

c1 dépend de celle pour c2 via le deuxième terme des équations (B.4), et vice-versa.
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Dans la première partie du chapitre 4, on a contourné ce problème en évoquant une

approximation à temps court pour laquelle le terme de couplage devient invariant. En

d’autres mots, cela signifie, ici, qu’on pose ci(t
′) = ci(0) :

c1(t) = c1(0)− ı̇

t∫

0

E(t′)c2(0) dt
′ = c1(0)− ı̇EΘ(t− t0)c2(0) (B.12a)

c2(t) = c2(0)− ı̇

t∫

0

E(t′)c1(0) dt
′ = c2(0)− ı̇EΘ(t− t0)c1(0) (B.12b)

Un premier constat : la forme de cette solution est fortement différente de celle obtenue

par pré-diagonalisation, particulièrement pour les valeurs élevées de E, ce qui met en

évidence la l’erreur sur la dynamique où le paramètre δt (l’intervalle d’intégration) est

remplacé, ici, par la force de l’intéraction E. En d’autres mots, pour les faibles valeurs de

E, l’approximation à temps court engendre une erreur faible sur la dynamique (il suffit

d’examiner le développement en série des fonctions cos (EΘ(t− t0)) et sin (EΘ(t− t0))

autour de E = 0 pour constater que 1 et EΘ(t− t0) correspondent à une erreur d’ordre

E2).

Par contre, tel que mentionné, l’évolution résultante n’est pas unitaire. La norme

du vecteur d’état correspondant aux solutions ci-haut, en t > t0 s’écrit :

|c1(t)|2 + |c2(t)|2 = [c1(0) + ı̇Ec2(0)] [c1(0)− ı̇Ec2(0)]

+ [c2(0) + ı̇Ec1(0)] [c2(0)− ı̇Ec1(0)]

=
[
|c1(0)|2 + |c2(0)|2

]
(1 + E2) (B.13)

L’expansion initiale ne reste donc normée que si E = 0 !

Bien sûr, pour ce système modèle, on peut intégrer les Eqs (B.11) sans évoquer

d’approximation à temps court. Cependant, on verra qu’un autre problème surgit en

examinant les solutions obtenues. Évaluées à t > t0 celles-ci prennent la forme

c1(t) = c1(0)− ı̇

t∫

0

E(t′)c2(t
′) dt′ = c1(0)− ı̇Ec2(t0) (B.14a)

c2(t) = c2(0)− ı̇

t∫

0

E(t′)c1(t
′) dt′ = c2(0)− ı̇Ec1(t0) (B.14b)

On remarque alors qu’elles dépendent des solutions évaluées en t = t0. Par cohérence,

celles-ci doivent s’écrire sous une forme identique :

c1(t0) = c1(0)− ı̇E

t0∫

0

δ(t′ − t0)c2(t
′) dt′ = c1(0)− ı̇EΘ(0)c2(t0) (B.15a)
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c2(t0) = c2(0)− ı̇E

t0∫

0

δ(t′ − t0)c1(t
′) dt′ = c2(0)− ı̇EΘ(0)c1(t0) (B.15b)

C’est précisément ici que la définition précise de Θ(0) intervient. Pour l’instant, on

posera de façon ad-hoc Θ(0) = k, une constante à déterminer (qu’on devine être entre

0 et 1). L’évalutation de Θ dans le résultat ci-haut conduit à

c1(t0) = c1(0)− ı̇Ekc2(t0) (B.16a)

c2(t0) = c2(0)− ı̇Ekc1(t0) (B.16b)

qu’on réorganise aisément sous la forme

c1(t0) =
1

1 + (Ek)2
[c1(0)− ı̇Ekc2(0)] (B.17a)

c2(t0) =
1

1 + (Ek)2
[c2(0)− ı̇Ekc1(0)] (B.17b)

En substituant ce résultat dans les équations (B.14), on trouve

c1(t) =

[

1− E2k

1 + (Ek)2

]

c1(0)−
[

ı̇E

1 + (Ek)2

]

c2(0) (B.18a)

c2(t) =

[

1− E2k

1 + (Ek)2

]

c2(0)−
[

ı̇E

1 + (Ek)2

]

c1(0) (B.18b)

Calulons maintenant la norme de l’état propagé afin de fixer la valeur k pour laquelle

l’évolution conserve la norme :

|c1(t)|2 + |c2(t)|2 =
[1 + (Ek)2 − E2k]

2
+ E2

[1 + (Ek)2]2
[
|c1(0)|2 + |c2(0)|2

]
(B.19)

En d’autres mots, la norme |c1(0)|2 + |c2(0)|2 est conservée si

[
1 + (Ek)2 − E2k

]2
+ E2 =

[
1 + (Ek)2

]2
(B.20)

Après quelques manipulations, cette expression se simplifie en

1 + E2(k − 1)2 = 1 + (Ek)2 (B.21)

qui admet comme solution unique k = 1/2. L’état propagé avec cette valeur de k, donne,

en t > t0

c1(t) =
1

1 + E2/4

[(

1− E2

4

)

c1(0)− ı̇Ec2(0)

]

(B.22a)

c2(t) =
1

1 + E2/4

[(

1− E2

4

)

c2(0)− ı̇Ec1(0)

]

(B.22b)

Le propagateur pour ce système s’écrit alors, en représentation matricielle :

❯(t > t0, 0) =
1

1 + E2/4

(

1− E2

4
−ı̇E

−ı̇E 1− E2

4

)

(B.23)
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Pour ce propagateur, on a vérifié que la norme est conservée et on peut montrer que

son application représente une transformation unitaire. Toutefois, il n’est pas pour au-

tant acquis que la solution correspondante soit exempte d’erreur sur le résulat de la

dynamique. Pour le constater, il suffit d’examiner les coefficients de l’équation (B.22),

c’est à dire les éléments de matrice de ❯ en comparaison avec ceux de l’équation (B.10).

Ces éléments de matrices étant un rapport fini convergent de deux polynomes en

E peuvent se développer, au voisinage de E = 0, en une série entière d’une infinité de

termes (des puissances entières cn(E − 0)n). Cela laisse penser qu’en termes de qualité

des solutions, l’erreur est inférieure au cas précédent ce qui implique que l’erreur sur

la dynamique est moins grande. En comparant les résultats, on constate effectivement

qu’on passe à une erreur d’ordre E3, une amélioration principalement attribuable au

fait que les termes en cos
(
Θ(t − t0)

)
sont mieux décrits. La description du terme en

sin
(
Θ(t− t0)

)
n’est pas sensiblement améliorée.

La solution exacte à ce problème est approchable en écrivant les équations de mou-

vement (B.4) sous une forme récursive, c’est-à-dire en substituant indéfiniment les solu-

tions intermédiaires ci(t
′) dans les équations (B.11). Par exemple, une première récursion

donnerait :

c1(t) = c1(0)− ı̇

t∫

0

E(t′)



c2(0)− ı̇

t′∫

0

E(t′′)c1(t
′′) dt′′



 dt′ (B.24a)

c2(t) = c2(0)− ı̇

t∫

0

E(t′)



c1(0)− ı̇

t′∫

0

E(t′′)c2(t
′′) dt′′



 dt′ (B.24b)

puis une autre :

c1(t) = c1(0)− ı̇

t∫

0

E(t′)c2(0) dt
′

+ ı̇2
t∫

0

E(t′)

t′∫

0

E(t′′)



c1(0)− ı̇

t′′∫

0

E(t′′′)c2(t
′′′) dt′′′



 dt′′ dt′′ (B.25a)

c2(t) = c2(0)− ı̇

t∫

0

E(t′)c1(0) dt
′

+ ı̇2
t∫

0

E(t′)

t′∫

0

E(t′′)



c2(0)− ı̇

t′′∫

0

E(t′′′)c1(t
′′′) dt′′′



 dt′′ dt′′ (B.25b)
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Par induction, on obtient :

c1(t) =
∞∑

k=0

[
(−1)kI(2k)(E,t)

]
c1(0)− ı̇

[
(−1)kI(2k+1)(E,t)

]
c2(0) (B.26a)

c2(t) =
∞∑

k=0

[
(−1)kI(2k)(E,t)

]
c2(0)− ı̇

[
(−1)kI(2k+1)(E,t)

]
c1(0) (B.26b)

où on définit I(k)(E, t) ainsi :

I(k)(E, t) =

t∫

0

E(t)I(k−1)(E, t′) dt′, I(0)(E, t) = 0 (B.27)

c’est-à-dire que I(k)(E, t) est la kème intégrale de E(t). En examinant les coefficients des

solutions récursives, on constate qu’ils ne sont rien d’autre que les développements en

série de la fonction cos
(
E(t)

)
et sin

(
E(t)

)
: les solutions récursives sont donc exactes. Il

semble donc que l’intégration directe puisse également conduire au bon résultat dans la

mesure où les solutions intégrales générales (B.11) sont d’abord développées infiniment

sous la forme d’une série de Dyson avant d’être intégrées explicitement [voir (B.26)].

Un avantage de cette façon de faire est qu’il n’est plus nécessaire d’ajouter ad-hoc une

définition de Θ(0) pour retrouver une évolution unitaire.

Par contre, dans le cas de systèmes plus intéressants, il est à peu près impossible

d’écrire de tels développements infinis et la solution directe unitaire proposée s’avère

donc beaucoup plus pragmatique. Dans le cadre de cette thèse, cette formulation a été

généralisée à des systèmes dont le nombre de niveaux non-dégénérés peut être arbitraire

et où la forme du champ δ(t− t0) prend le sens d’une interaction moyennée sur un in-

tervale d’intégration court. Le résultat est donné en deuxième partie du chapitre 4 et

découle de l’analyse faite ici sur un cas d’école. D’ailleurs, si on examine les équations

(4.33) décrivant les couplages entre les deux sous-espaces, en remplaçant la quantité

scalaire E(t) par les opérateurs Â · H̄(t) · B̂ appropriés avec H̄(t) =
∫ t

0
V̂ (t′) dt′ défini en

(B.2), on remarque que celles-ci sont absolument identiques à l’écriture du propagateur

❯ de l’équation (B.23).





Annexe C

Électron dans un champ électrique :

Modèle classique

Supposons un électron dans le vide placé en t0 à l’origine ~r(t0) = 0 à vitesse nulle

~v(t0) = 0. On soumettra, de façon soudaine en t = t0, cet électron à l’effet d’un champ

électrique continu ~E (t) de la forme

~E (t) = ~εE sinωt (C.1)

où ~ε est un vecteur unitaire orienté vers la direction positive de l’axe x. Le potentiel

d’interaction décrivant un tel système physique, en jauge longueur, s’écrit

~VL(t) = −q~r · ~E (t) (C.2)

Les définitions de la force et de l’accélération données en mécanique classique s’écrivent :

~F (t) = m~a(t) (C.3a)

~F (t) = −∇~VL(t) = ~εqE sinωt (C.3b)

Puisque le champ externe est polarisé linéairement selon l’axe x, on peut associer

l’accélération ~a(t) avec la quantité d2

dt2
x(t)~ε qui est alors exprimée de la façon suivante 1 :

~a(t) =
d2

dt2
x(t)~ε = −~εE sinωt (C.4)

Dès lors, le mouvement est initié le long de l’axe x avec une accélération ~a(t0) découlant

de l’action soudaine du champ externe. Puisque ~v(t0) = 0, la vitesse atteinte, en t > t0,

1. On rappelle que, pour un électron, la masse et la charge valent, respectivement m = 1 et q = −1

(en unités atomiques)
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par cet électron est alors simplement donnée par :

~v(t) =

t∫

t0

a(t′) dt′ =
d

dt
x(t)~ε = ~ε

E

ω
(cosωt− cosωt0) (C.5)

Puis, étant donné que ~r(t0) = 0, la position de l’électron en t > t0 est donnée par :

~r(t) =

t∫

t0

~v(t′) dt′ = x(t)~ε = −~ε E
ω2

[sinωt− sinωt0 − (t− t0)ω cosωt0] (C.6)

On remarque que les solutions ~v(t) et ~r(t) dépendent du moment t0 auquel la dyna-

mique est amorcée. Cela conduit à un vaste ensemble de trajectoires que l’on cherchera

maintenant à caractériser. À cette fin, on se placera dans le contexte pour lequel cette

lecture simplifiée en termes d’un modèle basé sur les équations de mouvement clas-

sique est utilisée. Ce portrait näıf tente de décrire la recollision d’un paquet d’ondes

électronique avec son ion parent afin de caractériser le spectre des énergies de collision.

Ici, on remplace un paquet d’ondes par une particule classique qui est libérée de son

potentiel attracteur (celui de l’ion parent) au moment t0 par un processus d’ionisation

optique.

Cet événement donne un sens physique au paramètre t0 qui, dans des conditions 2

où le mécanisme d’ionisation principal est l’effet tunnel, devra se situer au voisinage

de t =
(
1
4
+ n
)

2π
ω

ou t =
(
3
4
+ n
)

2π
ω
, n ∈ ❩, c’est-à-dire près d’un extrema du champ

externe. On étudiera donc quelques trajectoires x(t) initiées près du premier maxi-

mum positif du champ électrique sinusöıdal. Les résultats obtenus pour cinq scénarios

différents où t0 =
1
4
2π
ω
+∆ sont présentés à la figure (C.1).

Dans cet intervalle temporel, la probabilité d’ionisation est maximale en t = 1
4
2π
ω
.

Si on pose t0 = 1
4
2π
ω

dans l’équation (C.6), on obtient la trajectoire x(t) tracée en

vert (∆ = 0) à la figure (C.1). On remarque que cette trajectoire revient en x = 0

ce qui correspond physiquement à la recollision d’un électron qui aurait été ionisé en

t0 = 1
4
2π
ω
. On cherchera donc le point de croisement tc pour lequel x(tc) = 0, tc > t0,

cela correspond à résoudre :

sinωtc − sinωt0 = (tc − t0)ω cosωt0 (C.7)

qui pour ωt0 =
π
2
se réduit à

sinωtc = sinωt0 = 1 (C.8)

2. Les trajectoires classiques représentées plus loin correspondent à champ électrique externe dont

les paramètres sont E = 0.05 et ω = 0.06, en unités atomiques.
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qui a pour solution tc =
π
2ω

+n2π
ω
, n ∈ ❩ : la première recollision se produit exactement

une période optique plus tard et il existe une infinité d’autres collisions ultérieures. En

outre, on constate que la vitesse au moment de la collision ~v(tc) = 0 est nulle. L’énergie

cinétique correspondante v2/2m vaut également zéro et cette collision fixe le minimum

d’énergie du spectre des électrons diffusant dans le potentiel de l’ion.

On remarque également que l’équation (C.7) n’a pas de solution pour t0 <
π
2ω

:

aucune trajectoire initiée juste avant un extremum du champ ne peut donner lieu à

l’observation d’une collision, ces trajectoires correspondent à ce qu’on appelle du si-

gnal direct d’ionisation. Puis, les trajectoires qui sont démarrées tout juste après un

extremum du champ électrique externe donnent lieu à un nombre fini de collisions, in-

termédiaire entre les deux situations discutées jusqu’à maintenant.

Figure C.1 – Représentation de quelques trajectoires classiques x(t) démarrées en

t0 = 1
4
2π
ω

+ ∆ dirigées par un champ électrique avec E = 0.05 u.a. et ω = 0.06 u.a.

illustré en noir en unités arbitraires.

Si, en variant la valeur de ∆, on répète l’exercice consistant à trouver tc satisfaisant

l’Eq. (C.7) et en déterminant ~v(tc), on trouve la borne supérieure du spectre d’énergie

de collision des électrons vers t0 ≃
(
1
4
+ 1

20

)
2π
ω
, valant 3.17Up, où Up désigne le potentiel

pondéromoteur

Up =
E2

4ω2
(C.9)
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associé à l’énergie moyenne d’oscillation d’un électron dans le champ sinusöıdal (2Up).

Le tracé x(t) correspondant à l’énergie de collision de 3.17Up est représenté en bleu, à

la figure (C.1). Les excursions initiées tout juste avant ou après t0 ≃
(
1
4
+ 1

20

)
2π
ω

sont

appelée respectivement les trajectoires longues et courtes et sont toutes caractérisées

par une énergie cinétique à la collision inférieure.

Dans une interprétation simple du spectre des photoélectrons, on réfère à cette tra-

jectoire d’énergie de collision maximale pour identifier le domaine correspondant au si-

gnal de diffraction électronique. Dans cette lecture näıve, on suppose que les électrons in-

cidents sont diffusés élastiquement dans toutes les directions, de façon instantanée, avant

de poursuivre leur mouvement dirigé par le laser qui, ultimement dans une expérience

véritable, serait éteint.

Au cours de cette diffusion élastique, la vitesse ~v(tc) incidente, initialement orientée

le long de l’axe x, est réorientée de sorte à ce que ses composantes puissent être non-

nulles sur tous les axes, mais en conservant son module |~v(tc)|. Cette distribution des

composantes forme un cercle (dans un modèle en deux dimensions comme celui considéré

dans le cadre de ce travail) ou une sphère dans l’espace des vitesses, dont le rayon est

précisément ce module.

Suite à cette diffusion rapide, les électrons, ressentant toujours la force électrique

externe, continuent leur accélération et acquièrent, en tf correspondant à l’extinction

du champ, un décalage résiduel donné par ~vS(tf ) =
∫ tf
tc
~a(t) dt. La conséquence de ce

dernier est le déplacement du centre du cercle ou de la sphère pondéromotrice, une

translation décrite par la quantité ~vS(tf ). Chaque trajectoire donnant lieu à une colli-

sion est caractérisée par un rayon et un décalage résiduel qui lui sont propres.

Le cercle pondéromoteur (ou la sphère) correspondant à la collision d’énergie maxi-

male englobe celui issu des autres trajectoires initiées au cours du même extremum du

champ externe. La somme cohérente de toutes ces contributions engendre le spectre

final des photoélectrons diffusés (on rappelle que le spectre des photoélectrons total

inclut aussi le signal direct). Le calcul de ces cercles est un élément important dans

l’interprétation qualitative des résultats numériques présentés au chapitre 5.



Annexe D

Calcul des probabilités d’ionisation

double

On montrera ici que le calcul des projections le long d’états de configuration cor-

respondant à des ionisations multiple est tout-à-fait possible dans le cadre de cette

formulation monoélectronique. En effet, de tels processus sont déjà pris en charge dès

que la dimension np du sous-espace externe atteint une valeur donnée. Par exemple,

np = 1 suffit pour décrire, grossièrement certes, des processus de double ionisation ;

np = 2 peut capturer jusqu’à la quatrième ionisation ; etc.

Cependant, il faut au minimum deux états du continuum pour couvrir toutes les

situations de couplage de spin pour la molécule doublement ionisée, et de façon générale,

ne états pour les scénarios d’ionisation totale. Pour le réaliser, on effectuera d’abord un

dénombrement des états de configuration pour la molécule LiH dans la base minimale

des trois orbitales considérées, au chapitre 4. Supposons, dans un premier temps, qu’on

ait np = 1. Au total, cela engendre 20 états de configuration :

6 CSFs pour la molécule neutre :

ce nombre ne dépend pas de np

8 CSFs pour le premier ion :

il y a 8 façons de distribuer les trois électrons restants dans les trois orbitales de

la molécule, 1 seule façon de placer un électron dans une orbitale de l’espace P

6 CSFs pour le deuxième ion :

il y a 6 façons de distribuer les deux électrons non-ionisés dans les trois orbitales

liées et 1 seule de placer deux électrons dans une orbitale du continuum, les spins

partiels Sp devant alors être forcément être nuls
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Aucun état de configuration ne correspond aux ionisations subséquentes. Si maintenant

np = 2, cela engendre 50 états de configuration :

6 CSFs pour la molécule neutre

16 CSFs pour le premier ion :

il y a 8 façons de distribuer les trois électrons restants dans les trois orbitales de

la molécule et 2 façons de placer un électron dans une des deux orbitales

18 CSFs pour le deuxième ion (avec Sp = 0) :

il y a 6 façons de distribuer les deux électrons non-ionisés dans les trois orbitales

liées et 3 moyens de placer deux électrons dans les trois orbitales du continuum

3 CSFs additionnels pour le deuxième ion (avec Sp = 1) :

on doit ajouter la possibilité de double ionisation d’électrons de même spin soit

les 3 états de configuration correspondant à Sp = 1 pour le neutre qu’on multiplie

par la seule façon de placer deux électrons de même spin dans deux états du

continuum

6 CSFs pour le troisième ion (avec Sp =
1
2
) :

il n’y a qu’un couplage de spin possible pour l’ionisation triple d’un système à

quatre électrons avec, ici, les 3 façons de placer un électron lié dans une des trois

orbitales de l’espace interne multipliées par les 2 configurations à couche ouverte

possibles d’obtenir en distribuant trois électrons dans deux orbitales

1 CSF pour la molécule complètement ionisée :

il n’existe qu’une façon de placer quatre électrons dans deux états du continuum

Finalement, pour un système comportant seulement quatre électrons appariés tel que

LiH, il n’est pas nécessaire d’ajouter d’autres états du continuum monoélectronique

puisque toutes les situations de couplage de spin sont déjà couvertes. Bien sûr il faut

quand même un grand nombre de ces états pour que le mouvement électronique dans

le continuum soit représenté avec une bonne résolution. Ainsi, de façon générale, pour

LiH avec 3 orbitales liées qu’on enrichit avec nk orbitales libres, le nombre d’états de

configuration qu’il est possible de former est

6 +
17nk
2

+
53n2

k

12
+ n3

k +
n4
k

12

6 CSFs pour la molécule neutre

16nk2

2
CSFs pour le premier ion :

il y a 8 façons de distribuer les trois électrons restants dans les trois orbitales de

la molécule multipliées par les nk façons de placer un électron dans une des deux

orbitales

6
2
(nk + n2

k) CSFs pour le deuxième ion (avec Sp = 0) :

il y a 6 façons de distribuer les deux électrons non-ionisés dans les trois orbitales
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liées multipliées par les nk moyens de placer deux électrons appariés dans les

orbitales du continuum plus nk(nk − 1)/2 façons de le faire dans des orbitales

différentes.

3
2
(n2

k − nk) CSFs additionnels pour le deuxième ion (avec Sp = 1) :

on doit ajouter la possibilité de double ionisation d’électrons de même spin soit

les 3 états de configuration correspondant à Sp = 1 pour le neutre qu’on multiplie

par toutes les nk(nk − 1)/2 façons de placer deux électrons de même spin (donc

non-appariés) dans deux états du continuum

3
3
(n3

k − nk) CSFs pour le troisième ion (avec Sp =
1
2
) :

il n’y a qu’un couplage de spin possible pour l’ionisation triple d’un système à

quatre électrons avec, ici, les 3 façons de placer un électron lié dans une des trois

orbitales de l’espace interne multipliées par les nk3−nk
3

configurations à couche

ouverte possibles lorsqu’on distribue trois électrons dans nk orbitales soit les
1
3
nk(nk−1)(nk−2) possibilités de placer les électrons dans des orbitales différentes

plus nk(nk − 1) façons d’avoir une paire d’électrons appariés.

1
12
(n4

k − n2
k) CSFs pour la molécule complètement ionisée :

il y a 1
12
nk(nk−1)(nk−2)(nk−3) façons de placer les électrons dans des orbitales

différentes, plus 6
12
nk(nk − 1)(nk − 2) possibilités où deux électrons sont dans la

même orbitale, puis 6
12
nk(nk − 1) moyens de placer les deux paires d’électrons

appariés dans nk orbitales.

On comprend bien l’utilité d’avoir au minimum nk = ne orbitales dans le sous-

espace externe afin d’inclure la possibilité d’ionisation totale du système où chacun

des électrons arrachés peut avoir une énergie différente. Du moment que cette circons-

tance est satisfaite, tout ces scénarios sont couvert et décrits en termes de rotations

orbitalaires. Nous allons maintenant considérer un état de configuration de la molécule

doublement ionisée et donner quelques indications sur le calcul de la probabilité corres-

pondante.

Supposons que les deux électrons qui demeurent liés sont placés dans l’orbitale de

plus basse énergie. Cela signifie que Sp = 0 le spin partiel pour la molécule neutre est

nul. On peut placer les deux électrons restants dans deux orbitales ϕk et ϕ
′
k qu’on iden-

tifiera aux index orbitalaires κ = nq + k et κ′ = nq + k′. Un tel schéma de distribution

des 4 électrons dans les différentes orbitales correspond au bloc d’états électroniques

identifés à l’état électronique fondamental du deuxième ion de LiH.

Les CSFs |ΦZ=2
1 (k, k′)

〉
correspondants varient selon la valeur de κ et κ′ et s’ex-
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priment comme une combinaison linéaire de déterminants de Slater du type

|ϕ1,αϕ1,βϕκ,αϕκ′,β|

plus précisément :

|ΦZ=2
1 (k, k′)

〉
=

1√
2

(

â†1αâ
†
1βâ

†
καâ

†
κ′β + â†1αâ

†
1βâ

†
κ′αâ

†
κβ

)

|vac
〉
↔ |ϕ2

1ϕ
1
κϕ

1
κ′ | (D.1)

Les amplitudes de probabilité AZ=2
1 (k, k′, t) se calculent tout aussi facilement que celles

données en deuxième partie du chapitre 4 :

AZ=2
1 (k, k′, t) =

〈
ΦZ=2

1 (k, k′)|Ψ, t
〉

=
6∑

I=1

cI(t)
〈
ΦZ=2

1 (k, k′)|ΦZ=0
I , t

〉

︸ ︷︷ ︸

fZ=2
1I (k,k′,t)

(D.2)

il est seulement nécessaire de connâıtre six (puisque seulement six états de configu-

ration ont été inclus dans l’espace actif multiélectronique) nouvelles transformations

fZ=2
1I (k, k′, t) qui sont données formellement par

fZ=2
1I (k, k′, t) =

nq+np∑

rstu=1

TI(r, s, t, u) G
Z=2
1,k,k′(r, s, t, u) (D.3)

où les GZ=2
1,k,k′(r, s, t, u) sont les coefficients d’expansion du CSF |ΦZ=2

1 (k, k′)
〉
en termes

des déterminants de Slater |ϕrα(0)ϕsβ(0)ϕtα(0)ϕuβ(0)|. Ces coefficients sont tous nuls,

sauf :

GZ=2
1,k,k′(1, 1, κ, κ

′) = GZ=2
1,k,k′(1, 1, κ

′, κ) = GZ=2
1,k,k′(κ

′, κ, 1, 1) = GZ=2
1,k,k′(κ, κ

′, 1, 1) =

−GZ=2
1,k,k′(1, κ, κ

′, 1) = −GZ=2
1,k,k′(κ, 1, 1, κ

′) = −GZ=2
1,k,k′(1, κ

′, κ, 1) = −GZ=2
1,k,k′(κ

′, 1, 1, κ)

=
1√
2

(D.4)

Les fonctions TI(r, s, t, u), correspondent aux six états de configuration de l’espace actif :

TI(i, j, k, l) =
1

4

NOrb∑

rstu

▲i,r▲j,s▲k,t▲l,u GI(r, s, t, u) (D.5)

et s’utilisent de la même façon qu’au chapitre 4 avec la différence que les index or-

bitalaires {ijkl} qui seront parcourus seront ceux projetant sur des configurations du

deuxième ion, de sorte que différents éléments de la matrice ▲ sont utilisés pour le

calcul de la projection. La seule difficulté véritable réside dans l’indentification des

coefficients GZ=2
1,k,k′(r, s, t, u) pour lesquels le dénombrement des états de configurations

possibles facilite la tâche. Une fois que ces définitions sont accessibles, le calcul des

probabilités d’ionisation pour les canaux correspondants est approchable sans difficulté

supplémentaire à ce qui a été présenté au chapitre 4.



Annexe E

Estimation de la largeur de l’état

vibrationnel fondamental associé au

mode d’élongation symétrique de

CO2

Soit l’élongation symétrique de CO2 : ν̃obs = 1388 cm−1, on supposera ψ0(x), une

distribution de l’élongation RCO = x de la forme de l’état fondamental de l’oscillateur

harmonique :

ψ0(x) =
(α

π

)1/4

exp

(

−αx
2

2

)

, α =

√

kµ

~2
(E.1)

En posant k = 1820 N m−1 et µ = 26.6× 10−27 kg [164], on trouve une valeur de α

α =

(
1820 kg · s−2 × 26.6× 10−27 kg

(1.05× 10−34 kg ·m2 · s−1)2

)1/2

= 6.64× 1022 m−2 (E.2)

Selon l’écriture de notre distribution :

g(x) = N(σ) exp

(

− x2

2σ2

)

(E.3)

on exprime σ :

σ =

√

1

α
= 3.88× 10−12 m (E.4)

ce qui représente un point tournant ne se situant qu’à peine à ± 0.05 Å de la position

d’équilibre.
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