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Résumé

Femtomagnétisme

C’est en 1996 qu’a été mesurée pour la première fois la variation ultra-rapide de l’aimantation
d’un film fin ferromagnétique suite à une impulsion femtoseconde [1]. Ce phénomène a ouvert la
voie à un nouveau domaine de la physique intitulé femtomagnétisme. Il promet des applications
technologiques dans le domaine du stockage de l’information et a déjà permis des avancées
importantes au niveau fondamental.

La dynamique électronique ultra-rapide est l’objet d’intenses recherches depuis les années 90
[2], [3]. En effet, après interaction avec une impulsion femtoseconde, les électrons sont mis hors-
équilibre et interagissent par collisions électrons-électrons et électrons-phonons. La dynamique
électronique peut alors être décrite, de manière phénoménologique, par quatre bains en inter-
action : la distribution électronique athermale, la distribution électronique thermalisée, le bain
de phonons et éventuellement le substrat. Le cas le plus simple se produit lorsqu’en quelques
centaines de femtosecondes les électrons, à la suite de leurs collisions mutuelles, obéissent à une
distribution de Fermi-Dirac de température plus élevée que la température initiale, et lorsque
cette thermalisation est suivie d’une interaction avec les phonons du réseau puis avec le substrat.
Ces couplages permettent au système "électrons + phonons" de se thermaliser en l’espace de
quelques picosecondes puis de revenir à l’équilibre en 1 ns environ.

La dynamique de l’aimantation est relativement bien comprise après quelques picosecondes : elle
peut alors être modélisée par les échanges thermiques entre spins et réseau. A cette échelle de
temps, en fonction du champ magnétique appliqué et de l’anisotropie du matériau, l’aimantation
macroscopique effectue un mouvement de précession pendant quelques centaines de picosecondes.

Concernant, les "temps courts", avant la thermalisation des électrons et des spins, l’origine de
la désaimantation n’a pas encore trouvé de consensus au sein de la communauté scientifique.
En effet, actuellement, différents mécanismes de désaimantation sont envisagés : un processus
d’interaction spin-orbite [4], une variation ultra-rapide de l’anisotropie magnéto-cristalline [5],
l’interaction cohérente entre spins et photons [6], l’effet Faraday inverse qui désigne la variation
de l’aimantation d’un matériau à l’ordre deux en champ laser excitateur [7]. Sont également
envisagés : la diffusion électron-magnon [8], le transport de spin superdiffusif [9], la diffusion
de type Elliott-Yaffet des spins et des phonons [10] ou la diffusion de type Elliott-Yaffet entre
électrons, régie par l’échange Coulombien [11].

Différents types de mesures de dynamique d’aimantation ultra-rapide existent : elles sont toutes
basées sur la technique pompe-sonde qui permet d’atteindre une résolution fonction de la durée
des impulsions considérées. Il s’agit de mesurer la dynamique d’aimantation en fonction du délai
entre une impulsion intense dite "pompe " et une seconde impulsion peu intense dite "sonde".
Les impulsions utilisées peuvent appartenir au spectre visible, ultra-violet, infra-rouge ou X
donnant ainsi accès à différentes informations sur un même phénomène. Pour des échantillons
ferromagnétiques, l’accès à la dynamique d’aimantation à partir de ces mesures de type optique,
est obtenu par dichroïsme circulaire magnétique, par effet Kerr et Faraday ou par photoemission
résolue en temps polarisée en spin.



Effets magnéto-optiques linéaires

Les effets magnéto-optiques découverts par Kerr et Faraday ont été compris d’un point de vue
formel à partir de 1932 avec le travail de Hulme. Il a été le premier à déterminer l’importance
de l’interaction spin-orbite pour relier les effets magnétiques à la mobilité des électrons et donc
aux propriétés optiques. La structure de bande des métaux dans les effets magnéto-optiques a
été introduite par Argyres en 1955 en considérant un Hamiltonien à un électron perturbé par
l’interaction spin-orbite et par l’interaction avec le potentiel vecteur du champ laser [12].

Bennett et Stern, en 1965 [13], ont retrouvé le résultat d’Argyres en se basant sur l’énergie
absorbée par un matériaux pour différentes polarisations. Ces résultats ont été confirmés dans
les années 90 avec des calculs de structure de bande plus performants [14].

Effets magnéto-optique non-linéaires : modélisation d’effets magnéto-optiques
ultra-rapides cohérents.

La partie théorique de ce travail de thèse a pour but de tester deux hypothèses dans le cadre d’un
modèle très simple : celui de huit niveaux issus de la structure fine de l’atome d’Hydrogène. Ces
huit niveaux subissent l’effet Zeeman pour introduire de manière simple un champ magnétique
similaire au champ magnétique d’échange existant dans les matériaux ferromagnétiques. Nous
avons dans un premier temps voulu vérifier la possibilité d’une réponse magnéto-optique cohé-
rente telle qu’elle a été mesurée dans la publication [6]. Nous avons également comparé la réponse
magnéto-optique à la dynamique de l’aimantation et enfin, nous avons examiné la contribution
magnéto-optique cohérente de termes relativistes supplémentaires dans l’Hamiltonien d’interac-
tion avec le champ laser.
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Fig. 1 – Configurations considérées dans l’atome d’Hydrogène : à gauche en champ ma-
gnétique faible, à droite en champ magnétique fort. σ± correspond aux polarisations cir-
culaires droite et gauche dans le plan orthogonal à l’axe de quantification.

La notion de signal pompe-sonde cohérent est bien connue depuis les travaux de C. Brito-Cruz
et al. [15] dans le cadre d’un système à deux niveaux décrit dans le formalisme de la matrice
densité où les éléments diagonaux de la matrice densité décroissent exponentiellement avec un
temps T1 et les éléments non-diagonaux relaxent avec le temps caractéristique T2. Ils ont montré
que, dans une expérience pompe-sonde, trois termes contribuent au signal optique d’ordre trois.
Ces trois termes apparaissent naturellement lorsque la réponse optique non-linéaire est écrite
temporellement au lieu de l’écriture fréquentielle la plus usitée. On constate que la succession
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temporelle des deux champs pompe Ep, Ep∗ et du champ électrique sonde Es, à l’origine de la
polarisation d’ordre trois, se décompose en considérant les instants t1 ≤ t2 ≤ t3 :

– Ep(t1)Ep∗(t2)Es(t3) et Ep∗(t1)Ep(t2)Es(t3) : terme dit "de population". Il est maximal pour
des délais pompe-sonde positifs et décroît exponentiellement avec une durée caractéristique
T1.

– Es(t1)Ep∗(t2)Ep(t3) : terme dit "de pump-perturbed free induction decay". Ce terme, maximal
pour des délais pompe-sonde négatifs, est non nul durant un temps caractéristique de la durée
de l’impulsion et de T2.

– Ep
∗(t1)Es(t2)Ep(t3) : terme dit "de pump-polarization coupling". Ce terme est non nul pour

des délais pompe-sonde proches de zéro et est caractérisé par la durée de l’impulsion et de T2.

Les deux derniers termes requièrent, par le biais de T2, que le système garde la mémoire de la
phase d’une première impulsion par rapport à l’impulsion qui suit. Ils sont à ce titre appelés
termes cohérents. Résoudre la dynamique magnéto-optique cohérente nécessite des impulsions
d’une durée inférieure ou égale à l’ordre de grandeur du temps de vie des cohérences T2. Un
signal magnéto-optique cohérent a été mesuré pour la première fois dans notre équipe en 2009
[6].

Dans le cadre de notre modèle simple, nous avons pu calculer la rotation magnéto-optique induite
à l’ordre trois par les trois termes pompe-sonde. Nous avons comparé la dynamique ultra-rapide
d’ordre trois calculée pour la rotation et l’ellipticité à la dynamique des spins et du moment
orbital. Ce travail est au cœur de la recherche actuelle au niveau international [16][17].

Nous avons également étudié l’ordre de grandeur de la contribution à la rotation magnéto-optique
de l’Hamiltonien d’interaction issu du développement de Foldy-Wouthuysen à l’ordre deux en
1/m. Ce développement fait apparaître l’interaction spin-orbite avec le champ du laser et non
pas seulement l’interaction spin-orbite avec le champ électrique des ions. Nous avons montré que
dans le cas de l’Hydrogène, ces termes ont un effet négligeable sur la rotation magnéto-optique
d’ordre trois. L’interaction entre le moment canonique et le potentiel vecteur du laser domine la
réponse magnéto-optique non-linéaire ultra-rapide.

Partie expérimentale

D’autres configurations d’expériences de mélange à quatre ondes permettent d’avoir accès spéci-
fiquement aux dynamiques cohérentes et aux dynamiques de population, telle la configuration à
trois faisceaux schématisée ci-dessous pour laquelle nous avons mesuré la dynamique magnéto-
optique ultra-rapide.
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Fig. 2 – Configuration à trois faisceaux. Le signal de mélange d’onde peut être détecté
dans les deux directions ±ka ∓ kb + kc.
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Afin d’illustrer la partie théorique montrant l’existence d’un signal magnéto-optique cohérent,
nous avons effectué ces mesures sur un échantillon de (GdTmPrBi)3(FeGa)5O12 d’épaisseur 7
microns. Ce type d’échantillon a pour particularité de présenter une réponse magnéto-optique
cohérente très importante à une longueur d’onde de 800 nm due à sa réponse magnéto-optique
importante au-delà de 580 nm. L’expérience est menée à l’aide d’impulsions de durée 47 fs. La
mesure de la rotation magnéto-optique a été effectuée à l’aide d’un pont de polarisation. De
manière prévisible, nous n’avons pas pu résoudre la dynamique magnéto-optique cohérente pour
laquelle des impulsions de l’ordre du temps de cohérence électronique sont requises (moins de
10 fs dans un métal). Nous avons pu montrer cependant que ce montage donne un accès direct
à la dynamique ultra-rapide de l’aimantation en mesurant la précession de l’aimantation, ainsi
que de distibguer la réponse magnéto-optique cohérente (variation de τ) et celle des populations
(variation de T).

Conclusion

Nous avons confirmé la possibilité d’un signal magnéto-optique cohérent au niveau théorique
dans le cas d’un modèle simple à huit niveaux issus de l’atome d’Hydrogène. Nous avons dé-
montré expérimentalement la possibilité de retrouver la dynamique d’aimantation à l’aide d’une
configuration à trois impulsions. Celle-ci promet, à l’aide d’impulsions plus courtes, de révéler la
dynamique magnéto-optique cohérente. Ce travail est novateur dans le sens où il établit un pont
entre deux domaines qui se sont jusqu’à présent ignorés : le domaine de l’optique cohérente et de
la dynamique d’aimantation ultra-rapide. La compréhension des effets magnéto-optiques cohé-
rents promet des avancées au niveau fondamental et des applications technologiques puisqu’elle
laisse envisager un contrôle cohérent de l’aimantation dans des matériaux ferromagnétiques.
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Chapitre 1

Dynamique d’aimantation ultra-rapide

1.1 Introduction

L’application principale des études de dynamique d’aimantation est l’élaboration de nou-
veaux matériaux et de nouvelles technologies pour le stockage de données. L’objectif est de
lire et d’écrire d’avantage d’information, plus rapidement, en consommant moins d’éner-
gie. Dans cette perspective, les recherches visent à remplacer nos disques durs actuels dans
lesquels l’écriture d’informations nécessite l’application de champs magnétiques ainsi que
des éléments tournants, relativement instables et fragiles.

Un premier exemple de ces développements technologiques est le domaine de la spintro-
nique, basée sur l’effet de magnéto-résistance géante (GMR). Découverte en 1988, la GMR
est utilisée dans les têtes de lecture de nos disques durs [18], [19]. Ce phénomène se produit
dans des films minces ferromagnétiques séparés par une fine couche non-ferromagnétique :
il s’agit d’une modification de la résistance de la multicouche en fonction de l’alignement
de l’aimantation des couches ferromagnétiques. La lecture des bits informatiques revient
alors à la mesure d’une résistance : elle est ainsi fortement accélérée par rapport aux
technologies antérieures. Un projet de tête de lecture et d’écriture baptisé "racetrack me-
mory" a été développé dans le groupe de Stuart Parkin à IBM. Il repose également sur le
principe de la GMR et permettrait d’écrire et de lire des informations à l’aide de courants
polarisés en spin conduits par des fils d’or nanométriques.

Un second axe de recherche, pour accélérer l’écriture et la lecture de données, ainsi que
pour augmenter les densités de stockage, consiste à utiliser des impulsions lasers fem-
tosecondes pour modifier l’aimantation de métaux ferromagnétiques. Ainsi, A. Laraoui
et al. ont pu, en 2007, désaimanter des plots de CoPt3 de 1 µm à l’échelle de la durée
d’impulsion de 180 fs qu’ils ont utilisée [20].

Stanciu et al. ont montré le retournement d’aimantation sur GdFeCo en fonction de la
polarisation circulaire droite ou gauche de l’impulsion laser [21]. Ils suggèrent que cette
dépendance en polarisation prouve qu’il s’agit d’un phénomène cohérent : l’effet devrait
donc se produire en principe pendant la durée de vie des cohérence électroniques estimée
dans GdFeCo à 200 fs. L’avantage de cette technique est qu’elle ne fait pas appel à un
champ magnétique statique qui ralentirait considérablement l’écriture.

Le domaine de la dynamique d’aimantation ultra-rapide est né dans les années 90 avec de
premières expériences à l’aide d’impulsions picosecondes [22], [23]. Les premières mesures
de dynamique d’aimantation avec des impulsions lasers femtosecondes ont été réalisées
en 1996 à Strasbourg à l’aide d’impulsions de 60 fs sur un film de nickel [1]. Dans cette
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expérience pompe-sonde, l’effet Kerr est utilisé pour sonder la dynamique de l’aimantation
après une excitation importante du système (électrons + spins).

VOLUME 76, NUMBER 22 P H Y S I C A L R E V I E W L E T T E R S 27 MAY 1996

FIG. 1. (a) Experimental pump-probe setup allowing dynamic
longitudinal Kerr effect and transient transmissivity or reflectiv-
ity measurements. (b) Typical Kerr loops obtained on a 22 nm
thick Ni sample in the absence of pump beam and for a delay
Dt ? 2.3 ps between the pump and probe pulses. The pump
fluence is 7 mJ cm2 2. (c) Transient transmissivity [same exper-
imental condition as (b)].

transient transmission curve DT ?T is displayed in
Fig. 1(c). For both techniques, we used 60 fs pulses
coming from a 620 nm colliding pulse mode locked dye
laser and amplified by a 5 kHz copper vapor laser. The
temporal delays between pump and probe are achieved
using a modified Michelson interferometer. The signals
are recorded using a boxcar and a lock-in synchronous
detection. In the case of differential transmission mea-
surements, the synchronization is made by chopping the
pump beam, while for the MOKE measurements it is
done on the probe beam.

The information about the spin dynamics is contained in
the time evolution of the hysteresis loops recorded for each
time delay Dt. Typical loops obtained for Dt ? 2.3 ps
and in the absence of the pump beam are presented in
Fig. 1(b). Each hysteresis loop is recorded at a fixed delay
by slowly sweeping the magnetic field H . For each H
value, the MOKE signal is averaged over about 100 pulses.
The most striking feature is an important decrease of the
remanence (signal at zero field) Mr when the pump is
on. The complete dynamics Mr ?Dt? for a laser fluence
of 7 mJ cm2 2 is displayed in Fig. 2. The overall behavior
is an important and rapid decrease of Mr which occurs
within 2 ps, followed by a relaxation to a long lived
plateau. This figure clearly shows that the magnetization
of the film drops during the first picosecond, indicating a
fast increase of the spin temperature. It can be noticed
that for negative delays Mr does not completely recover
its value measured in the absence of pump beam. This
permanent effect is not due to a sample damage as checked
by recording hysteresis loops without the pump beam after
the dynamical measurements. Possible explanations for
this small permanent change are either heat accumulation
or slow motion of the domain walls induced by the
pump beam.

In order to determine the temperature dynamics, we
analyze Fig. 2 using the static temperature dependence
of the magnetization found in text books. This analysis
relies on a correspondence between the variations of the

FIG. 2. Transient remanent longitudinal MOKE signal of a
Ni(20 nm)/MgF 2(100 nm) film for 7 mJ cm2 2 pump fluence.
The signal is normalized to the signal measured in the absence
of pump beam. The line is a guide to the eye.

spontaneous and remanent magnetization, as is usually
done in thin film magnetism. This leads to the time
variation of Ts in Fig. 3(a) (dotted points). Regarding the
determination of the electronic temperature, we assume
that it is proportional to the differential transmittance
shown in Fig. 1(c) as expected for weak DT ?T signals.
Let us emphasize that this procedure is valid only when
a thermalized electron population can be defined. Since
this effect was never discussed for the case of d electrons
in metals, it deserves some comments. As discussed by
various authors [4–6], the optical pulse creates in the
metal film a nascent (nonthermal) electronic distribution
that relaxes due to electron-electron interactions, leading
to a fast increase of the electron temperature. This process
can be described in the random phase approximation
(RPA) defining nonthermal and thermal (in the sense
of the Fermi-Dirac statistics) electron populations. The
nonthermal electron population is therefore created during
the pump pulse and disappears with a characteristic time
t th (? 500 fs for Au), whereas the temperature of the
thermal population increases in the same time scale. The
contribution of the nonthermal electronic distribution to
the transient optical data is therefore expected to present
a sharp peak around zero probe delay (with a rise time
given by the temporal resolution) and the thermal electron
contribution should present a delayed extremum around
t th [5]. A detailed analysis of the transient effects in Ni
for short delays is beyond the scope of the present paper
and will be presented in a future publication. Let us only
mention that with the present experimental conditions
the transient reflectivity of the Ni film presents a single
contribution which is extremum for Dt ? 260 fs showing
that the contribution of nonthermal populations is weak
and that the thermalization time is t th ? 260 fs. This
short thermalization time for Ni as compared to Au is

4251

Fig. 1.1 – Dynamique d’aimantation mesurée par effet Kerr [1].

Ces travaux pionniers ont engendré d’importants efforts de recherche au niveau des ap-
plications et de la compréhension fondamentale des phénomènes physiques à l’origine de
la désaimantation. Ce domaine est au croisement de plusieurs champs de recherche : le
magnétisme, les effets magnéto-optiques, l’optique non-linéaire et les phénomènes ultra-
rapides. Cette diversité explique que de nombreuses questions se posent encore aujourd’hui
notamment au sujet de l’interaction exacte entre photons et spins dans les matériaux fer-
romagnétiques. En particulier, dans ce travail de thèse nous nous intéresserons à la mesure
d’effets de l’interaction cohérente entre photons, spins et électrons à l’aide d’expériences
pompe-sonde magnéto-optiques.

Dans ce premier chapitre d’introduction au domaine du femtomagnétisme, je détaillerai
d’abord quels paramètres influent sur l’aimantation d’un matériau magnétique. J’aborde-
rai ensuite l’origine des effets magnéto-optiques. Je décrirai dans une dernière partie les
procédures expérimentales et la dynamique des charges et des spins après interaction avec
une impulsion femtoseconde.

1.2 Origine du ferromagnétisme

Le ferromagnétisme désigne la capacité de certains matériaux à avoir une aimantation
non nulle même en l’absence de champ magnétique appliqué, les moments magnétiques
étant alignés parallèlement. Le fer, le nickel, le cobalt, le gadolinium et le dysprosium
sont ferromagnétiques. Leurs alliages et certaines autres substances peuvent également
avoir des propriétés ferromagnétiques. L’aimantation de ces matériaux s’annule au-delà
de la température de Curie. Ils sont en général composés de domaines magnétiques qui
avec l’application d’un champ magnétique faible peuvent conduire à une aimantation
importante.

La première description phénoménologique du comportement de l’aimantation est due à
P. Weiss. Il a supposé que chaque moment magnétique d’un matériau ferromagnétique
interagit avec un champ magnétique effectif, dit "moléculaire", résultant de l’effet de tous
les autres moments magnétiques du matériau [24]. En supposant que le champ moléculaire
est proportionnel à l’aimantation il a pu modéliser la température de Curie et le compor-
tement paramagnétique. En prenant en compte l’aspect collectif du ferromagnétisme, il
a mis en lumière l’extrême complexité du phénomène : nous nous contenterons pour la
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suite de présenter deux modèles simples permettant d’aborder les résultats expérimen-
taux. Nous présenterons l’interaction d’échange qui est adaptée à des spins localisés et le
modèle de Stoner, approprié pour les systèmes d’électrons délocalisés.

Interaction d’échange

Cette théorie, développée par Heisenberg en 1928 permet de prendre en compte l’inter-
action électrostatique de deux électrons tout en tenant compte de leur nature de fermion
[25].

Considérons deux électrons de noyaux a et b possédant les électrons 1 et 2. L’Hamiltonien
de ce système est :

H =
e2

rab
+
e2

r12

− e2

r1b

− e2

r2a

(1.1)

En supposant que le moment orbital des électrons est nul, les fonctions propres de cet
Hamiltonien Ψ peuvent s’écrire comme le produit de la fonction d’onde pour un électron
sans spin Φ(r) et du spin χ : Ψ = Φ(r)χ. Le caractère antisymétrique de Ψ donne alors lieu
à deux types de fonctions propres : de type singulet et triplet. Le spin total S = S1 + S2

correspond aux valeurs propres s=1 et sz = 0,±1 de S2 et Sz pour la fonction d’onde
triplet. Pour la fonction d’onde singulet s=0 et sz = 0.

Ψsingulet = A[Φa(r1)Φb(r2) + Φa(r2)Φb(r1)][χα(1)χβ(2)− χα(2)χβ(1)] (1.2)

[χα(1)χα(2)]
Ψtriplet = B[Φa(r1)Φb(r2)− Φa(r2)Φb(r1)] [χα(1)χβ(2) + χα(2)χβ(1)]

[χβ(1)χβ(2)]
(1.3)

Les énergies de ces états sont :

Etriplet = B2(K12 + J12) (1.4)
Esingulet = A2(K12 − J12) (1.5)

Avec :

K12 =

∫
dv1dv2Φ∗a(r1)Φ∗b(r2)HΦa(r1)Φb(r2) (1.6)

J12 =

∫
dv1dv2Φ∗a(r1)Φ∗b(r2)HΦa(r2)Φb(r1) (1.7)

L’énergie de ces états peut se réécrire E = K − 1
2
J12 − 2J12S1 · S2, c’est pourquoi

l’Hamiltonien d’échange pour deux atomes ayant chacun un électron s’écrit en général
Hij = −2JijSi · Sj bien que l’interaction d’échange soit due à une interaction électrosta-
tique.

Nous présenterons au chapitre 5, p.79 un échantillon ferrimagnétique dont les proprié-
tés magnétiques peuvent être expliquées par une interaction d’échange antiferromagné-
tique entre deus sous-réseaux de moments magnétiques différents ; dans ce cas, l’intégrale
d’échange est négative et tend à aligner les moments magnétiques anti-parallèlement.
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Modèle de Stoner

Ce modèle prend en compte la structure de bande de métaux ferromagnétiques : il est
bien adapté pour le nickel par exemple [26]. En effet la délocalisation des électrons dans
les métaux peut rendre incomplet l’application du modèle d’Heisenberg décrit précédem-
ment. Il a été constaté expérimentalement que les métaux ferromagnétiques (Fe, Gd, Ni,
Co) possèdent un nombre fractionnaire d’électrons portant l’aimantation : la quantité
neff = M(0K)

NµB
n’est pas entière comme on pourrait s’y attendre en considérant l’interac-

tion d’échange. Elle est donnée par l’aimantation volumique à 0K M(0K) et le nombre
volumique d’atomes considérés N. Ceci est dû au fait que les électrons des métaux de
transition de la 4e période se répartissent sur les bandes 4s et 3d mais seul les électrons
3d contribuent à l’aimantation [27]. Il est donc bien nécessaire de considérer la structure
de bande pour décrire l’aimantation de ces matériaux ferromagnétiques.

Le modèle de Stoner est basé sur trois hypothèses :

1. La bande 3d est parabolique au niveau de Fermi.
2. L’énergie E± d’un électron de spin parallèle (+) ou antiparallèle (-) à l’aimantation

M est calculée dans le champ moléculaire E± = ±NwMµB avec Nw la constante
d’interaction avec le champ moléculaire.

3. La distribution électronique obéit à la distribution de Fermi-Dirac : f(E±, T ) =
1

1+e

E±
kBT

Ainsi l’aimantation totale correspond au magnéton de Bohr multiplié par la différence
entre le nombre d’électrons portant un spin parallèle et antiparallèle à l’aimantation :

M(T ) = µB

∫
[f(E+, T )− f(E−, T )]

ρ(E)

2V
dE (1.8)

Ici ρ(E) décrit la densité d’états et V le volume considéré. Cette théorie permet de modé-
liser la dépendance de l’aimantation en fonction de la température. Elle fournit aussi un
critère qualitatif pour estimer les propriétés ferromagnétiques d’un métal en fonction de
la densité d’états au niveau de Fermi ρ(EF ) et de l’intégrale d’échange I : si ρ(EF )I > 1
alors le métal considéré a des propriétés ferromagnétiques. Cependant elle prédit une tem-
pérature de Curie trop élevée car elle néglige les fluctuations de spins : des approches plus
développées combinent les aspects itinérants du modèle de Stoner et localisés du modèle
de Heisenberg [28], [29].

1.3 Direction de l’aimantation

Nous venons d’expliquer l’origine de l’aimantation dans les matériaux ferromagnétiques
à l’aide de l’interaction d’échange, et comment l’appliquer à un métal ferromagnétique.
Nous examinerons dans cette section comment expliquer l’apparition dans un échantillon
cristallin d’une direction de facile aimantation. Celle-ci peut être déterminée en calculant
le minimum d’énergie libre du système à l’aide du modèle de Stoner-Wohlfahrt [30].
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Anisotropie magnéto-cristalline

Expérimentalement, on constate que l’aimantation s’aligne préférentiellement sur cer-
tains axes cristallographiques, ceci indépendamment de la forme de l’échantillon. A cette
anisotropie nous pouvons associer une énergie libre : il s’agit, à température constante,
du travail à fournir pour modifier la direction de l’aimantation. Dans le cas d’un cris-
tal cubique l’énergie libre d’anisotropie magnéto-cristalline s’écrit en fonction des angles
αx, αy, αz définis à la figure 1.2 :

αx

αz

αy

x

y

z

M

Fig. 1.2 – Définition des angles nécessaires pour l’écriture de l’énergie magnéto-cristalline
dans un cristal cubique.

F =K1[cos(αx)
2 cos(αy)

2 + cos(αx)
2 cos(αz)

2 + cos(αy)
2 cos(αz)

2] (1.9)
+K2 cos(αx)

2 cos(αy)
2 cos(αz)

2 (1.10)

L’origine microscopique de ce terme réside dans l’interaction spin-orbite : les fonctions
d’ondes orbitales reflètent la structure cristalline qu’elles couplent aux spins via l’interac-
tion spin-orbite [31]. Ainsi la constante d’anisotropie K1 peut être écrite en fonction de
l’intégrale d’échange Je, de la constante de couplage spin-orbite λ et de l’écart d’énergie
dû au couplage spin-orbite ∆E :

K1 ≈ Je(
λ

∆E
)4 (1.11)

Anisotropie de forme

La forme de l’échantillon considéré intervient dans la direction préférentielle d’aimanta-
tion suite à des interactions dipolaires magnétiques à longue distance. Pour un film fin,
l’anisotropie de forme placera l’axe de facile aimantation dans le plan de l’échantillon.
Si l’on souhaite un film fin ayant une anisotropie perpendiculaire au film, il faut utiliser
un matériau dont le couplage spin-orbite est suffisamment important pour que K1 puisse
contrebalancer l’anisotropie de forme. L’échantillon étudié dans la publication [5] en est
un exemple.
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Interaction Zeeman

L’interaction entre le champ magnétique appliqué B et l’aimantation est décrite par l’in-
teraction Zeeman pour le moment magnétique mi porté par chaque électron i :

Ezeeman =
∑
i

−mi ·B (1.12)

Elle a tendance à aligner les moments magnétiques parallèlement au champ magnétique
appliqué.

La direction de l’aimantation due aux trois types d’énergies citées ci-dessus nous permet-
tra de comprendre l’origine de la précession ultra-rapide dont le principe et les mesures
expérimentales seront décrits aux sections 1.7.2, page 19 et 5.3, page 87. Nous n’aurons
pas besoin de considérer la structure en domaines magnétiques dans les mesures que nous
décrirons. Les expériences sont toujours effectuées sous un champ magnétique suffisant
pour saturer l’aimantation, c’est-à-dire que toutes les zones de l’échantillon correspondent
à une même direction d’aimantation.

1.4 Magnéto-optique linéaire : définition des effets Kerr
et Faraday

Une onde électromagnétique interagit avec un matériau en étant partiellement réfléchie
et transmise. A partir d’une onde incidente polarisée linéairement, les ondes transmises
et réfléchies sont en général polarisées elliptiquement, le grand axe de l’ellipse ayant subi
une rotation par rapport à la polarisation incidente. Les effets Kerr et Faraday magnéto-
optiques décrivent les changements de polarisation dus à l’aimantation du matériau. L’ef-
fet Kerr désigne la modification de la polarisation réfléchie tandis que l’effet Faraday
s’applique à l’onde transmise.

Une description classique des effets magnéto-optiques est obtenue en considérant un élec-
tron lié (oscillateur harmonique) évoluant dans un champ magnétique statique sous l’effet
de la force de Lorentz et interagissant avec un champ électrique oscillant. L’expression de
la polarisation de l’atome permet de calculer le tenseur susceptibilité [χ] :

P = ε0[χ]E (1.13)

Ce modèle classique de Voigt permet d’exprimer le tenseur diélectrique dont le terme
d’anisotropie χxy

1+χzz
est proportionnel au champ magnétique appliqué selon z [32] :

[ε] = ε0(1 + [χ]) = n2

1 + χxx−χzz
1+χzz

−ı χxy
1+χzz

0

ı χxy
1+χzz

1 + χxx−χzz
1+χzz

0

0 0 1

 (1.14)

Au vu de l’ordre de grandeur de la rotation et de l’ellipticité magnéto-optiques mesurées
dans des matériaux ferromagnétiques, le champ magnétique nécessaire pour produire ces
effets magnéto-optiques est très important : Voigt l’a estimé à 106 − 107 Oe. Il s’agit de
l’ordre de grandeur du champ moléculaire de Weiss, toutefois celui-ci ne peut pas être à
l’origine d’un déplacement des électrons et donc de propriétés optiques : il faut invoquer
l’interaction spin-orbite pour pouvoir expliquer l’origine des effets Kerr et Faraday.
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1.5 Magnéto-optique : origine microscopique des Effets
Kerr et Faraday

Les mesures magnéto-optiques permettent de remonter à l’aimantation d’un matériau à
partir des modifications de polarisation qu’il induit. Depuis les années 90, on distingue les
effet opto-magnétiques qui désignent la modification de l’aimantation spécifiquement en
fonction de la polarisation de la lumière incidente : il s’agit d’un effet non-linéaire en champ
électrique laser. Les mesures de dynamique d’aimantation ultra-rapide que nous présen-
terons correspondent à la fois à un phénomène opto-magnétique puisqu’elles perturbent
l’aimantation et à un phénomène magnéto-optique car la polarisation du rayonnement
émis donne accès à l’aimantation.

1.5.1 Approche de Hulme - 1932

Hulme propose en premier d’introduire l’interaction spin-orbite pour expliquer les effets
magnéto-optiques [33]. En effet l’Hamiltonien spin-orbite, dans sa forme la plus générale :

Hspin−orbite =
q

2m2c2
S · (E ∧ p) (1.15)

relie les propriétés de mobilité des électrons (à travers leur moment p) aux propriétés
magnétiques (à travers le spin S).

1.5.2 Approche de Argyres - 1955

Méthode

Argyres prend en compte l’interaction spin-orbite dans la structure de bande des maté-
riaux dans le calcul des éléments de tenseur non-diagonaux de la conductivité et de la
polarisabilité [12], [34]. Les équations de Maxwell permettent alors d’en déduire la rotation
et l’ellipticité Faraday. Considérons l’Hamiltonien à un électron suivant, où U représente
le potentiel électrique dû aux autres électrons et aux ions :

H =
1

2m
[p− qAL(r)]2 − qU(r) +

q

2m2c2
S · [−∇U(r) ∧ p] (1.16)

' 1

2m
p2 − qU(r) noté H0

+
q

2m2c2
S · [−∇U(r) ∧ p] noté H ′

− q

m
p ·AL(r) noté H ′′

H0 désigne l’énergie cinétique et potentielle de l’électron dans le potentiel ionique. H ′
désigne l’énergie de couplage spin-orbite avec le potentiel ionique et H ′′ décrit l’interaction
avec le laser. Ici aucun champ magnétique statique appliqué n’est considéré, l’interaction
Zeeman n’est donc pas à prendre en compte.

La méthode d’Argyres consiste à considérer H ′ et H ′′ comme des perturbations à H0.
Il calcule alors la densité de courant due à chacune des perturbations. En particulier, il
distingue la densité de courant due au couplage spin-orbite dite "polarisée en spin" et
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celle qui n’inclut pas de couplage spin-orbite dite "non-polarisée en spin". L’auteur en
déduit les conductivités respectivement "polarisée en spin" et "non-polarisée en spin". En
considérant un cristal cubique et après quelques simplifications, le tenseur de conductivité
est formé de la conductivité "polarisée en spin" qui est non-diagonale et de la conductivité
"non-polarisée en spin", diagonale.

Quelques détails de calcul :

H0 a pour fonctions propres les fonctions de Bloch ψn
H0 +H ′ a pour fonctions propres φλs d’énergie ~ωsλ. s désigne le spin ±1 et λ désigne les
autres nombres quantiques.

H ′′ est alors traité comme une perturbation dépendant du temps. Au premier ordre, la
fonction d’onde perturbée vaut :

Ψλs = φλse
−iωsλt +

∑
λ′σ

asσλλ′φλ′σe
−iωσ

λ′ t (1.17)

Le coefficient as,σλλ′ correspond à la quantité usuelle en théorie des perturbations dépendant
du temps :

as,σλλ′ =
−ı
~

∫ t

0

< φλ′σ|H ′′|φλs > eı(ω
σ
λ′−ω

s
λ)t (1.18)

A partir de ce système l’auteur calcule le courant de probabilité associé à chaque électron :

j =
−q
m
<{Ψ∗[~

ı
∇− q

m
AL]Ψ} (1.19)

L’expression de j est relativement longue et il est inutile de la développer ici. La prochaine
étape de calcul consiste à réécrire les fonctions d’onde φλs en se rappelant que H ′ est une
perturbation pour H0. Avec la théorie des perturbations ne dépendant pas du temps au
premier ordre, φλs se réécrit :

φλs = ψnα(s) +
∑
m 6=n

< ψmα(s)|H ′|ψnα(s) >

Em − En ψn (1.20)

Ici α est la fonction propre associée à la matrice de Pauli σz. En insérant l’expression de φλs
dans les équations 1.17, puis 1.19, l’expression de j devient une somme de contributions :

j =j0 contribution de ψ∗nψn (1.21)
+j1 contribution de < ψmα(s)|H ′|ψnα(s) >

Toutes les contributions j1 contiennent le couplage spin-orbite et sont dites "polarisées
en spin". Ce sont elles qui relient les propriétés magnétiques du métal aux propriétés
optiques. Les contributions j0 ne contiennent pas de couplage spin-orbite et sont dites "
non polarisées en spin". j est la somme d’un terme dépendant du potentiel vecteur A et
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d’un terme dépendant de ∂A
∂t
. Le premier donne la conductivité, le second la polarisabilité.

La conductivité non diagonale correspond à la conductivité issue des termes j1 provenant
du couplage spin-orbite.

Finalement, l’article d’Argyres montre que l’effet Faraday provient de la contribution

∑
m6=n

< ψmα(s)|S · [−∇U(r) ∧ p]|ψnα(s) >

aux fonctions d’onde de Bloch non perturbées. Dans cette théorie qui s’applique pour
des matériaux ferromagnétiques, il n’y a pas besoin de champ magnétique pour expliquer
l’effet Faraday. Au contraire, si le matériau considéré n’est pas ferromagnétique, il faut
introduire un champ magnétique statique comme le présentent Bennett et Stern, mais le
principe de la théorie reste le même.

1.5.3 Approche de Bennett et Stern - 1965

La réponse des électrons à une onde électromagnétique peut être décrite dans l’espace
réciproque par le tenseur de conductivité σij(k, ω). Pour des longueurs d’onde allant de
l’infra-rouge jusqu’à l’ultra-violet, les longueurs d’onde dans les matériaux sont bien plus
importantes que les distantes interatomiques, on peut donc approximer k ' 0 et calculer
σij(0, ω). Par ailleurs le tenseur de conductivité peut être développé à l’ordre 1 en champ
magnétique H appliqué si celui-ci est suffisamment faible :

[σ] =

 σ
(0)
xx σ

(1)
xyH 0

−σ(1)
xyH σ

(0)
xx 0

0 0 1

 (1.22)

La conductivité correspond à la fonction réponse de la densité de courant suite à une exci-
tation des électrons par un champ électrique oscillant. Les parties réelles σ1ij et imaginaires
σ2ij de la conductivité peuvent donc être reliées par les formules de Kramers-Kronig où
P désigne la partie principale de Cauchy :

σ1ij(k, ω) =
2

π
P

∫ ∞
0

ω
′
σ2ij(k, ω

′
)

ω′2 − ω2
dω
′

(1.23)

σ2ij(k, ω) = − 2

π
ωP

∫ ∞
0

σ1ij(k, ω
′
)

ω′2 − ω2
dω
′

La puissance P absorbée par des charges soumises à un champ E et générant la densité
de courant j vaut :

P =
1

2

∫
<[j∗ · E]dV

Alors la puissance absorbée pour des champs électriques circulaires + ou circulaires -
vaut :

P± =
1

2
V E2[σ1xx ∓ σ2xy]
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Elle est reliée à la puissance absorbée par l’ensemble des processus quantiques i d’énergie
comprise dans [~ω, ~(ω + dω)] :

Pdω = ~ω
∑
i

Wi

Le calcul de Bennett et Stern consiste à déterminer la probabilité de transition en fonction
de la polarisation de l’onde électromagnétique W polar

état initial→état final pour en déduire le
tenseur de conductivité. Pour cela, ils considèrent un électron en interaction avec le rayon-
nement en jauge de Coulomb (UL = 0 et AL est transverse de même direction que EL

qui est une onde plane) dans l’approximation semi-classique. L’électron est également
soumis à un potentiel vecteur statique AM . L’Hamiltonien total est la somme de l’Hamil-
tonien H0 en l’absence de couplage avec le laser, et de l’Hamiltonien d’interaction avec le
rayonnement Hint :

H = H0 +Hint

H0 contient l’énergie cinétique, l’énergie de chaque électron dans le potentiel ionique,
l’énergie d’interaction Coulombienne entre les N électrons, et enfin du couplage spin-orbite
entre le champ électrique des ions, les spins et le moment des électrons [35] :

H0 =
1

2m
[p− qAM(r)]2 + Vions(r) + VCoulombien +

q

2m2c2
S · [−∇Uions ∧ (p− qAM)]

(1.24)

L’Hamiltonien d’interaction dépend de la quantité de mouvement Π :

Hint = − q

m
Π ·AL (1.25)

Π =
m

ı~
[r, H0]

= p− qAM(r) +
q2

2m2c2
S ∧∇Uions(r)

Les probabilités de transition d’un état α vers un état β en fonction de la polarisation
du laser s’expriment en fonction de Π± = Πx ± ıΠy et de ωβα, qui désigne la pulsation
associée à la différence d’énergie des niveaux f et i :

W±
fi =

πE∗Eq2

4~mω2

[
| < f |Π∓|i > |2δ(~ωfi + ~ω) + | < f |Π∓|i > |2δ(~ωfi − ~ω)

]
(1.26)

La conductivité complexe non-diagonale pour ω > 0 vaut alors :

σ1xy =
q2

2~m2V

∑
i,f

f(εi)[1− f(εf )]

[ | < f |Π−|i > |2
ω2
fi − ω2

− | < f |Π+|i > |2
ω2
fi − ω2

]
(1.27)

σ2xy =
q2π

4~ωm2V

∑
i,f

f(εi)[1− f(εf )]

[
| < f |Π−|i > |2 − | < f |Π+|i > |2

]
δ(~ωfi − ~ω)
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1.5.4 Synthèse des effets magnéto-optiques dans les métaux de
transition

Nous avons présenté deux méthodes permettant de calculer le tenseur de conductivité à
partir des propriétés microscopiques du matériau considéré :

1. Le calcul explicite de j = −q
m
<Ψ∗[~

ı
∇− q

m
A + ~

4mc2
S ∧∇V ]Ψ suivi de l’identification

des coefficients des champs électriques et magnétiques avec le tenseur de conducti-
vité. Il s’agit de la méthode introduite par Argyres.

2. Le calcul des probabilités de transition pour en déduire la puissance absorbée ainsi
que le tenseur de conductivité. C’est l’approche de Bennett et Stern.

Dans un métal de transition l’interaction dipolaire ne rend possible que les transitions
de la bande d vers la bande p. Dans le cas d’un métal ferromagnétique, la figure 1.3 ci-
dessous montre les transitions induites par un laser polarisé circulairement. A gauche sont
schématisées les transitions pour un spin up et au milieu, pour un spin down. La figure
de droite représente le spectre résultant de ce dichroïsme circulaire. Elles sont extraites
de la référence [36].

obtained from the Fermi golden rule15,16 or by using the
Kubo formalism.17 The dissipative part of the off-diagonal
component of the conductivity tensor ?for ? ? 0) is then
found to be15
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? e2

4? ? m2? ?i , f
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? ???i?p? ?f ??2? ??i?p? ?f ??2?? ?? fi? ? ?, ?4?

where p? ? px? ipy , f (? ) is the Fermi-Dirac function, ?
the total volume, and ? ? fi?? f? ? i .

The above expression is interpreted straightforwardly in
terms of the absorption of a photon by an electron transiting
between an occupied initial state ?i? and an unoccupied final
state ?f ?; the factor ? (? fi? ? ) expresses the condition of
energy conservation. The matrix elements ?i?p? ?f ? and
?i?p? ?f ? correspond to dipolar electric transitions, for right
and left circularly polarized light, respectively. Clearly,
? xy? (? ) is proportional to the difference of absorption prob-
ability for right and left circularly polarized light. Similarly,
? xx? (? ) is proportional to the average absorption. The corre-
sponding dispersive components, ? xx? (? ) and ? xy? (? ) are ob-
tained by using the Kramers-Krönig relations.14

Before considering the case of overlayers, it is instructive
to discuss the mechanism of the Kerr effect in bulk materials.
In a three-dimensional system, the matrix elements vanish
unless the initial state ?i? and final state ?f ? of the optical
transition have the same wave vector k ?as done usually, we
neglect the much smaller wave vector K of the photon?; i.e.,
only vertical optical transitions are allowed. This is ex-
pressed by

??k,i?p? ?k?, f ??2?
8? 3

? 0
? ?3??k? k????k,i?p? ?k, f ??2, ?5?

where ? 0 is the atomic volume.
In addition, the selection rules for electric dipolar transi-

tions must be satisfied, i.e.,

? l?? 1, ?6a?

? ml?? 1. ?6b?

The first selection rule implies that only transitions between
s and p levels or between p and d levels ?for transition
metals? are allowed. For the second selection rule, the tran-
sitions with ? ml?? 1 and ? ml?? 1 correspond to left and
right circularly polarized light, respectively.

As an example, let us consider a transition between a
doubly degenerate dxz ,yz level (l? 2, ml?? 1) and a pz level
(l? 1, ml? 0). The majority and minority spin d levels, in
the ferromagnet, are separated by the exchange spitting
? ex . Due to spin-orbit coupling, the orbital degeneracy of
the dxz ,yz levels is lifted, and the latter are split into
d (x? iy)z ?having ml?? 1) and d (x? iy)z ?having ml?? 1)
levels. For spin up ?i.e., majority spin?, the level with
ml?? 1 has a higher energy, whereas for spin down ?i.e.,
minority spin?, the converse holds. This is sketched in Fig. 1.
From this picture, it appears clearly that, in a bulk ferromag-
net, the Kerr effect arises from the simultaneous occurrence
of exchange splitting and spin-orbit coupling.

By comparison, the case of a bulk paramagnet is sketched
in Fig. 2, showing that the cancellation of majority and mi-
nority spin contributions leads to a vanishing Kerr effect.
More generally, in a bulk paramagnet, the absence of the
Kerr effect is due to the fact that

??i? ?p? ?f ? ??? ??i? ?p? ?f ? ??, ?7a?

??i? ?p? ?f ? ??? ??i? ?p? ?f ? ??. ?7b?

III. QUANTUM SIZE EFFECT IN AN OVERLAYER

Let us now consider the effect of electron confinement in
a paramagnetic overlayer on a ferromagnetic substrate. The
discussion follows that given in earlier publications.6,18

The system under consideration consists of a paramag-
netic layer of thickness D bounded on one side by a ferro-
magnetic material and by vacuum on the other side. The
electron states of the bulk paramagnet are noted,
?k? ,k?

? ,n ,? ?, where k ? is the in-plane wave vector, k?
? the

perpendicular wave vector, n the band index, and ? the spin
index ?the spin quantization axis is chosen parallel to the
magnetization of the ferromagnetic substrate, i.e., along the
z axis?. These states have an energy ? n(k? ,k?

? ), independent
of the spin. The upper indices ? and ? correspond to states

FIG. 1. Sketch of the energy levels in a bulk ferromagnet, show-
ing the electric dipolar optical transitions for left and right circular
light. The corresponding absorption spectra versus photon energy
h are shown on the right; the solid and dashed lines correspond to
spin up and spin down transitions, respectively.

FIG. 2. Same as Fig. 1, for a bulk paramagnet.

53 9215MAGNETO-OPTICAL KERR EFFECT IN A PARAMAGNETIC . . .

ω

Fig. 1.3 – Schéma des niveaux d’énergie pour un solide ferromagnétique montrant les
transitions dipolaires électriques pour la lumière polarisée circulairement droite et gauche.
Le spectre d’absorption en fonction de l’énergie des photons ~ω est indiqué à droite.

La figure 1.4 est similaire à la figure 1 dans le cas d’un matériau paramagnétique sans
champ moléculaire de Weiss ni champ magnétique appliqué : nous constatons qu’aucun
effet magnéto-optique n’apparaît.

En magnéto-optique linéaire, l’étude d’un électron dans le cadre de l’approximation di-
polaire électrique montre que les transitions dominantes sont des transitions sans retour-
nement de spins : sans spin-flips. On peut distinguer les transitions des spins up et des
spins down : la conductivité non diagonale reflète ainsi la population initiale de spins,
c’est-à-dire l’aimantation du matériau, sans la perturber. Ce signal magnéto-optique sta-
tique est bien proportionnel à l’aimantation du matériaux. En considérant que les termes
de spin-flip sont négligeables dans l’Hamiltonien d’interaction on peut considérer que la
mesure magnéto-optique statique ne perturbe pas l’aimantation. Le Gall a formalisé les
effets magnéto-optiques dans le cadre de la seconde quantification [37].
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(l? 1, ml? 0). The majority and minority spin d levels, in
the ferromagnet, are separated by the exchange spitting
? ex . Due to spin-orbit coupling, the orbital degeneracy of
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From this picture, it appears clearly that, in a bulk ferromag-
net, the Kerr effect arises from the simultaneous occurrence
of exchange splitting and spin-orbit coupling.

By comparison, the case of a bulk paramagnet is sketched
in Fig. 2, showing that the cancellation of majority and mi-
nority spin contributions leads to a vanishing Kerr effect.
More generally, in a bulk paramagnet, the absence of the
Kerr effect is due to the fact that

??i? ?p? ?f ? ??? ??i? ?p? ?f ? ??, ?7a?

??i? ?p? ?f ? ??? ??i? ?p? ?f ? ??. ?7b?

III. QUANTUM SIZE EFFECT IN AN OVERLAYER
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magnetic material and by vacuum on the other side. The
electron states of the bulk paramagnet are noted,
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magnetization of the ferromagnetic substrate, i.e., along the
z axis?. These states have an energy ? n(k? ,k?

? ), independent
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Fig. 1.4 – Idem que figure 1.3 dans le cas d’un matériau paramagnétique.

Nous verrons dans les sections suivantes comment, dans un système à un électron, une
mesure magnéto-optique non-linéaire peut perturber l’aimantation du système à l’ordre
deux et donner une information sur cette perturbation à l’ordre trois.

Une autre approche consiste à considérer plusieurs électrons et à prendre en compte leur
couplage électrostatique (qui donne lieu à l’interaction d’échange) [38], [39]. Dans le cas
de deux électrons, des niveaux singulets et triplets se forment et les règles de sélection
dipolaires électriques évoluent en conséquence. Elles dépendent en fait du type de couplage
prédominant dans le système : L−L ou J−J. Ici L = L1 +L2 et J = J1 +J2, les indices
correspondents aux deux électrons [40]. Les règles de transition dipolaires électriques dans
un système multiplet peuvent conduire à une modification de l’aimantation à l’ordre un
en perturbation du laser [4], [41].

1.5.5 Calcul de la rotation magnéto-optique à partir du tenseur
de conductivité

Pour une polarisation circulaire + ou - (correspondant aux polarisations circulaires droite
et gauche) le champ électrique et la densité de courant induit s’écrivent [42], [13] :

E± = E(ω)[ex ± ıey]e−ıωt (1.28)
j± = [σxx ± ıσxy]E± = [σ±]E±

Par ailleurs la densité de courant est reliée au vecteur déplacement électrique D :

j = −∂D
∂t

= −iωε0(1 + χ)E

L’indice optique complexe pour une onde polarisée circulairement s’écrit :

˜̃n = n+ ıκ (1.29)
ñ2 = 1 + χ
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D’où le lien entre l’indice optique complexe et la conductivité :

(n± + ıκ±)2 =
ıσ±
ε0ω

Après traversée du matériaux d’épaisseur d, deux ondes circulaires + et -, de pulsation
ω, voyant chacune l’indice n+ et n− ont pour expression :

E+ = E

[
cos(ωt+ ωn+d

c
)

sin(ωt+ ωn+d
c

)

]

E− = E

[
cos(ωLt+ ωn−d

c
)

− sin(ωLt+ ωn−d
c

)

]
La rotation induite par le déphasage des composantes selon ex et ey de l’onde résultante
vaut : θ = ωd

2c
(n+−n−). Ainsi la rotation Faraday d’une onde électromagnétique transmise

par un échantillon soumis à un champ magnétique faible H vaut [13] :

θtrans = − 2π

c|ñH=0|2 [κH=0σ
(1)
2xy + nH=0σ

(1)
1xy] · d ·H (1.30)

Dans notre approche à un atome, nous ne considérons pas d’effet de propagation, la
biréfringence (due à la partie réelle de l’indice optique) n’est donc pas modélisée. Nous
ne considérons que la polarisation du champ rayonné à la suite de l’absorption du champ
incident (due à la partie imaginaire de l’indice optique).

1.6 Procédures expérimentales

Afin d’avoir accès à des dynamiques à l’échelle de la femtoseconde, il faut remplacer
les systèmes de détection électroniques usuels par des techniques d’optique non-linéaire
de type pompe-sonde. En effet les meilleures résolutions temporelles pour les caméras
à balayage de fente sont de l’ordre de 2 ps alors que les techniques pompe-sonde sont
limitées principalement par la durée des impulsions. Les configurations de type pompe-
sonde consistent à faire varier le délai entre deux impulsions ultra-rapides. Pour chaque
délai, le signal non-linéaire rayonné par le matériau à la suite de son interaction avec les
deux impulsions est intégré pendant le temps d’acquisition des détecteurs électroniques
conventionnels (photodiode, caméra, photomultiplicateur, détecteur de Mott dans le cas
de photo-emission polarisée en spin . . .).

Les effets optiques non-linéaires étudiés sont en général d’ordre deux ou trois. La généra-
tion de second harmonique permet plus spécifiquement d’étudier la dynamique de l’aiman-
tation aux surface et interfaces où l’éventuelle symétrie d’inversion est brisée. Concernant
les effets d’ordre trois, ils sont extrêmement variés en fonction de la configuration expéri-
mentale choisie. Ainsi la technique pompe-sonde correspond à la détection du signal dans
la direction de la sonde. Elle mélange la réponse cohérente, aux temps courts et la réponse
des populations, aux temps longs.

Le spectre de la pompe et de la sonde sont très importants pour interpréter les résultats
par rapport à la structure de bande du matériau étudié : dans le visible, l’IR et X, le
même phénomène aura des dynamiques différentes.
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1.7 Dynamique des charges et de l’aimantation

1.7.1 Dynamique des charges

Si l’impulsion excitatrice est suffisamment courte, comme c’est le cas dans une expérience
pompe-sonde femtoseconde, les électrons peuvent acquérir une température différente du
réseau. Après l’impulsion excitatrice, la distribution électronique correspond à une distri-
bution perturbée évoluant au cours du temps sous l’effet des collisions électrons-électrons
et électrons-phonons. La notion de température ne peut être définie qu’à partir de l’instant
où l’on retrouve une distribution électronique de Fermi-Dirac. La température électronique
est d’abord supérieure à la température initiale puis décroît à la suite de l’interaction entre
les électrons et le réseau comme indiqué dans la figure 1.5.

EFermi

Probabilité 
d’occupation 
électronique

Energie

EFermi
Energie

Distribution des 
électrons chauds

EFermi Energie

Distribution des 
électrons refroidis

Fig. 1.5 – Evolution de la distribution électronique avant et après la thermalisation.

Deux échelles de temps interviennent dans la dynamique ultra-rapide des électrons : le
régime athermal lorsque la distribution électronique ne peut pas être décrite par une
distribution de Fermi-Dirac et le régime thermal où une température est associée à la
distribution électronique.

Modèle à deux températures

Le modèle le plus simple pour décrire la dynamiques des charges après leur thermalisation
est le modèle phénoménologique "à deux températures" ou 2TM. Il s’agit de modéliser le
flux de chaleur entre électrons et réseau après excitation du matériau par une impulsion
laser intense dépendant du temps. On associe deux températures Te et Tl aux électrons
et au réseau que l’on décrit par deux bains en interaction.
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Fig. 1.6 – Deux échelles de temps pour la dynamique électronique : le régime athermal et
le régime thermal. Le modèle à deux températures n’est valable que lorsque les électrons
sont thermalisés.

La variation d’énergie de chaque bain correspond à l’énergie perdue par transport diffusif,
au transfert d’énergie électron-réseau et à l’énergie reçue de l’impulsion laser [3]. Ecrivons
l’équation de la chaleur pour les bains d’électrons et le réseau de températures respectives
Te et Tl :

Ce
v

dTe
dt

= ∇(K∇T )−H(Te,Tl) + P (t) (1.31)

C l
v

dTl
dt

= H(Te,Tl)

avec :

Ce
v ,C

l
v : Chaleurs spécifiques volumiques des électrons et du réseau. (1.32)
K : Conductivité thermique.
H : Taux de transfert d’énergie des électrons vers le réseau.
P : Puissance reçue du laser.

Cette équation est valable si le laser n’agit directement que sur le bain électronique : ainsi
Te ≥ Tl après l’impulsion. Nous considérons également que la température de chaque
bain est homogène si la diffusion et le transport ballistique sont négligeables. Pour un
échantillon d’argent de 45 nm, le temps caractéristique de transport diffusif est de 50
fs tandis que pour le transport ballistique il est de 30 fs. Avec une durée d’impulsions
inférieur ou égale à ces ordres de grandeur, la température ne peut pas être considérée
comme homogène.

Enfin, la température initiale du réseau est celle du milieu environnant donnée par exemple
par un thermomètre accolé à l’échantillon : on estime que les variations de température
du réseau sont faibles par rapport aux variations de température électronique. La capacité
calorifique des phonons domine : C l

v � Ce
v . La capacité calorifique des électrons s’écrit

Ce
v = γTe = 2π2

3
k2
BTeg(EF ).

En régime de faible excitation, le couplage électron-phonon dépend de la valeur de la
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température du réseau par rapport à la température de Debye TD :

H(Te, Tl) ∝ T 4
L[Te − Tl] Si Tl � TD (1.33)

H(Te, Tl) ∝ Gel[Te − Tl] Si Tl ≥ TD

Gel désigne la constante d’interaction entre électrons et réseau.

La solution de l’équation 1.31 est une évolution exponentielle décroissante de la tempé-
rature et de l’énergie électroniques. Cette dernière possède la durée caractéristique de
décroissance τE =

2π2k2
Bg(EF )(T 2

e−T 2
l )

6H(Te,Tl)
qui dépend du matériau, de la température du réseau

et de l’intensité de l’excitation. La validité de ce modèle est vérifiée en comparant la durée
caractéristique de cette décroissance à la durée mesurée expérimentalement par exemple
sur le signal de réflectivité différentielle : il ne s’applique que lorsque les électrons sont
parfaitement thermalisés à l’instant où débute la relaxation vers le réseau. En particu-
lier à faible température et faible excitation le principe d’exclusion de Pauli ralentit les
collisions électron-électron et donc la thermalisation électronique. Il faut alors intégrer la
dynamique du système électronique hors équilibre comme indiqué dans la section suivante.

Modèle athermal

Depuis les années 1990 d’importantes recherches on été menées pour développer un modèle
valable avant la thermalisation des électrons, intégrant la contribution des électrons non-
thermalisés à la réponse optique de métaux nobles [2], [43], [3], [44].

Il s’agit de décrire l’évolution de la distribution des électrons hors équilibre à travers
l’équation de Boltzmann 1.34. Notons ε l’écart d’énergie à l’énergie de Fermi et n(ε, t)
l’écart de la distribution électronique à la distribution de Fermi-Dirac initiale. Les proces-
sus qui interviennent sont la diffusion électron-électron, la diffusion électron-phonon et la
perturbation induite par l’impulsion laser. Dans cette écriture toutes les grandeurs sont
homogènes spatialement. L’évolution de tout le système s’écrit alors [45], [46] :

∂n(ε, t)

∂t
= (

∂n(ε, t)

∂t
)e−e + (

∂n(ε, t)

∂t
)e−ph + (

∂n(ε, t)

∂t
)source (1.34)

Ce
v

dTe
dt

= −Gel(Te − Tl) + (
∂n(ε, t)

∂t
)e−e (1.35)

C l
v

dTl
dt

= Gel(Te − Tl) + (
∂n(ε, t)

∂t
)e−ph (1.36)

(∂n(ε,t)
∂t

)source désigne la densité d’énergie lumineuse absorbée par le matériau considéré.
Dans le cas de métaux nobles, le taux de variation de la distribution électronique dû
aux collisions électrons-électrons se calcule en considérant les états électroniques créés et
disparus au cours d’une collision [47], [48], [49] :

(
∂n(ε, t)

∂t
)e−e = − n(ε, t)

τ0(EF/ε)2
+

6

τ0E2
F

∫ ∞
ε

(ε′ − ε)f(ε′, t)dε′ (1.37)

(1.38)

τ0 représente la durée de vie de l’électron excité s’il n’y avait pas le principe d’exclusion de
Pauli pour limiter l’espace des phases disponible. τ0(EF/ε)

2 est décrit dans le cadre de la
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théorie des liquides de Fermi qui permet d’évaluer l’effet des interactions électron-électron
[50]

Le taux de variation de la distribution électronique dû aux collisions électrons-phonons
correspond approximativement à l’emission spontanée. Nous négligeons ici l’absorption et
l’émission stimulée d’un phonon. Ici q̇ désigne le taux de transfert des électrons vers le
réseau [51].

(
∂n(ε, t)

∂t
)e−ph ≈ −q̇ n(ε, t)

τ0EF
(1.39)

1.7.2 Dynamique des spins

Modèle à trois bains

La première modélisation de la dynamique ultra-rapide de l’aimantation a été une exten-
sion du 2TM à un modèle phénoménologique à trois bains : les spins, les électrons et le
réseau [1]. Sur la base des approximations utilisées dans le modèle à deux températures
et en associant une température Ts à la distribution de spins, trois équations d’évolution
apparaissent :

Ce
v

dTe
dt

= −Gel(Te − Tl)−Ges(Te − Tl) + P (t) (1.40)

Cs
s

dTs
dt

= −Gsl(Ts − Tl)−Ges(Ts − Te) (1.41)

C l
v

dTl
dt

= −Gel(Tl − Te)−Gsl(Tl − Ts)

Gsl désigne la constante d’interaction spin-réseau.VOLUME 76, NUMBER 22 P H Y S I C A L R E V I E W L E T T E R S 27 MAY 1996

FIG. 3. (a) Experimental spin ?Ts? and electron ?Te? tempera-
tures estimated as explained in the text. The experimental
conditions are those of Fig. 2. (b) Calculated spin ?Ts?,
electron ?Te?, and lattice ?Tl ? temperatures from Eqs. (1). The
relevant parameters are given in the text.

qualitatively explained by the flatness of 3d bands (in
the RPA, t th scale as E 2

F ) and the effects of electron
correlations that are known to reduce the lifetime of
excited electronic states [12–14]. This estimation of
t th allows us to set a lower limit where a model with
thermalized baths, as used later on, is valid.

The temperature variation of Te deduced from differen-
tial transmittance is plotted in Fig. 3(a) (squares), where
the absolute electronic temperature scale is obtained by
normalization to Ts at negative and large positive delays
?Dt . 10 ps?. On this time scale, the electron tempera-
ture presents a sharp peak up to Te ? 675 K and then an
exponential-like decay with a characteristic time of the or-
der of 1 ps until a saturation at Te ? 550 K is reached. On
the other hand, the spin temperature rises rapidly during the
first picosecond, presents a broad maximum Ts ? 580 K
around 2 ps, and then, for longer delays, follows the same
trend as the electron temperature. Therefore, the peak
observed for the electron temperature has a delayed and
smoothed counterpart in the spin temperature. This delay
can be qualitatively understood remembering that, within
the dipole approximation, the optical transitions preserve
the electronic spins, such that the spin polarization of the
nascent electronic distribution is the same as in the ground
state. After a finite time, scattering takes place and the
majority and minority spins tend to homogenize, leading
to an increase of Ts . As discussed below, a simple model
helps to understand the role of the different types of inter-
action processes.

The preceding effects can be accounted for by using
a phenomenological description which extends the mod-
elization of electron thermalization in metals (the so-
called two temperatures model [15]) to spin effects. We
assume the existence of three thermalized reservoirs that
exchange energy, namely, the electron system at tempera-
ture Te, the spin system at temperature Ts , and the lattice
or phonons at temperature Tl . The temporal evolution of
the system is described by the three coupled differential
equations:

Ce?Te?dTe?dt ? 2 Gel ?Te 2 Tl ?

2 Ges?Te 2 Ts? 1 P ?t? ,

Cs?Ts?dTs?dt ? 2 Ges?Ts 2 Te? 2 Gsl ?Ts 2 Tl ? ,
(1)

C l ?Tl ?dTl ?dt ? 2 Gel ?Tl 2 Te? 2 Gsl ?Tl 2 Ts? ,

where Ce is the electronic specific heat of Ni. Cs ?Cl ?
is the magnetic (lattice) contribution to the specific heat.
Gel , Ges , and Gsl are the electron-lattice, electron-spin,
and spin-lattice interaction constants. They are taken as
free parameters that allow one to describe the energy
transfer rate from the electron system to the spin and
the lattice. The laser source term P ?t? in Eqs. (1) is ap-
plied only to the electronic terms since the initial heating
process occurs only in the electron bath. In the present
study, we assume uniform temperature profiles and, there-
fore, neglect heat propagation. Indeed, transverse heat
propagation is negligible on the picosecond time scale
over the beam spot diameter ?? 30 mm?. In addition, lon-
gitudinal temperature gradients are neglected due to the
small sample thickness.

The set of Eqs. (1) has been solved numerically using a
fifth order predictor-corrector Adam method, using Gauss-
ian pulses of 100 fs duration. As seen in Fig. 3(b), the
simulated temperature dynamics are in good agreement
with the observed behavior.

In the numerical calculation, we assume that Cl is
independent of the lattice temperature and given by Cl ?
C ?300 K? 2 Ce?300 K? ? 2.2 3 106 J m2 3 K2 1, where
C ?300 K? ? 4 3 106 J m2 3 K2 1 is the experimental
total specific heat of Ni [16]. This approximation is
valid since the experiment is performed at room tem-
perature and therefore Tl $ Q D , QD being the Debye
temperature (475 K for Ni [17]). We checked that
in the temperature range involved Cl as given by the
Debye theory is constant within 5%. The electronic
specific heat Ce is taken proportional to the temperature:
Ce ? gTe. In the present simulation we used an effec-
tive g ? 6 3 103 J m2 3 K2 2 which is larger than the
value obtained at low temperature [18]. This discrepancy
can be attributed to the fact that the density of states
possesses strong singularities around the Fermi level [19].
These singularities which have little influence at low
temperatures (typically Te # 10 K) become predominant
in the temperature range 295 , Te , 700 K explored
in the first few hundred femtoseconds. It may also be
due to the fact that nonthermal electron populations
are not considered in Eqs. (1). Cs represents the spin
specific heat which is maximum at the Curie temperature
?TC ? 631 K?. The variation of Cs with Ts is obtained
from the total specific heat C by subtracting the linear
contribution coming from the lattice and the electrons.

We now describe the influence of the free parameters on
the solutions. It is found that the value of P ?t? is essential
for the determination of Te maximum and was adjusted
to reproduce the experimental value of Fig. 3(a). This

4252

Fig. 1.7 – Températures électroniques et de spin obtenues à partir de mesures expéri-
mentales sur un film de Nickel (température de Curie 631 K) d’épaisseur 22 nm protégé
par 100 nm de MgF2 (a). Calcul des températures de spin, électroniques, et du réseau à
l’aide du modèle à trois températures (b). Figure extraite de la référence [1].

Processus à l’origine de la modification d’aimantation

La désaimantation se produit pendant la thermalisation des électrons et la redistribu-
tion des quasiparticules autour du niveau de Fermi. Guidoni et al. ont montré que, dans
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le régime de faible excitation, la dynamique des spins est conduite par la température
électronique [52]. Quels sont les processus physiques à l’origine de la désaimantation ?

– En 2005, Koopmans et al. ont proposé un mécanisme de retournement des spins par
diffusion avec les phonons : il s’agit d’un processus de type Elliott-Yafet [10]. En 2010, ils
ont interprété les mesures de Stamm et al. par ce mécanisme qu’ils ont integré dans un
modèle à trois températures "microscopique" [53]. Ce processus ne permet cependant
pas d’expliquer la dépendance en polarisation de la dynamique d’aimantation [54].

– En 2007, Stamm et al. ont montré par des mesures de XMCD que le transfert de moment
angulaire des spins vers le réseau pouvait se produire en 120 fs car ils ont observé une
augmentation de la localisation électronique dans cette gamme de temps [55].

– La désaimantation ultra-rapide au premier ordre est déterminée par la structure de
bande comprenant l’interaction spin-orbite [56], [4], [41]. Ce modèle a été critiqué parce
que le moment angulaire des photons ne semble pas suffisant pour induire la désaiman-
tation [57].

– Un modèle où les quasiparticules excitées obéissent au modèle de Stoner, tout en ap-
plicant la théorie d’Heisenberg pour les autres particules a été proposé par Scholl et al.
[29] et J.-Y. Bigot [45].

– La diffusion électrons-magnons pourrait être à l’origine du retournement des spins.
Carpene et al. ont mesuré la dynamique d’aimantation de films fins de fer et ont montré
que la dynamique ne correspondait pas à un processus de type électrons-phonons mais
plutôt à une diffusion électron-magnon pendant 100 fs suivie d’un mécanisme de type
Elliott-Yaffett en l’espace d’une picoseconde [58].

– Krauß et al. ont proposé un mécanisme d’échange coulombien entre électrons, similaire
au processus d’Elliott-Yaffet à l’exception qu’il ne prend pas en compte les phonons,
pour expliquer la désaimantation ultra-rapide dans des films de Co et Ni. Ils ne consi-
dèrent pas de bain de phonons dans leur modèle [11].

– Dans les semi-conducteurs, Cywinski et al. ont proposé un mécanisme d’échange sp-
d : la désaimantation ultra-rapide proviendrait d’un transfert de spin des électrons d
localisés vers les électrons de conduction sp [59].

– Battiato et al. ont proposé un modèle de transport superdiffusif pour les électrons
polarisés en spin qui subissent des collisions électrons-électrons après leur excitation
par le laser [9].

– Bigot et al. ont souligné l’importance des effets cohérents entre photons, électrons et
spins pour comprendre la dynamique d’aimantation [6].

Cette liste montre que le débat autour de l’origine de la désaimantation reste vif et que
les phénomènes physiques en jeu sont probablement de plusieurs types.

Précession

L’aimantation peut précesser autour du champ magnétique effectif avec une période de
quelques picosecondes et un amortissement de l’ordre de la centaine de picosecondes. Le
comportement de l’aimantation est similaire au spin des noyaux en résonance magnétique
nucléaire avec la différence qu’elle ne nécessite pas de champ magnétique tournant. Le
mouvement de précession de l’aimantationML = −e

2me
L = γL etMS = −e

me
S = 2γS autour

du champ effectif s’obtient en écrivant l’équation d’évolution des moments cinétiques L
et S. γ désigne le rapport gyromagnétique.
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dL
dt

= L ∧Beff (1.42)

dML

dt
= γML ∧Beff

De même :
dMS

dt
= 2γMS ∧Beff

Dans ces équations, le module et la projection deM sur l’axe de Beff sont constants : nous
obtenons donc un mouvement de précession autour du champ effectif tant que le moment
magnétique n’est pas parallèle au champ magnétique effectif. Dans un système réel, il
faut ajouter un terme d’amortissement du mouvement de précession afin qu’aux temps
longs, l’aimantation retrouve sa position d’équilibre. Si l’amortissement de la précession
est identique pour Mx, My et Mz on obtient l’équation de Landau-Lifshitz Gilbert 1.43
pour laquelle H = B

µ0
. Soit ez l’axe du champ magnétique effectif.

dM
dt

= γM ∧Heff − α

|M|M ∧
dM
dt

Le champ effectif dans le matériau Heff dépend du champ appliqué, de l’anisotropie
magnéto-cristalline et du champ démagnétisant : par conséquent Heff dépend du temps
lorsque l’aimantation varie dans le temps. La résolution de l’équation du mouvement à
l’échelle de la picoseconde est donc complexe et les phénomènes observés sont spécifiques
à chaque structure étudiée en fonction de l’ordre de grandeur du champ appliqué, de
l’anisotropie magnéto-cristalline et du champ démagnétisant. M. Vomir et al. [60] ont
modélisé la précession avec un amortissement spécifique à chaque composante considérée :
ce sont les équations de Bloch dans lesquelles ils ont ajouté un terme source pour la
désaimantation, proportionnel à l’impulsion laser. Dans des films de Cobalt les auteurs
ont montré que c’est l’anisotropie magnéto-cristalline qui est principalement responsable
du mouvement de précession, gouverné par la température électronique [61].

Les équations de Bloch permettent d’associer un amortissement spécifique à la composante
de l’aimantation parallèle au champ effectif initial et aux composantes orthogonales :

dMx

dt
= γMyHeff − Mx

Ttrans
(1.43)

dMy

dt
= −γMxHeff − My

Ttrans
(1.44)

dMz

dt
= −M

0
z −Mz

Tlong
(1.45)

L’amortissement de la précession est dû à l’interaction spin-phonon sauf près de la tem-
pérature de Curie où des interactions à longue portée génèrent une population de spins
longuement hors équilibre [62], [63].

1.7.3 Dynamiques cohérentes

Dynamique pendant la cohérence des électrons

Au-delà de la question de l’origine de la modification de l’aimantation, nous savons que les
électrons interagissent de manière cohérente avec une impulsion ultra-rapide ce qui aboutit
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à une signature expérimentale aux temps courts. La dynamique électronique cohérente
est bien décrite dans le formalisme de la matrice densité. Des mesures de mélange d’ondes
permettent d’y avoir accès à l’aide de la configuration pompe-sonde, de configurations
à trois faisceaux, d’écho de photon, etc... Le débat est vif autour de la dynamique de
l’aimantation et en particulier de la dynamique des spins : interagissent-ils de manière
cohérente avec l’impulsion ultra-rapide ?

Pour répondre à cette question J.-Y. Bigot et al. [6] ont mesuré la réponse magnéto-
optique cohérente de films de nickel et de CoPt3. La contribution optique cohérente a
été obtenue à partir de mesures prises avec pompe et sonde parallèles (indice 0̊ ) et avec
pompe et sonde perpendiculaires (indice 90̊ ) en calculant :NATURE PHYSICS DOI: 10.1038/NPHYS1285 ARTICLES
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Figure 3 | Coherent electronic and magnetic responses o� erromagnetic �lms. a –d, Pump–probe magneto-optical results for the 7.5 nm Ni �lm (a,b) and
the 15 nm CoPt3 (c,d). a and c show the di�erential Kerr rotations for the pump beam linearly polarized either parallelθPP = 0 ? or orthogonalθPP = 90 ? to
the linearly ‘s’-polarized probe beam.b andd represent the electronic and magnetic coherent contributions to the dynamics of the probe polarization. They
are distinguished through their dependency (magnetic component) or independency (electronic component) on the external static magnetic �eld.

rotation θ and ellipticityη induced on the linearly polarized light
pulse and normalized to the density of the transmitted energy,
as a function of the absorbed density of photon energyEabs. The
results are shown for two di�erent samples: a 7.5 nm nickel �lm
with an in-plane magnetization and a 15 nm CoPt3 �lm with
a perpendicular magnetization. The accuracy of the set-up has
been worked out so that we can cover four decades of absorbed
density o� aser energy (the laser beam is focused onto a spot
of ? 30µm diameter on the samples). Note that the abscissas are
in a logarithmic scale and that we cover the conventional linear
magneto-optics in terms o� ow laser intensity carried out with
continuous-wave light. In their experiments, Kerr and Faraday
themselves were using at their time a light source with a density
of excitation of a few nanojoules per square centimetre. Let us
emphasize that our observed phenomenon is self-induced and
probed during the single 48-fs laser pulse. The coherent nature
of the underlying physical mechanism is further emphasized by
the results obtained with the two-beam pump–probe experiment
discussed below.

The linear decrease of the rotation and ellipticity clearly answers
a basic question: yes, self-induced magnetic changes are present on
the timescale of a femtosecond laser pulse (note that the maximum
relative changes ofθ and η are as large as 30% for nickel and 10%
for CoPt3). Themechanism that we propose to explain the results of
Fig. 2 is a coherent coupling between the electromagnetic �eld and
the spins in the ferromagnetic material. It has its origin in nonlinear
relativistic quantum electrodynamics. For single particles of massm
and momentump, the 1/c2 development of the Dirac Hamiltonian
HD, for a vector potentialA(r , t) and a scalar potentialV (r , t), after
a Foldy–Wouthuysen transform leads to39:

HD = mc2+ V (r , t) +
1
2m

(p− eA(r , t) )2−
e?
2m

σB(r , t)

+
e? 2

8m2c2
? · E(r , t) −

e?
4m2c2

σ · E (p− eA(r , t) )

−
1

8m3c2
(p− eA(r , t) )4

where σ are the Pauli matrices, B(r , t) is the total magnetic
induction (B = H + 4πM ,M : magnetization,H : magnetic �eld)
and E(r , t) is the electric �eld (? × E = − (1/c)( ∂ B/∂ t)). There
are two important contributions, apart from the usual relativistic
kinetic energy and extra Darwin correction, for the interaction of
the electrons with the femtosecond light pulse:

Term (a) : −
e?
2m

σ ·
?
B(r , t) +

1
2mc2

E(r , t)p
?
and

Term (b) : − i
e?

8m2c2
σ? × E

Term (a) corresponds to the Zeeman interaction with the
magnetic �eldB , and the spin–orbit interaction, which, in the
case of a central potentialV ion for the ions, can be written as:
(e? 2/2m2c2)(1 / r )(dV ion/dr ) l · s, where l is the orbital momentum
of the electron ands its spin. It is this form of the spin–orbit
interaction that has been the subject of well-discussed controversies
for the past 8 years, with the counter-arguments that it is not a
signi�cant source for themodi�cation of angularmomentumwhen
demagnetizing a ferromagnet16 or inversely is important when
considering the laser pulse excitation18,19. Term (b) is generally
ignored, as it should vanish in a central potential. Let us mention
two e�ects that the femtosecond laser �eld exerts on the charge
and spin dynamics. First, in the Zeeman contribution, themagnetic
induction B(r , t) results both from an external static magnetic
�eld H and from the time-dependent magnetic component of the
laser �eld. In the material, this component can be as large as 1 T.
Second, the electric potential itsel� s dynamically modi�ed owing
to the laser �eld. As a result, both the spin–orbit interaction and
term (b) are dynamical quantities. It is therefore expected that the
modi�cation of the electric potential due to the laser interaction
a�ects the spin dynamics. In addition, this is a coherent process
that occurs during the laser pulse. On the theoretical side, there
have been no extensive investigations of this coherent process in
metals, although Zhang and Hübner18 have raised the question
of whether the electron–electron correlation can in�uence the

NATURE PHYSICS | VOL 5 | JULY 2009 | www.nature.com/naturephysics 517
© 2009 Macmillan Publishers Limited.  All rights reserved.

Fig. 1.8 – Rotation optique et magnéto-optique cohérente dans la configuration Kerr (en
réflection)[6] b : Nickel, d : CoPt3.

∆θ

θ
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=

[
∆θ

θ +H
+

∆θ

θ −H

]
0̊

−
[

∆θ

θ +H
+

∆θ

θ −H

]
90̊

(1.46)

La différentiation par rapport à la polarisation des faisceaux pompe et sonde permet
d’annuler la dynamique des populations électroniques. En effet celles-ci sont présentes
pour les deux polarisations, alors que la dynamique cohérente est non-nulle seulement
lorsque pompe et sonde sont polarisées parallèlement. La polarisation du matériau induite
par la première impulsion peut alors se coupler à la polarisation de la seconde impulsion.

La contribution magnéto-optique cohérente a été obtenue en effectuant une double diffé-
rentiation, par rapport au champ magnétique et par rapport à la polarisation des impul-
sions :

∆θ

θ

∣∣∣∣
magneto−optique

=

[
∆θ

θ +H
− ∆θ

θ −H

]
0̊
−
[

∆θ

θ +H
− ∆θ

θ −H

]
90̊

(1.47)

Cette approche est novatrice. Cependant pour avoir accès à la dynamique cohérente,
des impulsions plus courtes que les impulsions de 47 fs utilisées dans ces mesures sont
nécessaires, la cohérence électronique étant estimée à 10 fs. Les mesures magnéto-optiques
cohérentes correspondent ici à une convolution de la réponse cohérente du système et de
la durée de l’impulsion.
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Dynamique cohérente de la précession

Kimel et al. [64] puis Hansteen et al. [65] ont montré la possibilité d’induire une précession
dont la phase dépend de la polarisation circulaire droite ou gauche de l’impulsion pompe.
Ils ont montré également que l’axe de polarisation linéaire de l’impulsion pompe modifie la
phase de la précession. Cette dépendance de la phase de la précession avec la polarisation
de l’impulsion pompe est attribuée à une interaction cohérente entre les photons et les
spins. Pour cela la précession doit débuter pendant l’interaction avec le laser comme l’ont
montré Bigot et al. : l’impulsion laser modifie directement le module de l’aimantation, ce
qui influe sur l’anisotropie de forme et initialise le mouvement de précession [61]. La figure
ci-dessous montre la précession obtenue dans un échantillon de DyFeO3 d’anisotropie très
importante puisque la période de précession est très courte. L’échelle de temps ne permet
toutefois pas de voir la réponse magnéto-optique durant l’impulsion laser de durée 200 fs.
Pendant cette durée les électrons ont le temps d’interagir pour débuter le processus de
thermalisation.

Ultrafast non-thermal control of magnetization by
instantaneous photomagnetic pulses
A. V. Kimel 1, A. Kirilyuk 1, P. A. Usachev 2, R. V. Pisarev 2, A. M. Balbashov 3 & Th. Rasing 1

The demand for ever-increasing density o� nformation storage
and speed of manipulation has triggered an intense search for
ways to control the magnetization of a medium by means other
than magnetic �elds1–5. Recent experiments on laser-induced
demagnetization6–8 and spin reorientation9 use ultrafast lasers as
a means to manipulate magnetization, accessing timescales of a
picosecond or less. However, in all these cases the observed
magnetic excitation is the result of optical absorption followed
by a rapid temperature increase. This thermal origin of spin
excitation considerably limits potential applications because the
repetition frequency is limited by the cooling time10. Here we
demonstrate that circularly polarized femtosecond laser pulses
can be used to non-thermally excite and coherently control the
spin dynamics in magnets by way of the inverse Faraday e�ect.
Such a photomagnetic interaction is instantaneous and is
limited in time by the pulse width (, 200 fs in our experiment).
Our �nding thus reveals an alternative mechanism of ultrafast
coherent spin control, and o�ers prospects for applications of
ultrafast lasers in magnetic devices.
The interaction o� ight with magnetized media is manifested

in various magneto-optical phenomena. A good example is the
Faraday e�ect, observed as a rotation of the polarization plane of
light transmitted through a magnetic medium11:

a F ¼
x
n
Mzk ð1Þ

wherea F is the speci�c Faraday rotation,M is the magnetization,n
is the refractive index, k is the wave vector o� ight, andx is the
magneto-optical susceptibility, which is a scalar value in isotropic
media12,13. Various devices, such as magneto-optical isolators and
modulators, make use o� arge values of Faraday rotation in
transparent magnetic compounds.
Much less known is the inverse Faraday e�ect, where high-

intensity laser radiation induces a static magnetizationM(0):

Mð0Þ ¼
x

16p
½EðqÞ£ E*ðq 2Þ

whereE(q) and E*(q) are the electric �eld of the light wave and its
complex conjugate, respectively13–16. It follows fromequation (2) that
circularly polarized light at frequencyq should induce a magnetiza-
tion along the wave vectork. Note that symmetry considerations of
equation (2) indicate equivalence between photoexcitation by circu-
larly polarized light and action of an external magnetic �eld. More-
over, right- and left-handed circularly polarized waves should induce
magnetizations of opposite sign.
Equations (1) and (2) show that both these phenomena are

determined by the same magneto-optical susceptibilityx
(refs 14, 15). In particular, in the case of the inverse Faraday e�ect,
x is the ratio between the induced magnetization and the laser
intensity. Therefore, optical control of magnetization is expected to

bemost ef�cient inmaterials with high values of the Faraday rotation
per unit magnetization. Another important property of the suscep-
tibility x is that it has no symmetry restrictions and is thus allowed in
all media, regardless of their crystallographic and magnetic struc-
tures. Moreover, the inverse Faraday e�ect does not require absorp-
tion, and is based on a Raman-like coherent optical scattering
process. This has the important consequence that the e�ect o� ight
on the magnetization is non-thermal and can be considered as
instantaneous because it takes place on a femtosecond timescale.
Indeed, if one stimulates an optical transition into a virtual state with
a strong spin–orbit interaction, the following relaxation into the
ground state may be accompanied by spin switching and re-emission
of a photon with a �xed phase shift and lower energy with respect to
that of the incident photon. In magnetically ordered materials, this
process is known as excitation of magnons by light17. Recent
theoretical work has indicated the possibility o� aser-induced spin
reversal on a femtosecond timescale18. However, the experimental
demonstration of such non-thermal ultrafast optical control of
magnetization has remained an intriguing challenge until now.
The material of choice for our study was dysprosium orthoferrite

LETTERS

Figure 1 | Magnetic excitations in DyFeO 3 probed by the magneto-optical
Faraday e�ect. Two processes can be distinguished: (1) instantaneous
changes of the Faraday e�ect due to the photoexcitation of Fe ions and
relaxation back to the high spin ground stateS ¼ 5/2; (2) oscillations of the
Fe spins around their equilibrium direction with an approximately 5 ps
period. The circularly polarized pumps of opposite helicities excite
oscillations of opposite phase. Inset shows the geometry of the experiment.
Vectors dH þ and dH 2 represent the e�ective magnetic �elds induced by
right-handedj þ and left-handedj 2 circularly polarized pumps, respectively.
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Fig. 1.9 – Précession obtenue pour deux polarisations circulaires droite et gauche de
l’impulsion pompe [64].

Kimel et al. décrivent cette interaction cohérente par le modèle phénoménologique de
l’effet Faraday inverse : il correspond à un champ magnétique et une aimantation statique
créés par le champ laser à l’ordre deux en champ électrique du laser [66], [67]. Il s’agit d’un
effet non-linéaire en champ électrique du laser qui ne dépend pas du champ magnétique
du laser. A l’origine, cette théorie a été développée avec des lasers non impulsionnels et
correspond à une interaction de type Raman entre un état fondamental (1) de spin donné,
un état excité ayant un couplage spin-orbite important et un 2e état fondamental de spin
inversé par rapport à l’état (1). Cette transition Raman permet un retournement du spin
à l’ordre deux en champ laser. Elle dépend fortement de la fréquence du laser par rapport
à la fréquence de transition. L’aimantation statique dans ce modèle s’écrit :

M(0) =
χ

16π
[E(ω)E∗(ω)]

Dans cette formule l’aimantation à l’ordre deux est donnée en fonction de la pulsation ω.
Récemment, la validité de cette approche a été étudiée dans le cas d’impulsions optiques
ultra-rapides [68].

Notre approche avec un modèle hydrogénoïde a consisté à calculer la réponse du système
aux ordres un, deux et trois du champ électrique laser. Nous obtenons une aimantation à
l’ordre deux en fonction du délai pompe-sonde qui est due aux populations de la matrice
densité. Elles décroissent exponentiellement pendant T1 : l’aimantation dynamique que
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nous avons calculée est donc non-nulle également après le passage de l’impulsion, à la dif-
férence du modèle de l’effet Faraday inverse. Sans calculer de précession, nous retrouvons
le fait que l’aimantation générée à l’ordre deux dépend directement de la polarisation
du laser. En fonction de la polarisation, ce ne sont pas les mêmes transitions qui sont
excitées : l’efficacité de la génération de population à l’ordre deux en est affectée et donc
également l’aimantation.

Au vu des débats actuels [16],[17] pour comprendre la dynamique de l’aimantation aux
temps courts, notre approche consistant à calculer la fonction réponse magnéto-optique
temporelle en considérant les différentes séquences d’impulsions possibles aux temps courts
s’avère totalement justifiée.

1.8 Objectifs de la thèse

L’objectif principal de la thèse a été de modéliser le signal magnéto-optique correspon-
dant aux termes pompe-sonde cohérents. Il s’agissait également d’évaluer la dynamique de
l’aimantation associée et l’effet des termes relativistes supplémentaires issus de la trans-
formation de Foldy-Wouthuysen.

Nous voulions également valider expérimentalement la mesure de la dynamique d’aiman-
tation à l’aide d’une configuration à trois faisceaux. Aux temps longs nous avons mesuré la
dynamique de l’aimantation de grenats ferrimagnétiques. Aux temps courts, cette configu-
ration "en réseau transitoire" permet d’avoir accès directement à la contribution magnéto-
optique cohérente ce que ne permet pas une expérience pompe-sonde. Cependant, les im-
pulsions utilisées doivent être suffisamment courtes pour résoudre la dynamique cohérente
associée à l’aimantation. De manière prévisible, les mesures expérimentales effectuées à
l’aide d’impulsions de 47 fs ne permettent pas de résoudre cette dynamique : des impul-
sions plus courtes promettent des avancées importantes pour la compréhension des effets
magnéto-optiques cohérents.

Dans le domaine du femtomagnétisme les phénomènes magnéto-optiques cohérents aux
temps courts sont encore très peu étudiés. C’est un axe de recherche au croisement de
l’optique ultra-rapide, de la physique des phénomènes cohérents, du magnétisme et de
la magnéto-optique. Devant la complexité du sujet, notre approche avec un modèle ato-
mique simple se justifie dans la mesure où il s’agit d’un travail qui pose les premières
pierres de l’étude des effets magnéto-optiques cohérents. Ce travail ouvre des perspectives
de recherche théorique pour adapter notre approche à des structures magnétiques, de
recherches expérimentales pour interpréter les mesures magnéto-optiques avec des impul-
sions de quelques femtosecondes voire attosecondes, d’applications technologiques puis-
qu’il laisse envisager un contrôle cohérent de l’aimantation par des impulsions lasers à
l’échelle de la femtoseconde.
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Chapitre 2

Etude de l’Hamiltonien d’interaction
relativiste dans le cas de l’atome
d’Hydrogène

L’objectif de ce travail théorique est de modéliser un signal magnéto-optique ultra-rapide
cohérent. Étant donnée la complexité du problème, nous nous placerons dans le cas simple
de huit niveaux issus de l’atome d’Hydrogène. A la lumière de la dynamique magnéto-
optique ultra-rapide obtenue nous commenterons les mesures expérimentales de signaux
magnéto-optiques cohérents obtenues avec des films fins de métaux ferromagnétiques tels
que le Nickel et CoPt3 [6]. Nous calculerons la réponse magnéto-optique à partir de
l’Hamiltonien utilisé par H. Bennett et al. [13]. Nous nous placerons dans deux cas limites :
le cas de l’interaction Zeeman faible devant le couplage spin-orbite, et le cas de l’interaction
Zeeman forte devant le couplage spin-orbite. La perspective de ces deux approches est
d’aborder des systèmes plus réalistes au niveau magnétique, dans lesquels apparaît une
levée de dégénerescence supplémentaire due au champ moléculaire de Weiss.

Afin de tester la possibilité d’un couplage cohérent issu du développement de Foldy-
Wouthuysen proposé par J.-Y. Bigot et al. [6], nous ajouterons à cet Hamiltonien "usuel"
des effets magnéto-optiques le couplage spin-orbite avec le champ électrique du laser issu
de l’Hamiltonien relativiste de Dirac pour un électron développé à l’ordre deux en 1

m
. Il

s’agit d’un couplage entre le champ laser femtoseconde EL, le spin de l’électron S, et son
moment cinétique p :

Hspin−orbite =
q

2m2c2
S · (EL ∧ p) (2.1)

Afin d’évaluer la possibilité d’un signal magnéto-optique ultra-rapide cohérent, nous em-
ploierons la méthode développée par C. Brito Cruz et al. [15] : ces auteurs ont formalisé
le calcul d’un signal pompe-sonde optique à partir d’un système à deux niveaux perturbé
par un Hamiltonien dipolaire électrique.

Nous nous placerons dans le cas d’impulsions laser se propageant parallèlement au champ
magnétique statique appliqué selon ez et polarisées dans le plan (ex, ey) perpendiculaire.
Nous calculerons la polarisation du rayonnement émis à l’ordre trois et nous en dédui-
rons la rotation et l’ellipticité magnéto-optiques ultra-rapides. Il s’agit d’un calcul de
dichroïsme circulaire pour un atome : il ne prend pas en compte de biréfringence pendant
la propagation dans un film et ne modélise donc qu’une partie de la rotation Faraday.
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Dans ce chapitre je présenterai d’abord la transformation de Foldy-Wouthuysen. Je dé-
crirai le système quantique choisi et j’évaluerai les éléments de la matrice d’interaction
relativiste dans deux cas : lorsque l’interaction Zeeman est faible devant l’interaction
spin-orbite et lorsque c’est l’interaction Zeeman qui est prédominante.

2.1 Transformation de Foldy-Wouthuysen

Cette section a été rédigée avec les références bibliographiques suivantes : [69], [70], [71],
[72], [73]. L’Hamiltonien de Dirac H pour un électron soumis au potentiel vecteur A et au
potentiel électrique U extérieurs repose sur le postulat que deux matrices de dimension 4
α et β existent telles que :

H = cα · (p− qA) +mc2β + qU (2.2)

α et β s’écrivent de la manière suivante en fonction des matrices de Pauli σ, et de la
matrice identité 2× 2 notée 1 :

α =

(
0 σ
σ 0

)
β =

(
1 0
0 −1

)
(2.3)

A haute énergie l’équation de Dirac possède deux solutions couplées correspondant à
l’électron et au positron qui disparaît à basse énergie dans l’approximation non-relativiste.
Dans ce contexte, la transformation de Foldy-Wouthuysen permet avantageusement de
séparer les équations des deux particules tout en conservant le caractère relativiste de
l’équation de Dirac. Par exemple, l’ordre trois en 1

m
de l’Hamiltonien de Dirac transformé

de Foldy-Wouthuysen est écrit dans l’équation 2.4 [74]. Nous ne prenons pas en compte
ici l’énergie du champ électromagnétique et notons π = p− qA.

H = mc2 +
1

2m
π2 − 1

8m3c2
π4 + qU − q~2

8m2c2
∇ · E− q

m
S ·B (2.4)

− q

4m2c2
S · [E ∧ π − π ∧ E]− q2

2m3c2
(S ·B)2 +

q

2m3c2
[π2(S ·B) + (S ·B)π2] +O(m−4)

En prenant en compte la dépendance temporelle des champs extérieurs, à l’ordre trois en
1
m
, les termes suivants apparaissent dans H [71] :

H
′
= − q~2

16m3c4
[π · ∂

∂t
E− ∂

∂t
E · π]− ıq~

8m3c4
S · [ ∂

∂t
E ∧ π − π ∧ ∂

∂t
E]

Les ordres quatre et cinq en 1
m

ont été calculés récemment [75]. Pour la suite des calculs,
nous ne considérerons que l’ordre deux en 1

m
qui correspond à l’équation de Pauli pour un

électron dans un champ électromagnétique et négligerons les contributions de la dérivée
temporelle de E. Nous considérerons donc l’Hamiltonien suivant :

H =mc2 +
1

2m
(p− qA)2 + qU − q~2

8m2c2
∇ · E− q

m
S ·B (2.5)

− q

4m2c2
S · [2E ∧ p + ı~∇∧ E− 2qE ∧A]

25



Dans l’équation 2.5, nous reconnaissons les termes suivants :

L’énergie de masse : mc2 (2.6)

Le terme d’énergie cinétique :
1

2m
(p− qA)2

L’énergie potentielle de l’électron soumis au potentiel U : qU

Le terme de Darwin : − q~2

8m2c2
∇ · E

Le couplage Zeeman : − q

m
S ·B

Le couplage spin-orbite avec le champ E : − q

2m2c2
S · (E ∧ p)

Une anisotropie induite électriquement : − q

4m2c2
S · ı~∇∧ E

Un terme nul si E et A sont colinéaires :
q2

2m2c2
S · (E ∧A)

2.2 Ajout de termes supplémentaires à l’Hamiltonien
utilisé dans la littérature pour décrire l’effet Fara-
day

Réécrivons l’Hamiltonien 2.5 en considérant l’ensemble des champs et potentiels électro-
magnétiques présents dans le système :

Champ ionique : Ei (2.7)
Potentiel scalaire ionique : Ui

Champ magnétique statique appliqué : BM

Potentiel vecteur statique appliqué : AM

Champ électrique du laser : EL

Champ magnétique du laser : BL

Potentiel scalaire du laser : UL

Potentiel vecteur du laser : AL

En jauge de Coulomb, AL est transverse et parallèle à EL, en particulier : UL = 0.
Dans la suite nous ne conservons que les termes d’ordre un en AL. En considérant tous
les champs électromagnétiques énumérés ci-dessus, l’Hamiltonien 2.5 se divise en deux
contributions : d’une part l’Hamiltonien non perturbé par l’interaction avec le laser H0,
d’autre part l’Hamiltonien d’interaction avec le laser Hint.

H0 =mc2 +
1

2m
(p− qAM)2 + qUi(r) (2.8)

− q

m
S ·BM − q

2m2c2
S · [Ei ∧ (p− qAM)]

− q~2

8m2c2
∇ · Ei
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Hint =− q

m
Π ·AL − q

2m2c2
[(p− qAM) ∧ S] · EL (2.9)

− q

m
S ·BL − ıq~

4m2c2
S · (∇ ∧ EL)

Nous avons défini ici le moment cinétique généralisé : Π = p− qAM + q
2mc2

S ∧ Ei

2.3 Types d’interactions contenues dans l’Hamiltonien
relativiste

Considérons que le potentiel vecteur du laser AL a la forme suivante :

AL(t, z) =
1

2
[Λ(t, z)eıkze−ıωLt + Λ∗(t, z)e−ıkzeıωLt]ex

Alors les champs magnétiques et électriques associés à l’impulsions laser sont :

BL(t, z) =∇ ∧AL (2.10)

=
ık

2
[Λ(t, z)eıkze−ıωLt − Λ∗(t, z)e−ıkzeıωLt]ey

+ [
∂

∂z
Λ(t, z)eıkze−ıωLt − ∂

∂z
Λ∗(t, z)e−ıkzeıωLt]ey

' ık
2

[Λ(t, z)eıkze−ıωLt − Λ∗(t, z)e−ıkzeıωLt]ey

EL(t, z) = − ∂

∂t
AL

=
1

2
[
∂

∂t
Λ(t, z)eıkze−ıωLt +

∂

∂t
Λ∗(t, z)e−ıkzeıωLt]ex

− 1

2
[ıωLΛ(t, z)eıkze−ıωLt + Λ∗(t, z)ıωLe

−ıkzeıωLt]ex

'− 1

2
[ıωLΛ(t, z)eıkze−ıωLt − Λ∗(t, z)ıωLe

−ıkzeıωLt]ex

La dépendance de EL et BL par rapport aux dérivées de l’enveloppe ∂
∂t

Λ(t, z) et ∂
∂z

Λ(t, z)
n’est négligeable que si :

| ∂
∂t

Λ(t, z)| << |ωLΛ(t, z)| (2.11)

| ∂
∂z

Λ(t, z)| << |kΛ(t, z)| (2.12)

L’équation 2.11 est vérifiée car pour une impulsion gaussienne de durée T=40 fs à λ=800
nm évoluant durant un temps t ≤ T, la dérivée temporelle de l’enveloppe vaut :

| ∂
∂t

Λ(t, z)| = 2 ∗ t
T 2
|Λ(t, z)| ≤ 5 ∗ 1013|Λ(t, z)| (2.13)

ωL|Λ(t, z)| = 2πc

λ
= 2 ∗ 1015|Λ(t, z)|

L’équation 2.12 est-elle vérifiée dans nos configurations expérimentales ? Pour la propa-
gation le long de l’axe optique d’un faisceau gaussien focalisé dont le waist évolue selon
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w(z) = w0

√
1 + ( 2z

kw2
0
)2, le champ électrique évolue en 1

w(z)
. Supposons que w0, le waist

minimal lorsque le faisceau est focalisé, vaille 70 µm.

k =
2π

λ
= 2 ∗ 1015m−1 (2.14)

| ∂
∂z

1

w(z)
| ≤ | 4z

k2w5
0

| = z1.2 ∗ 106m−1

L’hypothèse du waist lentement variable est bien justifiée pour l’atome d’hydrogène, où
z est de l’ordre du rayon de Bohr a0=0.5 nm, et plus généralement pour des échantillons
que nous étudions ayant des épaisseurs d’une dizaine de nanomètres. Dans ces échantillons
métalliques apparaît en plus l’effet de peau qui correspond à la décroissance exponentielle
du champ électromagnétique au delà de la surface de l’échantillon. La longueur caracté-
ristique de cette décroissance δ =

√
2

µ0ωσ
dépend de la conductivité du métal σ. Pour un

échantillon de Nickel, de conductivité 14, 3 × 106S.m−1, l’épaisseur de peau vaut 4.7 nm
pour un rayonnement de longueur d’onde λ = 800 nm. Il faut alors prendre en compte
la non-homogénéité du champ électrique ce qui fait apparaître d’autres phénomènes phy-
siques.

Afin de déterminer le type d’interactions à prendre en compte, nous souhaitons effectuer un
développement limité de l’exponentielle e±ıkz dans l’équation 2.10. En effet, dans l’atome
d’Hydrogène, le terme kz a pour ordre de grandeur :

kz =
2πz

λ
' 2πa0

λ
<< 1 (2.15)

En effectuant un développement de l’exponentielle e±ıkz, nous obtenons donc :

AL(t, z) =
1

2
[Λ(t, z)e−ıωLt + Λ∗(t, z)eıωLt + Λ(t, z)ıkze−ıωLt − ıkzΛ∗(t, z)eıωLt + o(kz)]ex

(2.16)

= AL(t, 0) +
1

2
[Λ(t, z)ıkze−ıωLt − ıkzΛ∗(t, z)eıωLt + o(kz)]ex

Par ailleurs, le moment cinétique généralisé Π se réécrit :

Πxz =
1

2
[Πxz − xΠz] +

1

2
[Πxz + xΠz] =

1

2
L′y +

1

2
[Πxz + xΠz] (2.17)

En limitant le développement de AL(t, z) à l’ordre un en kz, nous reconnaissons trois
termes dans Π ·AL :

Π ·AL(t, z) = Π ·AL(t, 0) +
1

2
L ·BL(t, 0) +

1

2
[pxz + xpz]AL(t, 0) + o(kz) (2.18)

Interaction dipolaire électrique

Le terme Π · AL(t, 0) correspond à l’interaction dipolaire électrique. Cette écriture est
plus explicite dans la jauge de Göppert-Mayer. Néanmoins par la définition de Π, nous
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obtenons les règles de sélection dipolaires électriques pour ce terme :

< Ψf | − q

m
ΠzAL(t, 0)|Ψi > = − q

m
AL(t, 0) < Ψf |[z,H0]|Ψi > (2.19)

= −qEf − Ei
m

AL(t, 0) < Ψf |z|Ψi >

< Ψf | − q

m
(Πx ± ıΠy)AL(t, 0)|Ψi > = − q

m
AL(t, 0) < Ψf |[x± ıy,H0]|Ψi >

= −qEf − Ei
m

AL(t, 0) < Ψf |x± ıy|Ψi >

Interaction dipolaire magnétique

Le terme L·BL(t, 0) correspond à l’interaction dipolaire magnétique qui s’écrit de manière
complète :

− q

2m
[L + 2S] ·BL(t, 0) (2.20)

Interaction quadrupolaire électrique

Le dernier terme de l’équation (2.18) correspond à l’interaction quadrupolaire électrique.
L’interaction s’écrit en fonction de l’element de matrice quadrupolaire électrique :

Hquadr =
∑
ij

qij
∂

∂xi
Ej (2.21)

qij =
1

2
[rirj − 1

3
δijr

2]

Nous pouvons également développer le terme [p ∧ S] · EL de l’Hamiltonien d’interaction
2.9 en fonction des types d’interactions :

− q

2m2c2
[p ∧ S] · EL =

−ıq~
2m2c2

EL(t, 0)[pzSy − Szpy]− ıq~ωL
2m2c2

BL(t, 0) · S (2.22)

Les contributions du premier terme dépendent de l’effet de pzSy − Szpy sur les orbitales
choisies. En fait les opérateurs p et S étant vectoriels, nous savons par le théorème de
Wigner-Eckhart que leur produit vectoriel génère une interaction de type vectoriel égale-
ment. D’après l’annexe A.8, l’interaction pzSy−Szpy sera alors du type dipolaire électrique.
Le deuxième terme, si nous considérions les variations du champ laser à l’échelle de la
longueur d’onde, contribuerait à l’interaction dipolaire magnétique.

En conclusion, dans les interactions Π · AL − q
2m2c2

[p ∧ S] · EL le fait de ne garder que
l’ordre zéro dans le développement en kz correspond à l’approximation dipolaire électrique.
Cette approximation se justifie si le déplacement des électrons est très inférieur à la
longueur d’onde. Prendre en compte la dépendance du champ électrique avec kz consiste
à considérer que la réponse du système est non-locale, ce qui permet notamment de
modéliser des phénomènes physiques tels que l’activité optique [41].
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2.4 Modèle à huit niveaux en champ magnétique faible

La base utilisée pour calculer les termes < Ψf | Hint | Ψi > est celle des orbitales de
l’atome d’Hydrogène en présence de couplage spin-orbite. L, J et S désignent le moment
orbital, le moment angulaire total et le moment de spin. s désigne le nombre quantique
associé à la valeur propre de S2. j désigne le nombre quantique associé à la valeur propre
de J2 où J = L + S. lz, jz et sz sont les nombres quantiques associés aux valeurs propres
des projections de L, J et S sur l’axe de quantification ez fixé par le champ magnétique.
Les huit niveaux considérés sont les suivants :



1
2
3
4
5
6
7
8


=



|n = 2, j = 1
2
, jz = −1

2
>

|n = 2, j = 1
2
, jz = +1

2
>

|n = 3, j = 1
2
, jz = −1

2
>

|n = 3, j = 1
2
, jz = +1

2
>

|n = 3, j = 3
2
, jz = −3

2
>

|n = 3, j = 3
2
, jz = −1

2
>

|n = 3, j = 3
2
, jz = 1

2
>

|n = 3, j = 3
2
, jz = 3

2
>


(2.23)

Ces niveaux énergétiques sont illustrés dans la figure 2.1.

2s, j=1/2

3p, j=1/2

-3.4096 eV

3p, j=3/2

-1/2 1

2

3
4

5

6

7

+3/2

+1/2

-1/2

-3/2

+1/2
-1/2

+1/2

8

Numéro associé
 au niveauValeur de JzValeur de n, L

 et J

Energie

-1.51541 eV

-1.51540 eV

2/3µ
B
Bz

4/3µ
B
Bz

2µ
B
Bz

Fig. 2.1 – Niveaux de structure fine de l’atome d’hydrogène considérés et levée de dégé-
nérescence Zeeman due au champ magnétique.
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La différence d’énergie entre les niveaux 2s1/2 et 3p1/2 vaut 1.89 eV. Pour un champ
magnétique de 0.05 Teslas, la différence d’énergie entre les sous-niveaux Zeeman est de :

|4
3
µBBz| = 3.8642 ∗ 10−6eV (2.24)

|2
3
µBBz| = 1.9321 ∗ 10−6eV

|2µBBz| = 5.7963 ∗ 10−6eV

Au vu des ordres de grandeur donnés en annexe A.6, nous ne considérerons pas tous les
termes de l’Hamiltonien 2.9. Nous prendrons seulement en compte les termes d’interaction
suivants :

Hint =− q

m
p ·AL (2.25)

+
q2

m
AM ·AL

− q2

2m2c2
[S ∧ Ei] ·AL

− q

2m2c2
[p ∧ S] · EL

Pour calculer l’effet des opérateurs P, R et S nous utiliserons la décomposition de la base
2.23 sur la base des harmoniques sphérique Y, des fonctions radiale R et des fonctions de
spin χ [76] :



1
2
3
4
5
6
7
8


=



R2,0Y
0

0 χ−
R2,0Y

0
0 χ+√

1
3
R3,0Y

0
1 χ− −

√
2
3
R3,0Y

−1
1 χ+√

1
3
R3,0Y

0
1 χ+ −

√
2
3
R3,0Y

1
1 χ−

R3,0Y
−1

1 χ−√
2
3
R3,0Y

0
1 χ− +

√
1
3
R3,0Y

−1
1 χ+√

2
3
R3,0Y

0
1 χ+ +

√
1
3
R3,0Y

1
1 χ−

R3,0Y
1

1 χ+


(2.26)

Pour un laser polarisé circulairement dans le plan perpendiculaire au champ magnétique
statique B selon ex+ıey (noté σ+), détaillons la contribution du champ εe−ıωLt écrite dans
la base 2.23. Les éléments de matrice non-nuls sont divisés en quatre lignes correspondant
aux quatre termes d’interaction de l’équation A.18 du 1er au 4e dans le même ordre.
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Hσ+ =



0 0 0 0 id. 0 id. 0
0 0 0 0 0 0 0 id.
0 0 0 0 0 0 0

−1.05 ∗ 10−13ε/ωL
+3.23 ∗ 10−18Bε/ωL

+0 0 0 0 0 0 0 0
+0
0 0 0 0 0 0 0 0
0 0 0 0 0 0 0 0

−7.43 ∗ 10−14ε/ωL
+2.28 ∗ 10−18Bε/ωL
+5.89 ∗ 10−19ε/ωL 0 0 0 0 0 0 0

+6.73 ∗ 10−35ε
−1.29 ∗ 10−13ε/ωL

+3.95 ∗ 10−18Bε/ωL
0 −4.74 ∗ 10−19ε/ωL 0 0 0 0 0 0

+4.12 ∗ 10−35ε



(2.27)

Pour un laser polarisé σ− dans le plan perpendiculaire au champ magnétique statique
B selon ex − ıey, la contribution εe−ıωLt correspond, avec le même ordre d’écriture que
précédemment, à :

Hσ− =



0 0 0 0 id. 0 0 0
0 0 id. 0 0 id. 0 0
0 −1.05 ∗ 10−13ε/ωL 0 0 0 0 0 0

−3.23 ∗ 10−18Bε/ωL
+1.37 ∗ 10−19ε/ωL

+6.73 ∗ 10−35ε
0 0 0 0 0 0 0 0

−1.29 ∗ 10−13ε/ωL 0 0 0 0 0 0 0
+3.95 ∗ 10−18Bε/ωL
−4.74 ∗ 10−19ε/ωL

+4.12 ∗ 10−35ε
0 −7.43 ∗ 10−14ε/ωL 0 0 0 0 0 0

+2.28 ∗ 10−18Bε/ωL
+1.94 ∗ 10−19ε/ωL

+0
0 0 0 0 0 0 0 0
0 0 0 0 0 0 0 0



(2.28)

Les transitions autorisées pour un laser polarisé circulairement σ+ correspondent à une
transition où jz augmente d’une unité : 1-4, 1-7 et 2-8. Les transitions autorisées pour
un laser polarisé circulairement σ− relient les niveaux tels que jz diminue d’une unité :
1-5, 2-3 et 2-6. Elles sont schématisées dans la figure 2.2. Nous constatons que chaque
transition correspond simultanément à une variation de lz et de sz. Dans le système en
champ fort, au contraire, la transition issue de Π ·AL fera varier soit lz soit sz mais pas
les deux nombre quantiques simultanément.
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2s, j=1/2

3p, j=1/2

3p, j=3/2

σ + σ −

Valeur de jz  Numéro du niveau :

+3/2  8
+1/2  7
-1/2  6
-3/2  5

+1/2  4
-1/2  3

+1/2  2

-1/2  1

Fig. 2.2 – Transitions pour un laser polarisé circulairement. En rouge, les transitions
σ+, en bleu, les transitions σ− et en vert les huit niveaux considérés pour notre modèle.
L’échelle des énergies n’est pas respectée pour une meilleure lisibilité.

L’effet magnéto-optique sera dû à la différence d’absorption entre les polarisations cir-
culaires σ+ et σ−. Cette grandeur dépendra des populations initiales des niveaux, du
désaccord du laser par rapport aux transitions et des éléments de la matrice d’interaction.

2.5 Modèle à huit niveaux en champ magnétique fort

La base utilisée pour calculer les termes < Ψf | Hint | Ψi > est celle des orbitales de
l’atome d’Hydrogène en présence d’un champ magnétique statique fort ce qui signifie que
l’interaction Zeeman est importante devant le couplage spin-orbite. Les niveaux énergé-
tiques considérés sont les suivants :

I
II
III
IV
V
V I
V II
V III


=



R2,0Y
0

0 χ−
R2,0Y

0
0 χ+

R3,0Y
−1

1 χ−
R3,0Y

0
1 χ−

R3,0Y
1

1 χ−
R3,0Y

−1
1 χ+

R3,0Y
0

1 χ+

R3,0Y
1

1 χ+


(2.29)

Ces niveaux énergétiques sont schématisés dans la figure 2.3.

La différence d’énergie entre les niveaux 2s et 3p vaut 1.8897 eV. Pour un champ magné-
tique de 1 Tesla, la différence d’énergie entre les sous-niveaux Zeeman est de :
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2s-3.4015 eV

3p

-1/2 I

II

III

IV

V, VI

VII

+1/2

+1/2

-1/2,

-1/2

-1/2

+1/2

VIII

Numéro
 du niveau

Valeurs de
Lz   et   Sz

Valeur
 de n, L
 

Energie

-1.5118 eV

-2µBBz+ES.O.

+µBBz

1

0

+1
-1 +1/2

-1

0-µBBz

0-ES.O.

µBBz

+2µBBz+ES.O.

-µBBz

0

0

Fig. 2.3 – Niveaux Zeeman de l’atome d’hydrogène considérés avec leur déplacement dû
au couplage spin-orbite.

2|µBBz|+ Es.o. = 1.20 ∗ 10−4eV (2.30)
|µBBz| = 5.79 ∗ 10−5eV

−2|µBBz|+ Es.o. = −1.11 ∗ 10−4eV

Es.o. = 4.44 ∗ 10−6eV

Nous écrivons l’Hamiltonien d’interaction comme à la section précédente A.18. Dans la
jauge de Coulomb, pour un laser polarisé σ+ dans le plan perpendiculaire au champ
magnétique statique BM , la contribution de l’amplitude ε du champ électrique oscillant à
e−ıωLt correspond à :
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Hσ+ =



0 0 0 0 id. 0 id. 0
0 0 0 0 0 0 0 id.
0 0 0 0 0 0 0 0
0 0 0 0 0 0 0 0

−1.29 ∗ 10−13ε/ωL
+3.95 ∗ 10−18Bε/ωL
−1.67 ∗ 10−19ε/ωL 0 0 0 0 0 0 0

+4.1 ∗ 10−35ε
0 0 0 0 0 0 0 0
0

+0
2.37 ∗ 10−19ε/ωL 0 0 0 0 0 0 0
+5.83 ∗ 10−35ε

−1.29 ∗ 10−13ε/ωL
+3.95 ∗ 10−18Bε/ωL

0 +1.67 ∗ 10−19ε/ωL 0 0 0 0 0 0
−4.1 ∗ 10−35ε



(2.31)

Pour un laser polarisé σ− dans le plan perpendiculaire au champ magnétique statique
BM , la contribution εe−ıωLt correspond à :

Hσ− =



0 0 id. 0 0 0 0 0
0 0 0 id. 0 id. 0 0

1.29 ∗ 10−13ε/ωL
−3.95 ∗ 10−18Bε/ωL 0 0 0 0 0 0 0
−1.67 ∗ 10−19ε/ωL

+4.1 ∗ 10−35ε
0 0 0 0 0 0 0 0

+0
−2.37 ∗ 10−19ε/ωL
−5.83 ∗ 10−35ε

0 0 0 0 0 0 0 0
0 1.29 ∗ 10−13ε/ωL

−3.95 ∗ 10−18Bε/ωL 0 0 0 0 0 0
+1.67 ∗ 10−19ε/ωL
−4.1 ∗ 10−35ε

0 0 0 0 0 0 0 0
0 0 0 0 0 0 0 0



(2.32)

Les transitions autorisées pour un laser polarisé circulaire + relient les niveaux I-VI, I-VII
et II-VIII. les transitions autorisées pour un laser polarisé circulaire - relient les niveaux
I-III, II-IV et II-VI. Elles sont schématisées à la figure A.7.

Nous avons choisi un système de huit niveaux discrets dans lequel un champ magnétique
statique et le couplage spin-orbite interviennent. Une perspective de cette approche est
de modéliser simplement l’effet du champ d’échange dans un matériaux ferromagnétique.
Dans les matériaux ferromagnétiques les champs de Weiss sont de l’ordre de 106 à 107 Oers-
teds [12]. Ils sont dus à l’interactions d’échange entre électrons qui a été formalisée pour la
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1, +1/2

σ −σ +

0, +1/2

1, -1/2 -1, +1/2

0, -1/2

-1, -1/2

0, -1/2

0, +1/2

3p

2s

hω0
=1.89 eV

Fig. 2.4 – Transitions pour un laser polarisé circulairement. En rouge, les transitions σ+,
en bleu, les transitions σ−.

première fois par Heisenberg. Notre modèle très simple à un électron ne pourra donc que
difficilement nous renseigner sur la réponse magnétique d’un système ferromagnétique. Il
nous permettra en revanche de modéliser simplement la réponse magnéto-optique non-
linéaire.

Dans ce système, seules les transitions I-VII et II-IV génèrent un retournement des spins.
Ce système permet en particulier d’étudier l’effet sur la dynamique de spin des termes re-
lativistes issus du couplage spin-orbite. Dans ce système au second ordre de perturbation,
des populations et des cohérences seront créées pour la matrice densité qui génèreront au
troisième ordre de perturbation des cohérences. Nous n’avons pas considéré jusqu’à pré-
sent les transitions dipolaires électriques de type π qui interviennent si pompe ou sonde
possèdent une composante de polarisation parallèle à l’aimantation.

2.6 Effet magnétique

La procédure expérimentale permettant de mesurer la contribution des spins à l’aiman-
tation en éliminant la contribution du moment orbital, consiste à soustraire le signal
magnéto-optique obtenu pour deux champs magnétiques de signe opposés :

SMO = S+B − S−B (2.33)

Cette approche est valable lorsque le signal peut être développé au premier ordre en B,
c’est à dire que le champ magnétique est faible. Nous avons différencié le signal magnéto-
optique par rapport à B dans les deux cas présentés précédemment. Dans la mesure où
nous considérons que la dégénerescence des niveaux est levée par l’effet Zeeman, l’effet
du champ magnétique sera de changer l’énergie des différents niveaux comme indiqué sur
les schémas ci-dessous. Par ailleurs, l’interaction entre le laser et le potentiel vecteur du
champ magnétique statique appliqué change également de signe avec B.
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Fig. 2.5 – Niveaux de l’atome d’hydrogène en champ magnétique faible. Sur la figure de
gauche : B>0, sur la figure de droite : B<0.
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Fig. 2.6 – Niveaux de l’atome d’hydrogène en champ magnétique fort. Sur la figure de
gauche : B>0, sur la figure de droite : B<0.

2.7 Dynamique de J, L et S

Le but de ce travail est également de comparer le signal magnéto-optique calculé à la
dynamique de l’aimantation. Dans le cas de notre modèle en champ faible, nous nous
intéresserons à la dynamique de J, L et S. La dynamique de la valeur moyenne de J à
l’ordre (i) sera calculée par l’expression :

< J(i) > (t, τ) = Tr[ρ(i)(t, τ)J] (2.34)
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Les dynamiques des valeurs moyennes de L et S seront calculées par les expressions
dépendant de la matrice de passage U entre la base où L et S sont couplés et la base où
L et S sont découplés :

< L(i) > (t, τ) = Tr[U−1ρ(i)(t, τ)UL] (2.35)

< L2(i) > (t, τ) = Tr[U−1ρ(i)(t, τ)UL2]

< S(i) > (t, τ) = Tr[U−1ρ(i)(t, τ)US]

< S2(i) > (t, τ) = Tr[U−1ρ(i)(t, τ)US2]

Dans le cas du modèle en champ fort, nous calculerons la dynamique de L et S sans avoir
recours à la matrice de passage :

< L(i) > (t, τ) = Tr[ρ(i)(t, τ)L] (2.36)

< S(i) > (t, τ) = Tr[ρ(i)(t, τ)S]

Nous avons ainsi accès à la dynamique du moment orbital, du spin et du moment total
aux ordres un, deux et trois en perturbation.
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Chapitre 3

Modélisation des signaux
magnéto-optiques cohérents dans deux
configurations de mélange à quatre
ondes

Dans ce chapitre je présenterai le formalisme de Liouville pour calculer la réponse de
la matrice densité à l’ordre trois en perturbation. J’appliquerai cette approche à deux
configurations expérimentales : la technique pompe-sonde et la configuration en réseau
transitoire à trois impulsions. Enfin, je détaillerai le calcul de la rotation et de l’ellipticité
mesurées expérimentalement.

3.1 Equations d’évolution de la matrice densité

Cette section a été rédigée avec les références bibliographiques [77], [78] et [79].

3.1.1 Méthode

Nous étudierons l’évolution temporelle de la matrice densité d’un système dont l’Ha-
miltonien non perturbé s’écrit H0 et l’interaction avec un champ électrique laser −V ·
Elaser. Cette évolution obéit à l’équation de Liouville quantique aussi appelée equation de
Liouville-Von Neumann :

ı∂tρ =
1

~
[
H0 −V · Elaser, ρ

]
(3.1)

Nous supposerons dans la suite que seul le système à huit niveaux est couplé au rayonne-
ment et que l’effet du bain thermique sera d’introduire des mécanismes de relaxation des
populations et des cohérences. L’équation d’évolution pour la matrice densité est alors la
suivante :

ı∂tρ =
1

~
[
H0 −V · Elaser, ρ

]
+ ı∂tρ

∣∣
relaxation

(3.2)
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Le terme de relaxation du système par interaction avec le bain environnant sera modélisé
par :

ı∂tρnm
∣∣
relaxation

=
− ı
Tnm

(ρnm − ρ(0)
nm) si n 6= m

− ı
T1

(ρnm − ρ(0)
nm) si n = m

(3.3)

Ici ρ(0)
nm représente l’élément de matrice densité à l’équilibre. D’après l’appendice B, cette

approche qui consiste à choisir le même taux de relaxation longitudinal pour toutes les
transitions, correspond au cas le plus simple : l’approche "uni-niveau" . L’équation d’évo-
lution de la matrice densité se réécrit en définissant ωnm = En−Em

~ et vi la projection de
V selon le vecteur unitaire ei :

(ı∂t − ωnm +
ı

Tnm
)(ρnm(t)− ρ(0)

nm) = −Ei(t)
~

∑
l

[vinlρlm − ρnlvilm] (3.4)

Calculons l’évolution de la matrice densité par la méthode des perturbations. Pour cela
développons ρ en puissances de la perturbation V · Elaser :

ρ = ρ(0) + ρ(1) + ρ(2) + ρ(3) + . . . (3.5)

ρ(N) contient la perturbation V ·Elaser à l’ordre N : égalisons dans l’équation d’évolution
les termes de même ordre :

(ı∂t − ωnm +
ı

Tnm
)ρ(N>0)
nm (t) = −Ei(t)

~
∑
l

[vinlρ
(N−1)
lm − ρ(N−1)

nl vilm] (3.6)

Rappelons quelques propriétés des transformées de Fourier où Θ(t) désigne la fonction de
Heaviside :

TF [ρ(t)] =

∫ +∞

−∞
ρ(t)e−ıωtdt = ρ(ω) (3.7)

IF [ρ(ω)] =
1

2π

∫ +∞

−∞
ρ(ω)eıωtdω = ρ(t)

TF [ı
∂

∂t
ρ(t)] =

∫ +∞

−∞
ı
∂

∂t
ρ(t)e−ıωtdt = −ωρ(ω)

IF [
−1/~

−ω + ξ + ı
T2

] =
ı

~
e
ıξt− t

T
ij
2 Θ(t) = F ξ,ij

2 (t)

Nous obtenons alors l’expression de la matrice densité dans l’espace des fréquences :

ρ(N>0)
nm (ω) =

−1/~
−ω − ωnm + ı

Tnm

TF
(
Ei(t)

∑
l

[vinlρ
(N−1)
lm − ρ(N−1)

nl vilm]
)

(3.8)

Par transformée de Fourier inverse nous en déduisons l’évolution temporelle de la matrice
densité :

ρ(N>0)
nm (t) =

ı

~
e(−ıωnmt− t

Tnm
)Θ(t)⊗

(
Ei(t)

∑
l

[
vinlρ

(N−1)
lm − ρ(N−1)

nl vilm
])

(3.9)

De manière itérative, nous pouvons finalement remonter à l’évolution de la matrice densité
à tout ordre en partant de l’ordre 0.
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3.1.2 Application au cas du système à huit niveaux.

Nous considérerons par la suite une impulsion linéairement polarisée selon ex. Les termes
d’interaction sont définis dans la base des polarisations circulaires (σ+, σ−)=(ex + ıey,
ex − ıey). L’Hamiltonien d’interaction prend alors la forme suivante :

V · E =
1

2
[vσ+Ex + vσ−Ex]

Rappelons l’écriture d’une impulsion de champ électrique réelle :

E(t) =
1

2
[ε(t, τ)eık·re−ıωLt + ε∗(t, τ)e−ık·reıωLt]ex

τ représente un éventuel délai par rapport à d’autres impulsions. Nous l’utiliserons ulté-
rieurement pour définir le délai entre une impulsion pompe et une impulsion sonde. La
forme de l’impulsion (Gaussienne, Lorentzienne, pic de Dirac, etc ) est comprise dans ε.
Dans nos modélisations, nous avons choisi l’impulsion gaussienne de durée d :

ε(t, τ) = E0e
−( t−τ

d
)2

Appliquons la méthode présentée ci-dessus aux systèmes à huit niveaux en omettant
toutefois l’exposant correspondant à l’ordre afin d’alléger les équations. A gauche du
signe "=" la matrice densité est écrite à l’ordre (N+1) et à droite du signe "=" la matrice
densité est écrite à l’ordre (N).

Soit 8 ≥ n > m ≥ 1 :

(ı∂t − ωnm +
ı

Tnm
)∆nnm(t) =− Ex(t)

~
∑
l

[vnlρlm − ρnlvlm] (3.10)

(ı∂t +
ı

T1

)∆nnm(t) =− Ex(t)

~
∑
l

[vnlρln − ρnlvln − vmlρlm + ρmlvlm]

Ici, nous avons défini la différence de population ∆nnm = ρnn−ρmm. La dernière équation
nécessaire au calcul de l’évolution de ρ est donnée pour chaque ordre i>0 par Tr(ρ(i)) = 0
afin de toujours conserver Tr(ρ) = 1. A tout ordre, nous effectuons un changement de
variable prenant en compte la pulsation du laser notée ωL. ρ̃ désigne l’enveloppe lentement
variable pour n ≥ 3 et m ≤ 2 :

ρ̃nm(t) = ρnm(t)eıωLt

En injectant dans l’équation précédente le changement de variable, puis l’expression du
champ électrique et en ne gardant finalement que les termes lentement variables, nous
obtenons une expression à laquelle nous appliquons les propriétés de la transformée de
Fourier. Notons E={3,4,5,6,7} l’ensemble des indices correspondant aux niveaux excités
et F={1,2} les indices correspondant aux deux niveaux fondamentaux. Supposons n>m.

L’évolution des cohérences s’écrit :
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Si n ∈ E et m ∈ F :

ρ̃nm(t) = ı
2~e

ı(ωL−ωnm)t− t
Tnm Θ(t)⊗ [

∑
l≤2 vnlρlmε−

∑
l≥3 ρnlvlmε]

Si (n,m) ∈ E2 :

ρnm(t) = ı
2~e
−ıωnmt− t

Tnm Θ(t)⊗ [
∑

l≤2 vnlρ̃lmε− ρ̃nlvlmε∗]

Si (n,m) ∈ F 2 (i.e. n=2 et m=1) :

ρ21(t) = ı
2~e
−ıω21t− t

T21 Θ(t)⊗ [
∑

l>=3 v2lρ̃l1ε
∗ − ρ̃2lεvl1]

L’évolution des différences de populations s’écrit :

Si n ∈ E et m ∈ F :

∆nnm(t) = ı
2~e
− t
T1 Θ(t)⊗ {∑l≤2 vnlρ̃lnε− ρ̃nlvlnε∗ − [

∑
l≥3 vmlρ̃lmε

∗ − ρ̃mlvlmε]}

Si (n,m) ∈ E2 :

∆nnm(t) = ı
2~e
− t
T1 Θ(t)⊗ [

∑
l≤2 vnlρ̃lnε− ρ̃nlvlnε∗ + vmlρ̃lmε

∗ − ρ̃mlvlmε]

Si (n,m) ∈ F 2 (i.e. n=2 et m=1) :

∆n21(t) = ı
2~e
− t
T1 Θ(t)⊗ {∑l>=3 v2lρ̃l2ε

∗ − ρ̃1lεvl1 − v1lρ̃l1ε
∗ + ρ̃1lεvl1}

En champ faible, pour une polarisation circulaire σ+ les éléments de la matrice d’in-
teraction non-nuls sont v82, v71, v41 et leurs complexes conjugués. Pour une polarisation
circulaire σ− les éléments de la matrice d’interaction non-nuls sont v62, v51, v32 et leurs
complexes conjugués.

En champ fort, pour une polarisation circulaire σ+ les éléments de la matrice d’interaction
non-nuls sont v82, v71, v51 et leurs complexes conjugués. Pour une polarisation circulaire
σ− les éléments de la matrice d’interaction non-nuls sont v62, v42, v31 et leurs complexes
conjugués.

3.2 Calcul de la matrice densité à l’ordre trois

L’écriture de la matrice densité à l’ordre trois est assez fastidieuse dans un système à
huit niveaux. Notre objectif dans cette section est de présenter le lien entre la direction
dans laquelle le signal est détecté, la fréquence de détection et le nombre de séquences
d’impulsions successives à considérer. Par exemple, nous avons vu dans le résumé de
ce travail qu’un signal pompe-sonde peut se diviser en trois séquences d’impulsions : le
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terme de population, le terme de pump-perturbed free induction decay et le terme de
pump-polarization coupling.

Afin de présenter ces notions nous nous contenterons d’un système à deux niveaux dans
l’espace de Liouville. Cette espace permet de définir les éléments de la matrice densité
sous forme de vecteur. Dans un système à deux niveaux ce vecteur est formé de quatre
elements classés dans l’ordre suivant :

|ρ >>= | ρ22 ρ11 ρ̃12 ρ̃21 > (3.11)

Définissons Ω(t), la matrice 4× 4 qui correspond à [−V ·EL, ρ] dans l’espace de Liouville.
Définissons également la matrice G(t) dans l’espace de Liouville, fonction de Green qui
va gouverner l’évolution de la matrice densité en prenant en compte les relaxations. Seuls
les elements diagonaux de G(t) sont non-nuls. Ils valent :

G11��11(t) = e
− t
T1 Θ(t) (3.12)

G22��22(t) = e
− t
T1 Θ(t)

G12��12(t) = e
−ıω12t− t

T2 Θ(t)

G21��21(t) = e
−ıω21t− t

T2 Θ(t)

Ainsi la matrice densité aux ordres un, deux et trois dans l’espace de Liouville s’écrit :

|ρ(1)(y) >> =
−ı
~

∫ y

t0

dtG(y − t)Ω(t)ρ(0)(t0) (3.13)

|ρ(2)(y′) >> =
−1

~2

∫ y′

t0

dyG(y′ − y)Ω(y)ρ(1)(y)

=

∫ y′

t0

∫ y

t0

dydtG(y′ − y)Ω(y)G(y − t)Ω(t)ρ(0)(t0)

|ρ(3)(y′′) >> =
ı

~3

∫ y′′

t0

dtG(y′′ − y′)Ω(y′)ρ(2)(y′)

=

∫ y′′

t0

∫ y′

t0

∫ y

t0

dy′dydtG(y′′ − y′)Ω(y′)G(y′ − y)Ω(y)G(y − t)Ω(t)ρ(0)(t0)

Changeons la variable de temps pour faire apparaître les délais :

τ1 = y − t (3.14)
τ2 = y′ − y
τ3 = y′′ − y′

Ainsi la première impulsion génère une évolution pendant τ1, puis la seconde impulsion
interagit τ1 femtosecondes après la première et génère une évolution du système pendant
τ2. Enfin, la troisième "arrive" après un délai τ2 suivant la seconde et génère une évolution
du système pendant τ3. A cet instant y′′ la matrice densité à l’ordre trois vaut :

|ρ(3)(y′′) >>=

∫ ∞
0

∫ ∞
0

∫ ∞
0

dτ1dτ2dτ3G(τ3)Ω(y′′ − τ3)G(τ2)Ω(y′′ − τ2 − τ3) (3.15)

×G(τ1)Ω(y′′ − τ1 − τ2 − τ3)ρ(0)(t0)
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Nous considérons un système dégénéré en fréquences, le signal est donc rayonné à la pul-
sation ωL des impulsions laser. Divisons Ω(t) en deux contributions Wε(t)e−ıωLt+ık·r +
W ∗ε∗(t)eıωLt−ık·r. La ie impulsion est caractérisée par son vecteur d’onde ki. Pour que
le signal ne soit pas négligeable à cause d’oscillations à la pulsation 2ωL les deux pre-
mieres interactions doivent obligatoirement contenir W (t)e−ıωLt+ık·r et W ∗(t)eıωLt−ık·r.
Cela implique que pour les deux premières impulsions seuls sont autorisés les vecteurs
d’onde +k2 − k1 ou −k2 + k1. Pour écrire la matrice densité à l’ordre trois, e nombre de
séquences temporelles d’impulsions non nulles à l’ordre trois est donc réduit à quatre :

|ρ(3)(y′′) >>=

∫ ∞
0

∫ ∞
0

∫ ∞
0

dτ1dτ2dτ3× (3.16)

[
G(τ3)W (y′′ − τ3)ε(y′′ − τ3)e−ıωL(y′′−τ3+τ1)+ık3r Contribution k3 + k2 − k1

×G(τ2)W (y′′ − τ2 − τ3)ε(y′′ − τ2 − τ3)eık2r

×G(τ1)W ∗(y′′ − τ1 − τ2 − τ3)ε∗(y′′ − τ1 − τ2 − τ3)e−ık1rρ(0)(t0)

+G(τ3)W ∗(y′′ − τ3)ε∗(y′′ − τ3)eıωL(y′′−τ3−τ1)−ık3r Contribution −k3 + k2 − k1

×G(τ2)W (y′′ − τ2 − τ3)ε(y′′ − τ2 − τ3)eık2r

×G(τ1)W ∗(y′′ − τ1 − τ2 − τ3)ε∗(y′′ − τ1 − τ2 − τ3)e−ık1rρ(0)(t0)

+G(τ3)W (y′′ − τ3)ε(y′′ − τ3)e−ıωL(y′′−τ3−τ1)ık3r Contribution k3 − k2 − k1

×G(τ2)W ∗(y′′ − τ2 − τ3)ε∗(y′′ − τ2 − τ3)e−ık2r

×G(τ1)W (y′′ − τ1 − τ2 − τ3)ε(y′′ − τ1 − τ2 − τ3)eık1rρ(0)(t0)

+G(τ3)W ∗(y′′ − τ3)ε∗(y′′ − τ3)eıωL(y′′−τ3+τ1)−ık3r Contribution −k3 − k2 + k1

×G(τ2)W ∗(y′′ − τ2 − τ3)ε∗(y′′ − τ2 − τ3)e−ık2r

×G(τ1)W (y′′ − τ1 − τ2 − τ3)ε(y′′ − τ1 − τ2 − τ3)eık1rρ(0)(t0)
]

Pour l’instant nous n’avons fixé que l’ordre temporel des vecteurs d’onde qui contribuent
de manière non nulle. Nous pouvons maintenant considérer trois impulsions comme indi-
qué dans l’équation 3.17. Chacune peut intervenir comme première, deuxième ou troisième
impulsion, il reste alors pour chaque configuration de vecteurs d’onde six possibilités d’or-
donner les trois impulsions.

Ea(t, τa) =
1

2
[εa(t, τa)e

ıka·re−ıωLt + ε∗a(t, τa)e
−ıka·reıωLt] (3.17)

Eb(t, τb) =
1

2
[εb(t, τb)e

ıkb·re−ıωLt + ε∗b(t, τb)e
−ıkb·reıωLt]

Ec(t, τc) =
1

2
[εc(t, τc)e

ıkc·re−ıωLt + ε∗c(t, τc)e
−ıkc·reıωLt]

3.3 Notion de réseau transitoire

Nous considérerons deux cas expérimentaux qui font intervenir la notion de réseau transi-
toire. Nous nous intéresserons d’abord à la méthode pompe-sonde, dans laquelle la pompe
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intervient à l’ordre deux et le signal est détecté dans la direction de la sonde. Nous évo-
querons ensuite une expérience à trois impulsions, l’une ayant un délai fixé par rapport
aux deux autres.

Le réseau transitoire est un phénomène qui se produit à l’ordre deux en perturbation :
les deux premiers champs ε(y′′ − τ1 − τ2 − τ3) suivi de ε∗(y′′ − τ2 − τ3) (ou leur complexe
conjugué) génèrent un réseau de population ∆n(2)(r, τ1 − τ2) équivalent à un réseau de
diffraction selon le vecteur d’onde −k2 + k1 (ou k2 − k1). Nous ne considérons que la
contribution des réseaux statiques (i.e. n’oscillant pas à 2ωL [80]). La troisième impulsion
effectue alors l’équivalent d’une diffraction de Bragg sur le réseau transitoire : elle est
diffractée dans la direction k3− k2 + k1 (ou k3 + k2− k1), tant que celui-ci existe, c’est-à-
dire pendant la durée de vie de la différence de populations ∆n(2)(r, τ1 − τ2).

Dans la figure 3.1 nous représentons la direction du faisceau diffracté selon kp + kt − kp
dans le cas d’une expérience pompe-sonde ; t désigne la sonde et p la pompe. La détection
du signal pompe-sonde a bien lieu dans la direction de la sonde puisque kt = kp + kt− kp.

kt-kp

kt  - kp

kP

kp   + kt    - kp

SondePompe

kt

Fig. 3.1 – La troisième impulsion diffracte sur un réseau de population d’ordre deux. Les
dégradés de gris représentent les variations de ∆n(2)(r).

3.4 Champ rayonné par un milieu non-linéaire fin et
peu absorbant

Considérons une impulsion ultra-courte dont le champ électrique s’écrit :

E(t) = ε(z, t)eık·z−ıωLt + ε∗(z, t)e−ık·z+ıωLt

Ce champ laser est à l’origine de polarisations linéaires et non-linéaires du matériau. Par
exemple dans une expérience pompe-sonde nous considérerons en particulier la polarisa-
tion non-linéaire résultant de l’ordre 3 de la matrice densité comme indiqué au chapitre
2. Ici V désigne le moment dipolaire du système étudié.

P(3)(t, τ) = Tr(ρ(3)(t, τ)V) (3.18)
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Le vecteur déplacement électrique D permet de prendre en compte la polarisation du
milieu P qui résulte du déplacement des charges liées. Le vecteur induction magnétique
H comprend l’aimantation M apparaissant avec des boucles de courants liés. La densité
de courant est notée j.

D = ε0E + P = ε0εrE = ε0(1 + χ)E (3.19)
B = µ0(H + M) = µ0µrH (3.20)
j = σE (3.21)

Les équations de Maxwell pour un milieu diélectrique quelconque relient le champ élec-
trique appliqué E, le "champ dans le matériau" D, le champ magnétique appliqué B et
le "champ" associé dans le matériau H, la densité de charges libres ρlibre et leur courant
associé jlibre :

∇ ∧H = jlibre +
∂

∂t
D (3.22)

∇ ∧ E = − ∂

∂t
B (3.23)

∇ ·D = ρlibre (3.24)
∇ ·B = 0 (3.25)

Injectons dans les équations de Maxwell la contribution linéaire et non-linéaire de la
polarisation P. χ(1) est une grandeur scalaire seulement si le matériau est isotrope.

D = ε0E + PL + PNL = ε0E + ε0χ
(1)E + PNL

L’équation de propagation des champs est obtenue en calculant ∇ ∧ (∇ ∧ E) :

∇ ∧ (∇ ∧ E) = −µ0µr
∂

∂t
jlibre − µ0µr

∂2

∂t2
D (3.26)

Pour un champ électrique transverse se propageant comme une onde plane :

∇ ∧ (∇ ∧ E) = ∇(∇ · E)−∆E = −∆E

En séparant la contribution linéaire et non-linéaire de P, l’équation de propagation 3.26
s’écrit :

−∆E +
1 + χ(1)

c2
µr
∂2

∂t2
E = −µ0µr

∂

∂t
jlibre − µ0µr

∂2

∂t2
PNL (3.27)

L’écriture de la propagation du champ linéaire :

−∆E = −µ0µrσ
∂

∂t
E− µrεr

c2

∂2

∂t2
E (3.28)

permet d’exprimer les indices optiques des axes propres du milieu anisotrope. Dans le
cas d’un milieu présentant un effet Faraday, ces indices complexes correspondent à la
propagation de deux ondes polarisées circulaires droite et gauche.
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Propagation du champ résultant de la réponse non-linéaire :

Nous poserons dans la suite µr = 1. Développons la polarisation à tous les ordres de
non-linéarité et selon toutes les directions de propagation [78], [79],[77] :

PNL(r, t) =
∑

n=2,3...

∑
s

P(n)(t)eıks·r−ıωst

Le vecteur d’onde ks et la pulsation ωs sont des combinaisons des pulsations incidentes
et des vecteurs d’onde dépendant de la géométrie de l’expérience :

ks = ±k1 ± k2 . . .± kn (3.29)

Supposons que la réponse linéaire est locale pour toutes les fréquences ωi, i.e. :

1 + χ(ωi) = n2
i (3.30)

ki =
ωj
c
nj

Nous cherchons une solution particulière de l’équation 3.26 de la forme suivante :

PNL(r, t) = P(n)
s (t)eıks·z−ıωst (3.31)

E(r, t) = Es(z, t)e
ık
′
s·z−ıωst

k
′

s =
ωs
c
ns

Ici k
′

s peut est différent de ks en fonction de la relation de dispersion du matériau et de
la géométrie de l’expérience. Appliquons l’hypothèse de l’enveloppe lentement variable
et supposons que la longueur caractéristique de variation spatiale est grande devant la
longueur d’onde :

| ∂
∂t
P(n)
s (z, t)| << |ωsP(n)

s (z, t)| (3.32)

| ∂
∂t
Es(z, t)| << |ωsEs(z, t)|

| ∂
∂z

Es(z, t)| << |k′sEs(z, t)|

D’où l’équation de propagation du champ rayonné par la polarisation non-linéaire :

−ık′s
∂

∂z
Es(z, t) = ω2

sµ0P(n)
s (t)eı(ks−k

′
s)·z (3.33)

En supposant que le champ Es rayonné est beaucoup moins intense que le champ incident,
la solution de l’équation 3.33 correspond à une croissance de Es(z, t) décrite par la fonction
sinus cardinal de la variable ∆ k·z

2
où ∆ k = ks−k′s. Si nous considérons que l’échantillon

est très fin, que ∆ k·z
2

<< π et que Es(0, t) = 0, alors :

Es(δz, t) =
ıδz

ε0n2
P(n)(t) (3.34)

Dans le cadre de notre modèle simple constitué de quelques niveaux de l’atome d’hydro-
gène, nous calculons la polarisation non-linéaire générée mais ne considérerons pas d’effet
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de propagation pour déterminer le champ électrique rayonné. Nous fixons donc arbitrai-
rement que le champ rayonné vaut E ≡ P. En fonction de la direction de propagation
ks et de la fréquence du rayonnement émis, du nombre d’impulsions incidentes et de leur
succession temporelle, un grand nombre de configurations expérimentales pour la mesure
du rayonnement à l’ordre trois existent : les expériences pompe-sonde, l’écho de photon
à deux ou trois impulsions, les expérience en configuration de "réseau transitoire", etc
. . . Nous considérerons dans la suite, les expériences pompe-sonde et en configuration de
"réseau transitoire" à trois faisceaux.

3.5 La configuration pompe-sonde

3.5.1 Origine des différents termes pour la polarisation non-linéaire
pompe-sonde

Nous avons vu dans la partie précédente que nous pouvons calculer ρ(3) temporellement
puis nous avons détaillé la polarisation du matériau P(3) et son lien avec le champ rayonné
E(3). Détaillons maintenant l’effet des deux champs électriques pompe et sonde. L’indice
t signifiera "sonde" et l’indice p signifiera "pompe". La pompe est fixe dans le temps et
la sonde décalée d’un délai τ :

Et(t, τ) = εt(t− τ)eıkt·r−ıωLt + ε∗t (t− τ)e−ıkt·r+ıωLt (3.35)
Ep(t) = εp(t)e

ıkp·r−ıωLt + ε∗p(t)e
−ıkp·r+ıωLt

k

k

sonde

pompe

τ

détecteur

échantillon

Afin d’obtenir la matrice densité d’ordre trois qui correspond à une polarisation se propa-
geant selon le vecteur d’onde de la sonde kt, plusieurs combinaisons d’un nombre impair
de champs sont possibles. Le vecteur d’onde ks de la polarisation linéaire ou non-linéaire
résultante peut s’écrire :

ks = kt (3.36)
ks = kt − kt + kt (3.37)
ks = kt − kp + kp (3.38)

L’équation (3.36) correspond à un effet linéaire. En normalisant le signal différentiel,
elle est en principe éliminée. L’équation (3.37) correspond à un effet d’ordre trois dû à
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l’impulsion sonde. Ce terme est plus faible que les effets de la pompe et il disparaît sous
l’effet de la mesure différentielle. Ce sont les combinaisons temporelles des vecteurs d’onde
de l’équation (3.38) qui correspondent à l’effet non-linéaire prédominant. En se reportant
à l’écriture de la réponse à l’ordre trois en terme de vecteur de Liouville, ces combinaisons
temporelles sont :
1ère impulsion 2e impulsion 3e impulsion Nom du terme

kp −kp kt Terme de population
−kp kp kt
−kp kt kp Pump polarization coupling
kt −kp kp Pump perturbed free induction decay

Ces trois situations physiques ont été formalisées par Brito-Cruz et al. [15]. Nous appel-
lerons "cohérents" les termes de "Pump-perturbed free induction decay" et de "pump-
polarization coupling" car dans ces termes, un réseau transitoire non-nul est produit par
les deux premières impulsions. Le calcul analytique de ces trois termes dans le cas d’im-
pulsions de Dirac est détaillé en annexe, ci-dessous sont rappelés les principaux résultats :

Contribution du terme de population

Ce terme désigne la somme des combinaisons de champs εp(t1)ε∗p(t2 ≥ t1)εt(t3 ≥ t2) et
ε∗p(t1)εp(t2 ≥ t1)εt(t3 ≥ t2). Il est maximal pour des délais pompe-sonde positifs et décroît
exponentiellement pendant la durée T1.

Contribution du terme de "pump-perturbed free induction decay" noté PP-
FID

Ce terme désigne la combinaison de champs εt(t1)ε∗p(t2 ≥ t1)εp(t3 ≥ t2). Il fait intervenir la
fonction de Heavyside Θ(−τ) qui montre que dans le cas d’impulsions de Dirac, seules les
contribution de τ < 0 sont non-nulles. La durée de ce terme dépend de T2, de la durée des
impulsions et du désaccord de la pulsation laser par rapport aux transitions du système
considéré.

Contribution du terme de "pump polarization coupling" noté PPC

Ce terme désigne la combinaison de champs ε∗p(t1)εt(t2 ≥ t1)εp(t3 ≥ t2). Dans le cas d’im-
pulsions de Dirac, ces termes ne peuvent être non-nuls que si τ = 0. Pour des impulsions
plus longues, la durée de ce terme dépend également de T2, de la durée des impulsions et
du désaccord de la pulsation laser par rapport aux transitions du système considéré.

3.5.2 Principe d’une mesure pompe-sonde.

Le champ électrique émis par l’échantillon dans la direction du faisceau sonde est la somme
du champ d’ordre trois et du champ d’ordre un. Ainsi, en négligeant le terme quadratique
en E(3), l’intensité mesurée sur le détecteur vaudra [77] :

I(τ) =

∫ +∞

−∞
|E(1)(t) + E(3)(t, τ)|2dt (3.39)

'
∫ +∞

−∞
|E(1)(t)|2dt+ 2

∫ +∞

−∞
<[E(1)(t) · E∗(3)(t, τ)]dt
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La mesure différentielle notée ∆I(τ) consiste à soustraire l’intensité mesurée lorsque le
faisceau pompe est coupé :

∆I(τ) = 2

∫ +∞

−∞
<[E(1)(t) · E∗(3)(t, τ)]dt

En normalisant cette quantité par l’intensité mesurée lorsque le faisceau pompe est coupé,
nous obtenons :

∆I(τ)

I(1)
=

2
∫ +∞
−∞ <[E(1)(t) · E∗(3)(t, τ)]dt∫ +∞

−∞ |E(1)(t)|2dt

3.5.3 Illustration numérique des termes pompe-sonde

Nous avons considéré l’intensité correspondant au champ rayonné avec une polarisation
selon ex et un désaccord nul par rapport à la transition 2s-3p. Les temps de relaxation
choisis sont T1 = 100fs, T2 = 10fs et la durée des impulsions pompe et sonde est de 10
fs. L’impulsion sonde est dix fois moins intense que l’impulsion pompe. Les courbes de la
figure 3.2 ont été obtenues avec le système à huit niveaux en champ fort B=1T. Pour les
trois termes pompe-sonde nous distinguons bien les trois zones temporelles : τ > 0, τ ≈ 0
et τ < 0.

-20 -10 0 10 20 30 40 50
-0,020

-0,015

-0,010

-0,005

0,000
  

∆Ι/Ι

Fig. 3.2 – Intensité calculée pour le terme de population et pour les termes cohérents : PP-
FID désigne le terme de "pump-perturbed free induction decay" et PPC signifie "pump-
polarization coupling".

3.6 La configuration en "réseau transitoire" à trois im-
pulsions

Cette technique a été développé en 1985 lors d’expériences novatrices de A. Weiner et al.
[81]. Ils ont montré que cette configuration permet d’atteindre une résolution meilleure
que la durée des impulsions pour distinguer entre élargissement homogène et élargissement
inhomogène des système étudiés.
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3.6.1 Description

Considérons trois impulsions notées a, b et c se succédant sur l’échantillon. Fixons les
instants d’arrivée τa = τ , τc = 0fs et τb = T = +300fs.

Ea(t, τ) =
1

2
[εa(t, τ)eıka·re−ıωLt + ε∗a(t, τ)e−ıka·reıωLt] (3.40)

Ec(t, 0) =
1

2
[εc(t, 0)eıkc·re−ıωLt + ε∗c(t, 0)e−ıkc·reıωLt]

Eb(t, T ) =
1

2
[εb(t, T )eıkb·re−ıωLt + ε∗b(t, T )e−ıkb·reıωLt]

La détection se fait dans deux directions ks = ka − kc + kb et k′s = −ka + kc + kb.
De la même manière que pour la configuration pompe-sonde, nous allons considérer les
combinaisons temporelles des trois champs Ea(t, τ), Ec(t, 0) et Eb(t, T ). Comme Ec(t, T )
est fixée comme étant la dernière impulsion, il existe quatre combinaisons.

Dans la direction ks = kb + ka − kc :

εb(T )εa(τ ≥ 0)ε∗c(0) (3.41)
εb(T )ε∗c(0)εa(τ ≤ 0) (3.42)

Dans la direction k′s = kc − ka + kb :

εb(T )ε∗a(τ ≥ 0)εc(0) (3.43)
εb(T )εc(0)ε∗a(τ ≤ 0) (3.44)

Les combinaisons temporelles des impulsions a et c correspondent à l’interaction de la
première et de la seconde impulsion. Elles génèrent une population qui dépend des co-
ordonnées d’espace : il s’agit d’un réseau de population d’ordre deux dans la direction
±(ka − kc). La troisième impulsion diffracte sur ce réseau transitoire et produit le signal
d’ordre trois détecté.

En fixant le délai T >> T2, Weiner et al. ont montré que les signaux mesurés dans cette
configuration sont symétriques par rapport au délai τ entre les deux premières impulsions
dans le cas d’un système homogène et que l’on observe un décalage temporel du signal
dans le cas d’un système ayant un élargissement inhomogène. L’élargissement homogène
désigne la largeur spectrale associée à une transition pour un atome. Il correspond au taux
de relaxation de la cohérence associée à ce niveau. Une augmentation de la température
pourra par exemple augmenter le couplage des cohérences avec le système extérieur et
donc renforcer son taux de relaxation.

L’élargissement inhomogène provient de l’étude de N atomes ayant des fréquences de
transitions légèrement différentes. Lorsque les N dipôles de ces atomes se déphasent les
uns par rapport aux autres, la cohérence globale est perdue. Elle peut être retrouvée dans
des configurations d’échos de photons en détectant l’instant où les dipôles se remettent
en phase après une séquence de deux impulsions excitatrices les ayant déphasés les uns
par raport aux autres.

Grâce à la configuration à trois impulsions, Weiner et al. ont également considéré l’effet
d’un système multi-niveaux et ont montré que cette structure génère des signaux similaires
aux systèmes ayant un élargissement homogène. En effet, un grand nombre de niveaux
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Fig. 3.3 – Trois impulsions se succèdent sur l’échantillon et génèrent un signal d’ordre
trois détecté dans les deux directions kb ± (ka − kc).

excités peut conduire à un déphasage instantané et donc à un signal correspondant à un
système homogène de T2 très court. Ils ont illustré leur approche par des mesures sur des
colorants tels que le "Nile Blue" et la rhodamine.

Cette configuration nous intéresse au niveaux expérimental, tout d’abord pour confirmer
la possibilité d’un signal magnéto-optique cohérent. Cependant, comme le temps de vie
des cohérences T2 dans un métal est inférieur à 10 fs [52], des mesures de dynamique
cohérente ultra-rapide nécessitent des impulsions ayant une durée de cet ordre là. Cette
configuration à trois impulsions est intéressante également pour les mesures de dynamiques
d’aimantation. En effet elle donne accès à l’ordre trois uniquement de la réponse non-
linéaire et non pas au terme d’interférences entre l’ordre un et l’ordre trois de la dynamique
magnéto-optique comme l’indique la formule 3.39. Ce type de mesures promet donc une
comparaison plus directe entre théorie et expérience.

3.6.2 Principe d’une mesure en configuration de réseau transi-
toire à trois faisceaux.

Le champ électrique émis par l’échantillon dans la direction k′s = kb ± (ka − kc) se
différencie du signal pompe-sonde parce qu’il ne fait pas intervenir le champ électrique
linéaire. Il correspond au terme quadratique en E(3), l’intensité mesurée sur le détecteur
vaudra :

I(τ, T ) =

∫ +∞

−∞
|E(3)(t, τ, T )|2dt (3.45)

La mesure différentielle notée ∆I(τ) correspond à la soustraction du signal lorsqu’un
faisceau est occulté. En négligeant les effets de diffusion ∆I(τ, T ) = I(τ, T ).
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3.6.3 Illustration numérique de la configuration de réseau tran-
sitoire à trois faisceaux.

Nous avons calculé l’intensité correspondant au champ rayonné avec une polarisation selon
ex et un désaccord de 0.08% par rapport à la transition 2sj=1/2 − 3pj=1/2. Les temps de
relaxation choisis sont T1=1350 fs, T2=10 fs et la durée des impulsions est de 50 fs. Les
impulsions sont polarisées selon ex. Les courbes ont été obtenues avec le système à huit
niveaux en champ faible B=0.05T.

Nous avons tracé le rapport du signal non-linéaire et du signal linéaire afin de pouvoir
comparer leurs ordres de grandeur :

I(τ, T )

I(1)
=

∫ +∞
−∞ |E(3)(t, τ, T )|2dt∫ +∞
−∞ |E(1)(t)|2dt

Intensité du terme cohérent

Nous avons tracé l’intensité mesurée dans les deux directions ±[k0 − kτ ] + kT dans le cas
où nous faisons varier le délai τ et où le délai T est fixe tel que T=500 fs.
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Τ

)|2 dt
/

|P
x(1

) (t)
|2 dt

I(t,T)/I(1)

Fig. 3.4 – Intensité rayonnée pour le terme cohérent. Elle est identique pour les deux
directions de propagation et pour ± B

Intensité du terme de populations

Nous avons tracé l’intensité mesurée dans les deux directions ±[k0 − kτ ] + kT dans le cas
où nous faisons varier le délai T et où le délai τ est fixe tel que τ=0 fs :
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Fig. 3.5 – Intensité rayonnée pour le terme de populations. Pour les deux directions de
propagation et à ± B, le signal est identique.

54



3.7 Modification de la polarisation du champ rayonné :
rotation et ellipticité

Nous considérons que la polarisation du champ électrique initiale c’est-à-dire avant l’échan-
tillon est définie dans le plan (ex, ey) :

E0 =
E0
x

E0
y

0
(3.46)

Sous l’effet d’une seule impulsion, à l’ordre 1 en perturbation, nous noterons P(1)(t) la
polarisation du matériau et E(1)(t) le champ rayonné :

E(1)(t) ≡ P(1)(t) =
P

(1)
x (t) P

1)
σ+(t) + P

(1)
σ− (t)

P
(1)
y (t) = 1

2
P

(1)
σ+ (t)− P (1)

σ− (t)
0 0

(3.47)

Fig. 3.6 – Rotation magnéto-optique linéaire de la polarisation du champ électrique
rayonné par un atome d’hydrogène soumis à un champ magnétique statique. Seul l’atome
modifie la polarisation.

La polarisation d’ordre 3 est notée P(3)(t, τ). Elle est associée au champ rayonné E(3)(t, τ) :

E(3)(t, τ) ≡ P(3)(t, τ) =
P

(3)
x (t, τ) P

3)
σ+(t, τ) + P

(3)
σ− (t, τ)

P
(3)
y (t, τ) = 1

2
P

(3)
σ+ (t, τ)− P (3)

σ− (t, τ)
0 0

(3.48)
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Fig. 3.7 – Rotation magnéto-optique non-linéaire : l’impulsion pompe intervient dans la
modification de la polarisation.

3.7.1 Approche géométrique de la rotation et de l’ellipticité

La manière la plus générale d’écrire la polarisation d’une onde électromagnétique E est
la suivante [82] :

E =

(
A1 cos(ωt− k · r− φ1)
A2 cos(ωt− k · r− φ2)

)
(3.49)

Introduisons le retard de phase : Φ = φ2 − φ1. Ainsi les coordonnées de E obéissent à
l’équation de l’ellipse :

Ex
A1

+
Ey
A2

− 2ExEy
A1A2

cos(φ) = sin(φ)2

La polarisation de E est totalement caractérisée par les trois paramètres (A1, A2, φ). Un
autre triplet de paramètres est plus commode pour calculer la rotation et l’ellipticité : il
s’agit des demi-axes de l’ellipse (a,b) et de son angle d’inclinaison α par rapport à l’axe
ex comme indiqué sur la figure 3.8.

Pour relier (A1, A2, φ) à (a, b, α), écrivons la conservation de l’intensité lumineuse :

I = A2
1 + A2

2 = a2 + b2 (3.50)

En écrivant l’équation de l’ellipse dans les bases (X,Y) et (x,y) et en définissant le rapport
des amplitudes des champs :

tan(γ) =
A2

A1

(3.51)

e = tan(ε) = ± b
a

(3.52)

Le signe de l’ellipticité e permet de définir le sens de la polarisation : droite ou gauche,
dont la définition est rappelée ci-dessous :
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Fig. 3.8 – Définition géométrique de la rotation α et de l’ellipticité ε.

Polarisation circulaire ou elliptique droite : Dans le plan perpendiculaire à la pro-
pagation, le champ électrique effectue un trajet dans le sens horaire lorsque l’observateur
regarde en direction de la source. Alors 0 < e ≤ 1 et 0 < ε ≤ π

4
.

Polarisation circulaire ou elliptique gauche : Dans le plan perpendiculaire à la propa-
gation, le champ électrique effectue un trajet dans le sens anti-horaire lorsque l’observateur
regarde en direction de la source. Alors −1 ≤ e < 0 et −π

4
≤ ε < 0.

Nous obtenons l’expression de l’angle ε associé à l’ellipticité :

sin(2ε) =
2A1A2 sinφ

I
(3.53)

cos(2ε) =
1

I
[I2 − 4A2

1A
2
2 sinφ2]1/2

La rotation α s’écrit :

sin[2α] =
2A2A1 cos(φ)√

I2 − 4A2
2A

2
1 sin(φ)2

(3.54)

cos[2α] =
A2

1 − A2
2√

I2 − 4A2
2A

2
1 sin(φ)2

Comme les fonctions arccos et arcsin ne sont définies que sur les intervalles [0, π] et [−π
2
, π

2
],

pour retrouver α sur l’intervalle [−π
2
, 3π

2
[ il faut calculer les valeurs α1 et α2 :

α1 =
1

2
arccos

(
A2

1 − A2
2√

I2 − 4A2
2A

2
1 sin(φ)2

)
(3.55)

α2 =
1

2
arcsin

(
2A2A1 cos(φ)√

I2 − 4A2
2A

2
1 sin(φ)2

)
(3.56)
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En fonction des valeurs de α1 et α2, le schéma du cercle trigonométrique (figure 3.9) permet
de retrouver la rotation α. Le même raisonnement est valable pour l’angle d’ellipticité ε.

α=α1=α2 α=α1
α2 α=−α1

α2 α=α2

α1

Fig. 3.9 – Détermination de l’angle de rotation α pour les quatre domaines de définition
du couple d’angles (α1, α2).

Inversement, nous pouvons écrire la polarisation elliptique directement en fonction des
paramètres α et ε :

E =

(
cos(α) cos(ε)− ı sin(α) sin(ε)
sin(α) cos(ε) + ı cos(α) sin(ε)

)
(3.57)

Par le calcul nous avons accès au grandeurs ε(t, τ) et α(t, τ) auxquelles nous n’avons pas
accès directement expérimentalement. En effet, avec un détecteur lent à l’échelle de la
femtoseconde, nous n’avons accès qu’à des quantités moyennées sur t et pondérées par
l’amplitude du champ électrique rayonné. Dans cette section nous avons choisi de présenter
une approche géométrique de la polarisation ; nous aurions aussi pu calculer la rotation
de la polarisation atomique à l’aide de l’opérateur quantique de rotation.

3.7.2 Approche expérimentale de la rotation et de l’ellipticité à
l’aide d’un pont de polarisation

Principe d’une mesure ellipsométrique à l’aide d’un pont de polarisation

Expérimentalement, la rotation et l’ellipticité en fonction du délai pompe-sonde sont me-
surées à l’aide de lames demi-onde et quart d’onde suivies d’un cube polariseur réfléchis-
sant une composante du champ électrique et transmettant la composante de polarisation
orthogonale. On détecte sur deux photodiodes la variation d’intensité sur chaque bras de
ce pont de polarisation pour en déduire soit la rotation, soit l’ellipticité. La figure 3.10
schématise la mesure de la rotation.

En considérant que l’échantillon n’est ni biréfringent, ni dichroïque avant l’application
d’un champ magnétique, en plaçant une lame demi-onde à un angle π

8
, chaque bras du

pont de polarisation reçoit la même intensité lumineuse. En appliquant un champ magné-
tique et une impulsion pompe, la polarisation du champ rayonné sera rendue elliptique
et correspondra à une faible variation de l’intensité relative mesurée sur chaque bras du
pont de polarisation.

Lien entre la mesure ellipsométrique et la polarisation du champ rayonné à
l’ordre trois.

Dans la configuration expérimentale que nous modélisons, la polarisation du champ élec-
trique après l’échantillon s’écrit dans le plan (ex, ey). Nous supposons que la polarisation
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Fig. 3.10 – Schéma du montage expérimental permettant de mesurer la rotation du champ
électrique rayonné par l’échantillon en fonction du délai pompe-sonde. Pour mesurer l’el-
lipticité, il faut ajouter une lame quart d’onde avant la lame demi-onde.

du champ rayonné linéairement est elliptique d’angle εS et tournée d’un angle αS en
présence d’un champ magnétique. La polarisation du champ rayonné à l’ordre trois est
elliptique d’angle ε et tournée d’un angle α.

E(1)(t) =
E

(1)
x (t)

E
(1)
y (t)

= E(1)(t)
cos[αS(t)] cos[εS(t)]− ı sin[αS(t)] sin[εS(t)]
sin[αS(t)] cos[εS(t)] + ı cos[αS(t)] sin[εS(t)]

(3.58)

E(3)(t, τ) =
E

(3)
x (t, τ)

E
(3)
y (t, τ)

= E(3)(t, τ)
cos[α(t, τ)] cos[ε(t, τ)]− ı sin[α(t, τ)] sin[ε(t, τ)]
sin[α(t, τ)] cos[ε(t, τ)] + ı cos[α(t, τ)] sin[ε(t, τ)]

(3.59)

Cas de la mesure de la rotation dans la configuration pompe-sonde

Expérimentalement, avec un pont de polarisation nous accédons à la rotation en plaçant
une lame demi-onde à un angle π

8
ce qui correspond à la matrice de Jones suivante :

Mλ/2 =
1√
2

(
1 1
1 −1

)
(3.60)

Calculons Σ(3) = Mλ/2 ·E(3) et l’intensité correspondante détectée sur chacun des bras du
pont de polarisation. Notons également Σ(1) = Mλ/2 · E(1) :

I(3)
x (τ) =

∫ +∞

−∞
|Σ(3)

x (t, τ) + Σ(1)
x (t)|2dt (3.61)

I(3)
y (τ) =

∫ +∞

−∞
|Σ(3)

y (t, τ) + Σ(1)
x (t)|2dt

I(1)
x =

∫ +∞

−∞
|Σ(1)

x (t)|2dt

I(1)
y =

∫ +∞

−∞
|Σ(1)

y (t)|2dt

En réalité, le temps d’intégration du détecteur ne s’étend pas de t = −∞ à t = +∞
mais est fixé par l’opérateur à quelques centaines de millisecondes. Ce temps est effecti-
vement très grand devant les temps caractéristiques d’évolution du signal |Σ(3)

x (t, τ)|2 et
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|Σ(1)
x (t, τ)|2 évoluant à l’échelle de la femtoseconde et de la centaine de picosecondes. Nous

notons 2T la durée d’intégration du détecteur en présence de la pompe, et 2T la durée
d’intégration du détecteur lorsque la pompe est obturée. Par le principe de la détection
synchrone (cf chapitre 5), le signal mesuré par chaque photodiode correspond à l’intensité
mesurée avec la pompe et à l’intensité mesurée sans la pompe. Nous mesurons ainsi Sx et
Sy sur chacune des deux photodiodes correspondant à la mesure du champ émis pour les
directions de polarisation ex et ey :

Sx(τ) = I(3)
x (τ)− I(1)

x (3.62)

Sy(τ) = I(3)
y (τ)− I(1)

y

Enfin, le signal de rotation S que nous détectons expérimentalement est la différence des
signaux Sx et Sy. α correspond à la rotation de la polarisation par rapport à l’axe x.

S(τ) = Sx(τ)− Sy(τ) (3.63)

=

∫ +T

−T
2<[E(3)(t, τ)E∗(1)(t)] sin[α(t, τ) + αS(t)] cos[ε(t, τ) + εS(t)]dt

+

∫ +T

−T
|E(3)(t, τ)|2 sin[2α(t, τ)] cos[2ε(t, τ)]dt

'
∫ +T

−T
2<[E(3)(t, τ)E∗(1)(t)] sin[α(t, τ) + αS(t)] cos[ε(t, τ) + εS(t)]dt

Le signal d’ordre un aussi appelé "statique" vaut :

S(1) = I(1)
x − I(1)

y (3.64)

=

∫ +T

−T
|E(1)(t)|2 sin[2αS(t)] cos[2εS(t)]dt

Cas de la mesure de l’ellipticité dans la configuration pompe-sonde

Afin de retrouver l’angle d’ellipticité ε expérimentalement, effectuons le même calcul que
pour la rotation en ajoutant une lame quart d’onde dont les axes propres sont parallèles
à x et y :

Mλ/4 =

(
1 0
0 −ı

)
(3.65)

Calculons : Σ(3) = Mλ/2 ·Mλ/4 · E(3) et l’intensité correspondante. Notons Σ(1) = Mλ/2 ·
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Mλ/4 · E(1). De la même manière que précédemment nous définissons le signal S :

I(3)
x (τ) =

∫ +∞

−∞
|Σ(3)

x (t, τ) + Σ(1)
x (t)|2dt (3.66)

I(3)
y (τ) =

∫ +∞

−∞
|Σ(3)

y (t, τ) + Σ(1)
x (t)|2dt

I(1)
x =

∫ +∞

−∞
|Σ(1)

x (t)|2dt

I(1)
y =

∫ +∞

−∞
|Σ(1)

y (t)|2dt

Le signal différentiel sur chaque bras du pont de polarisation vaut :

Sx(τ) = I(3)
x (τ)− I(1)

x (3.67)

Sy(τ) = I(3)
y (τ)− I(1)

y

Le signal d’ellipticité S vaut :

S(τ) = Sx(τ)− Sy(τ) (3.68)

=

∫ +T

−T
2<[E(3)(t, τ)E∗(1)(t)] sin[ε(t, τ) + εS(t)] cos[α(t, τ)− αS(t)]dt

+

∫ +T

−T
sin[2ε(t, τ)]|E(3)(t, τ)|2dt

'
∫ +T

−T
2<[E(3)(t, τ)E∗(1)(t)] sin[ε(t, τ) + εS(t)] cos[α(t, τ)− αS(t)]dt

Ici le signal d’ordre un, "statique", vaut :

S1 = I(1)
x − I(1)

y (3.69)

=

∫ +T

−T
|E(1)(t)|2 sin[2εS(t)]dt

Contribution magnéto-optique dans une mesure pompe-sonde

En général ces expressions se simplifient pour des angles α et ε petits. Par ailleurs, pour
extraire la contribution magnéto-optique du signal S(τ), celui-ci est mesuré à +H et à
-H : nous le notons alors respectivement S+H(τ) et S+H(τ). Nous considérons que :

α+H = −α−H noté α (3.70)
ε+H = −ε−H noté ε

αS,+H = −αS,−H noté αS
εS,+H = −εS,−H noté εS
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Etudions le signal magnéto-optique :

SMO(τ) =
S+H(τ)− S−H(τ)

S1
+H − S1

−H
(3.71)

Le signal magnéto-optique pour la rotation vaut :

SMO(τ) =
∆θ

θ
=

1∫ +T

−T [|E(1)(t)|2+H + |E(1)
−H(t)|2] sin[2αS(t)] cos[2εS(t)]dt

(3.72)

×
∫ +T

−T
2<[E

(3)
+H(t, τ)E

∗(1)
+H (t) + E

(3)
−H(t, τ)E

∗(1)
−H (t)]

× sin[α(t, τ) + αS(t)] cos[ε(t, τ) + εS(t)]dt

Par exemple, les courbes 3a de la publication [6] sont la mesure de SMO(τ) pour un
échantillon de Nickel. Le signal magnéto-optique pour l’ellipticité vaut :

SMO(τ) =
∆ε

ε
=

1∫ +T

−T [|E(1)
+H(t)|2 + |E(1)

−H(t)|2] sin[2εS(t)]dt
(3.73)

×
∫ +T

−T
2<[E

(3)
+H(t, τ)E

∗(1)
+H (t) + E

(3)
−H(t, τ)E

∗(1)
−H (t)]

× sin[ε(t, τ) + εS(t)] cos[α(t, τ)− αS(t)]dt

Cas de la mesure de la rotation dans la configuration en réseau transitoire à trois faisceaux

S(τ) = Sx(τ)− Sy(τ) (3.74)

= I(3)
x (τ)− I(3)

y (τ)

=

∫ +T

−T
|E(3)(t, τ)|2 sin[2α(t, τ)] cos[2ε(t, τ)]dt

Cas de la mesure de l’ellipticité dans la configuration en réseau transitoire à trois faisceaux

S(τ) = Sx(τ)− Sy(τ) (3.75)

= I(3)
x (τ)− I(3)

y (τ)

=

∫ +T

−T
|E(3)(t, τ)|2 sin[2ε(t, τ)]dt

Contribution magnéto-optique dans une mesure en configuration de réseau transitoire à
trois faisceaux

Le signal magnéto-optique n’est cette fois-ci pas normalisé par le signal magnéto-optique
"statique" inexistant dans cette configuration. Le signal magnéto-optique s’écrit :

SMO(τ) = S+H(τ)− S−H(τ) (3.76)

Le signal magnéto-optique pour la rotation vaut :

SMO(τ) = ∆θ =

∫ +T

−T
[|E(3)

+H(t, τ)|2 + |E(3)
−H(t, τ)|2] sin[2α(t, τ)] cos[2ε(t, τ)]dt (3.77)
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Le signal magnéto-optique pour l’ellipticité vaut :

SMO(τ) = ∆ε =

∫ +T

−T
[|E(3)

+H(t, τ)|2 + |E(3)
−H(t, τ)|2] sin[2ε(t, τ)]dt (3.78)

Tableau récapitulatif des mesures magnéto-optiques

En fonction du champ rayonné aux ordres 1 et 3, de l’ellipticité et de la rotation, sta-
tiques et dynamiques, nous pouvons récapituler l’expression des signaux magnéto-optiques
mesurés dans la configuration pompe-sonde et dans la configuration à trois impulsions :

∆θ
θ

= 2∫+T
−T [|E(1)

+H(t)|2+|E(1)
−H(t)|2] sin[2εS(t)]dt

Pompe × ∫ +T

−T <[E
(3)
+H(t, τ)E

∗(1)
+H (t) + E

(3)
−H(t, τ)E

∗(1)
−H (t)]

- × sin[ε(t, τ) + εS(t)] cos[α(t, τ)− αS(t)]dt
sonde

∆ε
ε

= 2∫+T
−T [|E(1)

+H(t)|2+|E(1)
−H(t)|2] sin[2εS(t)]dt

× ∫ +T

−T <[E
(3)
+H(t, τ)E

∗(1)
+H (t) + E

(3)
−H(t, τ)E

∗(1)
−H (t)]

× sin[ε(t, τ) + εS(t)] cos[α(t, τ)− αS(t)]dt

3 ∆θ =
∫ +T

−T [|E(3)
+H(t, τ)|2 + |E(3)

−H(t, τ)|2] sin[2α(t, τ)] cos[2ε(t, τ)]dt

impulsions

∆ε =
∫ +T

−T [|E(3)
+H(t, τ)|2 + |E(3)

−H(t, τ)|2] sin[2ε(t, τ)]dt
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Chapitre 4

Résultats de la modélisation numérique

4.1 Introduction

Dans la littérature, la polarisation magnéto-optique à l’ordre trois dans une expérience
pompe-sonde a déjà été calculée pour un systèmes discret : le semi-conducteur GaAs.
Les auteurs ont modélisé spectralement l’angle de rotation Kerr au 3e ordre, sans toute-
fois considérer plus en détail les effets cohérents [83]. Dans le système semi-conducteur
CdTe/Cd0.78Mg0.22Te, Versluis et al. ont modélisé la rotation Kerr ultra-rapide pour des
durées d’impulsions de l’ordre de la picoseconde [84]. D’autres travaux ont plutôt souligné
l’importance des effets de déphasage de la polarisation sur la précession dans des semi-
conducteurs dopés avec Mn [85]. Des travaux très récents de Kapetanakis et al. ont étudié
les processus cohérents de retournement d’aimantation dans le semi-conducteur ferroma-
gnétique (Ga,Mn)As [86] ; notre travail se situe donc au cœur d’un domaine de recherche
qui est en train de prendre son essor : il s’agit de l’étude de la dynamique d’aimantation
ultra-rapide cohérente aux temps courts.

Nous présenterons dans ce chapitre les résultats des modélisations dont la théorie a été
décrite aux chapitres 2 et 3, dans le cas de la configuration pompe-sonde et de la configu-
ration à trois faisceaux. Nous détaillerons d’abord le cas de l’interaction spin-orbite forte
par rapport à l’interaction Zeeman puis nous comparerons les signaux magnéto-optiques
d’ordre trois à la dynamique d’aimantation d’ordre deux. Dans une seconde partie nous
traiterons de manière similaire le cas de l’interaction spin-orbite faible. Enfin, la partie
expérimentale sera illustrée avec des résultats liés à la configuration en réseau transitoire
à trois faisceaux.

Rappelons l’Hamiltonien d’interaction étudié où Π = p− qAM + q
2mc2

S ∧ Ei :

Hint =− q

m
Π ·AL − q

2m2c2
[p ∧ S] · EL

Sauf mention contraire, nous avons considéré les paramètres suivants :
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Temps de vie des populations T1=100 fs
Temps de vie des cohérences T2=10 fs

Polarisation du champ incident linéaire selon ex
Durée de la sonde 10 fs
Durée de la pompe 10 fs

Champ électrique sonde 4 ∗ 106 V.m−1

Champ électrique pompe 4 ∗ 107 V.m−1

B 1T dans la configuration "en champ magnétique fort"
0.05T dans la configuration "en champ magnétique faible"

Interaction p.AL non-nulle
Interaction q2

m
AM .AL non-nulle

Interaction −q2
2mc2

(S ∧ Ei) · EL non-nulle
Interaction −q

2m2c2
(p ∧ S) · EL notée Hβ,

nulle dans les courbes "sans terme de Foldy-Wouthuysen"

Les termes de "pump-polarization coupling" et de "pump-perturbed free induction decay"
sont notés PPC et PPFID dans les légendes des courbes. Nous les désignerons aussi par
"termes cohérents".

Le terme "Signal total" désigne la quantité que l’on mesurerait expérimentalement dans la
configuration pompe-sonde. En effet, la quantité mesurée expérimentalement n’est pas la
somme des intensités de Ipopulations, IPPC et IPPFID mais |Epopulations+EPPC +EPPFID|2 :
des termes d’interférence peuvent intervenir.

Le terme spin-orbite issu du développement de Foldy-Wouthuysen sera désigné par "FW"
dans les graphiques. Le champ magnétique appliqué, précédemment noté ±BM sera noté
±B.
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4.2 Résultats numériques pour la configuration pompe-
sonde en champ magnétique faible

Les paramètre de modélisation en champ faible sont :
Pulsation laser sans désaccord ωL = ω0

Énergie d’un photon sans désaccord ~ωL = 1.89eV
Pulsation laser avec désaccord ωL = 0.8ω0

Énergie d’un photon avec désaccord ~ωL = 1.51eV
B ± 0.05 Tesla

Nous notons ω0 la pulsation associée à la transition 2sj=1/2 → 3pj=1/2 en champ magné-
tique nul.

4.2.1 Intensité du signal rayonné en fonction du désaccord

Nous avons calculé l’intensité rayonnée à partir de la polarisation d’ordre 3 orientée selon
ex. Elle est calculée à la figure 4.1 pour le terme de population, pour les termes cohérents
et pour le signal total. Le terme de population est régi par une décroissance exponentielle
dépendant de T1 tandis que T2 et la durée de l’impulsion contribuent à la dynamique
des termes cohérents. Hors résonance, les termes cohérents augmentent par rapport au
terme de population : un "pic cohérent" apparaît dans le signal total aux délais courts.
Ce résultat est bien connu pour l’intensité : il s’agit d’une première validation de nos
modélisations.
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(a) (b)

Fig. 4.1 – Intensité selon ex calculée (a) : sans désaccord, (b) : avec désaccord. Les lignes
continues sont obtenues pour +B et les carrés pour -B.

4.2.2 Effet de l’interaction issue du développement de Foldy-Wouthuysen

Nous avons également calculé l’effet de l’interaction Hβ due au terme spin-orbite issu
du développement de Foldy-Wouthuysen. Nous constatons que celui-ci n’a pas d’effet sur
l’ellipticité dans le modèle à huit niveaux en champ fort avec un désaccord de 20 % (figure
4.2).
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Fig. 4.2 – Ellipticité calculée pour le terme de population et pour les termes cohérents.
En traits pleins : avec l’interaction spin-orbite du laser provenant de la transformation de
Foldy-Wouthuysen. Carrés : sans ce terme d’interaction.

4.2.3 Effet de la largeur des niveaux et du désaccord sur le signal
magnéto-optique

La largeur effective des niveaux est ∆E = h
T2

= 6.63∗10−34

10−14 =0.4 eV or le désaccord maximal
que nous avons choisi est de 0.2∗1.89 eV=0.38 eV : toutes les transitions entre les 8 niveaux
du système sont possibles malgré le désaccord du laser. Quelle est la réponse du système
dans le cas où la largeur des niveaux est plus étroite ? Pour répondre à cette question,
nous avons étudié la réponse magnéto-optique lorsque T2 = 50 fs i.e. ∆E = 8 ∗ 10−2 eV.

Pour un désaccord nul, des impulsions de 10 fs, et une durée de vie des cohérences de
50 fs, nous obtenons l’intensité tracée à la figure 4.3.b. Nous constatons que le terme de
pump-perturbed free induction decay reflète la dynamique due à T2 tandis que le terme
de pump-polarization coupling est caractérisé par la durée de l’impulsions.
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Fig. 4.3 – A résonance, intensite pour T2 = 10 fs et T1=100 fs (courbe a). T2 = 50 fs et
T1=150 fs (courbe b). Durée d’impulsion : 10 fs.
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Nous obtenons le signal magnéto-optique présenté dans les figures 4.4 et 4.5.
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Fig. 4.4 – A résonance, rotation magnéto-optique pour T2 = 10 fs et T1=100 fs (courbe
a). T2 = 50 fs et T1=150 fs (courbe b). Durée d’impulsion : 10 fs.
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Fig. 4.5 – A résonance, ellipticité magnéto-optique pour T2 = 10 fs et T1=100 fs (courbe
a). T2 = 50 fs et T1=150 fs (courbe b). Durée d’impulsion : 10 fs.

Pour un désaccord de 20 % (0.38 eV), des impulsions de 10 fs et une durée de vie
des cohérences de 50 fs, nous obtenons l’intensité tracée à la figure 4.6.b. Nous constatons
que, hors résonance, la contribution cohérente au signal magnéto-optique augmente. Un
pic apparaît dans le signal total aux temps courts. Par exemple, l’ellipticité magnéto-
optique est affectée par les termes de "pump-perturbed free induction decay" et de "pump-
polarization coupling". Nous constatons que l’intensité rayonnée diminue car le transfert
d’énergie est moins efficace dans cette configuration. Le désaccord effectif entre la pulsation
du laser et les niveaux croît, d’où l’augmentation du terme de PPFID par rapport au
terme de population. La durée des termes cohérents est due non-seulement à la durée des
impulsions, mais aussi à la valeur de T2 par rapport au désaccord.

68



-20 -10 0 10 20 30 40 50
-0,004

-0,003

-0,002

-0,001

0,000

(a)

-30 -20 -10 0 10 20 30 40 50
-0,003

-0,002

-0,001

0,000

(b)

Fig. 4.6 – Hors résonance, intensité pour T2 = 10 fs et T1=100 fs (courbe a). T2 = 50 fs
et T1=150 fs (courbe b). Durée d’impulsion : 10 fs.

Nous obtenons l’ellipticité magnéto-optique présentée dans la figure 4.7.
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Fig. 4.7 – Hors résonance, ellipticité magnéto-optique pour T2 = 10 fs et T1=100 fs
(courbe a). T2 = 50 fs et T1=150 fs (courbe b). Durée d’impulsion : 10 fs.
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4.2.4 Dynamique de l’aimantation en champ magnétique faible

Nous avons calculé la dynamique de J, S et L aux ordres 1, 2 et 3 en perturbation : seul les
valeurs à l’ordre 2 de Jz, Sz, Lz, J2, S2 et L2 sont non-nulles. Cela signifie que dans notre
modèle simple, les cohérences de la matrice densité ne contribuent pas à la dynamique
des spins : seuls les populations de la matrice densité interviennent ici. Dans cette section,
nous ne considèrerons donc que les séquences à deux impulsions.

La dynamique de l’aimantation issue de la séquence d’impulsions εp(t)ε∗p(t) + ε∗p(t)εp(t) ne
dépend pas du délai pompe-sonde. Nous représentons les expressions 4.1 en fonction de t
à la figure 4.8(a,b) pour le terme de populations. Nous constatons que leur décroissance
exponentielle dépend du temps caractéristique T1. Les amplitude de variation de Sz et Lz
sont identiques.

< S(2)
z (t) > = Tr[ρ(2)(t)Sz] (4.1)

< L(2)
z (t) > = Tr[ρ(2)(t)Lz]

Les dynamiques de l’aimantation issues des séquences d’impulsions εs(t, τ)ε∗p(t) et ε∗p(t)εs(t, τ)
dépendent du délai pompe-sonde τ et de t. Nous tracerons leur valeur intégrée sur le temps
t. Leurs dynamiques dépendent de la durée de vie des cohérences T2 = 10 fs, des popula-
tions T1 = 100 fs et de la durée des impulsions valant 10 fs.

< S(2)
z (τ) > =

∫ +∞

−∞
dtTr[ρ(2)(t, τ)Sz] (4.2)

< L(2)
z (τ) > =

∫ +∞

−∞
dtTr[ρ(2)(t, τ)Lz]

< S2(2)(τ) > =

∫ +∞

−∞
dtTr[ρ(2)(t, τ)S2]

< J2(2)(τ) > =

∫ +∞

−∞
dtTr[ρ(2)(t, τ)J2]

< L2(2)(τ) > =

∫ +∞

−∞
dtTr[ρ(2)(t, τ)L2]

Nous avons calculé les dynamiques de Sz et Lz représentées à la figure 4.8(c,d,e,f) obtenues
pour les termes de pump-polarization coupling et de pump-perturbed free induction decay.
Pour visualiser le terme de pump-perturbed free induction decay, il suffit d’inverser le délai
pompe-sonde τ en −τ . 〈S(2)

z 〉 et 〈L(2)
z 〉 possèdent une composante imaginaire non nulle car

ils sont générés par les impulsions ε∗pompe et εsonde. Pour obtenir des quantités réelles nous
aurions aussi dû considérer les composantes générées par εpompe et ε∗sonde qui ne sont pas
incluses dans la configuration pompe-sonde. Contrairement aux courbes calculées dans le
cas du champ magnétique fort, il n’y a pas ici de décalage temporel entre le moment de
spin et le moment orbital.
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Fig. 4.8 – Moment orbital (colonne de droite) et moment de spin (colonne de gauche)
pour les trois séquences pompe-sonde. Pour le terme de population, les figures a et b ne
dépendent pas du délai pompe-sonde, elles sont tracées en fonction de t. Terme de pump-
polarization coupling : figures c et d. Terme de pump-perturbed free-induction decay :
figures e et f. Les courbes c, d, e, f sont tracées en fonction du délai pompe-sonde τ : elles
sont intégrées sur t.

Les dynamiques de S2, J2 et L2 sont représentées à la figure 4.9 pour le terme de pump-
perturbed free induction decay. Seules les dynamiques de J2 et L2 sont non nulles comme
cela est prévisible de par la structure des niveaux choisie.
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Fig. 4.9 – Dynamique normalisée de S2, J2 et L2 pour le terme de pump-perturbed free
induction decay.

Il n’y a pas d’effet du terme d’interaction issu du développement de Foldy-Wouthuysen
sur la dynamique d’aimantation dans cette configuration en champ magnétique faible.
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4.3 Résultats numériques pour la configuration pompe-
sonde en champ fort

4.3.1 Effet magnéto-optiques des termes relativistes supplémen-
taires issus du développement de Foldy-Wouthuysen

Nous avons calculé la réponse magnéto-optique du système à l’ordre trois en prenant
en compte l’interaction de Foldy-Wouthuysen. Les courbes obtenues pour l’intensité sont
tracées à la figure 4.10. La rotation et l’ellipticité mesurées par la technique du pont de
polarisation sont représentées à la figure 4.11. Nous constatons que dans ce modèle simple
à un électron, le signal magnéto-optique n’est que très faiblement affecté par les termes
supplémentaires d’interaction.
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Fig. 4.10 – Intensité totale mesurée à + B à partir de la polarisation rayonnée selon x, pa-
rallèlement à la polarisation incidente. Traits pleins : avec le terme de Foldy-Wouthuysen.
Carrés : sans le terme de Foldy-Wouthuysen.
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Fig. 4.11 – Rotation magnéto-optique. Traits pleins : avec le terme de Foldy-Wouthuysen.
Carrés : sans le terme de Foldy-Wouthuysen. Nous constatons que dans ce modèle la
rotation n’est pas affectée par le terme de Foldy-Wouhuisen.
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4.3.2 Etude de l’intensité, de la rotation et de l’ellipticité à diffé-
rents délais pompe-sonde

Pour les courbes présentées ci-dessous, nous avons choisi de modifier l’accord de la pul-
sation laser par rapport à la transition I-IV en champ magnétique nul. Les paramètres
numériques utilisés sont les suivants :

Pulsation laser sans désaccord ωL = ωB=0T
IV−I

Pulsation laser avec désaccord ωL = 0.8ωB=0T
4IV−I

Intensité en fonction du désaccord

Nous avons considéré l’intensité correspondant au champ rayonné avec une polarisation
selon ex pour deux sens du champ magnétique statique B. Nous avons calculé l’intensité
obtenue avec un désaccord nul et avec un désaccord de 20 % à la figure 4.12. Nous consta-
tons qu’à +B et -B l’intensité obtenue est identique. Le désaccord amplifie la contribution
des termes cohérents.
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Fig. 4.12 – Intensité rayonnée selon ex calculée pour le terme de population et pour les
termes cohérents. (a) : sans désaccord, (b) : avec désaccord. Les lignes continues sont
obtenues pour +B et les carrés pour -B.

Rotation et ellipticité en fonction du désaccord

Noua avons représenté la rotation magnéto-optique à la figure 4.13. Nous constatons que,
hors résonance, la contribution cohérente au signal magnéto-optique augmente. Un pic
apparaît dans le signal total aux temps courts qui est dû au terme de pump-perturbed
free induction decay et au terme de pump-polarization coupling 4.14.
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Fig. 4.13 – Rotation calculée pour le terme de population et pour les termes cohérents.
(a) : sans désaccord, (b) : avec désaccord.
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Fig. 4.14 – Ellipticité calculée pour le terme de population et pour les termes cohérents.
(a) : sans désaccord, (b) : avec désaccord.

4.3.3 Dynamique de l’aimantation en champ magnétique fort

Les dynamiques du moment orbital et du moment de spin sont indiquées à la figure
4.15. Nous constatons que chaque séquence d’impulsions génère sa propre dynamique de
l’aimantation. Nous constatons également que le spin et le moment angulaire intégrés sur
t possèdent un maximum décalé dans le temps de 10 fs (figure 4.15 (c,d,e,f)). Le terme
de Foldy-Wouthuysen contribue à la dynamique de spins comme indiqué aux figures 4.16
et 4.17.
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Fig. 4.15 – Moment orbital (colonne de droite) et moment de spin (colonne de gauche)
pour les trois séquences pompe-sonde. Pour le terme de population, les figures a et b ne
dépendent pas du délai pompe-sonde, elles sont tracées en fonction de t. Terme de pump-
polarization coupling : figures c et d. Terme de pump-perturbed free-induction decay :
figures e et f. Les courbes c, d, e, f sont tracées en fonction du délai pompe-sonde τ : elles
sont intégrées sur t.
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Fig. 4.16 – Terme de population de < S
(2)
z (t) > et < L

(2)
z (t) > avec terme spin-orbite issu

du développement de Foldy-Wouthuysen (courbe noire) et sans ce terme (courbe rouge).
Nous constatons que la partir réelle de < S

(2)
z (t) > et < L

(2)
z (t) > dépend nettement du

terme de Foldy-Wouthuysen (la partie imaginaire est nulle).
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Fig. 4.17 – Figure a : dynamique de < S
(2)
z >. Figure b : dynamique de < L

(2)
z >. Il

s’agit du terme de pump-polarization coupling, avec et sans terme spin-orbite issu du
développement de Foldy-Wouthuysen (courbes respectivement noires et rouges). Nous
constatons que la partie imaginaire de < L

(2)
z (t) > ne dépend pas du terme de Foldy-

Wouthuysen, tandis que la partie réelle de < S
(2)
z > en dépend.
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4.4 Conclusion et perspectives des modélisations nu-
mériques

L’approche adoptée qui est celle de l’atome d’hydrogène a permis de poser les bases de la
dynamique magnéto-optique et de l’aimantation dans une expérience pompe-sonde ultra-
rapide.

Nous avons étudié deux cas : Energiespin−orbite » EnergieZeeman et Energiespin−orbite «
EnergieZeeman. Nous avons pu montrer que chaque terme pompe-sonde correspond à
une réponse magnéto-optique et à une dynamique de l’aimantation propres. Nous avons
également montré que la réponse cohérente magnéto-optique est fortement dépendante
du désaccord aux transitions considérées.

Dans le cas où Energiespin−orbite » EnergieZeeman, l’interaction spin-orbite due au déve-
loppement de Foldy-Wouthuysen n’a pas d’effet sur la dynamique d’aimantation, dans le
second cas, elle agit directement sur la dynamique de spin mais ne contribue pas au signal
magnéto-optique.

Ces modélisations sont la base pour étudier des systèmes avec interaction d’échange ou
des systèmes ioniques des éléments de transition 3d sous l’effet du champ cristallin ani-
sotrope [87]. Nous pourrions également envisager d’étudier plus spécifiquement l’effet du
spectre du laser, notamment de sa dérive de fréquence [88]. D’autres configurations pour
les impulsions pompe et sonde sont directement envisageables : ici nous avons calculé la
réponse du système pour pompe et sonde parallèles polarisées s . La configuration expé-
rimentale la plus courante est celle où pompe et sonde sont polarisées p, la pompe ayant
un angle d’incidence. Il faut alors également prendre en compte les transitions dipolaires
électriques de type π et la dynamique des composantes du spin orthogonales à l’axe de
quantification.

Une autre suite possible à ce travail est d’étudier systématiquement l’effet magnéto-
optique de la polarisation de la pompe par rapport à la sonde. Dans le domaine fréquentiel
le tenseur de susceptibilité de la réponse magnéto-optique à l’ordre trois est largement
étudié, contrairement au tenseur fonction réponse magnéto-optique d’ordre trois dans le
domaine temporel, qui pourtant est essentiel à la compréhension des effets aux temps
courts.
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Chapitre 5

Partie expérimentale

L’objectif de ce travail est d’appliquer à des mesures magnéto-optiques une configuration
expérimentale donnant accès sélectivement aux cohérences et aux populations, ce qui
n’a encore jamais été réalisé. Dans ce chapitre nous présenterons d’abord l’échantillon et
le montage expérimental à trois faisceaux. Nous détaillerons ensuite les résultats de la
contribution cohérente obtenue lorsque la troisième impulsion subit un retard important
de 300 fs et 500 fs, ce que nous illustrerons numériquement à l’aide du modèle hydrogénoïde
à 8 niveaux. Puis nous montrerons que cette configuration expérimentale permet un accès
direct à la dynamique d’aimantation. En particulier aux temps longs nous montrerons la
précession de l’aimantation dans le signal correspondant à la dynamique d’aimantation.

5.1 Echantillon

Nous avons étudié un matériau ferrimagnétique dont la réponse magnéto-optique co-
hérente est résonante à la longueur d’onde 800 nm : il s’agit d’un grenat de formule
(GdTmPrBi)3(FeGa)5O12 diélectrique magnétique et transparent pour la longueur d’onde
800 nm. L’adjectif ferrimagnétique désigne les matériaux ayant une aimantation spontanée
en dessous d’une température donnée. Cette aimantation est due à l’arrangement antipa-
rallèle dans plusieurs sous-réseaux de moments magnétiques interagissant fortement par
interaction dipolaire [87].

Grenats

Les grenats sont des cristaux de formule générale P3R2Q3O12 où P,Q,R désignent différents
cations. Dans les grenats naturels, R désigne le cation Si4+. Depuis 1957, des grenats syn-
thétiques ferrimagnétiques ont été élaborés [89]. Les grenats dont Q et R contiennent les
cations Fe3+ ont été énormément étudiés, en particulier les grenats de type P3Fe5O12 où P
désigne au moins un ion terre rare tels que le YIG (yttrium iron garnet) {Y3}[Fe2]Fe3O12.
Leurs propriétés magnéto-optiques sont bien connues [90] et leurs propriétés magnétiques
peuvent être modifiées grâce à une structure cristalline permettant de nombreuses sub-
stitutions. Leur faible conduction implique que leurs propriétés magnétiques seront assez
bien décrites par des modèles d’électrons localisés de type modèle de Heisenberg. L’ap-
proche en champ moléculaire est la plus simple, d’autant plus que leur structure cristalline
est très complexe. Ce type de grenats a une structure cristalline complexe constituée de
trois sous-réseaux. P 3+ se trouve dans une maille dodécahédrique entouré de 8 oxygènes
O2−. Les ions ferriques trivalents Fe3+ sont placés sur des sites tétrahédriques et sur des
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sites octahédriques. Dans le cas simple où P correspond à l’ion non magnétique Y 3+, les
propriétés magnétiques du grenat sont fixées par les ions ferriques qui possèdent un spin
S=5/2 et un moment orbital nul L=0. Ces cations sont couplés par une interaction de
superéchange antiferromagnétique via les anions O2−. Chaque ion ferrique porte le mo-
ment ±5µB, et l’annulation réciproque des moments anti-parallèles conduit au moment
résultant 5µB comme indiqué dans la figure 5.1 :

Site 
octahédrique

Site 
tétrahedrique

Site 
tétrahedrique

Site 
octahédrique

Site 
tétrahedrique

O2-O2-
O2- O2-

+5µB

-5µB

+5µB

-5µB

+5µB

Fig. 5.1 – Structure antiparallèle des moments magnétiques des ions ferriques.

La composition du grenat (GdTmPrBi)3(FeGa)5O12 permet de fixer ses propriétés phy-
siques. Ainsi Pr modifie l’anisotropie magnéto-cristalline [91], Bi renforce les propriétés
magnéto-optiques de l’échantillon et Tm compense la différence de paramètre de maille
avec le substrat. Gd modifie les propriétés magnétiques de l’échantillon mais les interac-
tions antiferromagnétiques entre les ions ferriques sur les sites octahédriques et tétrah-
édriques restent prédominantes par rapport aux interactions avec Gd : Fe3+

tetra − Fe3+
octa >

Fe3+
octa − Fe3+

octa > Fe3+
tetra − Fe3+

tetra > Gd3+ − Fe3+
tetra > Gd3+ − Fe3+

octa [92].

Nous n’avons pas pu caractériser les propriétés magnétiques de cet échantillon unique car
la mesure squid avec un champ magnétique appliqué perpendiculairement à la surface de
l’échantillon nécessitait de le découper ce qui risquait de le détruire. Nous nous référons
donc à une caractérisation issue de la littérature [92] : la température de compensation
d’un échantillon similaire vaut 213 K et à 300 K, l’aimantation à saturation atteint 1.8 ∗
10−3 emu sous 30 mT. Les auteurs ont constaté que 10 mT ne suffisent pas à saturer
l’échantillon.

La température de compensation désigne la température à laquelle les moments magné-
tiques des sous-réseaux se compensent. La température de Néel ferrimagnétique, aussi
appelée température de Curie par similarité avec les matériaux ferromagnétiques désigne
la température au-dessus de laquelle le matériau devient paramagnétique.

Elaboration

D’épaisseur 7 µm, le grenat est déposé de part et d’autre d’un substrat de 0.5 mm de
GGG (Gd3Ga5O12) par épitaxie en phase liquide. Il s’agit d’une technique permettant
une croissance cristalline de composition homogène. Elle consiste à tremper le substrat en
rotation dans une solution fondue sursaturée contenant les ions à déposer et le solvant,
généralement PbO + B2O3. Le substrat est pour cela parfaitement poli et nettoyé. La
croissance nécessite une température bien contrôlée de l’ordre de 700-1000̊ C. En trempant
dans la solution le substrat, celui-ci joue le rôle de germe à partir duquel croît le cristal.
La croissance cristalline a lieu sur les deux faces du substrat puis, lorsqu’elle est achevée,
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Allen,23 shown in Fig. 5. The basic mechanism behind the
enhanced Faraday rotation is here the cooperative action of
Fe3 ions with degenerate orbital terms that are split further
by covalent interaction with Bi3 . In fact, substitution of
bismuth results in an overlap between the 6p orbit of Bi3 ,
2p orbit of O2 , and 3d orbit of Fe3 . As discussed by
Shinagawa,28 and later by Dionne and Allen,23 this overlap
results in a spin orbit splitting 2 i associated with the tetra-
hedral and octahedral sites, see also Fig. 5. In the model
presented here we ignore the contribution from transitions
other than those introduced by bismuth substitution. In fact,
LuIG and YIG have very similar Faraday rotation spectra
with a positive peak located near 2.8 eV, but with very low
Faraday rotation below 2.6 eV.6 This makes our assumption
reasonable.

In order to calculate the magnetooptic response, an ex-
pression which links the microscopic parameters to the Far-

aday rotation is needed. In magnetooptics, this is usually
expressed through the complex permittivity tensor, which for
Bi:FG has the form

0 1 0

1 0 0
0 0 0

,

where 1 1 j 1 represents the magnetooptical response
and 0 the nonmagneto-optical part. In the visible region, the
Faraday rotation can be written24

F 2nc 1 , 2

where is the the frequency, or equivalently the energy of
the light, c is the speed of light in vacuum, and n is the
refractive index. Independent measurements show that it is
reasonable to set n 2.5 in the visible range.2,6

Assuming that the transitions are of electric dipole nature,
the off-diagonal elements derived from first order time-
dependent perturbation theory are given by24

1
2 Ne2

m i a ,d
f i

i
2 2

i
2 j i i

2 2
i
2

i i
2 2

i
2 2 4 2

i i
2 . 3

The inner sum is over the right- and left-hand circular polar-
ized light, whereas the outer is over the optical transitions in
the tetrahedral and octahedral sublattices. The prefactor
( ) denotes a subtraction. The i and i represent the
resonance energy for right and left-hand circular polarized
light, respectively. Similarly, f i and f i are the respective
oscillator strengths, while i is the half-linewidth of the tran-
sition. Furthermore, e and m are the electron charge and
mass, respectively, whereas N is the active ion density.

To first order, it is reasonable to assume that N is directly
proportional to the bismuth content x.24 This assumption has

FIG. 3. The Faraday rotation for samples 2 circles and 3 dia-
monds . The solid and dashed lines represent the theoretical fit for
samples 2 and 3, respectively.

FIG. 4. The Faraday rotation for sample 4. The dashed line
represents a theoretical estimate of the Faraday rotation when the
gallium substitution is identical to that of sample 4, but with a
bismuth substitution of x 1.5. The dash-dotted line is similar to the
dashed line, but with x 2, showing a peak value 9 deg/ m.

FIG. 5. The basic molecular-orbital energy-level diagram.
( 1) and ( 1) represents right and left-hand circular polarization,
respectively. Note that there are two transitions which influences the
Faraday rotation; one associated with the tetrahedral site, the other
with the octahedral site. The transitions are assumed to follow the
selection rules for electric dipole transitions.

FARADAY ROTATION SPECTRA OF BISMUTH YHP...- SICAL REVIEW B 64 174406

174406-3

2.51 eV

3.15 eV

Fig. 5.2 – Transitions dipolaires électriques pour un laser polarisé circulaire + et cir-
culaire - pour les sites octahédriques (a) et tétrahédriques (d). Dans le cas du grenat
{Lu3−x−y−zYyBixPbz}[Fe2−uaGaua ][Fe3−udGaud ]O12, ∆a = 0.27 eV et ∆d = 0.1 eV. Les
énergies nécessaires aux transitions dipolaires électriques sur les sites octahédriques et
tétrahedriques valent respectivement 3.15 eV et 2.51 eV [95].
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Fig. 5.3 – Rotation Faraday en degrés obtenue pour deux champs magnétiques opposés.

le solvant est évaporé par rotation rapide. De par la technique d’élaboration, la structure
cristalline obtenue est régulière mais n’est pas parfaitement cubique. Comme la symétrie
d’inversion est rompue, il doit être possible d’y observer également des effets non-linéaires
d’ordre deux dans une configuration expérimentale appropriée.

Le substrat GGG est un matériau couramment utilisé en magnéto-optique. Son indice
optique à 800 nm est de 1.96 et il est transparent dans le spectre allant de 0.6 à 6 µm. Sa
maille est cubique de paramètre de maille 12.383 à 12.3845 Å selon l’élaboration [93].

Caractérisation magnéto-optique

La rotation Faraday importante de cet échantillon est due à Fe3+ et Bi3+. En effet Bi3+

lève la dégénérescence des orbitales de Fe3+ par interaction covalente : ce sont en fait
l’orbitale 6p de Bi3+, l’orbitale 2p de O2− et l’orbitale 3d de Fe3+ qui se recouvrent. Ce
recouvrement conduit à l’écart énergétique dû au couplage spin-orbite 2∆i pour les sites
tétrahédriques et octahédriques comme indiqué sur la figure 5.2, où l’on voit également
les transitions autorisées pour un laser polarisé circulairement [94].

Les spectres statiques peuvent être modélisés dans ce cas-là en ne considérant que les
transitions indiquées à la figure 5.2. Les spectres de rotation Faraday obtenus pour le
grenat que nous avons étudiés sont tracés sur la figure 5.3. Ils ont été obtenus avec un
aimant permanent, pour un champ de 350 mT : la rotation Faraday a donc bien été
mesurée pour une aimantation à saturation.
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Nous voyons que la réponse magnéto-optique et l’aimantation sont portées par le fer.
La dynamique magnéto-optique mesurée sur cet échantillon est complexe à interpréter
et n’est pas l’objet de ce travail expérimental. Il a été montré que la rotation Faraday
statique pour certains grenats ne reflète pas forcément fidèlement l’aimantation [96]. En
effet les sites tétrahedriques et octahédriques ne contribuent pas forcément de manière
identique à la rotation Faraday. Or chaque site porte une partie de l’aimantation. Si un
site contribue plus à la rotation Faraday, celle-ci ne sera pas fidèle à l’aimantation du
matériau. L’étude détaillée de la structure de bande de ce grenat permettra une meilleure
compréhension des mesures expérimentales, notamment en termes d’interaction cohérente
entre photons, électrons et spins.

Dynamique d’aimantation ultra-rapide de matériaux ferrimagnétiques

La dynamique de précession cohérente a été étudiée sur des grenats dans les travaux
[54], [65], [21] et [97]. Nous ne nous intéresserons pas ici à l’aspect cohérent de la préces-
sion c’est-à-dire à sa dépendance vis à vis de la polarisation des impulsions incidentes.
Nous nous focaliserons plutôt sur l’étude de notre nouvelle approche expérimentale à
trois faisceaux. Celle-ci permettra notamment d’avoir accès aux cohérences du système
{électrons+spins}.

5.2 Montage expérimental

Afin de produire des impulsions femtosecondes d’intensité suffisante, les sources laser
commerciales sont constituées de deux étages : un oscillateur qui génère des impulsions
femtosecondes relativement peu intenses et un amplificateur comme indiqué à la figure
5.4. Détaillons tout d’abord les caractéristiques de notre système laser, de la marque
Spectra-Physics, avant de détailler le montage expérimental et l’étage de détection.
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4.4 Génération d’impulsions femtosecondes

Comme le montre le schéma représenté Fig. 4.9, une source femtoseconde est généralement con-

stituée d’un oscillateur produisant un train d’impulsions ultracourtes (section 4.4.1), d’un étage

d’ampli�cation augmentant l’énergie des impulsions de plusieurs ordres de grandeur (section 4.4.2),

et en�n d’un étage de génération d’impulsions de longueurs d’onde appropriées obtenues par des

processus d’optique non-linéaire (section 4.4.3).

Oscillateur

Amplificateur EtireurCompresseur

Amplification

Génération
de nouvelles 

longueurs
d’onde

Figure 4.9 : Schéma général d’une source femtoseconde

4.4.1 Oscillateur

Un oscillateur femtoseconde est un dispositif produisant un train d’impulsions dont chacune a une

durée extrêmement courte, de l’ordre de cinq femtosecondes pour les systèmes les plus performants.

Il s’agit avant tout d’un laser, constitué d’une cavité et d’un milieu ampli�cateur, avec bien entendu

des caractéristiques particulières. Tout d’abord, nous savons d’après les propriétés générales de la

transformée de Fourier (voir éq. A.26) que pour produire une impulsion de ”durée” ∆ t il faudra

disposer d’un spectre dont la ”largeur” spectrale ∆ ω soit telle que ∆ ω∆ t ≥ 1/ 2. Rappelons que

largeur et durée s’entendent ici au sens de l’écart quadratique moyen. La première condition pour

pouvoir obtenir des impulsions femtosecondes est donc de disposer d’un milieu ampli�cateur dont la

àésilitutnemmaruocsulpeluairétameL.elartcepsruegralednargsèrtenuetnesérpniagedebruoc

cette �n est le saphir dopé au titane, qui présente une bande de gain couvrant les longueurs d’onde

comprises entre 700 nm et plus de 1 µm.

L’émission laser se faisant sur une grande largeur spectrale, un grand nombre de modes lon-
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l’ordre de 1.5 m, l’intervalle spectral libre c/2L vaut 100 MHz. ∆ ω pouvant atteindre une centaine
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Fig. 5.4 – Schéma général d’une source femtoseconde [77].

L’oscillateur génère des impulsions à 800 nm de largeur spectrale 40 nm à un taux de
répétition de 82 MHz. L’énergie par impulsion est de l’ordre de 5.9 nJ et la puissance
moyenne émise vaut 480 mW. L’amplification laser est due à un cristal de saphire dopé par
des ions Ti3+ pompé avec un laser continu Millenia fournissant 5 W à 532 nm. Le blocage
des modes permettant de générer une impulsion laser se produit naturellement par effet
Kerr : temporellement, l’effet Kerr permet de contribuer à la compensation de la dispersion
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de vitesse de groupe et spatialement, l’autofocalisation permet un fonctionnement où les
intensités élevées (les impulsions) sont favorisées. Pour que le blocage de mode soit stable,
un modulateur accousto-optique contrôle la propagation de l’impulsion : il bloque ou
transmet le faisceau à la pulsation de la cavité. La compensation de dispersion de vitesse
de groupe est également réalisée par deux prismes, permettant par ailleurs de sélectionner
la gamme spectrale de l’impulsion.

L’amplificateur Spitfire permet d’accroître l’énergie par impulsion. Il comprend d’abord
un étireur permettant d’allonger temporellement l’impulsion pour éviter de déteriorer les
cristaux amplificateurs avec une puissance trop élevée. L’étireur est une ligne à réseaux
permettant d’introduire un glissement de fréquence : les fréquences constituant l’impul-
sion se succèdent alors dans le temps, c’est la méthode de "chirped pulse amplification"
[98]. La durée de l’impulsion est alors de l’ordre de la centaine de picosecondes. L’impul-
sion est ensuite amplifiée grâce un cristal de Titane-Saphire dans une cavité laser pompée
par un laser impulsionnel Empower. Le nombre d’allers-retours dans la cavité pour que
l’impulsion résultante soit stable et amplifiée est contrôlé par deux cellules de Pockels
dont les propriétés biréfringentes dépendent de la haute tension qui leur est appliquée.
L’impulsion est ensuite recomprimée à l’aide d’une ligne à réseaux. Ces différentes étapes
nécessaires à l’amplification impliquent que le taux de répétition en sortie de l’amplifica-
teur est plus faible que le taux de répétition de l’oscillateur. En sortie de la chaîne laser,
la puissance atteint 2.8 W à 800 nm pour un taux de répétition de 5 kHz et une durée
d’impulsions de 47 fs.

La configuration expérimentale à trois faisceaux est schématisée sur la figure 5.5.

ka   - kc   + kb

Τ

τ

k   - k   + k
c a b

echantillon

a

c

b

Τ

τ

λ/2

H

polariseur

Modulateur

Fig. 5.5 – Schéma du montage expérimental magnéto-optique à trois faisceaux. Il s’agit
d’une configuration dégénérée puisque les trois impulsions ont pour longueur d’onde 800
nm (Les couleurs des faisceaux permettent de les distinguer).

La détection de la rotation et de l’ellipticité Faraday est réalisée à l’aide d’un pont de
polarisation tel qu’il est schématisé dans la section 3.7.2.

Nous mesurons un signal différentiel à l’aide de photodiodes reliées à des systèmes de
détection synchrone. La détection synchrone permet d’obtenir un très bon rapport signal
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à bruit et de s’affranchir de signaux parasites. Elle fournit directement une mesure diffé-
rentielle dans le cas de configurations à plusieurs impulsions. Elle nécessite de moduler un
faisceau à l’aide d’une roue tournant à une fréquence de quelques centaines de Hz, non-
harmonique des fréquences caractéristiques du rayonnement parasite (typiquement 100 Hz
dû aux lampes dans la salle). Cette fréquence de modulation sera désignée comme étant
la fréquence de référence. Le système de détection synchrone consiste alors à multiplier
le signal détecté par une sinusoïde à la fréquence de référence fref . Le signal produit cor-
respond alors à une grandeur différentielle : "faisceau modulé occulté" - "faisceau modulé
coupé" comme le détaille la figure 5.6.

t

U
faisceau transmis

(t)
U

faisceau occulté
(t)

cos(fref t)

Fig. 5.6 – Le système de détection synchrone multiplie la sinusoïde de référence cos(ωref t)
par la tension U(t) détectée sur les photodiodes. Le signal S(t) = U(t) × cos(wref t)
est représenté en bleu lorsque le modulateur transmet le faisceau et en vert lorsque le
modulateur coupe le faisceau. Dans le cas d’une configuration pompe-sonde par exemple,
l’intégration de S dans le temps fournit une mesure différentielle "avec pompe" - "sans
pompe".

La transformée de Fourier du signal produit possède alors deux composantes spectrales
principales : l’une située près de la fréquence nulle, l’autre autour de 2fref , toutes les
autres contributions spectrales proviennent nécessairement de bruit parasite. Un filtre
passe bas permet alors d’extraire le signal voulu, à savoir celui qui a été généré par le
faisceau modulé.

5.3 Résultats expérimentaux

Dans les mesures expérimentales nous distinguons quatre échelles temporelles :
1. Le temps T2 à l’échelle duquel évoluent les phénomènes cohérents. La mesure est

réalisée en faisant varier le délai τ et en fixant T=300 fs puis T=500 fs.
2. La décroissance exponentielle de l’aimantation dont le temps caractéristique τspin-réseau

est de l’ordre de la picoeconde.
3. La décroissance exponentielle de la précession de l’aimantation et la diffusion de

l’énergie électronique vers le réseau. Leur temps caractéristique est de l’ordre de la
centaine de picosecondes.
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4. La décroissance exponentielle du signal en l’espace d’une nanoseconde correspondant
au transfert de chaleur vers le substrat. Les mesures n’atteignent pas ces délais, aussi,
dans les ajustements nous considérerons ce terme comme une ordonnée à l’origine
non nulle.

Toutes les mesures ont été obtenues avec un champ magnétique appliqué de 3.5 kGauss
ce qui est équivalent à 350 mTeslas. Le schéma 5.7 permet de visualiser la géométrie du
champ magnétique appliqué.

H0°H180°

H30°

H180° H0°

H150°

axe de facile
 aimantation

Fig. 5.7 – Directions de champ magnétique appliqué, l’échantillon est vu de dessus.

Mesure du signal cohérent à T fixé

Nous avons fixé T=300 fs et T=500 fs. La valeur de T doit être suffisamment grande
devant T2 et la durée de l’impulsion pour que les cohérences générées ne dépendent que
du délai τ et qu’elles soient bien nulles en T. Ainsi nous évitons également qu’il y ait
des interférences entre les deux premières impulsions et la troisième. Il faut pour cela
également diaphragmer les faisceaux dans la direction d’observation. Le signal est mesuré
pour différents délais τ . Nous supposerons dans la suite que les trois faisceaux sont focalisés
de la même manière sur l’échantillon. La comparaison des puissances mesurées pour chaque
faisceau donnera donc une indication sur l’énergie surfacique relative de chaque faisceau :

Esurfacique =
Puissance

Taux de répétition × surface du waist

La puissance de l’impulsion arrivant au délai T vaut 2.75 mW. La puissance de l’impulsion
arrivant au délai τ vaut 1.98 mW sans modulateur. La puissance de l’impulsion fixe est
2.1 mW. Les figures 5.8, 5.9,5.10 et 5.11 présentent les mesures moyennées sur 6 à 8
acquisitions. Dans le cas d’un système caractérisé par un déphasage inhomogène, ces
courbes doivent être asymétriques. Dans le cas d’un déphasage homogène ou d’un grand
nombre de niveaux tel que cela doit être le cas dans le grenat, le signal est symétrique par
rapport à τ .

Les ajustements correspondent à la gaussienne I(τ) = y0 + Ae−[
τ−x0
width

]2 .

Nous obtenons un signal gaussien de l’ordre de la durée de l’impulsion : la dynamique
cohérente n’est pas résolue car les impulsions sont trop longues. Le signal devrait corres-
pondre à une autocorrélation de l’impulsion, qui en sortie du système laser dure 47 fs.
Nous constatons que les largeurs mesurées varient entre 36 fs et 52 fs. Cette variation peut
être due à l’épaisseur de l’échantillon : 2 × 7µm et 500 µm dus au substrat. L’ensemble
est d’une part épais, d’autre part diffusant. Par ailleurs, l’optimisation du signal cohérent
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Fig. 5.8 – Rotation différentielle magnéto-optique dans la configuration à trois impulsions
pour deux valeurs du champ magnétique H et T=300 fs. L’ajustement fournit une durée
de 40.2 fs ± 0.9 fs en H=0̊ et 51.7 fs ± 0.7 fs en H=180̊ .
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Fig. 5.9 – Différence entre les deux signaux de la figure 5.8. La largeur du signal cohérent
est de 46.1 ± 0.6 fs.
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  y0    = 1.2066e-05 ± 3.5e-06
  A     = 0.00095299 ± 1.24e-05
  x0    = -1.6e-14 ± 0
  width = 3.6357e-14 ± 5.69e-16

y0    = -0.00074715 ± 1.3e-06
  A     = -0.00073353 ± 4.26e-06
  x0    = -9.1203e-15 ± 1.89e-16
  width = 4.0765e-14 ± 2.86e-16
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Fig. 5.10 – Rotation différentielle magnéto-optique dans la configuration à trois impul-
sions pour deux valeurs du champ magnétique H et T=500 fs. L’ajustement fournit une
durée de 36.4 fs ± 0.6 fs en H=0̊ et 40.8 fs ± 0.3 fs en H=180̊ .

est délicate car elle nécessite de minimiser le fond de diffusion statique, de maximiser le
contraste et de réduire les éventuelles franges d’interférences apparaissant avec la diffu-
sion. Nous constatons également que les signaux mesurés sont décalés temporellement de
quelques picosecondes pour les angles 0̊ et 180̊ . L’aimant déplace-t-il légèrement l’échan-
tillon et modifie-t-il ainsi la superposition des faisceaux ? Cette hypothèse semble peu
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Fig. 5.11 – Différence entre les deux signaux de la figure 5.10. La largeur du signal cohérent
est de 38.7 ± 0.2 fs.

probable. Un déplacement des faisceaux pendant l’acquisition se manifesterait également
par une baisse du signal, ce qui n’est pas le cas ici. Rappelons ici que notre but n’était
pas d’effectuer une autocorrélation, qui aurait été bien plus simple à l’aide d’un cristal
de BBO par exemple, parfaitement poli et optimisé pour cette application, mais de tester
cette nouvelle configuration expérimentale.

Mesure de la dynamique des populations à τ fixé

Nous avons mesuré le signal de populations en fixant τ=0 fs et en faisant varier T. L’intérêt
de cette mesure est qu’elle ne fait pas intervenir le champ rayonné à l’ordre un comme c’est
le cas dans une expérience pompe-sonde, ce qui permet d’interpréter plus directement le
signal magnéto-optique.
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-  
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Fig. 5.12 – Signal différentiel magnéto-optique pour un champ appliqué de 0̊ et 180̊ en
fonction du délai T. Le pic de signal aux temps courts est dû à l’interaction entre les trois
impulsions. Le rapport entre l’amplitude du pic et le signal à 400 fs vaut environ 20. Cette
figure est modélisée par la courbe 5.17.
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Aux délais T inférieurs à 5 ps, nous avons estimé le temps caractéristique de transfert
d’énergie des spins vers le réseau. Cette estimation est difficile dans ce système, dans la
mesure où le signal cohérent aux temps plus courts peut influencer l’ajustement de l’ex-
ponentielle décroissante de temps caractéristique τspin−reseau comme on le voit à la figure
5.12. Les mesures sont réalisées avec une puissance d’excitation 1.6 fois supérieure à celle
utilisée à la courbe 5.14, c’est-à-dire que la puissance de l’impulsion arrivant au délai T
vaut 2.7 mW. La puissance de l’impulsion arrivant au délai τ vaut 2.1 mW sans modula-
teur. La puissance de l’impulsion fixe est 2.2 mW. Nous avons estimé τspin−reseau ∈ [1.2, 1.8]
ps d’après l’ajustement de la figure 5.13. Celui-ci a été obtenu avec le signal magnéto-
optique différentiel mesuré pour les champs +180̊ et 0̊ . Comme le champ magnétique est
appliqué orthogonalement à l’échantillon, parallèlement à l’axe de facile aimantation, il
n’y a pas de précession à observer.
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0-3

 

54321
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f(t)=y0+Aexp(-t/τ)
y0     = -0.00078661 ± 2.04e-05

  A      = -0.00045335 ± 5.1e-05
  τ = [1.2ps,1.8ps]

∆θ0°-∆θ180°

Fig. 5.13 – Ajustement du taux de transfert spin-réseau à partir du signal différentiel
magnéto-optique.

Nous avons ensuite appliqué le champ magnétique avec les angles +30̊ et +150̊ par
rapport à la normale à l’échantillon. L’aimantation est donc forcée hors de son axe de
facile aimantation. Nous avons choisi τ=0 fs et avons mesuré la dynamique magnéto-
optique en fonction de T. La puissance de l’impulsion arrivant au délai T vaut 1.7 mW. La
puissance de l’impulsion arrivant au délai τ vaut 1.25 mW sans modulateur. La puissance
de l’impulsion fixe est 1.3 mW.

Nous observons bien une dynamique d’aimantation dans cette configuration puisque nous
observons la précession de l’aimantation. Nous avons ajusté les courbes expérimentales
par la fonction suivante :

I(T ) = a+ b cos[2π
T

Tprecession
+ φ]e

− T−x0
τamortissement + ce

− T−x0
τdiffusion (5.1)

Tprecession désigne la période de précession, τamortissement représente l’amortissement de la
précession et τdiffusion désigne le temps caractéristique de la diffusion de la chaleur du
système {électrons + spins} vers le réseau.

Pour le champ +30̊ : nous trouvons τamortissement=206 ps ± 13 ps, τdiffusion=156 ps ± 4
ps , la période de précession vaut 143 ps ± 1 ps.

Pour le champ +150̊ : τamortissement=223 ps ± 16 ps, τdiffusion=138 ps ± 4 ps , la période
de précession vaut 161 ps ± 1 ps.
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Fig. 5.14 – Rotation différentielle magnéto-optique dans la configuration à trois impul-
sions pour τ = 0fs. Nous observons deux périodes de précession pour les deux champs et
un amortissement exponentiel de la précession.

L’observation de la précession et les ordre des grandeur des temps de diffusion et d’amor-
tissement obtenus permettent de valider la configuration magnéto-optique à trois faisceaux
pour résoudre la dynamique d’aimantation due aux populations.

5.4 Résultats numériques pour la configuration en ré-
seau transitoire à trois faisceaux

Cette section a pour objectif d’illustrer les mesures expérimentales aux délais inférieurs à
500 fs. Pour cela, nous avons considéré un désaccord de 0.08 % par rapport à la transition
2sj=1/2 − 3pj=1/2. Les temps de relaxation choisis sont T1 = 1350 fs, T2 = 10 fs. Les
trois impulsions ont la même intensité. L’amplitude du champ électrique associé à chaque
impulsion est de 4 ∗ 106 V.m−1. Les impulsions incidentes sont polarisées selon ex. Les
courbes ont été obtenues avec le système à huit niveaux en champ magnétique faible
B=0.05T.

Afin de pouvoir évaluer l’ordre de grandeur des effets non-linéaires, les figures corres-
pondent au signal d’ordre 3 normalisé par le signal d’ordre 1. Par exemple dans le cas de
la rotation nous traçons :

SMO(τ)

S
(1)
MO

=
∆θ

θ(1)
=
θ

(3)
+H − θ(3)

−H

θ
(1)
+H − θ(1)

−H

(5.2)

=

∫ +∞
−∞ [|E(3)

+H(t, τ)|2 + |E(3)
−H(t, τ)|2] sin[2α(t, τ)] cos[2ε(t, τ)]dt∫ +∞

−∞ [|E(1)
+H(t)|2 + |E(1)

−H(t)|2] sin[2αS(t)] cos[2εS(t)]dt
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5.4.1 Terme cohérent

Pour pouvoir illustrer les mesures expérimentales, nous considérons une durée d’impulsion
de 50 fs puis de 7 fs. Nous avons fixé le délai d’arrivée de la troisième impulsion à 500 fs.

Rotation et ellipticité magnéto-optiques du terme cohérent

Nous constatons que le terme cohérent de la rotation magnéto-optique est maximal pour
le délai τ =9 fs alors que l’ellipticité magnéto-optique est maximale pour le délai τ =3 fs.
Nous constatons qu’une informations sur la durée de vie des cohérences et le désaccord
du laser par rapport aux transitions du système peut être obtenue en étudiant la rotation
magnéto-optique de la configuration à trois faisceaux.
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Fig. 5.15 – Figure a : Rotation magnéto-optique d’ordre 3 obtenue dans la direction
−kτ + kT + k0 normalisée par la rotation magnéto-optique du premier ordre. Durée de
l’impulsion : 50 fs. T2=10 fs pour un désaccord de 0.08 %. La largeur de la gaussienne
obtenue est de 51 fs. Cette valeur est comparable à la largeur expérimentale obtenue à la
figure 5.10. Figure b : ellipticité magnéto-optique d’ordre 3 (Les paramètres numériques
et la largeur de la gaussienne obtenue sont identiques).
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Fig. 5.16 – Figure de gauche : Rotation magnéto-optique d’ordre 3 obtenue dans la
direction −kτ + kT + k0 normalisée par la rotation magnéto-optique du premier ordre.
Durée de l’impulsion : 7 fs. T2=10 fs pour un désaccord de 0.08 %. Figure de droite :
Ellipticité dans les mêmes conditions.
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5.4.2 Terme de population

Nous avons calculé la réponse magnéto-optique issue du terme de population obtenue
dans la direction −kτ + kT + k0 en fixant τ=0 fs. Les impulsions ont une durée de 50
fs. L’ellipticité évolue temporellement de manière similaire à l’intensité ; son maximum se
situe autour du délai T=80 fs. La rotation révèle un pic important au délai T=40fs. Une
étude plus détaillée de ce phénomène est une perspective de ce modèle.
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Fig. 5.17 – Figure a : Rotation magnéto-optique. Le rapport entre le maximum de la
rotation magnéto-optique et la valeur à T=400 fs vaut 12.9, de manière similaire aux
courbes obtenues expérimentalement (figure 5.12). Figure b : Ellipticité magnéto-optique.
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5.5 Conclusion de la partie expérimentale

Nous avons réalisé les premières mesures magnéto-optiques ultra-rapides à l’aide d’une
configuration de mélange d’onde en réseau transitoire. Pour cela, nous avons étudié un
grenat ferrimagnétique qui possède une réponse magnéto-optique cohérente très impor-
tante. Ces mesures nous ont permis d’accéder directement à la dynamique d’ordre trois,
contrairement aux mesures de type pompe-sonde qui mélangent la réponse du système
à l’ordre un et à l’ordre trois. Ainsi, l’analyse de la réponse magnéto-optique est plus
directe.

Aux temps intermédiaires (jusqu’à 5 ps) nous avons pu extraire le temps caractéristique
de transfert d’énergie entre les spins et le réseau, qui dans nos mesures est de l’ordre de
1.5 ps. Nous avons pu modéliser la dynamique obtenue expérimentalement à l’aide du
modèle hydrogénoïde à 8 niveaux pour des délais inférieurs à 500 fs : on y voit un pic
dû à l’interaction cohérente aux temps courts puis une décroissance lente du signal de
populations.

Aux temps longs, ces mesures nous ont donné accès à la précession de l’aimantation.
Celle-ci évolue avec une période dépendant de l’angle du champ magnétique appliqué.
Pour un angle de 30̊ nous trouvons Tprécession = 143 ps et pour un angle de 150̊ nous
obtenons Tprécession = 163 ps. L’amortissement de la précession a lieu avec un temps
caractéristique d’environ 210 ps.

Aux temps courts nous n’avons pas pu accéder au temps de cohérence du système, les
impulsions de 47 fs étant trop longues par rapport aux temps de cohérence électroniques
qui dans un métal est estimé de l’ordre de 10 fs. L’utilisation d’impulsions plus courtes
associées à la configuration expérimentale de mélange d’onde en réseau transitoire pro-
mettent des avancées importantes dans le domaine des effets magnéto-optiques cohérents.
Il s’agit ici de premières mesures qui laissent envisager des applications dans le domaine
du contrôle cohérent de l’aimantation.
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Conclusion

Ce travail de thèse s’intègre dans un domaine qui est actuellement l’objet d’intenses
recherches au niveau international. En effet, l’étude de la dynamique d’aimantation à
l’échelle de la femtoseconde promet des applications dans le domaine du stockage de
données et pose des questions fondamentales sur l’interaction ultra-rapide entre photons
et spins dans des matériaux ferromagnétiques.

Dans ce manuscrit nous avons d’abord détaillé l’origine des effets Kerr et Faraday qui
permettent de remonter à la dynamique de l’aimantation ultra-rapide à l’aide d’expé-
riences d’optique femtoseconde. Nous avons souligné l’importance de l’interaction spin-
orbite entre le moment cinétique des électrons, leur spin et le champ électrique des ions
pour relier les propriétés optiques linéaires d’un matériau à ses propriétés magnétiques.
Dans le cas d’expériences d’optique non-linéaire, nous avons montré que la dynamique
d’aimantation ultra-rapide dépend de manière non-linéaire du champ électrique laser, ce
qui peut être décrit par l’effet Faraday inverse ou par le formalisme de Liouville de l’équa-
tion d’évolution de la matrice densité. Dans le cas de systèmes subissant l’interaction
d’échange, la dynamique d’aimantation dépend également linéairement du champ élec-
trique laser d’après les travaux de Zhang et al. [4]. Nous avons détaillé deux processus
physiques couplés intervenant dans la dynamique d’aimantation ultra-rapide : les échanges
énergétiques entre le système électronique excité, les phonons et les spins, et d’autre part le
phénomène de précession. Enfin, nous avons introduit la notion de dynamique cohérente :
pour les charges et pour l’aimantation.

Dans une seconde partie, nous avons introduit un modèle simple qui nous a permis d’ex-
plorer deux aspects des expériences magnéto-optiques ultra-rapides. Le premier aspect
est le rôle joué par le terme d’interaction spin-orbite avec le champ laser issu du dévelop-
pement relativiste de Foldy-Wouthuysen. Le second aspect que nous avons étudié est le
lien entre le signal magnéto-optique cohérent et la dynamique d’aimantation aux temps
courts.

Nous avons choisi d’étudier un système constitué de huit niveaux de l’atome d’hydrogène
subissant une interaction Zeeman forte ou faible par rapport à son couplage spin-orbite.
Nous avons calculé la réponse magnéto-optique de ces deux systèmes à l’ordre trois d’in-
teraction avec le laser tel qu’elle est obtenue dans une expérience pompe-sonde. Nous nous
sommes basés sur le formalisme de la matrice densité évoluant sous l’effet de l’équation
de Liouville avec des taux de relaxation T2 et T1 des cohérences et des populations. A
l’aide de l’approche de Brito-Cruz et al. nous avons distingué la contribution magnéto-
optique de "population", de la contribution magnéto-optique cohérente issue des termes
de "pump-perturbed free induction decay" et de "pump-polarization coupling" [15].

Dans un premier temps, nous avons modélisé les mesures magnéto-optiques à résonance et
hors résonance. Nous avons montré la contribution différente des termes de population, de
pump-perturbed free induction decay et de pump-polarization coupling. Puis nous avons
comparé ces mesures à la dynamique du moment angulaire total J, du moment orbital L
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et du moment de spin S pour montrer comment les mesures de rotation et d’ellipticité
différentielles d’ordre trois donnent une information sur la dynamique de l’aimantation à
l’ordre deux en perturbation du laser.

Dans un second temps, nous avons montré que dans notre modèle simple, l’interaction
spin-orbite issue du développement de Foldy-Wouthuysen influence la dynamique des
spins dans le cas d’un système subissant une interaction Zeeman forte. Ce terme n’est
cependant pas suffisant pour modifier la réponse magnéto-optique ultra-rapide dans notre
modèle.

Enfin, nous avons étudié une configuration de mélange d’onde en réseau transitoire à trois
faisceaux. Nous avons montré que celle-ci permet d’accéder plus directement au signal
magnéto-optique d’ordre trois qu’une mesure de type pompe-sonde. Une expérience à
trois faisceaux donne accès à la contribution cohérente à l’ordre trois mais également aux
populations en fonction des délais entre impulsions choisis.

Nous avons illustré expérimentalement la mesure des populations et des cohérences à
l’ordre trois à l’aide de la configuration de mélange d’onde à trois faisceaux. Nous avons
étudié la réponse magnéto-optique d’un film fin de grenat. Ce diélectrique ferrimagnétique
est transparent à la longueur d’onde 800 nm et possède une réponse magnéto-optique réso-
nante à 580 nm. Il est donc bien adapté pour la mesure de dynamiques magnéto-optiques
cohérentes à l’aide d’impulsions femtosecondes de 47 fs à 800 nm. Nous n’avons pas pu
résoudre la dynamique magnéto-optique cohérente car pour cela les impulsions doivent
avoir une durée maximale de l’ordre du temps de cohérence des électrons. Dans un métal,
celui-ci est estimé à 10 fs. Néanmoins, ces expériences ont montré que l’on peut obte-
nir une réponse magnéto-optique cohérente efficace, en l’absence de toute contribution
des populations. Par ailleurs, elles constituent une base pour planifier de futures mesures
magnéto-optiques cohérentes à l’aide d’impulsions plus courtes. Grâce à la mesure des
populations, nous avons pu évaluer le temps de relaxation des spins vers le réseau à 1.5
ps. Nous avons mesuré la précession de l’aimantation pour deux directions du champ ma-
gnétique. Pour un champ magnétique statique appliqué à 30̊ par rapport à l’axe de facile
aimantation du grenat, la période de précession est de 143 ps et son temps caractéristique
d’amortissement est de 200 ps. Ces mesures ont permis de démontrer que cette configu-
ration expérimentale permet de découpler la dynamique magnéto-optique cohérente de
la dynamique magnéto-optique liée aux populations. Elle promet des avancées dans la
compréhension de l’interaction cohérente entre spins et photons dans les matériaux ferro-
magnétiques et elle permet d’envisager un contrôle cohérent de l’aimantation à l’échelle
de la femtoseconde.
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Annexe A

L’atome d’Hydrogène et quelques
rappels de mécanique quantique

Nous détaillons quelques notions concernant l’atome d’Hydrogène afin de comprendre
l’origine des niveaux d’énergie. Nous considérerons une interaction Zeeman faible devant
l’interaction spin-orbite et rappellerons la structure de niveaux qui en découle. Nous évo-
querons aussi la symétrie des fonctions d’onde et en déduiront les éléments de transition
dipolaire électrique. Ce résumé est basé sur les références [99], [76], [100].

Lorsque nous écrirons les harmoniques sphériques nous utiliserons au lieu de lz la notation
m pour désigner le nombre quantique associé à la projection du moment orbital selon l’axe
ez.

A.1 Hamiltonien de l’atome d’Hydrogène

Considérons en coordonées sphériques l’Hamiltonien d’un électron soumis au potentiel
électrique d’un proton :

H = −[
~2

2µr

∂2

∂r2
r +

1

2µr2
L2 − q2

4πε0r
] (A.1)

L = R∧P est le moment cinétique de l’électron et µ = memp
me+mp

désigne la masse réduite de
l’électron et du proton. Nous cherchons les fonctions d’ondes correspondant à une énergie
électronique quantifiée E, solutions de l’équation :

Hψ(r, θ, φ) = Eψ(r, θ, φ) (A.2)

H commute avec L2 et Lz. Ces dernières observables ont pour fonctions propres les har-
moniques sphériques Y m

l (θ, φ) :

L2Y m
l (θ, φ) = l(l + 1)~Y m

l (θ, φ) (A.3)
LzY m

l (θ, φ) = m~Y m
l (θ, φ)

Les fonctions propres de H notées ψ peuvent donc s’écrire comme le produit d’une fonction
"radiale" ne dépendant que de r, la distance de l ’électron au noyau, et des harmoniques
sphériques :

ψ(r, θ, φ) = R(r)Y m
l (θ, φ)
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A l’énergie propre E est associé le nombre quantique k. La composante radiale de l’équa-
tion A.2 montre que E dépend également de l :

−[
~2

2µr

∂2

∂r2
r +

1

2µr2
l(l + 1)~− q2

4πε0r
]R(r) = Ek,lR(r) (A.4)

Les nombres quantiques k, l et m définissent les valeurs propres des observables H, L2 et
Lz :

ψk,l,m(r, θ, φ) = Rk,l(r)Y
m
l (θ, φ)

La résolution de l’équation A.4 conduit à écrire la fonction radiale comme un polynôme
de Legendre multiplié par une fonction exponentielle décroissante. On retrouve le schéma
de Bohr des niveaux d’énergie En = 1

n2
µ

2~2 [ q2

4πε0
]2 avec n=k+l.

0 eV

-0.85 eV

-1.51 eV

-3.40 eV

-13.60 eV

n=4

n=3

n=2

n=1

l=0 l=1 l=2 l=3

1s

2s 2p

3s 3p 3d

4s 4p 4d 4f

Fig. A.1 – Niveaux d’énergie de l’atome d’Hydrogène dans le modèle de Bohr.

Fonctions radiales

Les fonctions radiales caractérisent le niveau énergétique. Comme n=k+l, nous les note-
rons par la suite Rn,l(r). Rappelons qu’en coordonnées sphériques, r ≥ 0. La table A.1
donne l’expression des fonctions radiales pour les niveaux s et p qui nous intéresseront
par la suite en fonction du rayon de Bohr a0 = 52.9177pm.
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R3,0(r) = 2
3(3a0)3/2

[3− 6 r
3a0

+ 2( r
3a0

)2]e−r/3a0 R3,1(r) =
√

8
3(3a0)5/2

[2− r
3a0

]re−r/3a0

R2,0(r) = 2
(2a0)3/2

(1− r
2a0

)e−r/2a0 R2,1(r) = 1
(2a0)3/2

√
3
r
a0
e−r/2a0

R1,0(r) = 2

a
3/2
0

e−r/a0

Harmoniques sphériques

Les harmoniques sphériques sont solutions des équations A.3. Elles sont fonctions propres
de L2 et Lz. Leur parité est définie par l :

Y m
l (θ,−φ) = (−1)lY m

l (θ, φ) (A.5)

Par ailleurs :

Y m∗
l (θ, φ) = (−1)mY −ml (θ, φ) (A.6)

La relation de composition des harmoniques sphériques :∫
Y m1
l1
Y m2
l2
Y m3
l3

sin(θ)dθdφ = (−1)m3

√
(2l1 + 1)(2l2 + 1)

4π(2l3 + 1)
(A.7)

est différente de zéro lorsque m1 + m2 + m3 = 0, lorsqu’on peut former un triangle avec
trois segments de longueur l1, l2 et l3, et lorsque l1 + l2 − l3 est pair.

Les harmoniques sphériques pour l=1 et l=0 s’écrivent :

Y 0
0 (θ, φ) = 1√

4π

Y 0
1 (θ, φ) =

√
3

4π
cos(θ)

Y ±1
1 (θ, φ) =

√
3

8π
sin(θ)e±ıφ

Il est très utile pour la suite de réécrire les coordonnées cartésiennes en fonction des
harmoniques sphériques :

x =

√
2π

3
r[Y −1

1 (θ, φ)− Y 1
1 (θ, φ] (A.8)

y = ı

√
2π

3
r[Y −1

1 (θ, φ) + Y 1
1 (θ, φ]

z =

√
4π

3
rY 0

1 (θ, φ)
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A.2 Structure fine de l’atome d’Hydrogène

L’Hamiltonien précédent ne décrit qu’approximativement la structure de l’atome d’hy-
drogène puisqu’il ne tient compte d’aucun effet relativiste notamment du spin. Dans le
cas particulier de l’Hydrogène, les effet relativistes peuvent être pris en compte analyti-
quement. On obtient alors l’énergie des niveaux de structure fine. Celle-ci dépend de la
constante de structure fine α, de n et de j :

En,j = mc2

 1√
1 + ( α

n−j−1/2+
√

(j+1/2)2−α2
)2
− 1



3s,j=1/2

2p, j=3/2

3d, j=5/2

-3.40969 eV

Energie

2s,j=1/2 2p, j=1/2

3d, j=1/2

3p, j=3/2

3p, j=1/2

3d, j=3/2

-3.40964 eV

-1.51541 eV

-1.51540 eV

-1.51539 eV

Fig. A.2 – Structure fine de l’atome d’Hydrogène pour n ∈ [1, 3] et l ∈ [0, 2].
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A.3 Effet Zeeman

Pour un champ magnétique faible Bz s’appliquant sur un système décrit dans la base
couplée définie par J et jz, la levée de dégénerescence des niveaux de structure fine sous
l’effet Zeeman correspond aux énergies calculées ci-dessous. Ici Bz est exprimé en Teslas.

∆Ejz =
2l + 2

2l + 1
µBBzjz Pour j=l+1/2 (A.9)

∆Ejz =
2l

2l + 1
µBBzjz Pour j=l-1/2

Pour les niveaux s de nombres quantiques l=0 et j=1/2 :

∆E±1/2 = ±µBBz = ∓5.7963 ∗ 10−5BzeV (A.10)

Pour les niveaux p de nombres quantiques l=1 et j=1/2

∆E±1/2 = ±1

3
µBBz = ∓1.9321 ∗ 10−5BzeV (A.11)

Pour les niveaux p de nombres quantiques l=1 et j=3/2

∆E±1/2 = ±2

3
µBBz = ∓3.6842 ∗ 10−5BzeV (A.12)

∆E±3/2 = ±2µBBz = ∓11.5926 ∗ 10−5BzeV

La levée de dégénerescence due au couplage spin-orbite entre les niveaux 3pj=3/2 et 3pj=1/2

vaut 1.34499 ∗ 10−5 eV ; ∆E dû au champ magnétique doit être bien plus faible que cette
valeur. Nous ne pourrons donc pas considérer des champ magnétiques supérieurs à 0.05
Teslas.

A.4 Transitions dipolaires électriques

Soit D = qR l’opérateur dipole électrique. Considérons tout d’abord l’effet de D sur la
base ψn,l,ml . D est un opérateur impair, il génère des transitions entre niveaux de l’atome
d’Hydrogène en fonction de la parité de l’harmonique sphérique Y m

l (θ, φ) associée à la
fonctions d’onde ψn,l,ml(r, θ, φ).

Les règles de sélection pour les transitions générées par D définissent les transitions di-
polaires électriques :

∆l = ±1 (A.13)
∆lz = 0,±1

∆sz = 0

Dans la base |l, s, j, jz > où l et s sont couplés, les règles de sélection deviennent :

∆j = 0,±1 (A.14)
∆l = ±1

∆jz = 0,±1
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A.5 Transitions dipolaires magnétiques

Les transitions dipolaires magnétiques sont définies par leurs règles de sélection :

∆l = 0 (A.15)
∆lz = 0,±1

∆sz = 0,±1

Dans la base |l, s, J,mJ > où l et s sont couplés, les règles de sélection deviennent :

∆j = 0,±1 (A.16)
∆l = 0

∆jz = 0,±1

Ces transitions correspondent typiquement aux transitions induites par l’interaction entre
le moment magnétique total de l’électron et un champ magnétique sinusoïdal BL :

W = − q

2m
[L + 2S] ·BL (A.17)

A.6 Calcul des transitions en champ faible en jauge de
Coulomb

L’Hamiltonien d’interaction avec le champ laser a été calculé à la section 2.2 :

Hint = − q

m
Π ·AL − q

2m2c2
[(p− qAM) ∧ S] · EL − q

m
S ·BL − ıq~

4m2c2
S · (∇∧ EL)

Avec l’opérateur moment cinétique Π= m
ı~ [R,H0] :

Π = p− qAM +
q

2mc2
S ∧ Ei

Etudions les transitions générées par chaque terme de l’Hamiltonien d’interaction ainsi
que l’ordre de grandeur des éléments de matrice associés. En considérant que Λ(t, τ) est
imaginaire pur, nous écrirons, dans le cas d’une polarisation circulaire :

AL = [Λ(t, τ)e−ıωLt + Λ∗(t, τ)eıωLt]
ex ± ıey√

2
(A.18)

= [Λ(t, τ)e−ıωLt + Λ∗(t, τ)eıωLt]

Le champ électrique associé est parallèle à AL dans la jauge de Coulomb. Son expression
est :

EL = − ∂

∂t
AL (A.19)

= −[
∂

∂t
Λ(t, τ)e−ıωLt +

∂

∂t
Λ∗(t, τ)eıωLt − ıωLΛ(t, τ)e−ıωLt + Λ∗(t, τ)ıωLe

ıωLt]
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Si les termes ∂
∂t

Λ(t, τ) sont négligés :

EL = ıωL[Λ(t, τ)e−ıωLt − Λ∗(t, τ)eıωLt]
ex + ıey√

2
(A.20)

= [ε(t, τ)e−ıωLt + ε∗(t, τ)eıωLt]
ex + ıey√

2

= ε(t, τ)e−ıωLt + ε∗(t, τ)eıωLt

D’où le passage entre Λ et ε :

ε(t, τ) = ıωLΛ(t, τ) (A.21)
ε∗(t, τ) = −ıωLΛ∗(t, τ)

Soit I1 =
∫
drr2R31

dR20

dr
, I2 =

∫
drr3R31R20, I3 =

∫
drR31R20.

Terme p.AL :

Pour une polarisation circulaire σ+ du laser :

< 4| − q

m
p.Λ|1 > =

ıq~Λ
√

2

m
I1 = −1.05 ∗ 10−13 ε

ωL
(A.22)

< 7| − q

m
p.Λ|1 > =< 4| − q

m
p.Λ|1 > 1√

2
= −7.43 ∗ 10−14 ε

ωL

< 8| − q

m
p.Λ|2 > =< 4| − q

m
p.Λ|1 >

√
3√
2

= −1.29 ∗ 10−13 ε

ωL

Pour une polarisation circulaire σ− du laser :

< 3| − q

m
p.Λ|2 > = −1.05 ∗ 10−13 ε

ωL
(A.23)

< 6| − q

m
p.Λ|2 > = −7.43 ∗ 10−14 ε

ωL

< 5| − q

m
p.Λ|1 > = −1.29 ∗ 10−13 ε

ωL

Terme AM .AL :

Pour une polarisation circulaire σ+ du laser :

< 4|q
2

m
AM .Λ|1 > =

ıq2BΛ
√

2

2m
I2 = 3.23 ∗ 10−18 ε

ωL
B (A.24)

< 7|q
2

m
AM .Λ|1 > =

1√
2
< 4|q

2

m
AM .Λ|1 >= 2.28 ∗ 10−18 ε

ωL
B

< 8|q
2

m
AM .Λ|2 > =

√
3√
2
< 4|q

2

m
AM .Λ|1 >= 3.95 ∗ 10−18 ε

ωL
B
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Pour une polarisation circulaire σ− du laser :

< 3|q
2

m
AM .Λ|2 > = −3.23 ∗ 10−18 ε

ωL
B (A.25)

< 6|q
2

m
AM .Λ|2 > = 2.28 ∗ 10−18 ε

ωL
B

< 5|q
2

m
AM .Λ|1 > = 3.95 ∗ 10−18 ε

ωL
B

Terme [S ∧ Ei].AL :

Pour une polarisation circulaire σ+ du laser :

< 4| − q2

2m2c2
[S ∧ Ei].Λ|1 > = ı

q3~Λ

8πε0m2c2
I3[1− 1] = 0 (A.26)

< 7| − q2

2m2c2
[S ∧ Ei].Λ|1 > = ı

q3~Λ

4πε0m2c2
I3[
√

2 +
1√
2

] = 5.81 ∗ 10−19 ε

ωL

< 8| − q2

2m2c2
[S ∧ Ei].Λ|2 > = −ı

√
3q3~Λ

4πε0m2c2
√

2
I3 = −4.74 ∗ 10−19 ε

ωL

Pour une polarisation circulaire σ− du laser :

< 3| − q2

2m2c2
[S ∧ Ei].Λ|2 > = ı

q3~Λ

4πε0m2c2
I3 = 1.37 ∗ 10−19 ε

ωL
(A.27)

< 6| − q2

2m2c2
[S ∧ Ei].Λ|2 > = ı

q3~Λ

4πε0m2c2
I3[
√

2− 1√
2

] = 1.94 ∗ 10−19 ε

ωL

< 5| − q2

2m2c2
[S ∧ Ei].Λ|1 > = −4.74 ∗ 10−19 ε

ωL

Terme [p ∧ S].EL :

Pour une polarisation circulaire σ+ du laser :

< 4| − q

2m2c2
[p ∧ S].ε|1 >=− q~2ε

√
2π

2
√

2m2c2
I1

∫ ∫
sin(Θ)dΘdφ (A.28)

× [

√
2

3
Y −1

1 Y 1
1 Y

0
0 <↓ | ↓> −

√
2

3
Y 0

1 Y
0

1 Y
0

0 <↑ | ↑>]

=0

< 7| − q

2m2c2
[p ∧ S].ε|1 >=− q~2ε√

2m2c2
I1 = 6.73 ∗ 10−35ε

< 8| − q

2m2c2
[p ∧ S].ε|2 >=−

√
3q~2ε

4m2c2
I1 = 4.12 ∗ 10−35ε

Pour une polarisation circulaire σ− du laser :

< 3| − q

2m2c2
[p ∧ S].ε|2 > = − q~2ε√

2m2c2
I1 = 6.73 ∗ 10−35ε (A.29)

< 6| − q

2m2c2
[p ∧ S].ε|2 > = 0

< 5| − q

2m2c2
[p ∧ S].ε|1 > = −

√
3q~2ε

4m2c2
I1 = 4.12 ∗ 10−35ε
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Terme [AM ∧ S].EL :

Pour une polarisation circulaire σ+ du laser :

< 4| q2

2m2c2
[AM ∧ S].ε|1 >=

q2~ε
2
√

2m2c2
I2 = 1.04 ∗ 10−39Bε (A.30)

< 7| q2

2m2c2
[AM ∧ S].ε|1 >= − q2~ε

4m2c2
I2 = −7.31 ∗ 10−40Bε

< 8| q2

2m2c2
[AM ∧ S].ε|2 >=

√
3q2~ε

4m2c2
I2 = 1.27 ∗ 10−39Bε

Pour une polarisation circulaire σ− du laser :

< 3| q2

2m2c2
[AM ∧ S].ε|2 >= 1.04 ∗ 10−39Bε (A.31)

< 6| q2

2m2c2
[AM ∧ S].ε|2 >= −7.31 ∗ 10−40Bε

< 5| q2

2m2c2
[AM ∧ S].ε|1 >= 1.27 ∗ 10−39Bε

Ce terme pourra être négligé par la suite au vu des ordres de grandeur des éléments de la
matrice d’interaction associés.

Terme S.BL :

Ce terme génère des transitions de sz vers sz ± 1. Par exemple entre les niveaux 1 et 2.
Les éléments de matrice sont très faibles et correspondent à des fréquences de transitions
très petites par rapport à la pulsation du laser. Nous ne les considérerons pas.

A.7 Calcul des transitions en champ fort en jauge de
Coulomb

Nous utilisons les mêmes notations que dans l’annexe A.6. Nous considérons ici la base
quantique en champ fort définie dans la section 2.5.

Terme p.AL :

Pour une polarisation circulaire σ+ du laser :

< 5| − q

m
p.Λ|1 > =

ıq~Λ
√

2

m
I1 = −1.29 ∗ 10−13 ε

ωL
(A.32)

< 8| − q

m
p.Λ|2 > =< 4| − q

m
p.Λ|1 >= −1.29 ∗ 10−13 ε

ωL

Pour une polarisation circulaire σ− du laser :

< 3| − q

m
p.Λ|1 > = 1.29 ∗ 10−13 ε

ωL
(A.33)

< 6| − q

m
p.Λ|2 > = 1.29 ∗ 10−13 ε

ωL
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Terme AM .AL :

Pour une polarisation circulaire σ+ du laser :

< 5|q
2

m
AM .Λ|1 > =

ıq2BΛ
√

3

2m
I2 = 3.95 ∗ 10−18 ε

ωL
B (A.34)

< 8|q
2

m
AM .Λ|2 > =

ıq2BΛ
√

3

2m
I2 = 3.95 ∗ 10−18 ε

ωL
B

Pour une polarisation circulaire σ− du laser :

< 3|q
2

m
AM .Λ|1 > = − ıq

2BΛ
√

3

2m
I2 = −3.95 ∗ 10−18 ε

ωL
B (A.35)

< 6|q
2

m
AM .Λ|2 > = − ıq

2BΛ
√

3

2m
I2 = −3.95 ∗ 10−18 ε

ωL
B

Terme [S ∧ Ei].AL :

Pour une polarisation circulaire σ+ du laser :

< 5| − q2

2m2c2
[S ∧ Ei].Λ|1 > = −ı q3~Λ

4πε0m2c2

√
3

2
I3 = −1.67 ∗ 10−19 ε

ωL
(A.36)

< 7| − q2

2m2c2
[S ∧ Ei].Λ|1 > = ı

q3~Λ

4πε0m2c2

√
3I3 = 2.37 ∗ 10−19 ε

ωL

< 8| − q2

2m2c2
[S ∧ Ei].Λ|2 > = ı

q3~Λ

4πε0m2c2

√
3

2
I3 = 1.67 ∗ 10−19 ε

ωL

Pour une polarisation circulaire σ− du laser :

< 3| − q2

2m2c2
[S ∧ Ei].Λ|1 > = −ı q3~Λ

4πε0m2c2

√
3

2
I3 = −1.67 ∗ 10−19 ε

ωL
(A.37)

< 6| − q2

2m2c2
[S ∧ Ei].Λ|2 > = ı

q3~Λ

4πε0m2c2

√
3

2
I3 = 1.67 ∗ 10−19 ε

ωL

< 4| − q2

2m2c2
[S ∧ Ei].Λ|2 > = −ı q3~Λ

4πε0m2c2

√
3I3 = −2.37 ∗ 10−19 ε

ωL

Terme [p ∧ S].EL :

Pour une polarisation circulaire σ+ du laser :

< 5| − q

2m2c2
[p ∧ S].ε|1 >=−

√
3q~2ε

4m2c2
I1 = 4.1 ∗ 10−35ε (A.38)

< 7| − q

2m2c2
[p ∧ S].ε|1 >=−

√
3
2
q~2ε

2m2c2
I1 = 5.83 ∗ 10−35ε

< 8| − q

2m2c2
[p ∧ S].ε|2 >=

√
3q~2ε

4m2c2
I1 = −4.1 ∗ 10−35ε
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Pour une polarisation circulaire σ− du laser :

< 6| − q

2m2c2
[p ∧ S].ε|2 >=

√
3q~2ε

4m2c2
I1 = −4.1 ∗ 10−35ε (A.39)

< 4| − q

2m2c2
[p ∧ S].ε|2 >=

√
3
2
q~2ε

2m2c2
I1 = −5.83 ∗ 10−35ε

< 3| − q

2m2c2
[p ∧ S].ε|1 >=−

√
3q~2ε

4m2c2
I1 = 4.1 ∗ 10−35ε

A.8 Opérateurs vectoriels

Un opérateur vectoriel V est tel que lors d’une rotation infinitésimale V ·u se transforme
en V · u′ où u′ est le transformé de u par la rotation infinitésimale.

Soit J, le moment cinétique total du système, alorsV obéit aux relations de commutations
suivantes :

[Jx, Vx] = 0 (A.40)
[Jx, Vy] = ı~Vz
[Jx, Vz] = ı~Vy

Ainsi qu’à toutes celles qui s’en déduisent par permutations circulaires.

Pour un opérateur vectoriel V où V± = Vx ± iVy les règles de transition sont :

Vz → ∆jz = 0 (A.41)
V+ → ∆jz = +1

V− → ∆jz = −1

Opérateur de spin

Rappelons l’écriture des opérateurs de spin :

Sx =
S+ + S−

2
(A.42)

Sy =
S+ − S−

2ı

Sz |↑> =
~
2
|↑>

Sz |↓> = −~
2
|↓>

S− |↑> = ~ |↓>
S− |↓> = 0

S+ |↓> = ~ |↑>
S+ |↑> = 0
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Annexe B

Formalisme de Liouville : relaxations et
solution analytique au 3e ordre

Cette partie a été rédigée à partir des références suivantes : [101],[78], [79], [102]. Consi-
dérons différents types de relaxations ı∂tρnm|relaxation :

ı∂tρnm =
1

~
[H0 −−→V · −→E laser, ρ]nm + ı∂tρnm|relaxation (B.1)

B.1 Relaxation transverses

Les relaxations des cohérences sont appelées relaxations transverses. Le modèle phénomé-
nologique le plus simple consiste à écrire :

∂tρnm|relaxation = −γnmρnm (B.2)

Il faut γnm = γmn pour assurer le caractère hermitien de la matrice densité. L’état d’équi-
libre des cohérences correspond à des cohérences nulles.

B.2 Relaxation longitudinales

Les relaxations des populations sont appelées relaxations longitudinales.

Modèle uni-niveau

Le cas le plus simple consiste à considérer que la relaxations s’effectue pour un niveau
vers son état d’équilibre.

∂tρnn|relaxation = −γnn(ρnn − ρ(0)
nn) (B.3)

Pour conserver la trace de la matrice densité il faut alors que tous les taux de relaxation
γnn soient identiques. Pour que les populations soient positives il faut que γnn soit positif.
Pour que |ρjk(t)| ≤

√
ρjj(t)ρkk(t) il suffit que 2γjk − γjj − γkk > 0
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Modèle en cascade

Ce modèle n’autorise que les relaxations vers les niveaux inférieurs. Il dépend de la popu-
lation des autres niveaux.

∂tρnn|relaxation =
∑
l>n

−Γln(ρll − ρ(0)
ll )−

∑
l<n

Γlj(ρjj − ρ(0)
jj ) (B.4)

Ce modèle conserve la trace de la matrice densité. Pour que les populations soient positives
il faut que γ soit positif. Pour que |ρjk(t)| ≤

√
ρjj(t)ρkk(t) il faut que 2γjk ≥

∑
l<j Γlj +∑

l<k Γlk

Modèle de l’équation maîtresse de Pauli

Ce modèle autorise les relaxations vers tous les niveaux.

∂tρnn|relaxation =
∑
l 6=n

Wlnρll −
∑
l 6=n

Wnlρnn (B.5)

Wnl = Wlne
El−En
kT

A l’équilibre on obtient alors :

ρ(0)
nn =

e−
En
kT∑

l e
− El
kT

(B.6)

Ce modèle conserve la trace de la matrice densité. Pour que les populations soient positives
il faut que W soit positif. Pour que |ρjk(t)| ≤

√
ρjj(t)ρkk(t) il faut que 2γjk ≥

∑
l<j γlj +∑

l<k γlk −
√
WjkWkj

B.3 Solution analytique pour le mélange d’ondes avec
des impulsions de Dirac et une polarisation linéaire.
Cas du système à 8 niveaux.

Nous résolvons ici les équations de la section précédente à l’ordre trois pour trois impul-
sions de Dirac δ(t − t1), δ(t − t2) et δ(t − t3) interagissant avec le système aux instants
t1 ≤ t2 ≤ t3. Dans la suite nous considérerons deux cas :

En champ fort : l=1 et n,m,k ∈ {3, 5, 7} ou l=2 et n,m,k ∈ {4, 6, 8}

En champ faible : l=1 et n,m,k ∈ {4, 5, 7} ou l=2 et n,m,k ∈ {3, 6, 8}

A l’ordre 1 après l’impulsion δ(t− t1)ε, nous obtenons :

ρ̃
(1)
nl (y) = ı

2~e
ı[ωL−ωnl+ ı

Tnl
](y−t1)

Θ(y − t1)vnlρ
(0)
ll ε
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A l’ordre 1 après l’impulsion δ(t− t1)ε∗, nous obtenons :

ρ̃
(1)
ln (y) = − ı

2~e
−ı[ωL−ωln− ı

Tnl
](y−t1)

Θ(y − t1)vlnρ
(0)
ll ε
∗

A l’ordre 2 après l’impulsion δ(t− t2)ε∗, nous obtenons :

∆n
(2)
nl (y

′′
) =

[
2|vnl|2eı[ωL−ωnl+

ı
Tnl

](t2−t1)
+ |vml|2eı[ωL−ωml+

ı
Tml

](t2−t1)
+ |vkl|2eı[ωL−ωkl+

ı
Tkl

](t2−t1)]
× 1

4~2 e
− y
′′

T1 Θ(y
′′ − t2)Θ(t2 − t1)ρ

(0)
ll ε
∗ε

ρ
(2)
nm(y

′′
) = 1

4~2 e
−[ıωnm+ 1

Tnm
](y
′′−t2)vlmvnlΘ(y

′′ − t2)Θ(t2 − t1)ρ
(0)
ll ε
∗ε

ρ
(2)
ll (y

′′
) = −1

4

[
∆n

(2)
nl + ∆n

(2)
kl + ∆n

(2)
ml

]
A l’ordre 2 après l’impulsion δ(t− t2)ε, nous obtenons :

∆n
(2)
nl (y

′′
) =

[
2|vnl|2e−ı[ωL−ωln−

ı
Tnl

](t2−t1)
+ |vml|2e−ı[ωL−ωlm−

ı
Tml

](t2−t1)

+|vkl|2e−ı[ωL−ωlk+ −ı
Tkl

](t2−t1)] 1
4~2 e

− (y
′′
−t2)
T1 Θ(y

′′ − t2)Θ(t2 − t1)ρ
(0)
ll εε

∗

ρ
(2)
nm(y

′′
) = 1

4~2 e
−[ıωnm+ 1

Tnm
](y
′′−t2)vlmvnlΘ(y

′′ − t2)Θ(t2 − t1)ρ
(0)
ll εε

∗

ρ
(2)
ll (y

′′
) = −1

4

[
∆n

(2)
nl + ∆n

(2)
kl + ∆n

(2)
ml

]
= −[|vnl|2e−ı[ωL−ωnl−

ı
Tnl

](t2−t1)
+ |vml|2e−ı[ωL−ωml−

ı
Tml

](t2−t1)

+|vkl|2e−ı[ωL−ωkl−
ı
Tkl

](t2−t1)
] 1
4~2 e

− (y
′′
−t2)
T1 Θ(y

′′ − t2)Θ(t2 − t1)ρ
(0)
ll ε
∗ε

A l’ordre 3 après l’impulsion δ(t− t3)ε, pour la combinaison εε∗ε nous obtenons :

ρ̃
(3)
nl (y

′′′
, τ) = −ı

8~3 e
ı(ωL−ωnl)(y

′′′−t3)− y
′′′
−t3

Tnl Θ(y
′′′ − t3)Θ(t3 − t2)Θ(t2 − t1)vnle

− t3−t2
T1 2ρ

(0)
11 εε

∗ε

×[2|vnl|2eı[ωL−ωnl+ ı
Tnl

](t2−t1)
+ |vml|2eı[ωL−ωml+

ı
Tml

](t2−t1)
+ |vkl|2eı[ωL−ωkl+

ı
Tkl

](t2−t1)]

A l’ordre 3 après l’impulsion δ(t− t3)ε, pour la combinaison εεε∗ nous obtenons :
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ρ̃
(3)
nl (y

′′′
, τ) = −ı

8~3 e
ı(ωL−ωnl)(y

′′′−t3)− y
′′′
−t3

Tnl Θ(y
′′′ − t3)Θ(t3 − t2)Θ(t2 − t1)ρ

(0)
11 εεε

∗vnle
− t3−t2

T1 2

×[2|vnl|2e−ı[ωL−ωln− ı
Tnl

](t2−t1)
+ |vml|2e−ı[ωL−ωlm−

ı
Tml

](t2−t1)

+|vkl|2e−ı[ωL−ωlk−
ı
Tkl

](t2−t1)]

B.4 Principe du code

Nous avons schématisé ici la structure du code Fortran parallélisé avec openMP qui permet
d’obtenir la dynamique de l’intensité, de la réponse magnéto-optique et de l’aimantation
jusqu’au troisième ordre de perturbation.

ρ(ordre)

ordre=1..3 Produit de convolution 

délai τ : parallélisation 
openMP

Choix de l'ordre temporel des impulsions

ρ(0)

I(τ),θ(τ),ε(τ)
J(τ),L(τ),S(τ)

Fig. B.1 – Le code est formé d’une triple boucle : le choix du délai pomp-sonde, le choix
de la séquence d’impulsions (terme de populations, PPFID ou PPC) et le calcul de la
matrice densité à l’ordre trois.
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