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RÉSUMÉ 

Une avenue prometteuse pour le futur des technologies de stockage de données est d’utiliser la 

lumière pour contrôler l’aimantation de façon ultrarapide, soit sur des échelles de temps 

femtoseconde à picoseconde (10-15 à 10-12 s). Pour développer de telles technologies, il faut 

étudier l’interaction entre la lumière et les matériaux magnétiques. Un phénomène d’intérêt est la 

désaimantation ultrarapide, c’est-à-dire la chute de l’aimantation se produisant dans un matériau 

lorsque celui-ci est excité par une impulsion laser femtoseconde. Bien que ce phénomène soit 

connu depuis 1996, certains mystères subsistent quant aux mécanismes qui en sont responsable. 

Plusieurs méthodes permettant d’étudier la désaimantation ultrarapide existent. La plupart 

requièrent des sources de rayonnement ultraviolet extrême ou de rayons X qui sont 

dispendieuses et peu accessibles telles que les synchrotrons et les lasers à électrons libres. Ici, 

nous présentons plutôt des méthodologies basées sur des sources de petite envergure 

disponibles en laboratoire. De plus, nous étudions comment les caractéristiques de l’impulsion 

laser utilisée pour exciter l’échantillon peuvent affecter les dynamiques ultrarapides de la 

désaimantation. 

La méthode conventionnellement utilisée pour produire des impulsions courtes dans l’ultraviolet 

extrême en laboratoire est la génération d’harmoniques d’ordres élevés. Toutefois, ce processus 

ne permet généralement pas d’obtenir un flux élevé de photons. Dans ce document, nous 

présentons d’abord une source d’harmoniques basée sur des impulsions laser ultracourtes à une 

longueur d’onde de 1030 nm. Cette source offre un flux élevé de photons autour de 155 eV, ce 

qui permet de sonder la désaimantation ultrarapide du terbium dans un alliage.  

Nous présentons également l’effet de la longueur d’onde d’excitation sur la désaimantation dans 

des échantillons multicouches contenant du cobalt. Nous observons que l’efficacité de la 

désaimantation augmente avec la longueur d’onde dans le proche infrarouge, mais que cette 

tendance ne semble pas s’étendre à l’infrarouge moyen. Nous constatons également que les 

caractéristiques temporelles de l’impulsion d’excitation ont un effet important sur les dynamiques 

de la désaimantation.  

Ces mesures reposent sur deux méthodes expérimentales. La première exploite une source 

harmonique offrant un flux élevé de photons à 60 eV. À ce sujet, nous proposons une technique 

pour contrôler les caractéristiques spatio-temporelles des impulsions laser utilisées pour la 

génération d’harmoniques, ce qui permet d’adapter la source de photons aux spécificités requises 

par une application donnée. La seconde est basée sur l’effet Kerr magnéto-optique. Une 
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optimisation analytique de la configuration du montage permet d’en maximiser l’efficacité. 

Mots-clés : Désaimantation ultrarapide; génération d’harmoniques d’ordres élevés; diffusion 

magnétique résonante de rayons X; effet Kerr magnéto-optique; expérience pompe-sonde; 

infrarouge moyen; états solitoniques multidimensionnels; compression d’impulsions; terres rares; 

métaux de transition.  
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ABSTRACT 

A promising avenue for future data storage technologies is to use light to control magnetization 

on the femtosecond to picosecond timescales (10-15 to 10-12 s). To develop such technologies, 

the interaction between light and magnetic materials must be studied. One phenomenon of 

interest is ultrafast demagnetization, which is a drop in magnetization that occurs in a material 

when it is excited by a femtosecond laser pulse. Although this phenomenon has been known 

since 1996, some mysteries remain as to the mechanisms that are responsible for it. 

Several methods exist to study ultrafast demagnetization. Most of them require sources of 

extreme ultraviolet radiation or X-rays that are expensive and not very accessible such as 

synchrotrons and free electron lasers. Here, we present instead methodologies based on small-

scale sources available in the laboratory. In addition, we study how the characteristics of the laser 

pulse used to excite the sample can affect the ultrafast dynamics of demagnetization. 

The conventional method used to produce extreme ultraviolet, ultrashort pulses in the laboratory 

is high harmonic generation. However, this process does not generally yield a high photon flux. 

Here, we first present a harmonic source based on ultrashort laser pulses at a wavelength of 

1030 nm. This source provides a high photon flux around 155 eV, which allows to probe the 

ultrafast demagnetization of terbium in an alloy.  

We also present the effect of the excitation wavelength on demagnetization in multilayer samples 

containing cobalt. We observe that the demagnetization efficiency increases with wavelength in 

the near-infrared, but that this trend does not appear to extend to the mid-infrared. We also find 

that the temporal characteristics of the excitation pulse have a significant effect on the 

demagnetization dynamics.  

These measurements are based on two experimental methods. The first one exploits a harmonic 

source offering a high photon flux at 60 eV. In this regard, we propose a technique that allows to 

control the spatio-temporal characteristics of the laser pulses used for the generation of 

harmonics, thus allowing to adapt the photon source to the specificities required for a given 

application. The second one is based on the magneto-optical Kerr effect. An analytical 

optimization of the configuration of the experimental setup allows to maximize its efficiency. 

Keywords: Ultrafast demagnetization; high harmonic generation; X-ray resonant magnetic 

scattering; magneto-optical Kerr effect; pump-probe experiment; mid-infrared; multidimensional 

solitary states; pulse compression; rare-earths; transition metals.  
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XMLD Dichroïsme magnétique linéaire de rayons X (de l’anglais X-ray Magnetic Linear 

Dichroism) 

XRMS Diffusion magnétique résonante de rayons X (de l’anglais X-ray Resonant 

Magnetic Scattering) 

XUV/EUV Ultraviolet extrême 





 

 

1 INTRODUCTION 

En 2012, environ 2.5 milliards de milliards d’octets de données étaient générés à chaque jour, et 

ce chiffre doublait à tous les 40 mois [1]. Dix ans plus tard, la gestion de toutes ces données 

semble représenter un défi technologique sans bornes. Tous ces zéros et ces uns sont transcrits 

dans d’innombrables dispositifs d’entreposage de données sous forme, entre autres, d’orientation 

de l’aimantation dans un matériau magnétique. Afin de palier à ces besoins, énormément de 

recherche est réalisée afin non seulement d’améliorer la capacité d’entreposage des technologies 

informatiques, mais aussi de développer des technologies qui permettront d’accélérer le transfert 

de données. Une avenue consiste à perfectionner en particulier la vitesse d’écriture des bits. Les 

technologies de disques durs courantes permettent l’inscription d’un bit en environ une 

nanoseconde, ce qui correspond à un milliardième de seconde ou 10−9 s [2]. L’amélioration de 

ce temps d’écriture passe par la découverte de nouvelles méthodes plus rapides pour inverser 

l’aimantation. 

La manière classique de manipuler l’aimantation consiste à plonger le matériau dans un champ 

magnétique puissant et de laisser l’aimantation se réordonner en conséquence. Ainsi, il est 

possible d’inverser l’orientation de l’aimantation en quelques nanosecondes [3]. Cette durée peut 

être réduite à moins de 200 picosecondes (une picoseconde correspond à un millième de 

nanoseconde, ou 10−12 s) par l’utilisation d’impulsions de champ magnétique bien choisies, mais 

il s’agit là d’une limite fondamentale à la vitesse de l’inversion par l’application d’un champ 

magnétique [4]. Dans les dernières années, une nouvelle méthode reposant sur l’utilisation 

d’impulsions de courant électrique a été proposée. Bien que cette méthode offre des avantages 

technologiques considérables, la durée de l’inversion de l’aimantation par courant électrique est 

également limitée à quelques centaines de picosecondes [5,6]. Pour accélérer encore le 

processus, il faut donc s’affranchir de cette limite fondamentale. 

La découverte en 1996 de la désaimantation ultrarapide a chamboulé notre compréhension de 

l’aimantation [7]. Les auteurs de cet article ont appliqué des impulsions laser ultracourtes de 

quelques dizaines de femtosecondes sur un échantillon magnétique (une femtoseconde 

correspond à un millième de picoseconde, ou 10−15 s) et ont démontré qu’il est possible d’induire 

une diminution importante de l’aimantation en moins d’une picoseconde! Par la suite, d’autres 

études ont permis de démontrer que cette durée peut être réduite à une centaine de 

femtosecondes [8]. Cette découverte a fait voir le jour à un tout nouveau domaine de recherche : 

le magnétisme ultrarapide [9]. D’ailleurs, quelques années plus tard, l’inversion de l’orientation de 
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l’aimantation à l’aide d’impulsions laser a été démontrée [10]. Ce phénomène, quoiqu’intimement 

lié à la désaimantation ultrarapide, est plus lent et à ce jour, l’inversion de l’aimantation reste 

limitée au régime picoseconde [6].  

Depuis la découverte de la désaimantation ultrarapide, de nombreuses études ont été complétées 

dans le but d’en comprendre les mécanismes sous-jacents. Tel que détaillé à la section 2.3, 

plusieurs hypothèses ont été proposées, mais à ce jour, les processus exacts qui gouvernent la 

désaimantation restent mystérieux. Il est donc souhaitable de poursuivre la recherche pour mieux 

comprendre le phénomène afin, éventuellement, de pouvoir le contrôler de façon assez fiable 

pour qu’il soit possible de l’intégrer à des technologies de stockage de données.  

Ici, nous cherchons à étudier la désaimantation ultrarapide dans des conditions inédites grâce à 

des sources de lumières couvrant une large gamme spectrale qui peuvent être générées en 

laboratoire. Ajoutées à la masse d’information existante, ces nouvelles données contribueront à 

définir quels mécanismes offrent la meilleure explication du phénomène. 

1.1 Méthodologie 

1.1.1 Expérience pompe-sonde 

Il existe plusieurs méthodes pour étudier les dynamiques ultrarapides de l’aimantation. La plupart 

d’entre elles reposent sur le principe de l’expérience pompe-sonde, qui est représenté à la Figure 

1.1. Ce principe requiert deux impulsions ultracourtes (femtosecondes). D’abord, la première 

impulsion (la « pompe ») sert à déposer de l’énergie dans l’échantillon pour l’exciter et ainsi initier 

les dynamiques à étudier. Puis, une seconde impulsion (la « sonde »), généralement moins 

intense, est utilisée pour sonder l’état du matériau. En répétant ce procédé avec des délais 

différents entre les impulsions puis en remettant les données obtenues en ordre chronologique, 

il est possible de reconstituer l’ensemble des dynamiques ultrarapides. Toutefois, il y a une 

limitation majeure; les impulsions utilisées doivent être plus courtes que les dynamiques à 

observer. En effet, l’information concernant tout ce qui s’est passé dans le matériau pendant son 

illumination par la sonde sera superposée dans les données recueillies. Si le matériau est illuminé 

trop longtemps, il ne sera donc pas possible de discerner les dynamiques ultrarapides, tout 

comme une photographie devient floue lorsque le sujet bouge alors que l’obturateur est ouvert. 

Pour l’étude de la désaimantation ultrarapide, il convient donc d’utiliser des impulsions d’une 

durée d’au plus quelques dizaines de femtosecondes.  

Il existe différentes méthodes pour générer des impulsions aussi courtes. La plus courante et 
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accessible est l’utilisation de lasers à verrouillage de modes, par exemple les lasers titane-

saphir [11]. Il est également possible d’utiliser des sources basées sur l’accélération d’électrons 

telles que les lasers à électrons libres (FEL, de l’anglais Free Electron Laser) et les sources de 

radiation synchrotron. Traditionnellement, les sources basées sur l’utilisation du rayonnement 

synchrotron offrent des impulsions plus longues (dizaines de picosecondes), mais afin de 

répondre au besoin grandissant d’impulsions ultracourtes, différentes technologies ont été 

développées pour réduire la durée de ces impulsions, qui peuvent maintenant être aussi courtes 

que 50 fs [12].  

 

Figure 1.1 Expérience pompe-sonde 

Principe de l’expérience pompe-sonde. L’impulsion de pompe excite l’échantillon. Après un délai connu, 
l’impulsion de sonde interagit avec l’échantillon excité. Cette interaction change certaines caractéristiques de 
la sonde, souvent son intensité ou sa polarisation. Le détecteur permet d’enregistrer ces changements, qui 

dépendent de l’état du matériau au moment de l’interaction. L’expérience est répétée pour différents délais 𝚫𝒕 
jusqu’à ce que la reconstitution complète des dynamiques soit possible. 

1.1.2 Caractéristiques de la sonde 

Le choix du type de lumière à utiliser pour sonder l’aimantation est également important. En effet, 

on n’obtient pas le même genre d’information en sondant le matériau dans le visible ou en utilisant 

des rayons X, par exemple. De plus, tel que présenté dans le chapitre 2, certaines techniques 

permettant de mesurer l’aimantation nécessitent que la sonde soit composée de rayonnement 

ultraviolet extrême (XUV) ou de rayons X. Généralement, les techniques compatibles avec la 

lumière visible sont favorisées car elles sont plus accessibles et plus faciles à implémenter. 

Cependant, les régions spectrales de l’ultraviolet extrême et des rayons X offrent certains 

avantages.  

D’abord, grâce à leur longueur d’onde de petite dimension, les rayonnements XUV et X peuvent 

être utilisés pour observer des structures nanométriques. En effet, les techniques de mesures 

liées au phénomène de diffraction permettent de résoudre des structures de taille comparable à 

la longueur d’onde du rayonnement utilisé. Le rayonnement XUV couvre les longueurs d’ondes 

de 10 à 124 nm tandis que deux types de rayons X peuvent être distingués, soit les rayons X 
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mous (de 0.1 à 10 nm) et les rayons X durs (sous 0.1 nm). Avec les rayons X, il est donc possible 

d’observer la disposition des atomes dans une molécule ou un matériau solide, par exemple. Ces 

gammes spectrales peuvent également être employées pour résoudre les domaines 

magnétiques nanométriques qui existent dans certains échantillons.  

Par ailleurs, l’énergie des photons contenus dans le rayonnement XUV et les rayons X donne 

accès à la structure électronique des matériaux, qui contient de l’information importante pouvant 

être reliée aux caractéristiques physiques du matériau. En effet, l’énergie des photons dans ces 

gammes spectrales correspond aux énergies des transitions électroniques dans les atomes. En 

sondant un matériau magnétique avec des photons dont l’énergie correspond aux transitions 

entre des niveaux électroniques responsables du magnétisme, par exemple, il est possible 

d’obtenir de l’information sur l’aimantation du matériau. En outre, ces méthodes de mesures, dites 

« résonantes », n’incluent que les contributions des éléments qui participent à la transition 

interrogée et ce, même si l’échantillon est un alliage ou une superposition de couches minces de 

différentes compositions. Elles peuvent donc être utilisées pour séparer les contributions de 

différents éléments dans un matériau complexe. 

Puisque les sources synchrotrons et les FELs produisent des impulsions de rayon X ultracourtes 

et intenses, elles sont souvent sollicitées pour l’étude de la désaimantation ultrarapide. Toutefois, 

elles comportent certains désavantages. Ce type de source requiert des infrastructures de grande 

envergure qui sont dispendieuses et donc rares. Très en demande, elles sont peu accessibles. 

Heureusement, d’autres méthodes de génération d’impulsions XUV et X ont été développées à 

partir des technologies laser existantes. La génération d’harmoniques d’ordres élevés (HHG, de 

l’anglais High Harmonic Generation) est sans doute la plus populaire. Bien que cette méthode ne 

puisse rivaliser avec le flux de photons offert par les sources synchrotrons et les FELs, 

l’accessibilité et la possibilité de produire des impulsions de durée allant jusqu’à la sous-

femtoseconde (attoseconde) en font une source de rayonnement de choix pour la science 

ultrarapide. La génération d’harmoniques d’ordres élevés est introduite en détail au chapitre 3. 

1.2 Objectifs et réalisations 

L’objectif global des travaux présentés dans ce document est de faire usage des caractéristiques 

uniques des différentes sources de lumière déployées au laboratoire pour observer la 

désaimantation ultrarapide dans des conditions inexplorées. Plus précisément, l’objectif directeur 

qui a porté ces travaux est l’étude de l’effet de la longueur d’onde de l’impulsion de pompe sur 

les dynamiques de la désaimantation ultrarapide dans le cobalt, un métal de transition. L’atteinte 
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de cet objectif est rendue possible grâce aux infrastructures du laboratoire Advanced Laser Light 

Source (ALLS), où différents procédés permettent de générer des impulsions femtosecondes sur 

une vaste gamme spectrale, de l’infrarouge moyen aux XUV.   

La plupart des études publiées sur la désaimantation ultrarapide sont limitées à une seule 

longueur d’onde de pompe et s’attardent plutôt aux caractéristiques de la sonde et des matériaux 

étudiés. Souvent, les chercheurs emploient un système laser titane-saphir et par conséquent, la 

pompe a une longueur d’onde de 800 nm. Pourtant, certaines études ont démontré que les 

dynamiques de la désaimantation peuvent être affectées par la longueur d’onde de la pompe 

lorsque cette dernière est dans le visible ou dans le proche infrarouge (longueur d’onde entre 

400 nm et 1800 nm) [13–16]. Qu’est-ce qui explique cette dépendance? Que se passe-t-il dans 

l’infrarouge moyen, où les longueurs d’ondes sont encore plus grandes? Ce sont les questions 

auxquelles nous tentons de répondre.  

De façon intuitive, on peut croire que des longueurs d’onde élevées mènent à une désaimantation 

plus prononcée dans les premières centaines de femtosecondes après l’excitation. En effet, la 

forme de la distribution électronique excitée par la pompe dans le matériau dépend de la longueur 

d’onde. En approximant les électrons de la bande de conduction comme étant libres, il est 

possible de montrer que la température électronique transitoire augmente avec la longueur 

d’onde. Ceci devrait favoriser les processus microscopiques responsables de la désaimantation 

et conduire à une désaimantation transitoire plus marquée. Nos résultats expérimentaux 

présentés au chapitre 5 semblent confirmer cette hypothèse lorsque la pompe est dans le proche 

infrarouge. Pourtant, dans l’infrarouge moyen, cette tendance ne semble pas être maintenue (voir 

le chapitre 8). Nous concluons que les mécanismes par lesquels l’énergie de la pompe est 

transférée au système magnétique dans le matériau dépendent seulement en partie de la 

distribution énergétique transitoire du système électronique. Cet objectif est donc partiellement 

atteint; la mesure de données expérimentales est complétée, mais un modèle théorique 

expliquant les résultats reste à réaliser. L’accomplissement de cet objectif est discuté plus en 

détail au chapitre 8.  

En cours de route, plusieurs objectifs secondaires ont vu le jour qui s’inscrivent toujours dans 

l’objectif global de mesurer la désaimantation ultrarapide en laboratoire dans des conditions 

inédites. D’abord, une opportunité s’est présentée de sonder pour la première fois la 

désaimantation au seuil N d’absorption du terbium dans un alliage ferrimagnétique composé 

d’une terre rare et d’un métal de transition. En effet, nos collaborateurs ont développé une source 

XUV intense offrant des photons jusqu’à 200 eV basée sur la génération d’harmoniques d’ordres 
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élevés. Cette source permet de sonder directement les niveaux électroniques inférieurs des terres 

rares, ce qui était jusque-là réservé aux sources de grande envergure telles que les FELs. En 

combinant cette source avec un montage expérimental permettant de mesurer la diffusion 

résonante de rayons X (voir le chapitre 2), il nous a été possible d’isoler les dynamiques de 

l’aimantation du terbium dans un alliage et même d’observer des changements dans la 

distribution spatiale des domaines magnétiques. Cet objectif a été atteint avec succès et il est 

présenté au chapitre 4. 

Afin d’assurer l’atteinte de l’objectif principal, une partie majeure du travail entrepris a visé 

l’optimisation du contexte expérimental de la prise de mesures. Ainsi, deux autres objectifs 

secondaires se sont ajoutés, soit (i) l’exploration de nouvelles méthodes pour générer des 

impulsions XUV à haut flux de photons et (ii) l’optimisation d’un montage basé sur l’effet Kerr 

magnéto-optique.  

Tel que décrit dans le chapitre 6, l’objectif (i) a mené au développement d’une nouvelle méthode 

d’optimisation du spectre XUV généré par HHG. Cette méthode consiste à façonner les 

impulsions servant à générer les harmoniques en les faisant interagir avec un gaz moléculaire 

dans une fibre à cœur creux, une technique récemment développée au laboratoire ALLS [17]. 

Ainsi, il est possible de manipuler le spectre du faisceau et de compresser les impulsions jusqu’à 

quelques cycles optiques, ce qui représente un atout pour la génération d’harmoniques. Cette 

méthode comporte des avantages intéressants pour le développement de futures sources XUV. 

Comparativement à la méthode de génération utilisée préalablement pour étudier la 

désaimantation ultrarapide dans le cobalt, elle a d’ailleurs permis de générer un flux important de 

photons à partir d’impulsions moins énergétiques et en générant les harmoniques dans l’argon, 

un gaz commun et abordable, plutôt que dans le néon. En définitive, ces améliorations ont 

toutefois été jugées insuffisantes pour assurer la complétion de l’objectif principal dans un délai 

respectable.   

Comme les résultats de l’objectif (i) n’ont finalement pas permis de faciliter significativement les 

mesures de désaimantation, nous nous sommes tournés vers une technique expérimentale qui 

ne requiert pas de rayonnement XUV pour sonder l’aimantation. L’objectif (ii), introduit au 

chapitre 7, est donc d’optimiser un montage expérimental basé sur l’effet Kerr magnéto-optique 

en s’assurant que la configuration du montage procure un signal aussi élevé que possible. 

L’accomplissement de cet objectif a permis de compléter les mesures de la désaimantation en 

fonction de la longueur d’onde de pompe. 
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1.3 Chronologie 

L’objectif premier de ce projet a toujours été l’étude de la désaimantation en fonction de la 

longueur d’onde de pompe sur une vaste gamme spectrale. Cependant, certaines contraintes et 

opportunités ont contribués à l’ajout des objectifs secondaires dénombrés dans la section 

précédente. Afin de clarifier l’ordre dans lequel les différents objectifs ont été accomplis, voici une 

description de la chronologie des événements. Le travail peut être séparé en trois grandes 

sections. 

1.3.1 Mesures de la diffusion magnétique résonante 

Lors de mon arrivée à l’INRS, je me suis jointe au projet de recherche du Dr. Vincent Cardin, qui 

avait comme objectif principal d’étudier la désaimantation ultrarapide du terbium dans un alliage. 

Son projet exigeait de sonder l’aimantation de façon résonante, c’est-à-dire en utilisant des 

photons dont l’énergie correspond à une transition électronique du matériau magnétique. Plus 

précisément, la technique expérimentale utilisée était la diffusion magnétique de rayons X, décrite 

plus en détail au chapitre 2. Afin de sonder le seuil d’absorption N du terbium, il était donc 

nécessaire d’avoir accès à une source intense de photons à 155 eV. Cependant, il s’est avéré 

que le laboratoire ALLS ne pouvait offrir une source avec un flux de photons suffisant par 

génération d’harmonique d’ordres élevés. Le projet a donc été réorienté vers l’étude de la 

désaimantation ultrarapide au seuil d’absorption M du cobalt, à 60 eV. C’est à ce moment que j’ai 

rejoint le groupe. 

Afin d’atteindre les nouveaux objectifs, la source d’harmoniques a d’abord été optimisée pour 

produire un flux élevé de photons à 60 eV, ce qui a permis de sonder la désaimantation 

ultrarapide dans le cobalt. De plus, afin d’étudier l’effet de la longueur d’onde d’excitation, 

diverses techniques d’optique non-linéaire (décrites dans le chapitre 3) ont été exploitées pour 

générer des impulsions de 400 nm à 1800 nm. Bien que le montage expérimental ait permis 

l’acquisition de mesures de bonne qualité, il restait complexe et devait être régulièrement 

maintenu afin d’offrir des performances suffisantes pour l’observation de la désaimantation 

ultrarapide. Conséquemment, il était mal adapté pour une utilisation routinière. Avant de pousser 

l’exploration de l’effet de la longueur d’onde de pompe vers l’infrarouge moyen, une entreprise 

qui apporte son lot de défis, un travail d’optimisation de la méthodologie était donc de mise.  

En parallèle à ces travaux, des campagnes expérimentales ont été complétées à l’Institut de 

Photonique de l'Université Technique de Vienne afin de finalement mesurer la désaimantation 

ultrarapide au seuil d’absorption N du terbium, à une énergie de 155 eV. Bien que les mesures 
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aient été complétées en 2018, certains délais ont fait que l’article correspondant a été publié en 

2022. Ces résultats sont présentés au chapitre 4. 

1.3.2 Optimisation de la méthodologie 

La génération d’impulsions dans l’infrarouge moyen requiert plusieurs étapes d’optique non-

linéaire, ce qui implique une certaine complexité du montage. Afin d’étendre les mesures de la 

désaimantation dans le cobalt à des longueurs d’onde de pompe qui correspondent à l’infrarouge 

moyen, il est donc préférable de simplifier la prise de mesure. Ainsi, on s’assure qu’il sera possible 

d’acquérir une grande quantité de données de qualité. La première étape des travaux 

d’optimisation de la méthodologie a donc visé l’amélioration du flux de photons générés à 60 eV, 

ce qui aurait facilité l’alignement quotidien du montage et accéléré la prise de mesures. Tel que 

présenté au chapitre 6, la découverte d’une nouvelle manière de contrôler les caractéristiques 

spectrales et temporelles d’impulsions laser a permis de développer une nouvelle méthode 

d’optimisation de la génération d’harmoniques d’ordres élevés. Bien que cette méthode comporte 

plusieurs avantages, son implémentation n’a ultimement pas été suffisante pour améliorer 

significativement le flux de photons XUV.  

À la suite de cette étude, des contraintes externes nous ont poussés à changer de stratégie. En 

effet, nous avons dû déménager le laboratoire dans un autre local, ce qui nous a forcé à 

désassembler entièrement le montage expérimental. Le laboratoire est alors resté inaccessible 

pendant plusieurs mois. À sa réouverture, le montage a été réinstallé, mais il est demeuré peu 

accessible car la source laser était en demande par plusieurs utilisateurs du laboratoire ALLS. 

En effet, comme la génération d’harmoniques requiert un faisceau laser de haute intensité, il n’est 

pas possible de n’utiliser qu’une partie de l’énergie offerte par le système laser pour cette 

expérience. Une autre solution, plus simple à implémenter et qui permet de travailler en parallèle 

avec d’autres utilisateurs, a donc dû être envisagée.  

Bien qu’elles comportent certains désavantages, les méthodes de mesure de l’aimantation issues 

de l’effet Kerr magnéto-optique ont un atout non négligeable; elles sont très simples à 

implémenter et à utiliser. Cependant, comme le signal magnétique est faible, elles nécessitent 

d’être optimisées. Lors d’un stage effectué en 2018 au Laboratoire de Chimie Physique – Matière 

et Rayonnement de la Sorbonne Université, à Paris, une analyse des configurations possible du 

montage expérimental a été complétée. Cette analyse est décrite dans le chapitre 7. La 

configuration offrant le signal magnétique le plus intense a ainsi été choisie et le montage a été 

installé dans le nouvel espace de laboratoire fourni à ALLS. 
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1.3.3 Mesures par effet Kerr magnéto-optique 

Finalement, des mesures de la désaimantation dans le cobalt pour de multiples longueurs d’onde 

de la pompe ont été complétées. Les longueurs d’ondes utilisées avec le montage par effet Kerr 

magnéto-optique se trouvent dans le proche infrarouge et l’infrarouge moyen, avec un maximum 

de 8.7 µm. Ces résultats sont présentés au chapitre 8.  

1.4 Division des chapitres 

Au chapitre 2, la théorie entourant le magnétisme est développée. D’abord, la section 2.1 introduit 

l’origine de l’aimantation dans un atome libre ainsi que dans les solides. La section 2.2 contient 

une discussion sur les dynamiques de l’aimantation dans les matériaux magnétique, leurs 

origines et l’échelle de temps sur lesquelles elles se produisent. La section 2.3 contient une revue 

de littérature sur la désaimantation ultrarapide, sa découverte et les mécanismes microscopiques 

ayant été proposés pour expliquer son origine. Finalement, la section 2.4 contient une discussion 

sur les différentes méthodes optiques pouvant être utilisées pour sonder l’aimantation ainsi que 

la désaimantation ultrarapide. 

Les différents procédés d’optique non-linéaire dont découlent les sources de lumières utilisées 

dans ces travaux sont décrites au chapitre 3. Dans la section 3.1, la génération de sources de 

différentes longueurs d’ondes à partir de procédés non-linéaires dans des cristaux est présentée. 

La section 3.2 traite de la génération d’harmoniques d’ordres élevés, qui permet de produire des 

photons dans l’ultraviolet extrême à partir de systèmes laser titane-saphir ou ytterbium. 

L’article intitulé Ultrafast magnetic scattering on ferrimagnets enabled by a bright Yb-based soft 

x-ray source est introduit au chapitre 4 [18]. Dans cet article, la désaimantation au seuil 

d’absorption N du terbium est étudiée. 

Au chapitre 5, l’article intitulé Wavelength scaling of ultrafast demagnetization in Co/Pt multilayers 

est introduit [14]. Cet article décrit comment la désaimantation du cobalt dépend de la longueur 

d’onde dans le visible ainsi que dans le proche infrarouge. 

Le chapitre 6 introduit l’article nommé Raman Red-Shift Compressor: A Simple Approach for 

Scaling the High Harmonic Generation Cut-Off [19]. Cet article présente une nouvelle méthode 

pour concevoir des sources de génération d’harmoniques d’ordres élevés adaptées à des 

applications spécifiques. 

Au chapitre 7, l’article intitulé Analytic description and optimization of magneto-optical Kerr 

measurements est introduit [20]. Cet article contient une description théorique des différentes 
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configurations possibles pour les montages basés sur l’effet Kerr magnéto-optique. 

Le chapitre 8 contient une discussion sur la désaimantation ultrarapide dans l’infrarouge moyen. 

Les résultats présentés sont mesurés par l’effet Kerr magnéto-optique dans un échantillon 

multicouche de cobalt/platine entre les mois de juillet 2021 et août 2022. Un manuscrit sur le sujet 

sera préparé pour la fin de l’année 2022 avec soumission à l’hiver 2023. 

Finalement, le chapitre 9 conclut ce document avec une discussion de synthèse ainsi qu’un retour 

sur les objectifs de ces travaux. 

Les annexes I (chapitre 11), II (chapitre 12) et III (chapitre 13) contiennent le matériel 

supplémentaire associé aux articles présentés aux chapitres 4, 5 et 7, respectivement. 

 

 

 



 

 

2 MAGNÉTISME ET DÉSAIMANTATION ULTRARAPIDE 

2.1 Origine de l’aimantation 

2.1.1 Magnétisme dans l’atome 

Le moment magnétique d’un atome, une quantité vectorielle qui définit sa tendance à s’aligner 

avec un champ magnétique, est défini principalement par les électrons qui orbitent le noyau 

atomique. En effet, la participation du noyau atomique est faible et peut être négligée [21]. Les 

électrons, quant à eux, apportent deux types de contribution au moment magnétique total : le 

moment magnétique orbital et le moment magnétique de spin. Le moment magnétique orbital est 

causé par le mouvement de l’électron, une particule chargée, autour du noyau atomique. 

Classiquement, on peut considérer qu’un électron en orbite circulaire forme une boucle de 

courant. Si 𝑟 représente la position de l’électron et �⃗� sa vitesse, le moment magnétique associé 

à cette boucle de courant est : 

𝜇𝐿 = −
𝑔𝐿𝑒

2
𝑟 × �⃗�

= −
𝑔𝐿𝑒

2𝑚𝑒
�⃗⃗�𝑒 ,

(2. 1) 

où 𝑒 est la charge élémentaire, 𝑚𝑒 est la masse de l’électron, �⃗⃗�𝑒 est son moment cinétique et 𝑔𝐿 

est le facteur de Landé, une constante sans dimensions qui permet de relier le moment cinétique 

au moment magnétique et qui est égale à 1 pour le mouvement orbital. En réalité, le moment 

cinétique d’un électron en orbite autour d’un noyau atomique est quantifié en unités de la 

constante de Planck ℏ. En utilisant la définition du magnéton de Bohr 𝜇𝐵 =
𝑒ℏ

2𝑚𝑒
, le moment 

magnétique orbital devient donc : 

𝜇𝐿 = −𝑔𝐿𝜇𝐵 �⃗⃗�𝑒 . (2. 2) 

Comme son nom l’indique, le moment magnétique de spin provient du spin de l’électron. Il 

correspond à :  

𝜇𝑠 = −𝑔𝑆𝜇𝐵𝑆𝑒 , (2. 3) 

où 𝑔𝑠 ≈ 2 est le facteur de Landé pour le spin de l’électron et 𝑆𝑒 est le spin de l’électron. 

Le moment magnétique total d’un atome correspond donc à la superposition des moments 

magnétiques des électrons individuels : 
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𝜇 = −𝑔𝐽𝜇𝐵𝐽, (2. 4) 

où 𝐽 est le moment cinétique total de l’atome, soit la somme du moment cinétique orbital total �⃗⃗� 

et du moment cinétique de spin total 𝑆, et 𝑔𝐽 est le facteur de Landé correspondant, donné par : 

𝑔𝐽 =
3

2
+

𝑆(𝑆 + 1) − 𝐿(𝐿 + 1)

2𝐽(𝐽 + 1)
. (2. 5) 

Il existe certaines contraintes sur les valeurs possible de 𝐽. En effet, afin de minimiser l’énergie 

de l’atome, sa configuration électronique doit tenir compte de l’interaction spin-orbite. Pour un 

atome dans son état fondamental, la combinaison des moments cinétiques peut être estimée par 

les règles de Hund, qui définissent également l’ordre de remplissage d’une sous-couche 

électronique [22]. Les règles de Hund sont définies comme suit : 

1. Le spin total 𝑆 doit d’abord être maximisé. Puisque des électrons dans le même état de spin 

ne peuvent partager la même orbitale en vertu du principe d’exclusion de Pauli, il ne peut 

exister que 2 électrons par orbitale. En plaçant d’abord des électrons de même spin dans des 

orbitales différentes, les électrons s’évitent et l’interaction de Coulomb est minimisée. Le spin 

total 𝑆 correspond alors à la somme des projections de spins (+
𝟏

𝟐
 ou −

𝟏

𝟐
) des électrons non-

appariés de l’atome. 

2. Ensuite, le moment cinétique orbital total 𝐿 doit être maximisé. Puisque des électrons orbitant 

dans la même direction ont moins de chance de se rencontrer, ceci minimise également 

l’interaction de Coulomb. Le moment cinétique orbital total 𝐿 correspond à la somme des 

projections du moment cinétique orbital de chaque électron, qui peuvent prendre les valeurs 

suivantes : 𝑚𝑙 = {−𝑙, −𝑙 + 1, … , 𝑙 − 1, 𝑙}, où 𝑙 est déterminé par le nombre quantique 

secondaire associé à la sous-couche électronique.  

3. Finalement, la valeur du moment magnétique total est définie comme suit : Si moins de la 

moitié de la sous-couche électronique est remplie, 𝐽 est minimisé, avec 𝐽 = |𝐿 − 𝑆|. Si plus de 

la moitié de la sous-couche électronique est remplie, 𝐽 est maximisé, avec 𝐽 = |𝐿 + 𝑆|. Si la 

sous-couche électronique est remplie à moitié, 𝐿 = 0 et 𝐽 = 𝑆. 

Le Tableau 2.1 présente l’occupation des orbitales de certains atomes magnétiques ainsi que la 

valeur du moment magnétique total 𝐽 calculé à partir des règles de Hund. Par exemple, le cobalt 

a 7 électrons dans la sous-couche d (𝑙 = 2), pour laquelle 𝑚𝑙 peut prendre 5 valeurs différentes. 

Suivant la première règle, les 5 premiers électrons prennent la valeur maximale de la projection 

de spin, soit +
1

2
, et sont placés dans des orbitales différentes. Il n’est alors plus possible d’ajouter 
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des électrons avec ce spin. Par conséquent, les deux électrons restants doivent prendre un spin 

−
1

2
 et, en accord avec la deuxième règle, être placés dans les orbitales qui permettront de 

maximiser 𝐿. Ainsi, ils sont placés dans les orbitales pour lesquelles la projection du moment 

cinétique orbital est 𝑚𝑙 = 2 et 𝑚𝑙 = 1. Puisque la sous-couche électronique est plus d’à moitié 

remplie, on a 𝐽 = |𝐿 + 𝑆| =
9

2
.     

Tableau 2.1 Occupation des orbitales 

Élément 
Configuration 
électronique 

Remplissage de la dernière sous-
couche 

𝑆 𝐿 𝐽 

Fe [Ar] 4s2 3d6 
𝑚𝑙: 2 1 0 -1 -2 

 ↑↓ ↑ ↑ ↑ ↑ 
 

2 2 4 

Co [Ar] 4s2 3d7 
𝑚𝑙: 2 1 0 -1 -2 

 ↑↓ ↑↓ ↑ ↑ ↑ 
 

3/2 3 9/2 

Tb [Xe] 6s2 4f9 
𝑚𝑙: 3 2 1 0 -1 -2 -3 

 ↑↓ ↑↓ ↑ ↑ ↑ ↑ ↑ 
 

5/2 5 15/2 

Remplissage de la dernière sous-couche électronique de certains atomes magnétiques. Les flèches ↑ et ↓ 

indiquent la présence d’un électron de spin +
𝟏

𝟐
 ou −

𝟏

𝟐
, respectivement. Les valeurs de 𝑺, 𝑳 et 𝑱 prédites par les 

règles de Hund sont également présentées. 

2.1.2 Magnétisme dans les solides 

La section précédente décrit le moment magnétique d’un atome seul. Toutefois, lorsque l’atome 

se trouve dans un solide et partage ses électrons via diverses interactions chimiques, son 

moment magnétique en est affecté. En fait, dans la plupart des matériaux, les moments cinétiques 

de spin sont compensés lors de la formation des liens interatomiques et le moment magnétique 

de l’ensemble du solide s’annule. Ce n’est pas le cas pour les métaux de transition et les terres 

rares dont les sous-couches électroniques 3d et 4f sont incomplètes, respectivement. 

Néanmoins, même dans ces matériaux, le moment magnétique atomique est réduit par rapport 

à un atome libre. 

Lorsque des atomes sont approchés les uns des autres pour former un solide, les couches 

électroniques s’élargissent en énergie pour former des bandes électroniques. Dû à des 

considérations énergétiques qui seront présentées plus loin, la densité électronique de certaines 

bandes peut dépendre de la configuration de spin des électrons qu’elle contient. Entre deux 

bandes croisant l’énergie de Fermi et ayant des configurations de spin opposées, celle qui 

contient le plus d’électrons est définie comme porteuse de spins majoritaires alors que la bande 
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qui contient le moins d’électrons est porteuse de spins dits minoritaires.   

Pour minimiser l’énergie totale du système, la structure électronique résultant de la formation du 

solide doit notamment minimiser la répulsion coulombienne entre les électrons associés aux ions 

voisins. La structure de bande dépend donc sévèrement de l’arrangement des atomes dans le 

solide. Dans un cristal, certaines orbitales des sous-couches d et f possèdent un recouvrement 

plus fort que d’autres avec les couches électroniques des ions voisins. Alors, l’énergie associée 

à ces orbitales est plus élevée et la dégénérescence est levée. Prenons l’exemple d’un atome 

d’un métal de transition avec une sous-couche 3d, dont l’étendue spatiale des orbitales est 

représentée à la Figure 2.1. Si un tel atome est placé dans un cristal de symétrie octaédrique, les 

orbitales 𝑑𝑥2−𝑦2 et 𝑑𝑧2 , aussi nommés niveaux 𝑒𝑔, ont un recouvrement fort avec les couches 

électroniques des ions adjacents. Par contraste, les orbitales 𝑑𝑥𝑦, 𝑑𝑥𝑧 et 𝑑𝑦𝑧, aussi nommées 

niveaux 𝑡2𝑔, chevauchent peu les couches électroniques voisines et sont favorisées 

énergiquement. Ainsi, il peut être préférable de remplir en priorité les niveaux 𝑡2𝑔 plutôt que de 

maximiser le moment total de spin. Le moment magnétique de l’atome dans le solide est alors 

réduit par rapport à ce dont on s’attendrait en suivant les règles de Hund. 

 

Figure 2.1 Formation des bandes d et f dans un métal 

(a) Schéma de la distribution angulaire des orbitales de la sous-couche électronique d. Adapté de Tokura et 
al., Science 288, pp. 462-468 (2000) [23]. Reproduit avec l’autorisation de AAAS. (b) Configuration atomique 

d’un cristal à symétrie octaédrique. Les orbitales 𝒆𝒈 pointent vers les ions avoisinants. (c) Dégénérescence 

des orbitales.  

Le champ cristallin a une influence importante sur le magnétisme des métaux de transition. En 

fait, dans ces matériaux, la contribution du champ cristallin est plus forte que celle du couplage 
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spin-orbite. En conséquence, la configuration préférée par le système ne répond pas aux règles 

de Hund et le moment magnétique orbital approche souvent zéro [21]. Dans les terres rares, par 

contre, la sous-couche électronique 4f est localisée près du noyau atomique et les électrons qui 

remplissent ces orbitales participent très peu aux liens interatomiques. En effet, les électrons 4f 

sont protégés par les électrons des sous-couches 5s, 5p et 6s, qui sont plus étendues autour du 

noyau atomique [22,24]. Pour cette raison, le champ cristallin a beaucoup moins d’influence sur 

le magnétisme des terres rares. Dans ce type de solide, le moment magnétique des atomes 

individuels correspond bien aux règles de Hund. Ces considérations ont une incidence importante 

sur l’ordre magnétique global du solide. 

2.1.3 Sources d’ordre magnétique 

Dans la section précédente, nous avons examiné le moment atomique d’un atome dans un solide. 

Pour que le solide présente des caractéristiques magnétiques globales comme l’aimantation, il 

est nécessaire que l’ensemble des moments magnétiques atomiques soient ordonnés, ce qui 

implique des interactions entre les moments magnétiques. Il existe plusieurs types d’interactions 

magnétiques avec une influence plus ou moins importante sur l’ordre magnétique global du 

solide. Les principales sources d’ordre magnétique sont l’anisotropie magnétique, qui définit 

l’orientation privilégié des moments magnétiques atomiques dans un cristal, l’interaction 

d’échange, qui est ultimement responsable pour les états ferromagnétiques et 

antiferromagnétiques, et l’interaction de Zeeman, qui décrit la réponse du solide à un champ 

magnétique extérieur.   

Anisotropie magnétique 

L’anisotropie magnétique est le produit d’un ensemble de phénomènes dont le résultat est de 

privilégier l’alignement de l’aimantation d’un solide parallèlement à un axe, nommé « axe facile ». 

L’anisotropie magnéto-cristalline et l’anisotropie de forme sont les principaux acteurs de 

l’anisotropie magnétique, qui est également influencée par les déformations mécaniques et la 

température.  

L’anisotropie magnéto-cristalline est causée par l’interaction spin-orbite. Lors de la formation d’un 

solide, les moments cinétiques orbitaux s’alignent préférablement dans certaines orientations afin 

d’accommoder le réseau atomique. À travers les interactions spin-orbites, les spins sont alors 

couplés au réseau atomique. Certaines orientations du moment magnétique de spin sont ainsi 

favorisées par le réseau cristallin. Par exemple, dans une monocouche atomique, les orbitales 

se trouvant dans le plan sont fortement affectées par les interactions coulombiennes avec les 
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ions voisins alors que les orbitales comprenant des excursions hors-plan ressentent moins ces 

pressions. Les moments magnétiques orbitaux correspondants aux orbitales hors-plan sont donc 

favorisés. Dans un système multicouche avec, en alternance, des couches minces de matériau 

magnétique et non-magnétique, cet effet peut être inversé. Dans de tels systèmes, l’axe facile 

est orienté perpendiculairement au plan formé par les couches minces [24]. 

L’anisotropie de forme est un résultat des interactions dipolaires entre les moments magnétiques 

atomiques. Pour deux moments magnétiques colinéaires (la colinéarité est un résultat de 

l’interaction d’échange), la configuration la plus favorable énergétiquement est celle pour laquelle 

les dipôles sont alignés l’un derrière l’autre et orientés dans la même direction. Dans une couche 

mince, l’anisotropie de forme privilégie donc les moments magnétiques parallèles au plan [22]. 

Dans un système multicouche, l’anisotropie de forme et l’anisotropie magnéto-cristalline peuvent 

avoir des effets opposés. L’orientation de l’axe facile dépend alors de l’amplitude de chaque 

contribution; l’axe facile du système sera hors-plan si l’énergie associée à l’anisotropie magnéto-

cristalline est plus grande que l’énergie dipolaire, et vice-versa. 

Interaction d’échange 

L’interaction d’échange est responsable de l’alignement colinéaire des moments de spin dans les 

matériaux magnétiques. Elle est causée par la répulsion de Coulomb ainsi que par le principe 

d’exclusion de Pauli, qui stipule que deux électrons ne peuvent être dans des états identiques. 

Pour un système simple à deux électrons, par exemple une molécule de H2, cette condition 

implique que les électrons ne peuvent se trouver au même endroit s’ils ont le même spin. 

Mathématiquement, le principe d’exclusion de Pauli impose que la fonction d’onde conjointe des 

deux électrons soit antisymétrique. La fonction d’onde totale, soit le produit de la fonction spatiale 

𝜙(𝑟1, 𝑟2) et de la fonction de spin 𝜒(𝑠1, 𝑠2), doit donc respecter : 

𝜙(𝑟1, 𝑟2)𝜒(𝑠1, 𝑠2) = −𝜙(𝑟2, 𝑟1)𝜒(𝑠2, 𝑠1). (2. 6) 

Ainsi, si les électrons sont échangés, la densité de probabilité |𝜙(𝑟1, 𝑟2)𝜒(𝑠1, 𝑠2)|2 reste la même, 

tel qu’attendu pour des particules identiques. L’équation (2.6) est validée si 𝜙 est antisymétrique 

et 𝜒 est symétrique, ou vice-versa.  

Dans un système à deux électrons, les fonctions de spin symétrique et antisymétrique 

correspondent à l’état triplet et singulet, respectivement. En effet, le spin total peut être 𝑆 = 0 ou 

𝑆 = 1. Lorsque 𝑆 = 0, une seule projection de spin est possible, soit 𝑚𝑠 = 0. Cet état correspond 

à l’état de spin singulet : 
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𝜒𝑆 =
1

√2
(|↑, ↓⟩ − |↓, ↑⟩). (2. 7) 

Lorsque 𝑆 = 1, trois projections de spin sont possibles, soit 𝑚𝑠 = {+1,0, −1}. Ceci correspond à 

l’état de spin triplet : 

 

𝜒𝑇 = {|↑, ↑⟩, |↓, ↓⟩,
1

√2
[|↑, ↓⟩ + |↓, ↑⟩]} . (2. 8) 

Les fonctions d’onde spatiales symétrique 𝜙sym(𝑟1, 𝑟2) et antisymétriques 𝜙as(𝑟1, 𝑟2) du même 

système à deux électrons sont représentés à la Figure 2.2. Elles sont construites à partir des 

fonctions d’onde individuelles de chaque électron : 

𝜙sym(𝑟1, 𝑟2) =
1

√2
[𝜓𝑎(𝑟1)𝜓𝑏(𝑟2) + 𝜓𝑎(𝑟2)𝜓𝑎(𝑟1)]

𝜙as(𝑟1, 𝑟2) =
1

√2
[𝜓𝑎(𝑟1)𝜓𝑏(𝑟2) − 𝜓𝑎(𝑟2)𝜓𝑎(𝑟1)].

(2. 9) 

Comme la fonction spatiale antisymétrique croise 0, il n’est pas possible que les électrons se 

retrouvent au même endroit. Au contraire, la fonction spatiale symétrique permet la superposition 

spatiale des deux électrons, mais dans ce cas les électrons n’ont pas le même spin (état singulet) 

et le principe d’exclusion de Pauli est respecté. 

 

Figure 2.2 Fonctions d’onde spatiales d’un système à deux électrons 

Fonction d’onde spatiale symétrique (à gauche) et antisymétrique (à droite) d’un système à deux électrons tel 
qu’une molécule de H2. Les flèches indiquent une orientation possible des spins pour chaque cas.  

L’énergie associée aux états singulet et triplet peut être calculée à partir de l’Hamiltonien ℋ : 
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𝐸𝑆 = ∫ 𝜙sym
∗ (𝑟1, 𝑟2)𝜒𝑆

∗(𝑠1, 𝑠2) ℋ𝜙sym(𝑟1, 𝑟2)𝜒𝑆(𝑠2, 𝑠1)𝑑𝑟1𝑑𝑟2

𝐸𝑇 = ∫ 𝜙as
∗ (𝑟1, 𝑟2)𝜒𝑇

∗ (𝑠1, 𝑠2) ℋ𝜙as(𝑟1, 𝑟2)𝜒𝑇(𝑠2, 𝑠1)𝑑𝑟1𝑑𝑟2

(2. 10) 

La différence d’énergie entre les états est donc : 

𝐸𝑆 − 𝐸𝑇 = 2 ∫ 𝜓𝑎
∗(𝑟1)𝜓𝑏

∗ (𝑟2)ℋ𝜓𝑎(𝑟2)𝜓𝑏(𝑟1)𝑑𝑟1𝑑𝑟2 = 2𝒥. (2. 11) 

L’intégrale d’échange, 𝒥, reflète la levée de la dégénérescence des états singulet et triplet. Si 𝒥 

est positif, l’état triplet est favorisé et les spins ont tendance à s’aligner dans la même orientation, 

ce qui correspond à la phase ferromagnétique. Si 𝒥 est négatif, les spins s’alignent de façon 

antiparallèle, ce qui correspond à la phase antiferromagnétique.  

Pour un solide, l’énergie d’échange contient les contributions de chaque paire d’atomes. Elle est 

donnée sous la forme : 

𝐸𝑒𝑥 = −2 ∑ 𝒥𝑖,𝑗𝑆𝑖 ∙ 𝑆𝑗

𝑖<𝑗

, (2. 12) 

où 𝑆𝑖 et 𝑆𝑗 sont les moments de spins des atomes individuels et 𝒥𝑖,𝑗 est la constante d’échange 

de la paire d’atomes aux sites 𝑖 et 𝑗. Il s’agit du modèle de Heisenberg. À partir de l’équation 

(2.12), il est évident que l’interaction d’échange mène à un ordre magnétique, car les spins 

doivent être colinéaires pour minimiser l’énergie d’échange. Par contre, l’interaction d’échange 

est isotrope; elle ne contraint pas l’orientation des spins vers une direction particulière. La 

définition de l’axe facile ne passe donc pas par l’interaction d’échange.   

L’interaction d’échange peut se faire de façon directe entre atomes voisins, ou de façon indirecte, 

soit par l’entremise d’électrons provenant d’ions voisins ou encore en faisant intervenir des 

électrons délocalisés de la bande de conduction. Ce dernier type d’interaction est aussi nommé 

interaction RKKY1. Dans les métaux de transition, les orbitales 3d rejoignent suffisamment les 

orbitales des ions voisins pour que l’échange direct joue un rôle substantiel. Dans les terres rares, 

étant donné que les orbitales 4f localisées près des noyaux atomiques interagissent peu avec les 

orbitales des ions voisins, c’est l’interaction RKKY qui domine.  

Interaction Zeeman 

L’effet Zeeman décrit l’interaction entre un moment magnétique et un champ magnétique externe. 

                                                
1 En l’honneur aux chercheurs ayant découvert le phénomène : Ruderman, Kittel, Kasuya et Yosida.  
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C’est ce type d’interaction qui permet d’aligner l’aimantation de matériaux magnétiques dans une 

direction donnée en les plongeant dans un champ magnétique. Pour un solide d’aimantation �⃗⃗⃗� 

dans un champ magnétique externe �⃗⃗⃗�ex, l’énergie associée à l’interaction Zeeman est [21]: 

𝐸𝑍 = −𝜇0 ∫ �⃗⃗⃗� ∙ �⃗⃗⃗�ex𝑑𝑉 . (2. 13) 

L’intégrale est faite sur le volume du solide. L’énergie potentielle du solide est donc minimisée si 

son aimantation est alignée dans la direction du champ magnétique externe. Si le champ 

magnétique est suffisamment puissant, il est possible de surmonter les interactions spin-orbite et 

d’aligner les moments magnétiques parallèlement à l’axe difficile. 

2.1.4 Phases magnétiques 

Les différents ordres magnétiques possibles peuvent être divisés en cinq catégories : le 

diamagnétisme, le paramagnétisme, le ferromagnétisme, l’antiferromagnétisme et le 

ferrimagnétisme. 

Diamagnétisme 

Dans les matériaux diamagnétiques, les moments magnétiques atomiques sont nuls. Par contre, 

lorsque le matériau est placé dans un champ extérieur, une faible aimantation est générée dans 

la direction opposée au champ. La plupart des matériaux sont faiblement diamagnétiques. 

Paramagnétisme 

Les matériaux pour lesquels les moments magnétiques atomiques sont non-nuls, mais qui ne 

présentent pas d’ordre magnétique global sont dits paramagnétiques. C’est le cas par exemple 

des terres rares à la température de la pièce. Dans ces matériaux, l’interaction entre les moments 

magnétiques atomiques est trop faible pour compenser les fluctuations thermiques et causer un 

ordre magnétique, mais l’application d’un champ magnétique extérieur provoque l’alignement 

graduel des moments magnétiques parallèlement au champ. 

Ferromagnétisme 

Lorsque l’interaction d’échange favorise l’alignement parallèle des moments magnétiques 

atomiques, le matériau est dit ferromagnétique. Ces matériaux présentent une aimantation forte. 

Il s’agit par exemple du fer, du cobalt, du nickel et des terres rares sous leur température de 

Curie. La température de Curie, 𝑇𝐶, correspond à la température au-dessus de laquelle les 

fluctuations thermiques deviennent trop forte pour que l’ordre magnétique soit conservé; le 
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matériau devient alors paramagnétique.  

Dans les matériaux ferromagnétiques, l’aimantation est toujours saturée pour une région 

microscopique. Cependant, il n’est pas toujours énergétiquement favorable d’aligner tous les 

moments magnétiques d’une région macroscopique du matériau. Le matériau est plutôt divisé en 

domaines magnétiques microscopiques dans lesquels l’aimantation est saturée et l’aimantation 

des domaines adjacents prend différentes orientations. La formation de ces domaines permet de 

minimiser l’énergie magnétostatique, qui est causée par la présence de pôles magnétiques libres 

à la surface du matériau. La présence de plusieurs domaines réduit la portée du champ 

magnétique généré, ce qui est énergétiquement avantageux [24,25]. Les domaines sont séparés 

par des murs de domaines formés de moments magnétiques qui ne sont pas colinéaires et qui 

ont donc une énergie d’échange élevée. La taille des domaines dépend de la balance entre 

l’énergie requise pour la formation des murs de domaines et l’énergie magnétostatique qui est 

épargnée en réduisant la taille des domaines.  

Antiferromagnétisme 

Lorsque l’interaction d’échange favorise l’alignement antiparallèle des moments magnétiques 

atomiques, le matériau est dit antiferromagnétique. Dans ces matériaux, le réseau cristallin est 

divisé en deux sous-réseaux enchevêtrés composés d’atomes ayant des moments magnétiques 

égaux mais de direction opposée. L’aimantation totale est donc nulle. Similairement aux 

matériaux ferromagnétiques, les matériaux antiferromagnétiques deviennent paramagnétiques 

lorsqu’ils sont chauffés au-delà d’une température critique, la température de Néel.  

Ferrimagnétisme 

Le ferrimagnétisme s’apparente à l’antiferromagnétisme, mais dans le cas où l’aimantation des 

sous-réseaux n’est pas équivalente. Alors, le matériau a une aimantation totale non-nulle. Les 

propriétés magnétiques de ces matériaux sont semblables à celles des matériaux 

ferromagnétiques. Parfois, il existe aussi une température de compensation à laquelle 

l’aimantation des deux sous-réseaux s’égalise, donc l’aimantation totale s’annule. Les ferrites 

ainsi que les alliages de métaux de transitions et de terres rares sont des exemples de matériaux 

ferrimagnétiques. 

2.2 Dynamiques de l’aimantation 

Plusieurs méthodes peuvent être utilisés pour affecter l’ordre magnétique d’un matériau 

ferromagnétique ou ferrimagnétique afin de le désaimanter ou d’inverser le sens de son 
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aimantation. Il est possible de plonger le matériau dans un champ magnétique externe, d’utiliser 

des impulsions de champ magnétique, des impulsions de courant électrique ou des impulsions 

de lumière. Les types de dynamiques qui rendent ces méthodes possibles ainsi que les échelles 

de temps qui y sont associées sont représentées à la Figure 2.3. 

 

Figure 2.3 Échelles de temps des dynamiques magnétiques 

Principaux types de dynamiques et l’échelle de temps qui leur est associée. L’interaction d’échange et 
l’interaction spin-orbite se produisent en quelques femtosecondes. La précession des moments magnétiques 
se produit plus lentement, en quelques picosecondes. La formation d’ondes de spins, qui sont intimement 
liées à la précession, a lieu dans le régime nanoseconde. Le mouvement des murs de domaines nécessite 
plusieurs nanosecondes. Tiré de Matsubara et al., Applied Sciences 9, p. 948 (2019), DOI : 
10.3390/app9050948 [26].  

Lorsqu’un matériau ferromagnétique ou ferrimagnétique est submergé dans un champ 

magnétique extérieur, les domaines pour lesquels l’aimantation est orientée dans la direction du 

champ sont favorisés et s’agrandissent au détriment des autres domaines. Alors, l’aimantation 

totale du matériau augmente jusqu’à une valeur maximale, soit l’aimantation à saturation. C’est 

ce qui explique l’hystérésis qui se forme lorsque l’aimantation totale est mesurée en fonction de 

l’intensité du champ magnétique extérieur (voir la Figure 2.4). Lorsqu’un champ magnétique fort 

est appliqué, tous les moments magnétiques s’alignent au champ extérieur et l’aimantation totale 

est saturée. Si le champ est réduit, des domaines magnétiques d’aimantation opposée se forment 

afin de réduire l’énergie magnétostatique. Cependant, même si le champ est retiré, il n’est pas 

énergétiquement favorable de former assez de domaines pour annuler l’aimantation totale dans 

le cas de matériaux fortement magnétiques tels que les métaux de transition. L’aimantation à 

champ nul est nommée aimantation de rémanence. Finalement, pour inverser l’orientation de 

l’aimantation, un champ magnétique opposé plus intense que le champ coercitif doit être 

appliqué. Ces dynamiques reposent en grande partie sur les mouvements des murs de domaines 

et sont donc confinées aux régimes nanoseconde à microseconde.   
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Figure 2.4 Courbe d’hystérésis magnétique 

Exemple d’hystérésis magnétique formé par l’aimantation totale du matériau, 𝑴, alors que le champ magétique 

externe, 𝑯, varie. L’aimantation de saturation est obtenue lorsque tous les moments magnétiques sont alignés 
avec le champ magnétique appliqué. Le champ coercitif correspond au champ qui doit être appliqué pour 
réduire l’aimantation à zéro. La rémanence correspond à l’aimantation qui subsiste lorsque le champ 
magnétique est retiré. 

Alternativement, il est possible d’utiliser des impulsions magnétiques ou de courants électriques 

pour induire une précession des moments magnétiques [27–30]. Cette précession mène 

éventuellement à la désaimantation ou à l’inversion de l’aimantation du matériau. Ces méthodes 

permettent d’influencer l’aimantation dans le régime picoseconde. 

En utilisant des impulsions de lumière ultracourtes, il est possible d’induire une perte de 

l’aimantation globale du matériau en une centaine de femtosecondes seulement [8,31]. C’est la 

désaimantation ultrarapide. Il s’agit de la seule méthode connue permettant d’influencer l’ordre 

magnétique macroscopique sur une échelle de temps aussi courte. 

En résumé, le mouvement des murs de domaines se produit assez lentement, soit sur une échelle 

de temps nanoseconde. La précession du moment magnétique est plus rapide, mais ne permet 

tout de même pas de passer sous la picoseconde. Le mouvement des murs de domaines et la 

précession correspondent simplement à une réorientation des moments magnétiques. Pour 

influencer l’aimantation sur des échelles de temps femtoseconde, il faut exploiter des dynamiques 

associées à une échelle de temps très courte comme l’interaction d’échange, ce qui implique 

plutôt d’agir directement sur les moments cinétiques de spins.  

Les mécanismes microscopiques qui régissent la désaimantation ultrarapide sont encore 

débattus, mais il est clair que ce phénomène est causée au moins en partie par un déficit de 

moment cinétique de spin [32,33]. Il est important de noter que le moment cinétique total doit être 
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conservé. Donc, une perte de moment cinétique de spin doit être compensée par un transfert de 

moment cinétique vers un autre système. Tel que décrit dans la section suivante, il s’agit là d’un 

thème central de la recherche portant sur les mécanismes microscopiques de la désaimantation 

ultrarapide. 

2.3 Désaimantation ultrarapide 

2.3.1 Découverte 

Avant 1996, la vitesse la plus rapide observée pour la désaimantation d’un matériau 

ferromagnétique avait été rapportée par Vaterlaus et al. [34,35], qui mesurent des dynamiques 

se produisant en 100 ± 80 ps lorsqu’un échantillon de gadolinium est excité par une impulsion 

laser nanoseconde. Ces dynamiques sont attribuées au temps de relaxation entre le système de 

spins et le réseau atomique. À l’époque, on a de bonnes raisons de croire que les dynamiques 

de l’aimantation doivent nécessairement s’étaler sur plusieurs dizaines de picosecondes, car il 

s’agit là du temps caractéristique connu de relaxation entre ces deux systèmes [36]. Cependant, 

toutes les études menées jusque-là exploitent des impulsions laser picoseconde ou 

nanoseconde. À ces échelles de temps, les électrons ont amplement le temps d’atteindre 

l’équilibre thermodynamique. Ces études ne peuvent donc pas accéder à l’effet de la relaxation 

entre les électrons et le système de spin sur les dynamiques de l’aimantation.    

En 1996, Beaurepaire et al. [7] démontrent pour la première fois que les dynamiques de 

l’aimantation peuvent se produire sur une échelle de temps femtoseconde. Dans cette 

expérience, une couche mince de 22 nm de nickel ferromagnétique protégée par une couche de 

100 nm de MgF2 est excitée par une impulsion laser de 60 fs. Une seconde impulsion laser 

permet de sonder l’aimantation de l’échantillon à différents délais par l’effet Kerr magnéto-optique 

(MOKE). Les auteurs observent ainsi la désaimantation de l’échantillon en moins d’une 

picoseconde (voir la Figure 2.5).  

Initialement, la nature de cette observation est débattue, car le signal obtenu par MOKE peut 

contenir une contribution importante d’effets non magnétiques lorsque le système est loin de 

l’équilibre, ce qui est le cas pour les premières centaines de femtosecondes après l’excitation 

[37–39]. Malgré tout, de multiples observations dans différents matériaux corroborent les résultats 

de Beaurepaire et al. Diverses études sont complétées à partir de différentes techniques qui 

incluent l’effet Kerr magnéto-optique [40,41], mais aussi la détection du signal de second 

harmonique [42,43], la photoémission à deux photons résolue en spin [44,45], et plus récemment 
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des techniques résonantes telles que le dichroïsme circulaire magnétique de rayons X [8,46,47], 

le dichroïsme linéaire magnétique de rayons X [48] et la diffusion magnétique résonante de 

rayons X [31,49,50]. Les différentes techniques de mesure sont discutées plus en détail à la 

section 2.4. 

 

Figure 2.5 Première observation de la désaimantation ultrarapide 

Désaimantation ultrarapide dans une couche mince de nickel. Une impulsion de pompe de 60 fs avec une 
fluence de 7 mJ cm-2 est appliquée au délai 𝚫𝒕 = 𝟎. Chaque point correspond à la rémanence de l’aimantation 
normalisée par la rémanence de l’échantillon non excité. Figure reproduite avec autorisation de Beaurepaire 
et al., Physical Review Letters 76, pp. 4250-4253 (1996), DOI : 10.1103/PhysRevLett.76.4250 [7]. © 1996 de 
l’American Physical Society. 

Pour expliquer leur observation, les auteurs de [7] présentent un modèle phénoménologique à 

trois températures (modèle 3T). Ce modèle considère trois systèmes présents dans le solide, soit 

le système électronique, le système de spin et le réseau atomique. En supposant 

qu’individuellement, chacun des trois réservoirs est continuellement à l’équilibre, il est possible 

de leur assigner une température. Tout changement à l’aimantation est alors attribué à la 

température du système de spins; une température de spins élevée implique un désordre 

important dans ce système et, donc, une diminution de l’aimantation totale. Après que l’impulsion 

de pompe ait transféré son énergie au système électronique, un processus qui se produit 

virtuellement instantanément, le modèle 3T considère l’évolution de la température de spins alors 

que les trois systèmes échangent de l’énergie. Le modèle 3T étend la portée d’un modèle 

existant, soit le modèle à deux températures [51], qui décrit la thermalisation du système 

électronique dans les métaux sans considérer l’effet des spins. 

Le modèle qui était préalablement utilisé pour décrire les dynamiques de l’aimantation lors de 

l’excitation par des impulsions longues (picosecondes à nanosecondes) était également fondé 

sur le modèle à deux températures [34]. Comme pour le modèle 3T, la température du système 
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de spins servait de jauge de l’aimantation. Par contre, étant donné que les échelles de temps 

observées étaient beaucoup plus longues que le temps caractéristique de thermalisation du 

système électronique, la température de ce système n’était pas incluse dans le modèle. L’ajout 

de la température électronique est donc une adaptation à l’échelle de temps femtoseconde. 

Dans le modèle 3T, l’évolution des températures des différents réservoirs est donnée par trois 

équations couplées : 

𝐶𝑒(𝑇𝑒)
𝑑𝑇𝑒

𝑑𝑡
= −𝐺𝑒𝑙(𝑇𝑒 − 𝑇𝑙) − 𝐺𝑒𝑠(𝑇𝑒 − 𝑇𝑠) + 𝑃(𝑡)

𝐶𝑠(𝑇𝑠)
𝑑𝑇𝑠

𝑑𝑡
= 𝐺𝑒𝑠(𝑇𝑒 − 𝑇𝑠) − 𝐺𝑠𝑙(𝑇𝑠 − 𝑇𝑙)

𝐶𝑙(𝑇𝑙)
𝑑𝑇𝑙

𝑑𝑡
= 𝐺𝑒𝑙(𝑇𝑒 − 𝑇𝑙) + 𝐺𝑠𝑙(𝑇𝑠 − 𝑇𝑙).

(2. 14) 

où les indices 𝑒, 𝑠 et 𝑙 indiquent le système électronique, le système de spins et le réseau 

atomique2, respectivement. Le paramètre 𝐶𝑖 est la contribution à la chaleur spécifique du réservoir 

dénoté par l’indice 𝑖, 𝑇𝑖 est la température du réservoir, 𝐺𝑖𝑗 est la constante d’interaction qui décrit 

le taux de transfert d’énergie entre les réservoirs dénotés par les indices 𝑖 et 𝑗, et 𝑃(𝑡) est le terme 

de source qui décrit l’énergie transférée au système électronique par l’impulsion laser. Les 

constantes d’interaction sont déterminées de façon empirique. La contribution du réservoir 

électronique à la chaleur spécifique est considérée proportionnelle à la température de ce 

réservoir, avec 𝐶𝑒 = 𝛾𝑇𝑒. La contribution du réseau 𝐶𝑙 est considérée indépendante de la 

température du réseau et la contribution du réservoir de spins 𝐶𝑠 est calculée pour satisfaire 

𝐶 =  𝐶𝑒 + 𝐶𝑙 + 𝐶𝑠, c’est-à-dire que la chaleur spécifique totale, qui est connue, doit inclure les trois 

contributions [25]. Le modèle 3T ne tient pas compte de la propagation de la chaleur dans le 

matériau; on suppose que les températures sont uniformes dans tout l’échantillon. 

Chacune des trois équations contient deux termes de la forme 𝐺𝑖𝑗(𝑇𝑖 − 𝑇𝑗) qui décrivent le 

couplage entre le réservoir en question et les deux autres. Par exemple, la première équation 

décrit l’évolution de la température électronique. Le premier terme provient du transfert d’énergie 

entre le système électronique et le réseau. Si 𝑇𝑒 > 𝑇𝑙, ce terme est négatif et contribue à faire 

diminuer la température électronique. Pour assurer la conservation de l’énergie, ce même terme 

se retrouve également dans la troisième équation, mais cette fois avec le signe opposé.  

La résolution des équations (2.14) permet d’obtenir les dynamiques associées à chaque 

réservoir. Les différentes interactions entre les réservoirs ainsi que l’évolution de leurs 

                                                
2 La notation 𝑙 provient de l’anglais « lattice ». 



48 

températures sont représentées à la Figure 2.6. On peut diviser le processus de désaimantation 

ultrarapide en trois étapes principales : d’abord, le système électronique est chauffé par 

l’impulsion laser. Ensuite, l’énergie est rapidement transférée au système de spins, dont la 

température augmente. Cette étape se produit en ~100 fs et est associée à une chute abrupte 

de l’aimantation [52]. Finalement, les systèmes électroniques et de spins s’équilibrent avec le 

réseau atomique sur plusieurs picosecondes et l’aimantation subit un recouvrement partiel. Sur 

une échelle de temps beaucoup plus longue, le recouvrement total de l’aimantation peut être 

observé lorsque toute l’énergie transmise par l’impulsion laser est évacuée hors de l’échantillon. 

 

Figure 2.6 Modèle à trois températures 

(a) Représentation des interactions entre les réservoirs électroniques, de spins et du réseau ainsi que des 
échelles de temps qui leurs sont associées. (b) Évolution des températures des électrons, des spins et du 
réseau tel que le prédit le modèle phénoménologique à trois températures. Figure reproduite avec autorisation 
de Beaurepaire et al., Physical Review Letters 76, pp. 4250-4253 (1996), DOI : 10.1103/PhysRevLett.76.4250 [7]. 
© 1996 de l’American Physical Society. 

Le modèle 3T a été le premier modèle permettant de décrire comment l’énergie déposée par 

l’impulsion laser peut induire la désaimantation ultrarapide du matériau. Par la suite, plusieurs 

améliorations ont été proposées pour raffiner le modèle [53–57]. Par exemple, en 2010, 

Koopmans et al. présentent le modèle microscopique à trois températures, qui inclut la diffusion 

électron-phonon afin de tenir compte du transfert de moment cinétique entre les électrons et le 

réseau [53]. Cet exemple souligne une faiblesse importante du modèle 3T : il ne donne pas de 

détails quant aux mécanismes microscopiques qui permettent de transférer le moment cinétique 

de spins vers d’autres réservoirs lors de la désaimantation. Depuis, de nombreuses études se 

sont attaquées spécifiquement à ce problème. 

Les mécanismes microscopiques proposés pour expliquer le comportement des moments 

cinétiques de spin pendant la désaimantation ultrarapide peuvent être séparés en deux grandes 

catégories : la diffusion avec renversement du spin et le transport de spins. Les processus de 
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diffusion avec renversement du spin impliquent une réduction du moment cinétique de spin total 

et donc de l’aimantation. Par contraste, le transport de spins est un effet local. Par ce processus, 

les électrons dont le spin est dans l’orientation majoritaire se déplacent en dehors de la région 

excitée beaucoup plus efficacement que les spins minoritaires, donc l’aimantation est réduite 

dans cette région. Par contre, l’aimantation totale du solide reste inchangée. Ces deux catégories 

sont discutées plus en détail dans les sections suivantes. 

2.3.2 Diffusion avec renversement du spin 

Déjà en 1996, Beaurepaire et al. [7] suggèrent que les populations de spins majoritaires et 

minoritaires peuvent être modifiées par la diffusion. En 2005, la diffusion Elliot-Yafet électron-

phonon avec renversement du spin est proposée par Koopmans et al. [58] comme processus de 

transfert de moment cinétique du système de spins au réseau. Tel que représenté à la Figure 

2.7(a), la diffusion Elliot-Yafet permet d’inverser le spin d’un électron par l’émission ou l’absorption 

d’un phonon. Ce processus est facilité par l’interaction spin-orbite, qui couple le système de spin 

au réseau atomique. En effet, lorsque l’interaction spin-orbite est considérée, l’état d’un électron 

dans le solide est défini par une fonction d’onde qui contient un mélange des spins possibles. Si 

l’électron est diffusé, il a donc une certaine probabilité que son spin soit renversé [59,60].  

 

Figure 2.7 Diffusion Elliot-Yafet 

(a) Représentation de la diffusion Elliot-Yafet. Le moment cinétique de spin de l’électron, originellement de 

spin +
𝟏

𝟐
, est transféré au phonon par l’interaction. (b) Schéma des interactions du modèle microscopique à 

trois températures. Les flèches pleines indiquent un transfert d’énergie tandis que la flèche pointillée indique 
un transfert de moment cinétique. Images reproduites avec l’autorisation de Springer Nature Customer Service 
Centre GmbH: Springer Nature, Nature Materials, Explaining the paradoxical diversity of ultrafast laser-induced 
demagnetization, Koopmans et al., © 2010 [53]. 

En 2010, Koopmans et al. [53] présentent le modèle microscopique à trois températures (M3T), 

qui est basé sur la diffusion Elliot-Yafet comme mécanisme responsable de la désaimantation. 
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Comme pour le modèle 3T, le modèle M3T considère que le système électronique est 

constamment en situation d’équilibre interne. Par contre, la diffusion de la chaleur à travers 

l’échantillon est maintenant considérée. Les auteurs introduisent aussi une probabilité 𝑎𝑠𝑓 que le 

spin d’un électron soit renversé par la diffusion électron-phonon. Considérant le ratio 𝑚 = 𝑀/𝑀𝑠 

entre l’aimantation du matériau et son aimantation à saturation, l’évolution de l’aimantation est 

décrite par : 

𝑑𝑚

𝑑𝑡
= 𝐴𝑚𝑇𝑙

𝑎𝑠𝑓𝑇𝐶

𝜇𝑎𝑡
(1 − coth (

𝑚𝑇𝐶

𝑇𝑒
)) . (2. 15) 

Ici, 𝑇𝐶 est la température de Curie, 𝜇𝑎𝑡 est le moment magnétique atomique et 𝐴 est un facteur 

qui dépend du matériau. Tel que représenté à la Figure 2.7(b), l’énergie transférée au système 

de spin provient entièrement du système électronique. Par contre, le transfert de moment 

cinétique passe uniquement par le réseau via la diffusion électron-phonon.  

Une force du modèle M3T est qu’il permet de reproduire les différentes dynamiques de 

l’aimantation observées dans les métaux de transition et les terres rares. Dans les métaux de 

transition à température de la pièce, la désaimantation se produit en quelques centaines de 

femtosecondes et est suivie d’une récupération graduelle de l’aimantation sur plusieurs 

picosecondes, tel que présenté à la Figure 2.5 [61,62]. Il s’agit de la désaimantation de type I. 

Dans les terres rares, par contre, la désaimantation se produit plus lentement et deux étapes 

peuvent être observées [63,64]. D’abord, l’aimantation chute sur une échelle picoseconde. 

Ensuite, l’aimantation subit une deuxième chute s’étendant sur quelques centaines de 

picoseconde avant de récupérer plus lentement. C’est la désaimantation de type II.  

Dans le modèle M3T, l’existence de ces deux types de désaimantation est expliquée en grande 

partie par le facteur 𝑇𝐶/𝜇𝑎𝑡 de l’équation (2.15). Plus ce facteur est grand, plus la variation de 

l’aimantation est importante dans un temps court. Si la désaimantation est assez efficace pour 

être complétée avant que le système électronique ait pu s’équilibrer avec le réseau, l’aimantation 

chute rapidement jusqu’à un minimum qui dépend de la fluence appliquée. Puis, elle récupère 

partiellement lors de l’équilibration des électrons avec le réseau. Ces dynamiques correspondent 

à la désaimantation de type I. Si, au contraire, la désaimantation est peu efficace, elle continue à 

se produire sur une longue période de temps après que les électrons aient atteint l’équilibre avec 

le réseau. On assiste donc à deux étapes : d’abord, la température électronique élevée supporte 

une chute rapide de l’aimantation. Puis, 𝑇𝑒 diminue car le système électronique s’équilibre avec 

le réseau, mais le système de spin n’a pas encore atteint l’équilibre. Alors, l’aimantation continue 

de diminuer, mais plus lentement, ce qui correspond au type II. Puisque le facteur 𝑇𝐶/𝜇𝑎𝑡 est 
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faible pour les terres rares (voir le Tableau 2.2), celles-ci sont associées au type II de 

désaimantation. 

Tableau 2.2 Moments magnétiques atomiques et Températures de Curie 

Élément 
Moment magnétique 

atomique 
𝑇𝐶 (K) 

Fe 2.2 𝜇𝐵 1044 

Co 1.7 𝜇𝐵 1360 

Gd 7.6 𝜇𝐵 293 

Moment magnétique atomique et température de Curie de quelques éléments magnétiques sous forme solide. 
Dans les métaux de transition comme le fer et le cobalt, le moment magnétique atomique est relativement 
faible et la température de Curie est élevée [22]. Dans les terres rares, comme le gadolinium, la situation est 
inversée [65]. 

Malgré le succès apparent du modèle M3T, le rôle de la diffusion électron-phonon dans la 

désaimantation ultrarapide a longtemps été débattu. En 2009, à partir de calculs ab initio basés 

sur la théorie de la fonctionnelle de densité, Steiauf et Fähnle [66] démontrent que la probabilité 

de renversement du spin par diffusion Elliot-Yafet est plus élevée que prévu dans les métaux de 

transition et concluent que ce mécanisme est assez important pour expliquer la désaimantation. 

En 2011, deux autres études théoriques viennent contredire ces résultats. En incluant la 

dispersion des phonons dans leurs calculs ab initio, Carva et al. [67] concluent que la diffusion 

Elliot-Yafet contribue trop faiblement à la désaimantation pour en être l’unique cause et ce, même 

en considérant une distribution électronique hors équilibre. En étudiant la désaimantation obtenue 

par des calculs ab initio sur un modèle simplifié qui exclue de possibles changements de la 

structure de bande, Essert et Schneider [68] arrivent à la même conclusion. De plus, leurs 

résultats indiquent que les dynamiques de la structure de bande, par l’intermédiaires de l’énergie 

d’échange, influencent la désaimantation. Cette hypothèse est corroborée par les travaux de 

Mueller et al. [69] en 2013. La même année, les calculs de Illg et al. [70] montrent encore une 

fois que la diffusion électron-phonon ne contribue pas suffisamment à la désaimantation pour 

expliquer les observations expérimentales. Les auteurs soutiennent tout de même que le réseau 

atomique absorbe le moment cinétique perdu par le système de spins. L’année suivante, ils 

proposent la diffusion entre les électrons et des ondes de spins comme mécanisme 

additionnel [71].  

Plus récemment, en 2017, Leckron et al. [72] soutiennent que les diffusions électron-phonon avec 

renversement du spin constituent un mécanisme suffisant pour la désaimantation à condition que 

qu’une précession rapide des spins soit considérée. La même année, Shokeen et al. [73] 
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montrent à partir de calculs ab initio que la diffusion électron-phonon joue un rôle important dans 

la désaimantation du nickel, mais que ce n’est pas le cas pour le cobalt, où le transport de spins 

est substantiel.  

Lors de la diffusion électron-phonon, il est possible que le moment cinétique de spin soit transféré 

au réseau, mais il pourrait également être transféré vers le moment cinétique orbital. Ce 

processus est proposé par Zhang et Hübner en 2000 [74]. Parallèlement à la recherche sur 

l’importance de la diffusion électron-phonon, plusieurs études expérimentales visent à déterminer 

si le moment cinétique orbital reçoit une partie significative du moment cinétique lors de la 

désaimantation. En 2007, à partir de mesures de dichroïsme magnétique circulaire de rayons X 

dans le nickel, Stamm et al. [8] démontrent que les orbites électroniques ne servent pas de 

réservoir de moment cinétique. En 2010, Boeglin et al. [32] observent que le moment cinétique 

orbital et le moment cinétique de spin varient de façon simultanée pendant la désaimantation, ce 

qui confirme qu’il n’y a pas un échange significatif de moment cinétique entre les deux. Par 

conséquent, le seul canal de transfert de moment cinétique disponible lors d’interactions spin-

orbite telles que la diffusion électron-phonon est vers le réseau atomique.  

Une fois le moment cinétique de spin transféré au réseau, une question subsiste : comment le 

réseau gère-t-il ce moment cinétique additionnel? Dans les dernières années, des efforts 

importants ont été déployés pour comprendre les dynamiques du réseau pendant la 

désaimantation. Deux avenues sont proposées pour le moment cinétique : il peut être transféré 

directement à l’échantillon entier par l’effet Einstein-de Haas [75,76], ou être transféré à des 

phonons de polarisation elliptique ou circulaire [77].  

L’effet Einstein-de Haas correspond à la réponse mécanique de la masse de l’échantillon entier 

à un changement de l’aimantation. Toute variation de l’aimantation totale est causée par un 

changement proportionnel du moment cinétique des électrons. Afin de respecter la conservation 

du moment cinétique, celui-ci peut être converti en rotation mécanique de l’échantillon entier. 

Évidemment, si l’échantillon est fixé à un support, le moment cinétique peut être transmis à ce 

support et éventuellement à la terre entière plutôt que de causer une rotation de l’échantillon. 

Dans ce cas, le moment cinétique total de l’échantillon seul n’est pas conservé. Pour cette raison, 

en 2013, Fähnle et al. [76] suggèrent que la conservation du moment cinétique de l’échantillon 

lors de la désaimantation ultrarapide est invalide. Considérant ceci, et supposant que le moment 

cinétique du réseau est porté par des phonons de polarisation elliptique ou circulaire, Tsatsoulis 

et al. [78] effectuent en 2016 des calculs qui semblent montrer que seule une petite partie du 

moment cinétique de spins est transférée au réseau lors de la désaimantation. Cependant, ces 
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calculs sont basés sur un Hamiltonien simplifié qui ne tient pas compte de certains degrés de 

liberté du système.  

En 2019, des mesures expérimentales de l’effet Einstein-de Haas dans un échantillon de fer 

permettent à Dornes et al. [33] de conclure que le transfert de moment cinétique vers le réseau 

représente 80% de la perte du moment cinétique de spin. Leurs résultats sont interprétés comme 

suit : lors de la désaimantation, l’effet Einstein-de Haas induit un couple sur chaque section 

microscopique de l’échantillon. À l’intérieur du solide uniformément désaimanté, les couples 

voisins s’annulent, mais pas à la surface. Il se crée alors une onde de déformation se propageant 

de la surface vers le centre de l’échantillon.  

Récemment, en 2022, Tauchert et al. [79] proposent que dans les premières centaines de 

femtosecondes après l’excitation, le moment cinétique de spin est d’abord transmis à des 

phonons polarisés circulairement avant que la rotation de l’échantillon se produise. En effet, leurs 

résultats expérimentaux indiquent qu’environ 25% des fluctuations du réseau sont causés par 

des phonons anisotropes qui ne concordent pas avec une simple augmentation de la 

température, mais qui correspondent plutôt à un mouvement circulaire des atomes concernés. 

Selon ce modèle, le temps caractéristique de désaimantation se rapporte au délai requis pour 

accélérer les atomes du réseau et ainsi amorcer le mouvement des phonons. Le temps 

nécessaire à la désaimantation est donc fortement dépendant des caractéristiques du matériau, 

ce qui peut expliquer les différences de dynamiques entre les métaux de transition et les terres 

rares. Ce modèle offre finalement une nouvelle interprétation de l’effet Einstein-de Haas. Plutôt 

que d’avoir un transfert direct du moment cinétique de spins vers la rotation de l’échantillon, ce 

transfert est médié par une étape intermédiaire pendant laquelle le moment cinétique est détenu 

par les phonons polarisés circulairement.  

Bien que le débat persiste sur l’importance de la diffusion électron-phonon avec renversement du 

spin et sur le rôle du réseau dans la désaimantation, les mécanismes présentés plus haut restent 

favorisés par la communauté scientifique. Néanmoins, d’autres mécanismes de diffusion ont été 

proposés pour expliquer le transfert de moment cinétique hors du système de spin. Ceux-ci 

incluent la diffusion électron-électron de type Elliot-Yafet [69,80], la diffusion électron-magnon 

[71,81,82], et le transfert direct du moment cinétique entre les électrons et les photons [83]. La 

plupart des auteurs reconnaissent cependant que la désaimantation ultrarapide est 
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vraisemblablement causée par une combinaison de plusieurs mécanismes. 

2.3.3 Transport de spins 

Dans les matériaux ferromagnétiques, les spins majoritaires et minoritaires occupent différentes 

bandes électroniques. En conséquence, leurs propriétés de transport sont distinctes. En effet, les 

électrons de spin majoritaire restent dans un état excité plus longtemps se déplacent plus 

rapidement que les électrons de spin minoritaire, ce qui leur permet de se propager plus loin 

[84,85]. En théorie, il n’est donc pas nécessaire de changer le moment cinétique de spin pour 

induire la désaimantation d’une région d’un échantillon : il suffit de propager les spins majoritaires 

en dehors de la région en question. C’est ce qui est suggéré en 2008 par Malinowski et al. [86]. 

Les auteurs démontrent que dans un échantillon multicouche de cobalt/platine ferromagnétique, 

la désaimantation du cobalt peut être accélérée et amplifiée si les multicouches sont séparées 

par un conducteur et couplées de façon antiferromagnétique. Tel que représenté à la Figure 2.8, 

si l’aimantation des deux couches est antiparallèle, chaque couche induit un courant de spins 

opposés vers l’autre couche. Les deux couches reçoivent alors un afflux de spins dans 

l’orientation minoritaire et l’aimantation totale diminue. Cet effet est neutralisé si les couches sont 

séparées par un isolant ou si elles sont couplées de façon ferromagnétique. 

 

Figure 2.8 Transport de spins entre deux couches ferromagnétiques 

Transport de spins majoritaires entre deux couches ferromagnétiques séparées par un conducteur. À gauche, 
l’aimantation des couches est parallèle, donc chaque couche perd et reçoit des spins dans l’orientation 
majoritaire. À droite, l’aimantation des couches est antiparallèle, donc chaque couche perd des spins dans 
l’orientation majoritaire et reçoit des spins dans l’orientation minoritaire. L’aimantation totale diminue. Figure 
reproduite avec l’autorisation de Springer Nature Customer Service Centre GmbH: Springer Nature, Nature 
Physics, Control of speed and efficiency of ultrafast demagnetization by direct transfer of spin angular 
momentum, Malinowski et al., © 2008 [86]. 

Un modèle théorique pour le transport de spins est proposé en 2010 par Battiato et al. [87], puis 

raffiné en 2012 [88]. Le modèle considère le mouvement des électrons excités par l’impulsion de 

pompe à travers l’échantillon en incluant la diffusion, mais sans tenir compte de la possibilité de 

renversement du spin. Étant donné que le libre parcours moyen des électrons est beaucoup plus 

petit que l’étendue transversale de la région excitée par l’impulsion de pompe, seule la 

propagation en profondeur dans l’échantillon est considérée. Lorsque les électrons sont excités 
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par l’absorption d’un photon, ils passent de la bande électronique d à une bande de type sp. Dans 

cette bande, au-dessus du niveau de Fermi, les électrons ont une grande mobilité (vitesse 

d’environ 1 nm/fs [85]). Après l’excitation, le modèle considère que les électrons excités voyagent 

dans une direction aléatoire jusqu’à ce qu’ils subissent une diffusion. Si la diffusion est élastique, 

comme c’est approximativement le cas pour la diffusion avec un phonon ou une impureté, 

l’électron change simplement de direction. Si l’électron subit une diffusion inélastique avec un 

autre électron, son énergie diminue, ce qui correspond au processus de thermalisation. Le 

second électron, nouvellement excité, peut alors contribuer au transport de spin. Les électrons 

de spin majoritaire, en se déplacent plus loin que les électrons de spin minoritaire, transportent 

leur moment magnétique hors de la région excitée. Le modèle permet ainsi de calculer la 

population de spins majoritaires et minoritaires ayant voyagés à une profondeur 𝑧 dans 

l’échantillon un certain temps après l’excitation et de relier cette information à l’aimantation totale.  

Les processus de transport avec diffusion peuvent être caractérisés par la variation du 

déplacement quadratique moyen des particules dans le temps. Si le processus est régi par le 

mouvement Brownien, le déplacement quadratique moyen augmente linéairement dans le temps. 

À l’opposé, si le mouvement est balistique, la relation est quadratique. Dans le modèle proposé 

par Battiato et al. [87], le mouvement des spins se trouve entre ses deux extrêmes, ce qui 

correspond au régime super-diffusif. En outre, la relation entre le déplacement quadratique 

moyen et le temps n’est pas constante, mais passe plutôt d’un régime presque balistique à un 

régime correspondant au mouvement Brownien longtemps après l’excitation. 

L’utilisation de paramètres réalistes dans le modèle super-diffusif (par exemple pour le taux 

d’excitation électronique et la durée de vie des états excités) facilite la comparaison avec des 

résultats expérimentaux. Tel que présenté à la Figure 2.9(a), le modèle permet d’expliquer les 

observations de Stamm et al. [8] dans une couche mince de nickel déposée sur un substrat 

d’aluminium. Bien que les résultats expérimentaux permettent seulement d’accéder à l’évolution 

de l’aimantation moyenne dans la couche de nickel, plus de détails quant au profil de l’aimantation 

calculé en fonction de la profondeur dans l’échantillon sont donnés à la Figure 2.9(b). Après un 

certain délai, l’aimantation diminue dans le nickel (soit dans les 15 premiers nanomètres), mais 

augmente dans l’aluminium. Après 300 fs, le modèle prédit aussi une diminution de l’aimantation 

près de l’interface entre les matériaux. Là, les électrons de spin minoritaire ayant été diffusés à 

rebours, soit de l’aluminium vers le nickel, sont rapidement désexcités alors que les électrons de 

spin majoritaire peuvent rester excités assez longtemps dans le matériau ferromagnétique pour 

s’éloigner de l’interface. Depuis la présentation de ce modèle, plusieurs études expérimentales 
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ont été menées afin d’en vérifier la validité. 

 

Figure 2.9 Application du modèle de transport de spin super-diffusif 

(a) Désaimantation ultrarapide observée par Stamm et al. [8] dans une couche de 15 nm de nickel déposée sur 
un substrat d’aluminium (points bleus) comparée à la désaimantation calculée par le modèle de transport de 
spin super-diffusif pour le même système (région grise). La courbe rouge représente le profil temporel de 
l’impulsion de pompe. (b) Profile de l’aimantation calculé en fonction de la profondeur dans l’échantillon pour 
trois délais après l’excitation. L’aimantation initiale est présentée en bleu. En noir, l’aimantation résultante 
après l’excitation. En rouge, la population de spins majoritaires excités (trait plein) et la population de spins 
minoritaires excités (traits tirés). Figure reproduite avec autorisation de Battiato et al., Physical Review Letters 
105, p. 027203 (2010), DOI : 10.1103/PhysRevLett.105.027203 [87]. © 2010 de l’American Physical Society. 

En 2011, Melnikov et al. [89] présentent des résultats expérimentaux qui supportent le modèle 

super-diffusif. Les auteurs mesurent les propriétés magnétiques de la surface d’une couche d’or 

déposée sur une couche de fer ferromagnétique alors que seul le fer est excité par l’impulsion de 

pompe. Ils détectent un courant de spin délayé par rapport à l’excitation. Une analyse de la vitesse 

de propagation des spins permet de déduire qu’effectivement, le transport semble se produire 

dans un régime super-diffusif.  

En 2012, Rudolf et al. [90] étudient l’aimantation d’une couche de nickel et d’une couche de fer 

séparées par une couche de ruthénium. Leur méthodologie, basée sur l’effet Kerr magnéto-

optique résonant, permet de mesurer la désaimantation du nickel et du fer de façon indépendante. 

Le nickel absorbe la majeure partie de l’impulsion de pompe. Lorsque l’aimantation des deux 

couches est antiparallèle, chaque élément subit la désaimantation ultrarapide. Cependant, 

lorsque l’aimantation des deux couches est parallèle, l’aimantation du fer augmente alors que 

celle du nickel diminue. Ceci est attribué au transport super-diffusif de spins du nickel vers le fer. 

En 2013, cette méthodologie est utilisée sur des échantillons semblables, mais avec différentes 

couches séparatrices, ce qui permet aux auteurs de contrôler l’importance des courants de spins 

entre le nickel et le fer [91]. Ainsi, il est démontré que les processus de transport de spins et de 

diffusion avec renversement du spin contribuent tous les deux à la désaimantation. De plus, les 
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résultats indiquent que la super-diffusion des spins est directionnelle dans les échantillons 

étudiés; les spins se propagent préférablement en profondeur, de la région excitée vers la région 

non excitée. 

La même année, Eschenlohr et al. [92] étudient un échantillon composé d’une couche de nickel 

recouverte d’une couche d’or et déposée sur un substrat conducteur. L’impulsion de pompe excite 

la couche d’or, mais la couche de nickel reçoit peu d’énergie de la part des photons. Par une 

méthode résonante qui permet d’isoler l’aimantation de la couche ferromagnétique, les auteurs 

observent tout de même une forte désaimantation du nickel qui ne peut être expliquée par 

l’excitation directe des électrons dans cette couche. De plus, la désaimantation est légèrement 

délayée par rapport au cas où le nickel est directement excité par la pompe. Les auteurs en 

concluent que la désaimantation est causée par le transport d’électrons chauds de la couche d’or 

vers la couche de nickel. Une fois dans le nickel, les propriétés de transport des électrons de spin 

majoritaire et minoritaire sont modifiées. Par transport de spin super-diffusif, les spins majoritaires 

voyagent jusqu’au substrat et l’aimantation du nickel diminue. Toutefois, cette interprétation des 

résultats est remise en cause lorsqu’il est démontré que le calcul de l’absorption de la pompe par 

les différentes couches est inexact [93,94]. En 2016, une expérience similaire menée par 

Vodungbo et al. [95] confirme que la désaimantation peut être excitée de façon indirecte par le 

transport d’électrons chauds. Cependant, les auteurs précisent que ces résultats ne favorisent 

pas nécessairement le transport super-diffusif comme processus de désaimantation une fois les 

électrons chauds dans la couche ferromagnétique. 

Au fil des ans, d’autres études indiquent que le transport super-diffusif n’est pas un processus 

aussi important que le prévoit le modèle de Battiato et al. En 2012, Mathias et al. [62] observent 

un délai entre la désaimantation du fer et du nickel dans un alliage de ces deux éléments. 

Toutefois, ce délai est indépendant de l’intensité de la pompe, ce qui ne devrait pas être le cas si 

la désaimantation était causée par le transport super-diffusif étant donné que l’intensité de la 

pompe influence le nombre d’électrons chauds qui sont générés et qui peuvent participer au 

transport. En 2013, Schelleken et al. [96] comparent la désaimantation mesurée sur un 

échantillon de nickel en sondant l’échantillon par devant, soit sur la surface excitée par la pompe, 

et par derrière. Comme aucune différence n’est observée, les auteurs concluent que le transport 

de spin joue un rôle négligeable dans la désaimantation du nickel. En 2015, Wieczorek et al. [97] 

offrent une étude des dynamiques de l’aimantation du cobalt en fonction de la profondeur dans 

l’échantillon. Leurs résultats indiquent que le transport de spins domine la désaimantation dans 

la première centaine de femtosecondes après l’excitation, mais que la diffusion avec 
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renversement du spin devient ensuite le processus le plus important. En 2017, Shokeen et al. [73] 

confirment que le transport de spin est substantiel dans le cobalt et démontrent que l’importance 

relative du transport et de la diffusion dépend du matériau. 

Récemment, un autre phénomène lié au transport de spin a été découvert et mérite d’être 

mentionné. Le transfert de spin induit optiquement, ou OISTR (de l’anglais Optically Induced Spin 

Transfer), a été proposé en 2018 par Dewhurst et al. [98], puis démontré expérimentalement en 

2019 par Siegrist et al. [99]. Il s’agit d’un phénomène entièrement optique. Dans des systèmes 

complexes tels que les matériaux avec plusieurs sous-réseaux ou les échantillons multicouches, 

l’excitation par l’impulsion de pompe peut acheminer un électron de la bande électronique 

majoritaire à la bande électronique minoritaire d’un site voisin, ou vice-versa. Comme pour le 

transport super-diffusif, le moment de spin total reste inchangé. Néanmoins, ce phénomène peut 

altérer la structure magnétique du matériau, par exemple en le faisant passer d’une phase 

antiferromagnétique à une phase ferromagnétique. Contrairement aux processus de diffusion 

avec renversement du spin ou de transport super-diffusif décrits plus haut, ces changements sont 

directement induits par le champ laser. Le OISTR est donc très rapide; il s’agit du seul phénomène 

magnétique connu qui permet d’accéder à l’échelle de temps attoseconde.  

2.3.4 Effets attendus de la longueur d’onde d’excitation 

La vaste majorité des études expérimentales portant sur la désaimantation ultrarapide sont 

menées avec une longueur d’onde de pompe fixe qui correspond souvent à la longueur d’onde 

fondamentale du système laser utilisé. La plupart du temps, la pompe est donc dans le proche 

infrarouge, par exemple à ~800 nm pour un système titane-saphir. Pourtant, on peut s’attendre 

à ce que le système électronique soit excité différemment si la longueur d’onde d’excitation 

change, ce qui pourrait mener à des dynamiques variées. Dans la section présente, le modèle à 

trois températures est utilisé pour formuler une hypothèse quant à l’effet de la longueur d’onde 

sur la désaimantation ultrarapide. 

Dans le modèle 3T, la première étape est l’absorption de l’énergie de l’impulsion de pompe par 

le système électronique, dont la température augmente. En négligeant les contributions du réseau 

et des spins, qui prennent plus longtemps à s’instaurer, la variation de la température correspond 

à :

𝐶𝑒(𝑇𝑒)
𝑑𝑇𝑒

𝑑𝑡
= 𝑃(𝑡) (2. 16)

où, encore une fois, la chaleur spécifique électronique est proportionnelle à la température, avec 

𝐶𝑒 = 𝛾𝑇𝑒. Par séparation des variables, on obtient : 
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∫ 𝛾𝑇𝑒𝑑𝑇𝑒
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∞

−∞
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(2. 17) 

L’intégration est faite sur l’excitation complète. Donc, la température initiale 𝑇𝑒,0 est augmentée 

de Δ𝑇𝑒 après le passage de l’impulsion de pompe. Dans le modèle 3T, c’est cette différence de 

température qui détermine les dynamiques de la désaimantation. Plus Δ𝑇𝑒 est élevé, plus on peut 

s’attendre à une désaimantation forte. Pour un régime d’excitation modérée, on peut considérer 

que l’énergie totale absorbée par le système est faible, soit ∫ 𝑃(𝑡)𝑑𝑡
∞

−∞
≪ 𝛾𝑇𝑒,0

2 . Alors, on a : 

Δ𝑇𝑒 ≈ 𝑇𝑒,0 (1 +
1

𝛾𝑇𝑒,0
2 ∫ 𝑃(𝑡)𝑑𝑡

∞

−∞

) − 𝑇𝑒,0 =
1

𝛾𝑇𝑒,0
2 ∫ 𝑃(𝑡)𝑑𝑡

∞

−∞

. (2. 18) 

Afin de définir le terme de source 𝑃(𝑡), il faut pouvoir décrire la réponse du matériau à l’excitation 

laser. Pour un champ électromagnétique oscillant à basse fréquence, et en considérant une faible 

excitation, on peut approximer les électrons de la bande de conduction comme étant libres dans 

le métal. Il s’agit du modèle de Drude [100,101]. Ce modèle ne tient pas compte des transitions 

électroniques d’une bande à l’autre (transitions inter-bandes). Par contre, il approche les 

conditions réelles d’excitations électroniques ne causant pas de transitions vers une autre bande 

(transitions intra-bandes). Le modèle est donc mieux adapté aux excitations par des photons de 

faible énergie, par exemple dans le régime infrarouge, ce qui correspond au régime de longueurs 

d’onde utilisé pour exciter l’échantillon. 

Le terme de source 𝑃(𝑡) correspond à la puissance laser moyenne absorbée par le matériau. Le 

taux de travail fait par le champ laser dans une unité de volume du matériau peut être exprimé à 

partir du champ électrique et du courant induit [102] : 

𝑑𝑊

𝑑𝑡
= �⃗⃗� ∙ 𝐽, (2. 19) 

où le champ électrique �⃗⃗� et la densité de courant 𝐽 oscillent dans le temps. La densité de courant 

𝐽 = 𝜎�⃗⃗� est définie à partir de la conductivité 𝜎, en accordance avec la loi d’Ohm. Tel que prescrit 

par le modèle de Drude, 𝜎 =
𝜎0

1−𝑖𝜔𝜏
, où 𝜏 correspond au temps de parcours moyen des électrons 
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et où 𝜔 = 2𝜋𝑐/𝜆, avec 𝜆 la longueur d’onde du laser de pompe [103]. La puissance moyenne 

absorbée devient : 

𝑃(𝑡) = 〈
𝑑𝑊

𝑑𝑡
〉 =

1

2
(

𝜎0

1 + 𝜔2𝜏2
) 𝐸0

2. (2. 20) 

Ce résultat peut être écrit en fonction de l’intensité de la pompe, 𝐼 =
𝑐𝜖0

2
𝐸0

2. L’intégration dans le 

temps sur l’impulsion totale permet de considérer plutôt la fluence de l’impulsion 𝐹, soit l’énergie 

par unité d’aire : 

∫ 𝑃(𝑡)𝑑𝑡
∞

−∞

=
1

𝑐𝜖0
(

𝜎0

1 + 𝜔2𝜏2
) 𝐹. (2. 21) 

Pour une longueur d’onde de l’ordre du micron, et considérant que 𝜏~10 fs, on a 𝜔2𝜏2 ≫ 1. On 

peut alors faire l’approximation suivante : 

∫ 𝑃(𝑡)𝑑𝑡
∞

−∞

≈
1

𝑐𝜖0

𝜎0

𝜔2𝜏2
𝐹 ∝ 𝜆2. (2. 22) 

Tel que démontré à l’équation (2.18),(2.18)(2.18) la variation de la température électronique est 

approximativement proportionnelle à ∫ 𝑃(𝑡)𝑑𝑡
∞

−∞
. Donc, on a également la relation Δ𝑇𝑒 ∝ 𝜆2. Cette 

relation quadratique indique que les dynamiques de la désaimantation ont le potentiel de varier 

de façon significative avec la longueur d’onde de la pompe. En fait, ce résultat n’est pas si 

surprenant. Dans un nuage d’électrons libres, l’énergie cinétique moyenne accumulée par un 

électron dans un champ laser est donné par 𝑈𝑝, l’énergie pondéromotrice : 

𝑈𝑝 =
𝑒2𝐸0

2

4𝑚𝜔2
=

𝑒2𝐼

8𝜋2𝑚𝑐3𝜖0
𝜆2. (2. 23) 

La relation quadratique en longueur d’onde est donc un résultat de l’approximation selon laquelle 

les électrons sont complètement libres d’osciller dans le champ laser. 

Évidemment, ce développement basé sur le modèle de Drude est imparfait. En plus d’ignorer la 

structure de bande, l’interaction entre les électrons, les spins et les phonons n’est pas tenue en 

compte. Néanmoins, il permet de poser des hypothèses quant à l’effet de la longueur d’onde sur 

la désaimantation ultrarapide. Si la température électronique transitoire augmente avec la 

longueur d’onde, on peut s’attendre à ce que la désaimantation soit plus prononcée pour des 

longueurs d’onde élevées alors même que la fluence de la pompe est constante. C’est ce qui est 

démontré au chapitre 5 pour des longueurs d’onde dans le visible et dans le proche 

infrarouge [14]. Toutefois, tel que présenté au chapitre 8, la tendance ne semble pas se maintenir 
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dans l’infrarouge moyen. Un modèle théorique plus avancé serait nécessaire pour comprendre 

les résultats de ce chapitre. 

Dans les dernières années, quelques études sur l’effet de la longueur d’onde ont été publiées 

sans toutefois qu’un consensus ne soit atteint. En 2017, Bierbrauer et al. [13] observent des 

dynamiques qui concordent avec les résultats présentés au chapitre 5 dans un échantillon de 

nickel. Les auteurs attribuent leurs résultats à la différente profondeur de pénétration de la pompe 

en fonction de la longueur d’onde. En 2021, Seibel et al. [16] observent la même tendance, mais 

expliquent leurs résultats par le transfert d’énergie dans l’échantillon entre la couche de nickel et 

le substrat d’or. En 2020, Mertens et al. [15] mesurent plutôt des changements non monotones 

des dynamiques de la désaimantation en variant la longueur d’onde entre 0.4 µm et 1.2 µm dans 

un échantillon épais de cobalt. En 2022, Stiehl et al. [104] mesurent la désaimantation ultrarapide 

d’une couche mince de nickel déposée sur un substrat isolant, puis comparent des courbes 

obtenues pour la même quantité d’énergie absorbée en variant la longueur d’onde entre 0.5 µm 

et 1.77 µm. N’observant pas de changements de dynamiques, les auteurs soutiennent que la 

forme de la distribution électronique après l’excitation n’influence pas la désaimantation, du moins 

lorsque les effets de transport non-locaux sont exclus. Une conclusion semblable est atteinte par 

les auteurs de Chekhov et al. [105], en 2021, qui comparent la désaimantation excitée par une 

impulsion visible et une impulsion térahertz dans une couche mince de fer. 

En 2017, Bobowski et al. [106] observent une désaimantation légèrement accrue lorsqu’un 

échantillon de gadolinium est excité par une longueur d’onde plus courte. Les auteurs attribuent 

leurs résultats à la probabilité accrue de diffusion avec renversement du spin pour des électrons 

ayant été excités par des photons plus énergétiques. Cependant, les terres rares sont connues 

pour avoir des dynamiques complexes qui ne concordent pas toujours avec celles observées 

dans les métaux de transition. Dans ce document, seul l’effet de la longueur d’onde sur les métaux 

de transition est considéré. 

2.4 Comment sonder la désaimantation ultrarapide 

Il existe plusieurs méthodes expérimentales permettant de sonder l’aimantation dans un 

matériau. Toutefois, afin de mesurer la désaimantation ultrarapide, il faut avoir une résolution 

temporelle de l’ordre de la centaine de femtosecondes ou mieux. Les méthodes optiques sont 

donc favorisées, d’autant plus que l’excitation de l’échantillon doit de toute façon être induite par 

une impulsion laser ultracourte. Les méthodes optiques requièrent que l’interaction entre 

l’impulsion de sonde et le matériau produise un changement mesurable dans les caractéristiques 
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de la sonde. De plus, ce changement doit pouvoir être quantitativement relié à l’aimantation du 

matériau.  

Il existe plusieurs phénomènes qui répondent à ces critères. Ils peuvent être classés en deux 

catégories. Les phénomènes non-résonants, tel que les effets magnéto-optiques, sont 

relativement faciles à mesurer. En effet, les méthodes de détection basées sur ces phénomènes 

peuvent être implémentées à partir de sources de photons communes et sont donc plus 

accessibles. Cependant, puisque les méthodes non-résonantes n’offrent pas un accès direct à la 

structure électronique du matériau, elles ont une utilité limitée. Les phénomènes résonants, 

comme le dichroïsme magnétique de rayons X ou la diffusion résonante magnétique de rayons 

X, sont intimement reliés à l’absorption des photons par le matériau magnétique. Ils permettent 

ainsi d’obtenir de l’information plus précise sur la structure électronique et peuvent être utilisés 

pour séparer les contributions de différents éléments dans le matériau. Cependant, les méthodes 

de détection basées sur ces phénomènes sont plus exigeantes en termes de source de photons 

et sont donc moins accessibles. De plus, elles doivent généralement être implémentées dans un 

montage sous vide afin d’éviter l’absorption des photons de haute énergie dans l’air, ce qui 

contribue à complexifier l’expérience. 

Dans ce qui suit, trois des méthodes les plus populaires pour sonder la désaimantation ultrarapide 

sont présentées. Il s’agit de l’effet Kerr magnéto-optique, du dichroïsme circulaire magnétique de 

rayons X, et de la diffusion résonante magnétique de rayons X. 

2.4.1 Effet Kerr magnéto-optique 

L’effet Kerr magnéto-optique (MOKE), découvert en 1877 par John Kerr [107], décrit comment la 

polarisation de la lumière est affectée lors de sa réflexion par un matériau magnétique. Le MOKE 

est intimement relié à l’effet Faraday, qui correspond plutôt à la rotation de la polarisation de la 

lumière lors de sa transmission au travers d’un matériau magnétique. Les effets magnéto-

optiques découlent de la réponse des électrons au champ laser en présence d’un champ 

magnétique. Plus précisément, l’effet Faraday et certains types de MOKE proviennent de la 

biréfringence circulaire, c’est-à-dire la différence d’indice de réfraction entre la lumière de 

polarisation circulaire gauche et droite, qui est induite dans le matériau par l’aimantation.  

Tel que représenté à la Figure 2.10, un électron libre placé dans un champ laser polarisé 

circulairement a une trajectoire circulaire, car il subit à tout instant une force parallèle au champ 

électrique [102] : 
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�⃗�𝐸 = −𝑒�⃗⃗�. (2. 24)

Si un champ magnétique est appliqué, l’électron subit également une force magnétique dont 

l’orientation dépend de la direction dans laquelle l’électron se propage et de l’orientation du 

champ magnétique : 

�⃗�mag = −𝑒(�⃗�𝑒 × �⃗⃗�). (2. 25)

La somme de ces forces correspond à la force de Lorentz. Puisque l’orientation de la force 

magnétique dépend de la direction dans laquelle l’électron se propage à la vitesse �⃗�𝑒, la trajectoire 

de l’électron varie selon que la polarisation est circulaire droite ou gauche [108]. Dans un matériau 

magnétique, le champ magnétique est remplacé par l’aimantation. La trajectoire des électrons 

est évidemment plus complexe que pour un électron libre, mais elle dépend tout de même du 

sens de rotation de la polarisation. 

 

Figure 2.10 Électron dans un champ laser de polarisation circulaire 

Trajectoire d’un électron libre dans le champ laser polarisé circulairement d’un faisceau entrant dans l’image. 
À gauche, la polarisation est circulaire gauche et le champ électrique varie tel que représenté en bas. L’électron 
tourne alors dans le sens antihoraire. À droite, la polarisation est circulaire droite et l’électron tourne dans le 

sens horaire. Lorsqu’un champ magnétique 𝑩 est appliqué, la force magnétique �⃗⃗⃗�𝐦𝐚𝐠 agit différemment car 

son orientation dépend du mouvement de l’électron.   

L’indice de réfraction d’un matériau est étroitement lié à la réponse des électrons au champ laser. 

En effet, pour un matériau isotrope et non-magnétique, le déplacement électrique est donné par : 

�⃗⃗⃗� = 𝜖0�⃗⃗� + �⃗⃗� = 𝜖�⃗⃗�, (2. 26)

où �⃗⃗� = 𝜖0𝜒�⃗⃗� est le vecteur de polarisation du matériau de susceptibilité électrique 𝜒 et 
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𝜖 =  𝜖0(1 + 𝜒) = 𝜖0𝜖𝑟 est sa permittivité électrique. Alors, l’indice de réfraction est simplement : 

𝑛 = √𝜖𝑟. (2. 27)

Si le matériau est anisotrope ou en présence d’un champ magnétique, la permittivité électrique 

doit être décrite par un tenseur, ce qui implique que l’indice de réfraction est également un 

tenseur [108,109]. Tel que démontré plus loin, les vecteurs propres formant la base des 

polarisations dans un matériau magnétique correspondent aux polarisations circulaires gauche 

et droite. L’indice de réfraction associé à ces polarisations de base est différent, ce qui se 

manifeste comme de la biréfringence circulaire.  

Dans un matériau magnétique, la symétrie par renversement du temps est observée si les 

composants hors-diagonales du tenseur de permittivité électrique respectent 𝜖𝑖𝑗(𝑀) = 𝜖𝑗𝑖(−𝑀). 

Pour le cas particulier où le matériau est isotrope et l’aimantation est parallèle à l’axe de 

propagation du faisceau laser, soit l’axe 𝑧, on a : 

𝜖 = 𝜖0 [

𝜖𝑥𝑥 𝜖𝑥𝑦 0

−𝜖𝑥𝑦 𝜖𝑥𝑥 0

0 0 𝜖𝑧𝑧

] , (2. 28)

où toutes les composantes peuvent être complexes. Considérons une onde plane se propageant 

dans la direction 𝑧, de la forme : 

�⃗⃗� = �⃗⃗�0𝑒−𝑖(𝜔𝑡−�⃗⃗�∙𝑟),

�⃗⃗⃗� = �⃗⃗⃗�0𝑒−𝑖(𝜔𝑡−�⃗⃗�∙𝑟),
(2. 29)

où le vecteur d’onde �⃗⃗� est relié à l’indice de réfraction complexe par �⃗⃗� = 𝑛�⃗⃗�0, avec �⃗⃗�0 le nombre 

d’onde dans le vide. Les équations de Maxwell suivante peuvent être appliquées : 

∇ × �⃗⃗� = −
𝜕�⃗⃗�

𝜕𝑡
= −𝜇0

𝜕

𝜕𝑡
(�⃗⃗⃗� + �⃗⃗⃗�),

∇ × �⃗⃗⃗� =
𝜕�⃗⃗⃗�

𝜕𝑡
+ 𝐽.

(2. 30)

Sachant que l’aimantation est constante et considérant une densité de courant nulle (𝐽 = 0), on 

obtient :

𝑖�⃗⃗� × �⃗⃗� = 𝑖𝜇0𝜔�⃗⃗⃗�,

𝑖�⃗⃗� × �⃗⃗⃗� = −𝑖𝜖𝜇0�⃗⃗�.
(2. 31)

En effet, ∇ × �⃗⃗� = 𝑖�⃗⃗� × �⃗⃗� et 
𝜕�⃗⃗�

𝜕𝑡
= −𝑖𝜔�⃗⃗�, avec un résultat équivalent pour �⃗⃗⃗�. En incorporant les 

équations (2.31) l’une dans l’autre, on obtient : 

�⃗⃗� × (�⃗⃗� × �⃗⃗�) = −𝜔2𝜇0𝜖�⃗⃗�. (2. 32)
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Avec le double produit vectoriel �⃗⃗� × (�⃗⃗� × �⃗⃗�) = �⃗⃗�(�⃗⃗� ∙ �⃗⃗�) − 𝑘2�⃗⃗�, on trouve : 

�⃗⃗�(�⃗⃗� ∙ �⃗⃗�) − 𝑘2�⃗⃗� + 𝜔2𝜇0𝜖�⃗⃗� = 0. (2. 33)

Pour une onde plane, on a �⃗⃗� ∙ �⃗⃗� = 0. Puisque 𝑘0
2 = 𝜔2𝜇0𝜖0, on obtient : 

−𝑛2𝑘0
2�⃗⃗� + 𝑘0

2
𝜖

𝜖0
�⃗⃗� = 0,

⇒ 𝑛2�⃗⃗� −
𝜖

𝜖0
�⃗⃗� = 0,

⇒ [

𝑛2 − 𝜖𝑥𝑥 −𝜖𝑥𝑦 0

𝜖𝑥𝑦 𝑛2 − 𝜖𝑥𝑥 0

0 0 𝑛2 − 𝜖𝑧𝑧

] [
𝐸𝑥

𝐸𝑦

0

] = 0.

(2. 34) 

Le développement matriciel donne les deux équations suivantes : 

𝑛2 = 𝜖𝑥𝑥 + 𝜖𝑥𝑦
𝐸𝑦

𝐸𝑥
,

𝑛2 = 𝜖𝑥𝑥 − 𝜖𝑥𝑦
𝐸𝑥

𝐸𝑦
.

(2. 35)

La solution de ces équations permet de trouver les vecteurs propres associés aux polarisations 

de base du matériau magnétique et les indices de réfractions correspondants. Les solutions non-

triviales sont, pour le champ électrique : 

𝐸𝑥 = ±𝑖𝐸𝑦, (2. 36)

ce qui correspond aux polarisations circulaire gauche et droite. Les indices de réfractions 

correspondants sont :  

𝑛2 = 𝜖𝑥𝑥 ± 𝑖𝜖𝑥𝑦 . (2. 37)

Ainsi, on a bel et bien une biréfringence circulaire.  

La biréfringence circulaire implique que dans le matériau, une onde polarisée circulaire gauche 

se propage à une vitesse différente d’une onde polarisés circulaire droite. Si la polarisation 

incidente est une combinaison des deux polarisations circulaires, comme c’est le cas pour une 

polarisation linéaire, cette différence de vitesse mène à un déphasage entre les composantes 

gauche et droite qui engendre la rotation de la polarisation. Puisque 𝑛 est complexe, les deux 

polarisations circulaires peuvent également subir des taux d’absorption différents, ce qui entraîne 

un changement à l’ellipticité de la polarisation. Ces effets existent en transmission (effet Faraday) 

et en réflexion (MOKE).  

Pour une réflexion avec un angle d’incidence 𝜃𝑖 et un angle transmit 𝜃𝑡, les coefficients de Fresnel 

de la forme �̃� =
𝑛1 cos 𝜃𝑖−𝑛2 cos 𝜃𝑡

𝑛1 cos 𝜃𝑖+𝑛2 cos 𝜃𝑡
 définissent la réflectivité de la lumière polarisée selon un des 
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vecteurs de base, c’est-à-dire une polarisation circulaire [110]. En remettant ces coefficients dans 

la base des polarisation linéaires s et p, soit les polarisations perpendiculaire et parallèle au plan 

d’incidence, on obtient une matrice qui décrit le champ électrique réfléchi : 

[
𝐸𝑝

𝐸𝑠
]

𝑟

= [
�̃�𝑝𝑝 �̃�𝑝𝑠

�̃�𝑠𝑝 �̃�𝑠𝑠
] [

𝐸𝑝

𝐸𝑠
]

𝑖

. (2. 38)

Tel que présenté au chapitre 7, on peut alors définir l’angle de Kerr complexe comme 

Θ𝑝 =  
�̃�𝑠𝑝

�̃�𝑝𝑝
=  𝜃𝑝 + 𝑖𝜀𝑝, où 𝜃𝑝 est la rotation de Kerr et 𝜀𝑝 est l’ellipticité de Kerr. Dans un système 

à l’équilibre, ces deux quantités sont proportionnelles à l’aimantation [108]. 

Selon la géométrie du système, trois types d’effets Kerr magnéto-optiques peuvent être identifiés. 

Ils sont représentés à la Figure 2.11. Le MOKE longitudinal et le MOKE transverse correspondent 

aux cas où l’aimantation est dans le plan de l’échantillon et, respectivement, parallèle ou 

perpendiculaire au plan d’incidence. Le MOKE polaire correspond au cas où l’aimantation est 

perpendiculaire à la surface de l’échantillon. Tel que décrit plus haut, le MOKE longitudinal et le 

MOKE polaire ont la même origine que l’effet Faraday, soit la biréfringence circulaire, et sont donc 

maximisés lorsque l’aimantation est colinéaire à la propagation du faisceau [111]. Contrairement 

aux deux autres types d’effets Kerr magnéto-optiques, le MOKE transverse n’induit pas de 

déphasage entre les composantes s et p de la polarisation réfléchie, mais entraîne uniquement 

une variation de la réflectivité de la composante p.  

 

Figure 2.11 Types d’effets Kerr magnéto-optiques 

MOKE longitudinal, transverse et polaire. Le type d’effet Kerr magnéto-optique est déterminé par l’orientation 

de l’aimantation 𝑴 par rapport à la surface de l’échantillon et au plan d’incidence. Expérimentalement, l’angle 
d’incidence est choisi pour optimiser la mesure. Par exemple, pour maximiser le MOKE polaire, le faisceau 
incident doit être près de la normale [111].  

À cause de sa simplicité, le MOKE est une méthode optique favorite pour l’étude de matériaux 

magnétiques. D’ailleurs, c’est avec l’effet Kerr magnéto-optique longitudinal résolu en temps que 

la désaimantation ultrarapide a été démontrée pour la première fois [7]. Depuis, cependant, la 

validité des mesures MOKE obtenues alors que le système est hors équilibre dans les premières 
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centaines de femtosecondes après l’excitation a été remise en cause [37,38,61,112–119].  

En 2000, Koopmans et al. [38] observent des dynamiques différentes pour la rotation et l’ellipticité 

de Kerr immédiatement après l’excitation d’un échantillon de nickel. Ce résultat est une 

démonstration indéniable de la présence d’effets non-magnétiques dans les mesures MOKE. En 

effet, si la rotation et l’ellipticité étaient directement reliées à l’aimantation, ces quantités devraient 

varier simultanément. Les auteurs attribuent leurs observations au remplissage des états (state 

filling effect). Immédiatement après l’excitation par l’impulsion de pompe, les transitions 

électroniques correspondants à l’énergie des photons de pompe sont saturés. Ces transitions ne 

peuvent donc plus être interrogées par une sonde de même longueur d’onde. Il est toutefois 

possible de réduire cet effet en utilisant différentes longueurs d’onde pour la pompe et la 

sonde [120]. Pour cette raison, les mesures de MOKE résolues en temps sont souvent réalisées 

avec la longueur d’onde fondamentale du laser comme pompe et le second harmonique comme 

sonde. C’est d’ailleurs la stratégie utilisée dans les travaux présentés aux chapitres 7 et 8. 

Même si l’effet du remplissage des états peut être minimisé, la distribution transitoire d’électrons 

chauds créée par la pompe altère tout de même la mesure des effets magnéto-optiques [61,116]. 

La controverse entourant la relation entre les effets magnéto-optiques et l’aimantation est donc 

toujours d’actualité. Dans les dernières années, quelques solutions ont été proposées pour 

extraire l’aimantation de mesures MOKE. Carpene et al. [117,119] proposent qu’une étude 

complète de la polarimétrie résolue en temps permet de dissocier les contributions magnétiques 

et non-magnétiques au MOKE en plus de fournir les valeurs absolues des composantes du 

tenseur de permittivité électrique du matériau. En 2017, Razdolski et al. [116] proposent une 

méthode mathématique qui permet de retrouver l’aimantation à partir de mesures de la rotation 

et de l’ellipticité de Kerr à condition que le transport de spin soit négligeable. Un avantage de 

cette méthode est qu’elle ne requiert pas une mesure des valeurs absolues de la rotation et de 

l’ellipticité, mais uniquement leur variation relative par rapport à la valeur statique, ce qui est plus 

facilement accessible expérimentalement.  

Malgré cette controverse, le MOKE continu à être utilisé pour l’étude de la désaimantation 

ultrarapide, car cette méthode demeure la plus accessible. Toutefois, les méthodes résonantes 

ont rapidement gagnées en popularité grâce au développement de sources intenses d’impulsions 

ultracourtes de rayonnement ultraviolet extrême et de rayons X.   

2.4.2 Dichroïsme magnétique circulaire de rayons X 

Le dichroïsme magnétique circulaire de rayons X, ou XMCD (de l’anglais X-ray Magnetic Circular 
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Dichroism) est prédit en 1975 par Erskine et Stern [121], puis observé pour la première fois en 

1987 par Schütz et al. [122]. Il s’agit de la différence d’absorption de rayons X polarisés 

circulairement par un matériau présentant une aimantation parallèle ou antiparallèle à la direction 

de propagation du faisceau3. L’origine microscopique du XMCD peut être décrite par un modèle 

en deux étapes [123,124]. 

La première étape consiste en l’absorption d’un photon. Les photons transportent un moment 

cinétique +ℏ pour la polarisation circulaire droite et −ℏ pour la polarisation circulaire gauche. Lors 

de l’absorption d’un photon par un électron d’une couche électronique de cœur, ce moment 

cinétique doit être transféré à l’électron. Sans couplage spin-orbite, le moment cinétique est 

entièrement transféré au moment cinétique orbital de l’électron. S’il y a couplage spin-orbite, un 

transfert vers le moment cinétique de spin est possible. Alors, les photoélectrons résultants de 

l’excitation sont polarisés en spin. Étant donné que les photons transmettent un moment cinétique 

opposé selon qu’ils aient une polarisation circulaire gauche ou droite, la polarisation des spins 

des photoélectrons dépend de la polarisation des photons. Par exemple, pour la transition L3 d’un 

métal de transition (excitation de la couche électronique 2p3/2 vers la bande de valence 3d), les 

photons ayant un moment cinétique +ℏ excitent des électrons de spin up à 62.5% alors que cette 

proportion descend à 37.5% pour des photons de moment cinétique −ℏ. La polarisation des spins 

est aussi influencée par le signe du couplage spin-orbite. Pour la transition L2 (excitation de la 

couche électronique 2p1/2 vers la bande de valence 3d), le couplage spin-orbite est négatif, car le 

moment cinétique total de la couche 2p1/2 est 𝐽 = 𝐿 − 𝑆 plutôt que 𝐽 = 𝐿 + 𝑆. Alors, seulement 

25% des électrons excités par des photons ayant un moment cinétique +ℏ ont un spin up. Il est 

important de noter que dans cette étape, la projection des spins est définie en relation avec la 

direction de propagation des rayons X. 

Dans la deuxième étape, les photoélectrons doivent se trouver une place dans la bande de 

valence au-dessus de l’énergie de Fermi. La densité d’états dans la bande de valence, qui est 

une fonction du spin, est représentée à la Figure 2.12. Puisque la probabilité de transition dépend 

du nombre d’états inoccupés accessibles, les transitions des électrons pour lesquels le spin 

donne accès au plus grand nombre d’états libres sont favorisées. Ainsi, pour la transition L3 et en 

considérant qu’il y a plus d’états libres pour les spins up, on s’attend à avoir plus d’absorption 

pour les photons de moment cinétique +ℏ. C’est effectivement ce qui est démontré à la Figure 

                                                
3 Dans ce qui suit, seuls les rayons X seront mentionnés. Par contre, les méthodes résonantes fonctionnent 
également avec le rayonnement ultraviolet extrême, à condition que l’énergie des photons corresponde à 
un seuil d’absorption du matériau étudié.  
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2.12. Dans cette étape, la bande de valence agit comme un détecteur de spin; la projection des 

spins est redéfinie en relation avec l’orientation du champ magnétique (c’est-à-dire de 

l’aimantation). Le XMCD est donc plus intense si l’aimantation est parallèle (ou antiparallèle) à la 

direction de propagation des rayons X. Pour cette raison, le XMCD peut être mesuré de deux 

façons, soit en comparant l’absorption des photons de moment cinétique ±ℏ ou en utilisant 

toujours la même polarisation et en changeant plutôt l’orientation de l’aimantation. Cette dernière 

approche est souvent préférée puisqu’elle garantit que la qualité de la polarisation circulaire et 

l’intensité du rayonnement restent constantes au long de l’expérience. 

 

Figure 2.12 Dichroïsme magnétique circulaire de rayons X 

(À gauche) Schéma d’une transition électronique donnant naissance au dichroïsme magnétique circulaire de 
rayons X. La densité d’états de la bande de valence 3d, qui croise l’énergie de Fermi, dépend du spin des 
électrons. (À droite) Spectre d’absorption résultant. La probabilité de transition vers la bande de valence 3d à 
partir du niveau 2p3/2 (transition L3) ou à partir du niveau 2p1/2 (transition L2) dépend de la polarisation des 
photons ou de l’orientation de l’aimantation. Figure reproduite avec l’autorisation de Springer Nature Customer 
Service Centre GmbH: Springer, Magnetism: from fundamentals to nanoscale dynamics by Stöhr et al., 
© 2006 [24].  

Une force du XMCD est que cette méthode permet de retrouver expérimentalement le moment 

cinétique orbital total 𝐿 et le spin total 𝑆 de la couche recevant le photoélectron. En effet, les règles 

de somme, développées par Thole et al. [125,126], permettent de séparer les contributions des 

moments cinétiques de spin et orbital à partir de la différence entre le spectre d’absorption obtenu 

pour les transitions L2 et L3 avec les deux polarisations circulaires (ou, alternativement, avec les 

deux orientations de l’aimantation). L’accès à ces informations a joué un rôle crucial dans notre 

compréhension de la désaimantation ultrarapide puisqu’il a permis de définir que le moment 

cinétique orbital ne constitue pas un réservoir transitoire important de moment cinétique [8,32]. 

Le XMCD comporte des avantages non négligeables. En tant que phénomène résonant, il permet 

d’isoler les dynamiques individuelles des éléments qui composent l’échantillon. Dans certains 
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cas, il permet d’extraire le spin ainsi que le moment cinétique orbital par les règles de somme. 

Par contre, cette méthode requiert une source de rayons X polarisés circulairement, ce qui 

constitue un défi technologique important. De telles sources sont assez courantes dans les 

grandes infrastructures comme les sources synchrotrons et les FELs, mais leur implémentation 

avec des sources de génération d’harmoniques d’ordres élevés reste limitée [127–129]. Le XMCD 

a tout de même connu beaucoup de succès pour l’étude de la désaimantation ultrarapide 

[8,32,64,130]. 

2.4.3 Diffusion magnétique résonante de rayons X 

La diffusion magnétique résonante de rayons X, ou XRMS (de l’anglais X-ray Resonant Magnetic 

Scattering) est également un phénomène résonant. Le XRMS peut être compris comme une 

extension du XMCD à un échantillon présentant une structure de domaines magnétiques. À 

cause du dichroïsme circulaire magnétique, l’indice de réfraction associé aux domaines 

magnétiques individuels pour une polarisation circulaire donnée dépend de l’orientation relative 

entre l’aimantation locale et la direction de propagation du faisceau. Alors, les domaines 

magnétiques sont visibles pour le rayonnement X et l’échantillon agit comme un réseau. Dans le 

champ lointain, un patron peut être observé (voir la Figure 2.13).  

 

Figure 2.13 Diffusion magnétique résonante de rayons X 

(a) Schéma d’un montage de diffusion magnétique résonante de rayons X résolu en temps. La sonde (en violet), 
qui contient des photons correspondants à un seuil d’absorption de l’échantillon, est transmise au travers de 
l’échantillon et le patron généré par la diffusion résonante magnétique est capté par une caméra. La pompe 
(en rouge) excite la désaimantation ultrarapide. (b) Structure des domaines magnétiques de l’échantillon. (c) 
Pour optimiser le signal XRMS, les domaines magnétiques de l’échantillon sont aimantés hors-plan, c’est-à-
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dire parallèlement à la direction de propagation du faisceau. Figure reproduite avec l’autorisation de Springer 
Nature Customer Service Centre GmbH: Springer Nature, Nature Communications, Laser-induced ultrafast 
demagnetization in the presence of a nanoscale magnetic domain network, Vodungbo et al., © 2012 [31].  

La forme du patron peut être reliée aux dimensions et à la distribution spatiale des domaines 

magnétiques tandis que l’intensité du patron donne de l’information sur le contraste magnétique 

entre les domaines. Pour maximiser le signal XRMS, une géométrie en transmission à travers un 

échantillon aimanté hors-plan est généralement utilisée (Figure 2.13(a)). Étant donné que la 

polarisation linéaire est simplement une superposition des polarisations circulaires gauche et 

droite, les domaines magnétiques sont également visibles pour le rayonnement X polarisé 

linéairement. Donc, le XRMS ne nécessite pas de source de rayons X polarisés circulairement, 

ce qui facilite son implémentation avec les sources obtenues par génération d’harmoniques 

d’ordres élevés. 

La relation entre l’intensité du patron et l’aimantation peut être déduite à partir du tenseur 

diélectrique [31]. On sait que pour les effets magnéto-optiques, l’indice de réfraction obtenu 

lorsque le faisceau se propage parallèlement à l’aimantation est donnée par l’équation (2.37), 

soit 𝑛2 = 𝜖𝑥𝑥 ± 𝑖𝜖𝑥𝑦. On peut réécrire cette équation sous la forme 𝑛± = 1 − (𝛿 ± Δ𝛿) + 𝑖(𝛽 ± Δ𝛽). 

Alors, le dichroïsme circulaire est donné par Δ𝛽 et la biréfringence circulaire par Δ𝛿 [131,132]. 

Ces deux quantités sont proportionnelles à l’aimantation 𝑀. Dans les échantillons magnétiques 

utilisés pour les travaux présentés dans ce document, les domaines magnétiques sont beaucoup 

plus larges que les murs de domaines. Donc, les échantillons agissent comme un réseau de 

transmission carré. Pour un tel réseau de transmission, l’intensité diffractée dans le premier ordre 

dépend de la différence de transmission entre les domaines [133]: 

𝐼 ∝ |𝑇+ − 𝑇−|2, (2. 39)

où 𝑇± = 𝑒
2𝜋𝑖𝑑𝑛±

𝜆  est la transmission associé aux domaines pour lesquels l’aimantation est parallèle 

ou antiparallèle à la direction de propagation du faisceau, respectivement, avec 𝑑 l’épaisseur de 

l’échantillon. On a donc : 

𝐼 ∝ |𝑒
2𝜋𝑖𝑑𝑛+

𝜆 − 𝑒
2𝜋𝑖𝑑𝑛−

𝜆 |
2

= |𝑒
2𝜋𝑖𝑑[1−𝛿+𝑖𝛽]

𝜆 𝑒
2𝜋𝑖𝑑[−Δ𝛿+𝑖Δ𝛽]

𝜆 − 𝑒
2𝜋𝑖𝑑[1−𝛿+𝑖𝛽]

𝜆 𝑒
2𝜋𝑖𝑑[Δ𝛿−𝑖Δ𝛽]

𝜆 |
2

= |𝑒
2𝜋𝑖𝑑𝑛

𝜆 |
2

|𝑒
2𝜋𝑖𝑑[−Δ𝛿+𝑖Δ𝛽]

𝜆 − 𝑒
2𝜋𝑖𝑑[Δ𝛿−𝑖Δ𝛽]

𝜆 |
2

.

(2. 40)
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Puisque Δ𝛿 et Δ𝛽 sont petits, on peut développer les exponentielles : 

𝐼 ∝ |1 −
2𝜋𝑑

𝜆
[−𝑖Δ𝛿 − Δ𝛽] − 1 +

2𝜋𝑑

𝜆
[𝑖Δ𝛿 + Δ𝛽]|

2

= (
2𝜋𝑑

𝜆
)

2
|2𝑖Δ𝛿 + 2Δ𝛽|2

= 4 (
2𝜋𝑑

𝜆
)

2
[Δ𝛿2 + Δ𝛽2].

(2. 41)

Finalement, on a donc 𝐼 ∝ 𝑀2. Ainsi, il suffit de mesurer une variation de l’intensité dans le premier 

ordre de diffraction afin d’obtenir une mesure relative du changement de l’aimantation dans le 

temps. 

Le XRMS peut également être étudié à partir d’un formalisme différent qui tient explicitement 

compte du processus de diffusion électron-photon. Dans la limite de l’approximation dipolaire, ce 

formalisme est équivalent à l’utilisation du tenseur diélectrique [131]. Lors de l’interaction entre 

des photons X et des atomes magnétiques, l’amplitude de la diffusion élastique est décrite par le 

facteur de forme suivant : 

𝑓(�⃗�, 𝜔) = 𝑓0(�⃗�) + 𝑓′(𝜔) + 𝑖𝑓′′(𝜔), (2. 42)

où 𝑞 = 4𝜋 sin 𝜃 /𝜆 est le vecteur de diffusion, 𝑓0 est le facteur de diffusion des charges, soit la 

transformée de Fourier de la distribution des charges, et 𝑓′ et 𝑓′′ apportent des corrections au 

facteur de forme total. Certaines de ces corrections deviennent importantes près des seuils 

d’absorption. En considérant seulement ces corrections résonantes, le facteur de forme atomique 

peut être écrit en fonction de la polarisation du rayonnement [134]: 

𝑓 = (𝑒𝑓
∗ ∙ 𝑒𝑖)𝑓𝑐 + 𝑖(𝑒𝑓

∗ × 𝑒𝑖) ∙ �⃗⃗⃗�𝑓𝑚1 + (𝑒𝑓
∗ ∙ �⃗⃗⃗�)(𝑒𝑖 ∙ �⃗⃗⃗�)𝑓𝑚2, (2. 43)

où 𝑒𝑖 et 𝑒𝑓 sont les vecteurs de polarisation du rayonnement incident et diffusé, respectivement, 

et �⃗⃗⃗� est le vecteur unitaire de l’aimantation. Le quantités complexes 𝑓𝑐, 𝑓𝑚1 et 𝑓𝑚2 décrivent 

l’amplitude de la diffusion pour chaque terme. Le premier terme contient la diffusion des charges 

résonante et non résonante. Pour des échantillons ayant peu d’hétérogénéité de charge, ce terme 

peut être négligé. Le second terme provient du dichroïsme magnétique circulaire; il décrit la 

diffusion d’une polarisation 𝑒𝑖 vers une polarisation perpendiculaire 𝑒𝑓. De plus, l’amplitude de ce 

processus de diffusion est maximisée lorsque le faisceau incident se propage de façon parallèle 

ou antiparallèle à l’aimantation. Le dernier terme s’annule pour la géométrie présentée à la Figure 

2.13. 

L’intensité de la diffusion peut être calculée à partir de la transformée de Fourier de l’amplitude 

de diffusion 𝑓. Pour une distribution de charges homogène illuminée par un rayonnement polarisé 

linéairement, ce qui correspond aux échantillons utilisés ici, l’intensité est proportionnelle au carré 
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de la transformée de Fourier de l’aimantation [135], soit 𝐼(�⃗�) ∝ |𝑀(�⃗�)|2. Ainsi, dans le champ 

lointain, on obtient bel et bien un patron dont la distribution spatiale informe sur la structure des 

domaines et dont l’intensité est reliée à l’amplitude de l’aimantation.  

Le XRMS offre plusieurs avantages par rapport au XMCD. D’abord, le XRMS peut être utilisé 

avec du rayonnement X polarisé linéairement, ce qui est idéal pour les sources basées sur la 

génération d’harmoniques d’ordres élevés (voir la section 3.2). De plus, Le XRMS donne accès 

à la distribution spatiale de l’aimantation et permet donc d’étudier d’éventuelles variations de la 

structure des domaines magnétiques. Enfin, pour le XMCD, deux mesures doivent être effectuées 

pour pouvoir quantifier l’aimantation, soit une mesure du spectre pour chaque orientation de 

l’aimantation. L’échantillon doit donc être plongé dans un champ magnétique variable, ce qui 

contribue à la complexité de l’expérience. Par contraste, une seule mesure est nécessaire pour 

obtenir une mesure relative de l’aimantation avec le XRMS. Le XRMS comporte également 

quelques désavantages. Cette méthode ne peut être employée que pour certains échantillons qui 

doivent présenter un réseau de domaines et une aimantation hors-plan. Le XRMS souffre 

également d’une faible efficacité : la diffusion magnétique elle-même est peu efficace et les 

échantillons utilisés ont une faible transmission, donc la source employée doit générer un haut 

flux de photons. Par exemple, l’efficacité de diffusion de premier ordre d’un échantillon de cobalt 

est de l’ordre de 10-6 [136]. Finalement, comme toutes les méthodes résonantes basées sur le 

rayonnement XUV ou les rayons X mous, le XRMS doit être utilisé sous vide pour éviter 

l’absorption des photons dans l’air.  

 





 

 

3 SOURCES DE LUMIÈRE 

Les sources de lumières utilisées dans les travaux présentés ici vont de l’infrarouge moyen aux 

rayons X mous. Ceci correspond à une palette de longueurs d’onde allant de ~9 µm à ~7 nm, ou 

à des photons de ~0.14 eV à ~155 eV. Pourtant, ces sources sont toutes basées sur des 

systèmes lasers offrant des impulsions ultracourtes dans le proche infrarouge, soit un système 

titane-saphir et un système ytterbium. Pour produire les différentes longueurs d’onde utilisées, 

des procédés d’optique non-linéaire sont utilisés.  

L’optique non-linéaire comprend l’ensemble des phénomènes pour lesquels la réponse d’un 

matériau à l’application d’un champ électromagnétique est modifiée par la présence même du 

champ. Ces phénomènes se produisent donc lorsque le champ électromagnétique est assez 

intense pour modifier les propriétés optiques du matériau avec lequel il interagit. Dans ce régime, 

la réponse du milieu ne peut être décrite qu’en relation avec l’amplitude du champ électrique 

oscillant. De plus, cette relation n’est pas linéaire, d’où l’appellation « optique non-linéaire ». 

Puisque l’optique non-linéaire requiert un champ électromagnétique intense, elle est 

généralement associée à des impulsions laser ultracourtes. 

Les phénomènes d’optique non-linéaire offrent une variété de processus par lesquels les 

impulsions laser peuvent être altérées. Par exemple, si l’intensité du champ laser est 

suffisamment élevée, l’indice de réfraction peut être modifié par son l’interaction avec le milieu. 

Puisque les profils spatial et temporel des impulsions laser ne sont pas uniformes, différentes 

sections des impulsions subissent des indices de réfraction différents. Ainsi, la propagation de la 

lumière dans le milieu est affectée. Un autre effet possible des phénomènes non-linéaires est la 

génération de nouvelles fréquences (ou longueurs d’onde). C’est en utilisant de tels processus 

qu’il est possible de produire des sources de lumières variées à partir d’impulsions ultracourtes 

dans le proche infrarouge. 

La première démonstration expérimentale de la génération de nouvelles fréquences a été publiée 

en 1961 par Franken et al. [137]. Cette découverte a marqué l’avènement d’un nouveau domaine 

de recherche avec des retombées en physique, en chimie et en biologie. Au fil des ans, le 

développement de technologies lasers a offert des sources toujours plus intenses qui permettent 

de repousser les limites de l’optique non-linéaire. Dans ce chapitre, deux grands thèmes de 

l’optique non-linéaire sont abordés : la génération de nouvelles fréquences dans le visible et dans 

l’infrarouge à partir de procédés d’optique non-linéaire dans des cristaux, et la génération de 

photons de l’ultraviolet extrême aux rayons X mous par génération d’harmoniques d’ordres 
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élevés. 

3.1 Optique non-linéaire dans les cristaux 

3.1.1 Polarisation non-linéaire 

Tous les phénomènes d’origine électromagnétique peuvent être décrits par les équations de 

Maxwell, qui détaillent les effets macroscopiques de l’interaction entre la matière et les champs 

électrique et magnétique. Les équations de Maxwell sont : 

∇ ∙ �⃗⃗� = 0, (3. 1) 

∇ ∙ �⃗⃗⃗� = 𝜌, (3. 2) 

∇ × �⃗⃗� = −
𝜕�⃗⃗�

𝜕𝑡
, (3. 3) 

∇ × �⃗⃗⃗� =
𝜕�⃗⃗⃗�

𝜕𝑡
+ 𝐽. (3. 4) 

Avec également les relations suivantes : 

�⃗⃗� = 𝜇0(�⃗⃗⃗� + �⃗⃗⃗�), (3. 5) 

�⃗⃗⃗� = 𝜖0�⃗⃗� + �⃗⃗�. (3. 6)

Ici, on s’intéresse en particulier aux conditions retrouvées dans un cristal non-linéaire non-

magnétique (�⃗⃗⃗� = 0) dans lequel il n’y a ni charges libres (𝜌 = 0), ni courant (𝐽 = 0). C’est de la 

polarisation �⃗⃗� dont découlent les phénomènes d’optique non-linéaire [138].  

La polarisation décrit le mouvement du nuage électronique autour des noyaux atomiques dans le 

matériau. Lorsque le matériau est placé dans un champ électrique oscillant, le nuage électronique 

se déplace périodiquement. Puisqu’une particule chargée accélérée émet de la radiation, cette 

réponse du matériau fait elle-même figure de source de rayonnement électromagnétique. Dans 

le régime linéaire, la polarisation est directement proportionnelle au champ électrique appliqué et 

la lumière émise par le matériau est de même fréquence que la lumière incidente. Par contre, si 

l’intensité devient trop forte, les électrons sont entrainés suffisamment loin de leur atome pour 

que la forme du puit de potentiel influence significativement la polarisation. Par exemple, dans un 

cristal, les électrons peuvent ressentir la contribution des atomes voisins au potentiel atomique. 

La polarisation prend alors une forme qui n’est plus directement proportionnelle au champ 

électrique du laser. Le mouvement du nuage électronique reste périodique, donc il émet encore 



77 

de la radiation, mais celle-ci contient de nouvelles composantes. En fait, on peut développer la 

polarisation totale en série de puissance du champ électrique : 

�⃗⃗�(𝑡) = 𝜖0𝜒(1) ⋮ �⃗⃗�(𝑡) + 𝜖0𝜒(2) ⋮ �⃗⃗�(𝑡) × �⃗⃗�(𝑡) + 𝜖0𝜒(3) ⋮ �⃗⃗�(𝑡) × �⃗⃗�(𝑡) × �⃗⃗�(𝑡) + ⋯ , (3. 7)

où les 𝜒(𝑗) sont les susceptibilités optiques d’ordre 𝑗. Le premier terme de cette équation 

correspond au cas linéaire. Les termes suivants décrivent le mouvement non-linéaire des 

électrons du milieu et, donc, les corrections apportées à la radiation émise en réponse. Pour 

garantir la forme vectorielle de la polarisation, 𝜒(1) est un tenseur de rang 2, 𝜒(2) est un tenseur 

de rang 3, etc. Il est important de noter que cette expression considère que la réponse du 

matériau est instantanée, ce qui n’est pas le cas dans un matériau réel. Par conséquent, 

l’équation (3.7) ne tient compte ni de la dispersion, ni de l’absorption. Tel que décrit plus loin, ces 

effets font que les tenseurs de susceptibilité prennent une forme complexe et dépendent de la 

fréquence du champ électrique appliqué. 

On peut séparer les différents termes de l’équation (3.7) comme suit : 

�⃗⃗�(𝑡) = �⃗⃗�(1)(𝑡) + �⃗⃗�(2)(𝑡) + �⃗⃗�(3)(𝑡) + ⋯ , (3. 8)

ce qui nous permet d’étudier indépendamment l’effet de la polarisation de premier ordre �⃗⃗�(1), de 

second ordre �⃗⃗�(2), etc. En notation indicielle, chaque composante de la polarisation est donnée 

par : 

𝑃𝑖
(1)

= 𝜖0 ∑ 𝜒𝑖𝑗
(1)

𝑗 𝐸𝑗,

𝑃𝑖
(2)

= 𝜖0 ∑ 𝜒𝑖𝑗𝑘
(2)

𝑗𝑘 𝐸𝑗𝐸𝑘 ,
…

(3. 9)

Les indices 𝑖, 𝑗 et 𝑘 dénotent les composantes cartésiennes du système. Les phénomènes non-

linéaires les plus courants peuvent être décrits à partir de la polarisation de second ordre donnée 

à l’équation (3.9). Considérons un champ électrique incident polarisé linéairement et 

parallèlement à l’axe 𝑥, de la forme : 

�⃗⃗�(𝑡) = 𝐸0𝑥𝑒𝑖𝜔𝑡 (𝑒𝑖𝜔𝑡+𝑒−𝑖𝜔𝑡)

2
. (3. 10)

Le terme quadratique du vecteur de polarisation devient : 

𝑃𝑥
(2)

= 𝜖0𝜒𝑥𝑥𝑥
(2)

𝐸0
2𝑥

(𝑒𝑖𝜔𝑡+𝑒−𝑖𝜔𝑡)
2

4
,

= 𝜖0𝜒𝑥𝑥𝑥
(2)

𝐸0
2𝑥

(𝑒𝑖(2𝜔)𝑡+𝑒−𝑖(2𝜔)𝑡+2)

4
,

=
1

2
𝜖0𝜒𝑥𝑥𝑥

(2)
𝐸0

2�̂� +
1

2
𝜖0𝜒𝑥𝑥𝑥

(2)
𝐸0

2𝑥
(𝑒𝑖(2𝜔)𝑡+𝑒−𝑖(2𝜔)𝑡)

2
.

(3. 11)

Ceci correspond à la superposition d’un dipôle de fréquence nulle et d’un dipôle oscillant à la 
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fréquence 2𝜔, soit le double de la fréquence du champ incident. Ainsi, le milieu émet de la 

radiation au double de la fréquence initiale. C’est la génération de second harmonique.  

En considérant plutôt un champ incident composé de deux fréquences, la polarisation de second 

ordre fait ressortir plusieurs phénomènes non linéaires. Le champ électrique prend la forme : 

�⃗⃗�(𝑡) = 𝐸1𝑥
(𝑒𝑖𝜔1𝑡+𝑒−𝑖𝜔1𝑡)

2
+ 𝐸2𝑥

(𝑒𝑖𝜔2𝑡+𝑒−𝑖𝜔2𝑡)

2
. (3. 12)

La polarisation de second ordre peut être développée comme suit : 

𝑃𝑥
(2)

=
1

2
𝜖0𝜒𝑥𝑥𝑥

(2)
�̂�  [𝐸1

2 + 𝐸1
2 (𝑒𝑖(2𝜔1)𝑡+𝑒−𝑖(2𝜔1)𝑡)

2
 

+𝐸2
2 + 𝐸2

2 (𝑒𝑖(2𝜔2)𝑡+𝑒−𝑖(2𝜔2)𝑡)

2

+ 𝐸1𝐸2
(𝑒𝑖(𝜔1+𝜔2)𝑡+𝑒−𝑖(𝜔1+𝜔2)𝑡)

2

+ 𝐸1𝐸2
(𝑒𝑖(𝜔1−𝜔2)𝑡+𝑒−𝑖(𝜔1−𝜔2)𝑡)

2
] .

(3. 13)

Cette expression contient des termes sources de cinq fréquences différentes, soit 

𝜔 =  {0,  2𝜔1,  2𝜔2,  𝜔1 + 𝜔2,  𝜔1 − 𝜔2}. Chaque terme correspond à un phénomène non-linéaire. 

Les termes de fréquence nulle conduisent au redressement optique, les termes en 2𝜔1 ou 2𝜔2 

représentent la génération de second harmonique, le terme en 𝜔1 + 𝜔2 mène à la génération par 

somme de fréquences et le terme en 𝜔1 − 𝜔2 correspond à la génération par différence de 

fréquences. 

3.1.2 Phénomènes non-linéaires de second ordre 

Les procédés non-linéaires d’ordre 2 sont ceux qui résultent d’un tenseur 𝜒(2) non nul. Pour des 

raisons de symétrie, ces procédés ne peuvent se produire que dans un milieu non-

centrosymétrique. En effet, puisque 𝑃(2)(𝑡) a une dépendance quadratique avec le champ 

incident, il reste inchangé lorsque le champ électrique est inversé de 𝐸(𝑡) à −𝐸(𝑡). Pour garantir 

cette relation, le potentiel qui maintient le nuage d’électrons autour de chaque atome ne doit pas 

être symétrique. Donc, le matériau ne peut être isotrope ni posséder de centre d’inversion.  

Tels que mentionnés plus haut, les procédés d’ordre 2 incluent le redressement optique, la 

génération de second harmonique, la génération par somme de fréquences et la génération par 

différence de fréquences, mais aussi l’effet électro-optique. 

Redressement optique 

Le redressement optique provient des termes de fréquence nulle de la polarisation non-linéaire. 

Pour un matériau illuminé par une onde électromagnétique d’amplitude constante, il s’agit donc 
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d’un changement constant à la polarisation du matériau. Dans ce cas, le redressement optique 

n’est pas source de radiation puisqu’il ne cause pas d’oscillations du nuage électronique. 

Cependant, si l’amplitude du signal incident varie dans le temps, comme c’est le cas pour une 

impulsion ultracourte, la contribution du redressement optique à la polarisation est également 

dépendante du temps. Cette variation lente de la polarisation correspond à l’émission d’un unique 

cycle optique de fréquence très basse. Ainsi, le redressement optique peut être utilisé pour 

générer des impulsions de l’infrarouge lointain au régime térahertz [139,140].  

Effet électro-optique 

Les effets électro-optiques regroupent tous les phénomènes pour lesquels un champ électrique 

quasi statique dans le matériau induit un changement à l’indice de réfraction du matériau. L’effet 

électro-optique ayant une non-linéarité de second ordre est nommé « effet Pockels » et 

correspond à une variation de l’indice de réfraction proportionnelle au champ électrique appliqué. 

Ainsi, le matériau présente une biréfringence qui peut être contrôlée par l’intensité du champ 

électrique appliqué. Cet effet est utilisé, entre autres, pour créer des lames à retard variables. 

Génération de second harmonique 

Tel que représenté à la Figure 3.1, la génération de second harmonique (SHG, de l’anglais 

Second Harmonic Generation) est la génération d’une onde électromagnétique de fréquence 

double par rapport à l’onde incidente. Il existe plusieurs applications de la SHG. En particulier, ce 

phénomène connait beaucoup de succès pour la caractérisation de matériaux. La contrainte de 

non-centrosymétrie fait que la SHG peut avoir lieu à l’interface entre deux milieu et ainsi contenir 

de l’information sur la qualité de la surface d’un échantillon [141]. De plus, la SHG offre des 

avantages considérables en microscopie [142]. Comme tous les procédés non-linéaires, la SHG 

n’est efficace que si le faisceau est suffisamment intense. Donc, seules les régions d’un matériau 

qui se trouvent près du plan focal participent au signal. Ainsi, la résolution spatiale est accrue. De 

plus, puisque la longueur d’onde du signal généré est très différente de celle du faisceau incident, 

le signal peut être aisément isolé. Ceci améliore le ratio de signal sur bruit. En outre, 

contrairement à d’autres procédés comme la fluorescence, la SHG n’implique aucune absorption 

d’énergie par l’échantillon. Il s’agit donc d’un processus idéal pour l’étude de matériaux fragiles 

tels que les matériaux biologiques [143]. 

La SHG sert également de source de lumière. En effet, il s’agit d’un processus simple qui permet 

de générer des impulsions ultracourtes dans l’ultraviolet, une région spectrale où il existe peu de 

milieux permettant l’amplification linéaire d’impulsions femtosecondes. Dans le cadre des travaux 
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présentés ici, la SHG est utilisée pour générer des impulsions ultracourtes d’une longueur d’onde 

de ~400 nm, soit le double de la fréquence associée à la longueur d’onde centrale d’un laser 

titane-saphir à ~800 nm. Ces impulsions servent ensuite à pomper la désaimantation ultrarapide 

(chapitre 5) ou à sonder l’aimantation par MOKE (chapitres 7 et 8). Finalement, la SHG est 

communément utilisée pour caractériser des impulsions ultracourtes par autocorrélation résolue 

en fréquence (FROG, de l’anglais Frequency-Resolved Optical Gating).  

 

Figure 3.1 Génération de second harmonique 

(a) Représentation de la géométrie de la SHG. À la sortie d’un matériau ayant une susceptibilité d’ordre 2 non 
nulle, le signal contient une faible contribution de fréquence double. (b) Représentation en niveaux d’énergie 
de la SHG. Deux photons de fréquence 𝝎 sont absorbés vers des états virtuels (en pointillés) et un photon de 

fréquence 𝟐𝝎 est émis.  

Génération par somme de fréquences 

La génération par somme de fréquences (SFG, de l’anglais Sum Frequency Generation) est une 

généralisation de la SHG. Lorsqu’un matériau non-linéaire est illuminé par deux fréquences 

incidentes, une fréquence supplémentaire qui correspond à leur somme peut être générée. Ce 

processus est représenté à la Figure 3.2. 

 

Figure 3.2 Génération par somme de fréquences 

(a) Représentation de la géométrie de la SFG. Le signal à la sortie du matériau non-linéaire contient une 
contribution dont la fréquence correspond à la somme des fréquences incidentes. (b) Représentation en 
niveaux d’énergie de la SFG. Deux photons de fréquences 𝝎𝟏 et 𝝎𝟐 sont absorbés vers des états virtuels (en 

pointillés) et un photon de fréquence 𝝎𝟑 = 𝝎𝟏 + 𝝎𝟐 est émis.  
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Génération par différence de fréquences 

La génération par différence de fréquences (DFG, de l’anglais Difference Frequency Generation) 

nécessite également l’application de deux fréquences incidentes. Tel que représenté à la Figure 

3.3, le signal résultant contient une troisième fréquence qui correspond à la différence entre les 

fréquences incidentes. Ce processus est un peu différent de la SFG. Dans le processus de 

différence de fréquences, un des photons du faisceau incident ayant la plus haute fréquence 𝜔1, 

aussi nommé la « pompe », est divisé en deux photons de fréquences moindres. Les photons 

incidents de fréquence 𝜔2 servent seulement à guider la différence de fréquences afin que les 

photons générés aient des énergies qui correspondent aux fréquences 𝜔2 et 𝜔3 = 𝜔1 − 𝜔2. À la 

sortie du matériau non-linéaire, le faisceau de pompe est appauvri, mais le faisceau de fréquence 

𝜔2, aussi nommé le « signal », est amplifié. De plus, un nouveau faisceau de fréquence 𝜔3, aussi 

nommé « l’idler »4, est ajouté. Lorsque la DFG est utilisée dans le but d’amplifier le signal plutôt 

que pour générer une nouvelle fréquence, elle est nommée « amplification paramétrique 

optique » (OPA, de l’anglais Optical Parametric Amplification). 

 

Figure 3.3 Génération par différence de fréquences 

(a) Représentation de la géométrie de la DFG. À la sortie du matériau non-linéaire, une contribution dont la 
fréquence correspond à la différence des fréquences incidentes est générée. (b) Représentation en niveaux 
d’énergie de la DFG. Un photon de fréquence 𝝎𝟏 est absorbé vers un état virtuel (en pointillés). Ensuite, la 

présence de photons de fréquence 𝝎𝟐 stimule la génération d’un nouveau photon à cette fréquence ainsi que 

celle d’un photon de fréquence 𝝎𝟑 = 𝝎𝟏 − 𝝎𝟐.  

La DFG permet de générer des impulsions ultracourtes dans les régions spectrales de l’infrarouge 

aux térahertz. Dans les travaux présentés ici, c’est ce processus qui est utilisé pour générer toutes 

les impulsions de longueur d’onde supérieure à celle donnée par le système laser titane-saphir. 

Souvent, plusieurs étapes non-linéaires consécutives sont nécessaires pour obtenir une source 

acceptable. Par exemple, au laboratoire ALLS, un système commercial HE-TOPAS (Light 

Conversion, Inc.) permet de générer des impulsions infrarouges de haute énergie avec des 

                                                
4 En français, le mot « complémentaire » est parfois utilisé, mais la version anglaise « idler » reste courante. 
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longueurs d’onde entre 1.25 µm et 2.5 µm à partir d’impulsions centrées à 800 nm. Ce système 

contient quatre étapes non-linéaires qui sont toutes pompées par des impulsions à 800 nm [144]. 

D’abord, un spectre large de faible intensité est généré dans une fenêtre de saphir par des 

procédés non-linéaires qui ne seront pas décrits ici. Ensuite, le faisceau à 800 nm est couplé à 

une des fréquences contenues dans ce spectre large dans un cristal de β-borate de baryum 

(BBO), où la génération par différence de fréquences a lieu. Finalement, le faisceau de fréquence 

désirée, qui peut correspondre au signal ou à l’idler provenant de la DFG, est amplifié par deux 

étapes d’OPA. Pour générer des impulsions dans l’infrarouge moyen, une troisième étape 

d’amplification est ajoutée [144], puis un cristal de GaSe est utilisé pour faire la DFG entre le 

signal et l’idler issus de la dernière amplification. 

3.1.3 Domaine des fréquences 

L’équation (3.7) décrit la polarisation non-linéaire sous l’approximation selon laquelle la réponse 

du matériau est instantanée, sans considérer la dispersion ni l’absorption. Dans le cas plus 

général, la polarisation dépend du champ appliqué dans le passé et dans le présent. On peut 

écrire [145]: 

�⃗⃗�(1)(𝑡) = 𝜖0 ∫ 𝜒(1)(𝑡 − 𝑡′) ⋮ 𝐸(𝑡′)𝑑𝑡′𝑡

−∞
,

�⃗⃗�(2)(𝑡) = 𝜖0 ∬ 𝜒(2)(𝑡 − 𝑡1, 𝑡 − 𝑡2)
𝑡

−∞
⋮ �⃗⃗�(𝑡1) × �⃗⃗�(𝑡2)𝑑𝑡1𝑑𝑡2,

…

(3. 14)

Une transformée de Fourier permet de passer dans le domaine des fréquences. Pour des champs 

incidents monochromatiques, la polarisation non-linéaire d’ordre 2 devient : 

�⃗⃗�(2)(𝜔) = 𝜖0 ∬ 𝜒(2)(𝜔, 𝜔1, 𝜔2)
∞

−∞
⋮ �⃗⃗�(𝜔1) × �⃗⃗�(𝜔2)𝛿(𝜔 − 𝜔1 − 𝜔2)𝑑𝜔1𝑑𝜔2. (3. 15)

La fonction de Dirac implique que cette relation est non-nulle seulement lorsque 𝜔 = 𝜔1 + 𝜔2, en 

incluant également dans ce calcul les fréquences négatives. En notation indicielle, on obtient : 

𝑃𝑖
(2)(𝜔) = 𝜖0 ∑ ∑ 𝜒𝑖𝑗𝑘

(2)(𝜔𝑛 + 𝜔𝑚, 𝜔𝑛, 𝜔𝑚)𝐸𝑗(𝜔𝑛)𝐸𝑘(𝜔𝑚)(𝑛𝑚)𝑗𝑘 , (3. 16)

où la somme sur les fréquences 𝜔𝑛 et 𝜔𝑚 doit être maintenue constante de façon à avoir 

𝜔 =  𝜔𝑛 + 𝜔𝑚.   

Par exemple, la polarisation non-linéaire de fréquence 𝜔 = 𝜔1 + 𝜔2, qui correspond à la 

génération par somme de fréquences, est : 

𝑃𝑖
(2)(𝜔) = 𝜖0 ∑ [𝜒𝑖𝑗𝑘

(2)(𝜔1 + 𝜔2, 𝜔1, 𝜔2)𝐸𝑗(𝜔1)𝐸𝑘(𝜔2) + 𝜒𝑖𝑗𝑘
(2)(𝜔1 + 𝜔2, 𝜔2, 𝜔1)𝐸𝑗(𝜔2)𝐸𝑘(𝜔1)]𝑗𝑘 . (3. 17)

Cette équation peut être simplifiée en considérant la symétrie de permutation intrinsèque de la 
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susceptibilité. Cette relation de symétrie provient simplement du fait que la polarisation ne doit 

pas dépendre de l’ordre dans lequel les champs électriques incidents sont considérés. Alors, on 

a : 

𝜒𝑖𝑗𝑘
(2)

(𝜔1 + 𝜔2, 𝜔1, 𝜔2) = 𝜒𝑖𝑘𝑗
(2)

(𝜔1 + 𝜔2, 𝜔2, 𝜔1), (3. 18) 

et :

𝑃𝑖
(2)

(𝜔) = 2𝜖0 ∑ 𝜒𝑖𝑗𝑘
(2)

(𝜔1 + 𝜔2, 𝜔1, 𝜔2)𝐸𝑗(𝜔1)𝐸𝑘(𝜔2)𝑗𝑘 . (3. 19)

Dépendamment du système étudié, d’autres symétries peuvent être utilisées pour simplifier 

encore cette expression [138].  

3.1.4 Accord de phase 

Dans des cristaux non-linéaires réels d’épaisseur non-nulle, les ondes générées à différentes 

profondeurs peuvent interférer entre elles. Pour s’assurer que les ondes générées près de 

l’entrée du cristal n’interfèrent pas de façon destructive avec les ondes générées en profondeur, 

ce qui réduirait l’efficacité du processus non-linéaire, il faut garantir que la relation de phase entre 

l’onde générée et la polarisation du milieu reste idéale. C’est l’accord de phase. 

À partir des équations de Maxwell présentées à la section 3.1.1, il est possible de dériver 

comment l’amplitude des nouvelles fréquences générées varie pendant la propagation dans le 

matériau non-linéaire. Le rotationnel de l’équation (3.3) donne : 

∇ × ∇ × �⃗⃗� = −∇ ×
𝜕�⃗⃗�

𝜕𝑡
= −

𝜕

𝜕𝑡
(∇ × �⃗⃗�). (3. 20)

Pour un matériau d’aimantation nulle, �⃗⃗� = 𝜇0�⃗⃗⃗�. Le rotationnel de �⃗⃗⃗� est donné par l’équation (3.4) 

avec un courant 𝐽 = 0 : 

∇ × ∇ × �⃗⃗� = −𝜇0
𝜕

𝜕𝑡
(

∂�⃗⃗⃗�

∂t
) . (3. 21)

En séparant la polarisation entre un terme linéaire �⃗⃗�(1) = 𝜖0𝜒(1)�⃗⃗� et un terme non-linéaire 

�⃗⃗�(𝑁𝐿) =  �⃗⃗�(2) + �⃗⃗�(3) + ⋯, on obtient : 

∇ × ∇ × �⃗⃗� = −𝜇0
𝜕2

𝜕𝑡2 (𝜖0𝜖𝑟�⃗⃗� + �⃗⃗�(𝑁𝐿)). (3. 22)

L’identité ∇ × ∇ × �⃗� = ∇(∇ ∙ �⃗�) − ∇2�⃗� peut alors être utilisée, avec également 𝜖0𝜇0 = 1/𝑐2 : 

−∇(∇ ∙ �⃗⃗�) + ∇2�⃗⃗� −
𝜖𝑟

𝑐2

𝜕2

𝜕𝑡2 �⃗⃗� = 𝜇0
𝜕2

𝜕𝑡2 �⃗⃗�(𝑁𝐿). (3. 23)

Dans l’approximation de l’enveloppe variant lentement, ∇ ∙ �⃗⃗� est négligeable. Cette approximation 

est valide pour des impulsions longues par rapport à un cycle optique, donc elle peut être 
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appliquée pour des faisceau de faible bande spectrale. Pour des impulsions ultracourtes avec 

une bande spectrale très large, il a été démontré qu’une généralisation de cette approximation 

peut tout de même être utilisée [146]. Sous cette approximation, l’équation d’onde associée au 

système est donc : 

∇2�⃗⃗� −
𝜖𝑟

𝑐2

𝜕2

𝜕𝑡2
�⃗⃗� = 𝜇0

𝜕2

𝜕𝑡2
�⃗⃗�(𝑁𝐿). (3. 24) 

À titre d’exemple, considérons le cas de la génération par somme de fréquences. L’équation 

(3.19), qui décrit la polarisation non-linéaire, peut être réécrite sous forme scalaire et sans la 

somme en considérant que les deux champs électriques ainsi que la polarisation non-linéaire ont 

une polarisation fixe : 

𝑃(2)(𝜔3) = 2𝜖0𝜒(2)(𝜔1 + 𝜔2, 𝜔1, 𝜔2)𝐸(𝜔1)𝐸(𝜔2). (3. 25) 

Dans ce qui suit, on omettra les fréquences dans la notation de la susceptibilité. Les champs 

électriques correspondent à des ondes planes monochromatiques de la forme : 

𝐸(𝜔𝑖) = 𝐴𝑖𝑒𝑖(𝑘𝑖𝑧−𝜔𝑖𝑡), (3. 26)

où on défini 𝑘𝑖 = 𝑛𝑖𝜔𝑖/𝑐, avec 𝑛𝑖 l’index de réfraction correspondant à la polarisation du faisceau. 

Le champ généré par SFG est donc décrit par cette équation d’onde : 

∇2𝐸(𝜔3) −
𝜖𝑟

𝑐2

𝜕2

𝜕𝑡2 𝐸(𝜔3) = 𝜇0
𝜕2

𝜕𝑡2 𝑃(2)(𝜔3),

⇒ [∇2𝐴3 −
𝜖𝑟

𝑐2

𝜕2

𝜕𝑡2 𝐴3] 𝑒𝑖(𝑘3𝑧−𝜔3𝑡) = 𝜇0
𝜕2

𝜕𝑡2 (2𝜖0𝜒(2)𝐴1𝐴2𝑒𝑖[(𝑘1+𝑘2)𝑧−𝜔3𝑡]).
(3. 27) 

Étant donné que le champ 𝐸(𝜔3) est indépendant des axes 𝑥 et 𝑦, on peut remplacer ∇2 par une 

dérivée seconde sur l’axe 𝑧 : 

𝜕2

𝜕𝑧2 [𝐴3𝑒𝑖(𝑘3𝑧−𝜔3𝑡)] = [
𝜕2

𝜕𝑧2 𝐴3 + 2𝑖𝑘3
𝜕𝐴3

𝜕𝑧
− 𝑘3

2𝐴3] 𝑒𝑖(𝑘3𝑧−𝜔3𝑡). (3. 28)

Sachant que 𝑘3
2 =

𝑛3
2𝜔3

2

𝑐2 =
𝜖𝑟𝜔3

2

𝑐2 , on obtient : 

[
𝜕2

𝜕𝑧2 𝐴3 + 2𝑖𝑘3
𝜕𝐴3

𝜕𝑧
] 𝑒𝑖(𝑘3𝑧−𝜔3𝑡) = −

2𝜔3
2𝜒(2)

𝑐2 𝐴1𝐴2𝑒𝑖[(𝑘1+𝑘2)𝑧−𝜔3𝑡],

⇒
𝜕2

𝜕𝑧2 𝐴3 + 2𝑖𝑘3
𝜕𝐴3

𝜕𝑧
= −

2𝜔3
2𝜒(2)

𝑐2 𝐴1𝐴2𝑒𝑖(𝑘1+𝑘2−𝑘3)𝑧.
(3. 29)

Finalement, l’approximation de l’enveloppe variant lentement implique que |
𝜕2

𝜕𝑧2 𝐴3| ≪ |𝑘3
𝜕𝐴3

𝜕𝑧
|, 



85 

donc : 

𝜕𝐴3

𝜕𝑧
=

𝑖𝜔3
2𝜒(2)

𝑘3𝑐2
𝐴1𝐴2𝑒𝑖(𝑘1+𝑘2−𝑘3)𝑧. (3. 30) 

La résolution de l’équation (3.30) donne la variation de l’enveloppe du faisceau généré à la 

fréquence 𝜔3 = 𝜔1 + 𝜔2 en fonction de la profondeur dans le cristal. Déjà, on peut déterminer 

que lorsque Δ𝑘 = 𝑘1 + 𝑘2 − 𝑘3 est nul, 𝐴3 augmente linéairement avec la profondeur 𝑧. La 

condition Δ𝑘 = 0 correspond à un accord de phase parfait : en tout point dans le matériau, l’onde 

nouvellement générée interfère constructivement avec les ondes générées plus tôt. Évidemment, 

la génération par somme de fréquences ne peut se produire que si les champs incidents sont 

suffisamment intenses et ce processus ne peut donc pas continuer infiniment. En fait, il est 

possible de dériver des équations similaires à l’équation (3.30) pour les amplitudes 𝐴1 et 𝐴2, qui 

diminuent avec 𝑧. Néanmoins, si on considère que l’efficacité de la SFG est assez faible pour que 

l’amplitude des champs incidents demeure presque constante, il suffit d’augmenter l’épaisseur 

du cristal pour générer plus de puissance dans la fréquence 𝜔3. Dans ce cas, l’amplitude 𝐴3 

après une propagation de 𝑧 = 0 à 𝐿 est : 

𝐴3(𝐿) =
𝜔3

2𝜒(2)

𝑘3𝑐2 𝐴1𝐴2 (
𝑒𝑖Δ𝑘𝐿−1

Δ𝑘
) . (3. 31)

L’intensité correspondante est proportionnelle au module carré de l’amplitude, soit : 

𝐼3 ∝ |𝐴3|2,

∝ 𝐼1𝐼2𝐿2sinc2 (
Δ𝑘𝐿

2
) .

(3. 32)

La Figure 3.4 montre que l’intensité de l’onde générée est optimale si le facteur Δ𝑘𝐿/2 est nul. 

Puisque l’intensité augmente aussi avec 𝐿2, il est préférable de réduire Δ𝑘 pour maximiser 

sinc2 (
Δ𝑘𝐿

2
) et ainsi optimiser l’efficacité de la génération de nouvelles fréquences. Il est 

intéressant de noter que dans le cas général, Δ𝑘 est une quantité vectorielle. Il est donc possible 

d’utiliser des faisceaux non-colinéaires pour l’optique non-linéaire à condition que la somme 



86 

vectorielle des vecteurs d’ondes concernés soit minimisée.  

 

Figure 3.4 Accord de phase de la SFG 

Relation entre l’intensité générée et le facteur 𝚫𝒌𝑳/𝟐 pour une valeur constante de 𝑳. Le signal diminue 
rapidement lorsque 𝚫𝒌𝑳/𝟐 s’éloigne de 0. En plus de cette relation, l’intensité augmente de façon quadratique 

avec la longueur 𝑳.   

La relation optimale Δ𝑘 = 0 est satisfaite si 𝑛1𝜔1 + 𝑛2𝜔2 = 𝑛3𝜔3. Cependant, il peut être difficile, 

voire impossible, de trouver un matériau dans lequel la dispersion permet d’obtenir ce résultat 

d’emblée. D’ailleurs, dans le régime de dispersion normale, l’indice de réfraction augmente avec 

la fréquence. Puisque, 𝜔3 > 𝜔1,2 pour la SFG, il n’est pas possible de satisfaire l’accord de phase 

dans ce régime. En effet, on peut réécrire l’accord de phase comme suit : 

𝑛1𝜔1 + 𝑛2𝜔2 = 𝑛3(𝜔1 + 𝜔2),
(𝑛1 − 𝑛3)𝜔1 = (𝑛3 − 𝑛2)𝜔2.

(3. 33) 

Dans le régime de dispersion normale, 𝑛3 > 𝑛1,2 et les deux côtés de l’équation (3.33) n’ont pas 

le même signe. Une solution courante pour contourner ce problème est d’utiliser des matériaux 

biréfringents comme cristal non-linéaire.  

Dans un matériau biréfringent, l’indice de réfraction dépend de la polarisation de la lumière. En 

particulier, dans les matériaux biréfringents uniaxes, il existe un « axe optique » qui définit la 

relation entre la polarisation et l’indice de réfraction. Toutes les ondes de polarisations 

perpendiculaires à cet axe voient l’indice de réfraction dit « ordinaire », 𝑛𝑜(𝜔), et sont nommées 

« rayons ordinaires ». Les ondes dont la polarisation a une composante parallèle à cet axe voient 

plutôt l’indice de réfraction dit « extraordinaire », 𝑛𝑒(𝜔), qui dépend de l’angle entre l’axe optique 

et la polarisation. Ce sont les rayons « extraordinaires ».     

Dans les matériaux biréfringents, l’indice de réfraction dépend donc non seulement de la 

fréquence, mais aussi de l’orientation la polarisation des champs incidents et générés par rapport 

à l’axe optique. Il est ainsi possible de satisfaire Δ𝑘 = 0 si l’onde de plus haute fréquence est 
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polarisée dans l’axe qui correspond à l’indice de réfraction le plus faible. Dans ce cas, il existe 

deux possibilités pour les polarisations des ondes de basse fréquence. Si elles sont toutes les 

deux polarisées dans l’axe qui correspond à l’indice de réfraction le plus élevé, il s’agit d’accord 

de phase de type I. Si les deux ondes de basse fréquence sont polarisées dans des axes 

différents, il s’agit d’accord de phase de type II.  

Afin d’obtenir l’accord de phase de n’importe quelle combinaison de trois ondes de fréquences 

différentes dans un matériau biréfringent, il est nécessaire de pouvoir ajuster un des indices de 

réfraction. Généralement, c’est l’orientation du cristal par rapport à l’axe de propagation des 

faisceaux incidents qui sert d’ajustement. Ainsi, les rayons ordinaires continuent de voir l’indice 

𝑛𝑜(𝜔), mais l’indice associé aux rayons extraordinaires varie avec l’angle entre l’axe de 

propagation et l’axe optique. Il est ainsi possible d’optimiser l’accord de phase. Pour cette raison, 

les cristaux non-linéaires destinés à une utilisation spécifique sont coupés à un angle précis qui 

améliore l’accord de phase. Par exemple, les cristaux de BBO utilisés pour la génération de 

second harmonique de type I avec les systèmes laser titane-saphir sont coupés de façon à ce 

qu’il y ait un angle de 29.2° entre l’axe optique et un faisceau se propageant à incidence normale 

à la surface du cristal.  

3.2 Génération d’harmoniques d’ordres élevés 

La génération d’harmoniques d’ordres élevés (HHG, de l’anglais High Harmonic Generation) est 

un processus hautement non-linéaire qui produit des photons de haute énergie par l’interaction 

entre un champ laser intense (~1014 W/cm2) et la matière. Pour des raisons de symétrie et de 

cohérence qui seront développées plus loin, les photons générés correspondent aux 

harmoniques impairs de la fréquence fondamentale. Le spectre résultant peut s’étendre sur toute 

la gamme spectrale de l’ultraviolet extrême (de 10 à 124 eV) et même atteindre les rayons X 

mous (plus de 124 eV). La HHG peut se produire dans un gaz ou dans un solide. Dans le cadre 

de ce document, seule la HHG dans un gaz est considérée.  

Les sections suivantes décrivent l’origine microscopique de la génération d’harmoniques d’ordres 

élevés, les effets macroscopiques, les conditions d’accord de phase qui doivent être respectées 

pour obtenir une conversion efficace ainsi que quelques exemples expérimentaux de sources 

HHG à haut flux tirés de la littérature. 

3.2.1 Principes microscopiques 

La génération d’harmoniques d’ordres élevés peut être décrite par un modèle semi-classique qui 
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considère l’effet du champ laser intense sur un atome ou une molécule seule. Ce modèle, 

développé par Paul Corkum en 1993 [147], est nommé le « modèle en trois étapes ». Avant 

l’excitation par le champ laser, un électron de valence est prisonnier du potentiel de l’atome ou 

de la molécule, tel que représenté à la Figure 3.5. Les trois étapes de la HHG vont comme suit : 

1. Le champ électrique intense du laser vient partiellement abaisser la barrière de potentiel 

de l’atome ou de la molécule. L’électron a alors une certaine probabilité de traverser la 

barrière de potentiel par effet tunnel. 

2. L’électron voyage librement dans le champ laser. Il est accéléré par le champ électrique. 

Après un demi-cycle optique, le champ électrique change de direction et l’électron est de 

nouveau accéléré, mais cette fois en direction de son ion parent. 

3. L’électron a une certaine probabilité de recombiner avec son ion parent. Ce faisant, il se 

désexcite et l’énergie qu’il a accumulée pendant son trajet est réémise sous la forme d’un 

photon. 

Déjà, ce modèle permet de tirer certaines conclusions préliminaires. D’abord, plus le champ laser 

est intense, plus l’électron acquiert de l’énergie pendant son parcours et plus l’énergie du photon 

émis est élevée. De façon équivalente, si le champ laser est à une grande longueur d’onde, 

l’électron voyage plus longtemps et gagne plus d’énergie. Par contre, son trajet est plus long et il 

a moins de chance de recombiner avec son ion parent, donc la HHG est moins efficace [148,149]. 

De plus, on peut deviner que la forme du champ influence le processus. Par exemple, si le laser 

est polarisé circulairement, l’électron suit un parcours qui l’éloigne de plus en plus de son point 

de départ et il n’a donc aucune chance de recombiner avec son ion parent [150]. La HHG est 

donc plus efficace pour un champ laser polarisé linéairement. Finalement, on peut imaginer que 

l’électron ne peut traverser la barrière de potentiel qu’à certains moments du cycle optique, 

lorsqu’elle est suffisamment abaissée. Les photons ne sont donc pas émis continuellement. Dans 

ce qui suit, chaque étape du modèle est développée plus en profondeur. 
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Figure 3.5 Modèle en trois étapes 

Modèle semi-classique de la génération d’harmoniques d’ordres élevés. Au repos, l’électron de valence est 
prisonnier du potentiel atomique ou moléculaire. Le champ laser abaisse la barrière de potentiel, ce qui permet 
à l’électron de se libérer par ionisation tunnel. L’électron est alors accéléré par le champ laser. Finalement, il 
recombine avec son ion parent en émettant un photon.   

Étape 1 : Ionisation par effet tunnel 

Même si la première étape de la génération d’harmoniques d’ordres élevés est l’ionisation d’un 

électron, la HHG est le produit d’un champ laser de faible fréquence dans lequel les photons sont 

loin des résonances du milieu. Dans ce régime, l’ionisation ne peut être le résultat de l’absorption 

d’un photon unique. Elle découle plutôt de la forte intensité du champ laser, qui doit être traité 

classiquement. Il existe plusieurs types d’ionisation laser qui dépendent de l’intensité du champ. 

Pour des intensités de plus de 1011 W/cm2, l’ionisation multiphoton domine. Pour des intensités 

de plus de 1013 W/cm2, l’ionisation tunnel prend de l’importance. Pour des intensités qui 

correspondent à un champ électrique comparable au champ atomique, soit plus de 1016 W/cm2, 

la barrière de potentielle est complètement abaissée par le champ laser et l’ionisation est directe. 

Dans un champ laser, le potentiel Coulombien qui retient l’électron près de son ion parent est 

affecté par la présence du champ électrique : 

𝑉(𝑥, 𝑡) = −
𝑒2

4𝜋𝜖0𝑥
− 𝑒𝐸(𝑡)𝑥, (3. 34)

où le champ laser 𝐸(𝑡) est parallèle à l’axe 𝑥. Tel que représenté à la Figure 3.5, ce potentiel 

présente un maximum lorsque le champ électrique est suffisamment intense. Il est alors possible 

pour l’électron de traverser la barrière.  

La description complète de l’ionisation tunnel nécessite un traitement quantique de la fonction 

d’onde de l’électron. D’abord, la fonction d’onde est localisée près de l’ion et sa forme dépend 

des caractéristiques de l’orbitale électronique. Après l’ionisation tunnel, la fonction d’onde qui 
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décrit l’électron est une superposition d’un train d’onde lié à l’ion parent et d’un train d’onde libéré 

dans le continuum [151]. Ainsi, la probabilité de recombinaison à un temps ultérieur est non-nulle. 

Au moment de l’ionisation, la partie libre de la fonction d’onde maintient les propriétés de l’orbitale 

électronique, mais l’ionisation ajoute un filtre de type gaussien qui confine le train d’onde [152]. 

Plus la barrière est abaissée par le champ laser, plus le train d’onde de l’électron libre est étendu, 

ce qui contribue à diminuer les chances qu’il y ait une éventuelle recombinaison. Dans la limite 

où le champ laser est assez intense pour abaisser la barrière de potentiel sous le potentiel 

d’ionisation du milieu, 𝐼𝑝, l’électron est complètement ionisé et ne recombinera pas avec l’ion 

parent.  

Bien que la description quantique soit la plus exacte, elle est complexe et demeure difficile à 

appliquer pour certains systèmes moléculaires. Le modèle semi-classique, bien qu’imparfait, 

permet tout de même d’obtenir des résultats intéressants. Par exemple, à partir de ce modèle, il 

est possible de déterminer quel type d’ionisation est favorisé pour un champ laser donné en 

utilisant le paramètre de Keldysh [153]: 

𝛾 = √
𝐼𝑝

2𝑈𝑝
, (3. 35) 

où 𝑈𝑝 est l’énergie pondéromotrice de l’électron, soit l’énergie cinétique de l’électron dans le 

champs laser moyennée sur un cycle optique. Tel que défini à l’équation (2.23), on a 𝑈𝑝 ∝ 𝐼𝜆2. 

Le paramètre de Keldysh provient d’un calcul qui permet de vérifier si l’électron a le temps de 

traverser la barrière de potentiel en prenant compte de sa vitesse sous la barrière, de la largeur 

de la barrière et de comment celle-ci varie pendant un cycle optique. On considère également 

qu’à la sortie de la barrière de potentiel, l’électron a épuisé toute son énergie cinétique et sa 

vitesse est nulle. Trois régimes peuvent être définis : 

1. Si 𝛾 ≫ 1, le champ laser est faible ou sa longueur d’onde est courte. Dans ce régime, 

l’ionisation multiphoton domine.  

2. Si 𝛾 ≪ 1, le champ laser est assez intense pour complètement abaisser la barrière de 

potentiel. L’ionisation est directe. 

3. Si 𝛾 < 1, le champ laser n’est pas tout à fait assez intense pour abaisser complètement 

la barrière de potentiel. L’ionisation directe n’est donc pas possible, mais l’électron peut 

tout de même traverser la barrière par effet tunnel. Il est intéressant de noter que comme 

pour l'ionisation multiphoton, le processus d’ionisation tunnel résulte de l'absorption d'un 

grand nombre de photons. Par contre, l’ionisation tunnel se produit dans un régime où le 
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champ laser est intense mais de grande longueur d’onde, ce qui mène à un calcul du taux 

d’ionisation différent [153]. Ainsi, l'ionisation tunnel est concentrée en proximité des crêtes 

de la composante électrique de l'impulsion laser. C’est dans ce régime que la génération 

d’harmoniques d’ordres élevés a lieu.  

À partir du paramètre de Keldysh, on peut estimer l’intensité nécessaire au HHG. Par exemple, 

le potentiel d’ionisation de l’argon est de 15.76 eV. Pour un laser titane-saphir d’une longueur 

d’onde de 800 nm, on doit donc avoir une intensité de l’ordre de 1014 W/cm2 pour pouvoir générer 

des harmoniques. 

Étape 2 : Accélération 

Après l’ionisation, l’électron est libre de se propager dans le champ laser. Son mouvement peut 

alors être décrit par les équations classiques du mouvement. L’accélération de l’électron �⃗�(𝑡) est 

définie par la force appliquée par le champ électrique oscillant : 

�⃗�(𝑡) = 𝑚�⃗�(𝑡) = −𝑒�⃗⃗�(𝑡). (3. 36) 

Pour un champ électrique parallèle à l’axe 𝑥 et d’amplitude 𝐸0, on a l’accélération suivante : 

�̈� = −
𝑒𝐸0

𝑚
cos(𝜔𝑡) . (3. 37) 

La vitesse de l’électron est donnée par l’intégrale de l’accélération : 

�̇� = − ∫
𝑒𝐸0

𝑚
cos(𝜔𝑡′) 𝑑𝑡′

𝑡

𝑡0
,

= −
𝑒𝐸0

𝜔𝑚
[sin(𝜔𝑡) − sin(𝜔𝑡0)],

(3. 38)

où 𝑡0 est le moment de l’ionisation tunnel. La position de l’électron est donc : 

𝑥 = − ∫
𝑒𝐸0

𝜔𝑚
[sin(𝜔𝑡′) − sin(𝜔𝑡0)]𝑑𝑡′𝑡

𝑡0
,

=
𝑒𝐸0

𝜔𝑚
[

cos(𝜔𝑡′)

𝜔
+ 𝑡′ sin(𝜔𝑡0)]

𝑡0

𝑡

,

=
𝑒𝐸0

𝜔2𝑚
[cos(𝜔𝑡) − cos(𝜔𝑡0) + (𝜔𝑡 − 𝜔𝑡0) sin(𝜔𝑡0)].

(3. 39)

Cette équation décrit la trajectoire de l’électron en fonction de la phase 𝜔𝑡0 du champ laser lors 

de l’ionisation tunnel. Pour qu’il y ait recombinaison et donc HHG, il faut que la trajectoire ramène 

l’électron à la position de l’ion parent, soit la position au temps 𝑡 = 𝑡0. L’énergie cinétique de 

l’électron au moment de la recombinaison peut être calculée à partir de l’équation (3.37) et 

sachant qu’à tout moment, 𝐾 =
1

2
𝑚�̇�2. Tel que représenté à la Figure 3.6, la recombinaison n’est 

possible que pour les électrons ionisés après le maximum d’intensité du champ laser. De plus, la 

trajectoire pour laquelle l’électron atteint l’énergie cinétique la plus élevée à son retour à l’ion 
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parent débute par l’ionisation tunnel lorsque le champ laser a une phase de 𝜔𝑡 = 17°. C’est cette 

trajectoire qui produit les photons les plus énergétiques lors de la recombinaison. Il est important 

de noter que l’ionisation tunnel peut se produire à chaque demi-cycle optique. 

 

Figure 3.6 Trajectoires possibles d’un électron dans un champ laser 

(En haut) Distance entre l’électron ionisé et son ion parent pendant la propagation de l’électron dans le champ 
laser en fonction de la phase du champ. (En bas) représentation du champ électrique du laser. L’ionisation 
tunnel a lieu lorsque le champ est intense, donc près de la phase 𝝎𝒕 = 𝟎. Lorsque le champ change de 
direction, l’électron est accéléré en direction de son ion parent. Si l’ionisation tunnel se produit avant le 
maximum d’intensité du champ laser, la trajectoire de l’électron ne croise pas l’ion parent et la recombinaison 
est impossible (courbe noire). La couleur des autres courbe représente l’énergie cinétique 𝑲 de l’électron au 
moment de la recombinaison. 

À partir de la Figure 3.6, on peut noter qu’à l’exception de la trajectoire associée à l’énergie de 

recombinaison maximale, il existe deux trajectoires pour chaque valeur possible de l’énergie 

cinétique. Pour les trajectoires qui débutent près du maximum d’amplitude du champ laser, 

l’électron se propage longtemps avant de recombiner. Ces trajectoires sont dites « longues ». 

Les trajectoires « courtes », elles, débutent alors que l’amplitude du champ laser est en déclin et 

font voyager l’électron moins longtemps et moins loin. Dans la description quantique de 

l’ionisation tunnel, la partie de la fonction d’onde de l’électron qui se trouve dans le continuum 

s’élargie lors du trajet. Pour cette raison, plus le trajet est long, moins la probabilité de 

recombinaison avec la partie de la fonction d’onde liée à l’ion parent est grande. Ainsi, les 

trajectoires courtes sont plus efficaces pour la HHG. 

Étape 3 : Recombinaison et émission d’un photon 

Lorsque l’électron revient vers son ion parent, il a une certaine probabilité de recombiner avec lui 
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et d’émettre un photon. Dans la description quantique, l’émission provient de l’interférence entre 

la partie libre et la partie liée du paquet d’ondes électroniques lorsqu’elles se recoupent, ce qui 

cause des oscillations du moment dipolaire électronique qui génèrent de la radiation. Les 

considérations classiques permettent de prédire que l’énergie du photon est égale à la somme 

du potentiel d’ionisation et de l’énergie cinétique de l’électron au moment de recombinaison. Tel 

que présenté plus haut, l’énergie cinétique maximale de l’électron lors de la recombinaison est 

obtenue pour la trajectoire qui débute à 𝜔𝑡 = 17°. Pour cette trajectoire, l’équation (3.38) donne 

que la recombinaison se produit lorsque 𝜔𝑡 = 255°. La vitesse de l’électron est alors donnée par 

l’équation (3.37) : 

�̇� = −
𝑒𝐸0

𝜔𝑚
[sin(255°) − sin(17°)] ≈ 1.258

𝑒𝐸0

𝜔𝑚
. (3. 40)

L’énergie cinétique devient : 

𝐾max =
1

2
𝑚�̇�2 ≈ 1.2582 𝑒2𝐸0

2

2𝑚𝜔2 ≈ 3.17𝑈𝑝, (3. 41)

où l’énergie pondéromotrice 𝑈𝑝 =
𝑒2𝐸0

2

4𝑚𝜔2 est donné par l’équation (2.23). Donc, l’énergie maximale 

qui peut être émise par HHG, aussi nommée l’énergie de coupure, est : 

𝐸𝑐 = 𝐼𝑝 + 3.17𝑈𝑝. (3. 42) 

L’équation (3.42) permet de définir quels moyens peuvent être empruntés pour augmenter 

l’énergie des photons générés. D’abord, le choix du gaz est important, car il permet de contrôler 

𝐼𝑝. On peut également augmenter l’intensité du champ laser ou diminuer sa fréquence. Par 

contre, il faut considérer comment ces paramètres affectent l’efficacité de conversion des 

photons. Par exemple, la Figure 3.7 montre l’intensité générée dans une fraction du spectre HHG 

en fonction de la longueur d’onde du champ laser dans l’argon, l’hélium et le néon. Bien que 

l’énergie maximale des photons générés augmente comme 𝜆2, l’efficacité diminue rapidement. 

En fait, l’intensité des harmoniques diminue comme 𝜆−5.5 à cause, entre autre, du long trajet des 

électrons et de la conversion entre le nombre de photons générés et l’intensité [148,149].  

Les résultats obtenus jusqu’ici permettent de décrire la génération d’harmoniques pour un seul 

atome ou molécule. Dans un système réel qui en compte une multitude, la radiation émise par 

toutes les sources interfère. La véritable efficacité de conversion des harmoniques dépend donc 

également de la géométrie du système entier. Les courbes présentés à la Figure 3.7 sont le 

résultat d’une étude dans des systèmes réels et prennent donc les effets macroscopiques en 

compte [154]. Les considérations macroscopiques de la HHG sont détaillées dans la section 

suivante.  
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Figure 3.7 Intensité de la HHG en fonction de la longueur d’onde 

Intensité d’une fraction du spectre harmonique et énergie de coupure en fonction de la longueur d’onde du 
champ laser. Dans l’argon, en augmentant la longueur d’onde de 1 µm à 2 µm, l’énergie de coupure passe de 
~70 eV à ~200 eV, mais l’intensité générée diminue de deux ordres de grandeur. Tiré de Popmintchev et al., 
PNAS 106, pp. 10516-10521 (2009) [154]. 

3.2.2 Considérations macroscopiques 

La section précédente décrit le processus de génération d’harmoniques d’ordres élevés par une 

source microscopique unique et pour un seul demi-cycle optique du champ laser. Pour obtenir 

une description macroscopique de la HHG, il faut considérer l’impact de l’ensemble des sources 

de rayonnement ainsi que les conséquences du fait qu’un groupe de photon soit généré à chaque 

demi-cycle optique. 

Les trajectoires présentées à la Figure 3.6 sont la source de plusieurs des caractéristiques 

macroscopiques de la HHG. Tel que décrit dans la sous-section précédente, les trajectoires 

courtes sont favorisées pour la conversion, mais elles ont aussi un autre avantage : le faisceau 

résultant est moins divergent que pour les trajectoires longues. En effet, pendant leurs trajets 

dans le continuum, les électrons accumulent une phase qui dépend de l’intensité du champ 

laser [155]. Cette phase est transmise aux photons émis lors de la recombinaison. Puisque le 

faisceau laser utilisé pour la génération a un profil d’intensité spatial non-uniforme (généralement 

gaussien), la phase varie à travers le faisceau. Le front d’onde résultant est donc courbé, ce qui 

donne un faisceau harmonique divergent. La divergence associée aux trajectoires courtes est 

minime, car la variation de la phase accumulée par les électrons en fonction de l’intensité est plus 

importante pour les trajectoires longues. Le même principe s’applique aussi dans le temps, car 
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l’intensité des impulsion laser utilisées pour la génération n’est pas constante [156]. Donc, les 

trajectoires courtes offrent aussi une cohérence temporelle supérieure [157,158].  

Un autre effet des trajectoires est la modulation en fréquence de la radiation émise sur un seul 

demi-cycle. En effet, pour chaque type de trajectoire, on peut calculer la différence de temps entre 

l’émission des photons de différentes énergies. Pour les trajectoires courtes, on obtient une 

modulation en fréquence positive, c’est-à-dire que les fréquences basses sont émises en premier. 

C’est l’inverse pour les trajectoires longues. Expérimentalement, cette modulation en fréquence 

peut être compensée par des contributions macroscopique d’accord de phase afin de réduire la 

durée des impulsions générées [159,160]. 

Il est possible de générer efficacement une impulsion attoseconde unique, par exemple en 

utilisant des impulsions laser ultracourtes dans lesquelles l’intensité n’est suffisante que pendant 

un temps inférieur à un demi-cycle optique. Dans ce cas, l’impulsion attoseconde générée a un 

spectre large qui couvre toutes les énergies de photons accessibles pour les trajectoires 

possibles. Lorsqu’on utilise des impulsions laser plus longues, par contre, le spectre doit tenir 

compte de l’interférence entre les impulsions attosecondes générées à chaque demi-cycle 

optique.  

Dans le domaine temporel, le champ électrique total généré correspond donc à une série de pics 

séparés par la moitié d’une période du champ laser. Dans le domaine des fréquences, le spectre 

correspond à la transformée de Fourier de cette fonction. Il s’agit d’une série de pics séparés par 

le double de la fréquence angulaire fondamentale 𝜔. Ainsi, seul un harmonique sur deux est 

généré. De plus, à cause du changement de direction du champ électrique à chaque demi-cycle 

optique, il y a une différence de phase de 𝜋 entre deux pics consécutifs dans le domaine temporel. 

Ainsi, seuls les harmoniques impairs peuvent interférer de façon constructive. Ceci découle du 

même principe de symétrie qui fait que les processus d’optique non-linéaire de second ordre ne 

sont présents que dans les matériaux non-centrosymétriques. La Figure 3.8 montre un exemple 

de spectre harmonique généré dans le néon à partir d’impulsions de 8 mJ d’une durée de 50 fs 

et centrées à 800 nm. 
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Figure 3.8 Spectre harmoniques 

Spectre généré par des impulsions de 8 mJ et d’une durée de 50 fs centrées à une longueur d’onde de 800 nm 
(photons de 1.55 eV) dans le néon. Pour optimiser l’accord de phase, le faisceau est focalisé par un miroir 
sphérique de longue focale (3 m) dans une cellule de gaz de 8 mm de long. Les harmoniques impairs sont 
générés jusqu’à l’harmonique d’ordre 63. 

3.2.3 Accord de phase 

Comme tout processus non-linéaire cohérent, l’accord de phase macroscopique influence 

beaucoup le processus de génération d’harmoniques d’ordres élevés lorsque plusieurs sources 

sont présentes. Le but de l’accord de phase est d’éliminer l’interférence destructive entre la 

radiation provenant de sources microscopiques qui se situent à différents endroits le long du 

faisceau laser. De façon équivalente, on cherche à réduire le désaccord de phase entre le champ 

fondamental et ses harmoniques. En ne considérant que les harmoniques colinéaires au faisceau 

fondamental, on peut écrire le désaccord de phase sous forme scalaire : 

𝑞𝑘(𝜔) − 𝑘(𝑞𝜔) ≡ Δ𝑘, (3. 43)

où 𝜔 est la fréquence angulaire du champ laser fondamental et 𝑞 est un nombre entier impair qui 

dénote l’ordre harmonique généré. L’accord de phase idéal est obtenu lorsque Δ𝑘 = 0. Dans le 

vide, l’accord de phase est parfait, car 𝑘(𝜔) = 𝜔/𝑐 et 𝑘(𝑞𝜔) = 𝑞𝜔/𝑐. Dans un gaz, plusieurs 

phénomènes peuvent causer un désaccord de phase. En fait, quatre causes majeures de 

désaccord de phase peuvent être identifiées : la géométrie du système, la dispersion du milieu 

neutre, la dispersion causée par la présence d’électrons libres dans le milieu ionisé, et le gradient 

d’intensité du champ laser [161]. 

Désaccord de phase géométrique 

Pour atteindre l’intensité nécessaire à la génération d’harmoniques d’ordres élevés, le faisceau 
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laser fondamental doit être confiné dans une petite région de l’espace. Deux méthodes 

principales sont utilisées pour ce faire : soit le faisceau est simplement focalisé dans le gaz, soit 

il est couplé à une fibre à cœur creux remplie de gaz. Dans le cadre des travaux présentés ici, 

seules des géométries non-guidées sont utilisées. 

Lors du passage au focus, le champ laser acquiert une phase de −𝜋. Ceci implique que, près du 

focus, la phase varie rapidement. Il s’agit de la phase de Gouy. La phase de Gouy peut s’écrire 

comme [162]: 

𝜑Gouy = − arctan
2𝑧

𝑏
, (3. 44)

où 𝑧 est l’axe de propagation du faisceau et 𝑏 est le paramètre confocal, qui est égal au double 

de la longueur de Rayleigh, 𝑧𝑅. La longueur de Rayleigh correspond à la distance sur laquelle la 

taille du faisceau varie peu près du focus. On a : 

𝑧𝑅 =
𝜋𝑤0

2

𝜆
, (3. 45)

où 𝑤0 est le rayon du faisceau dans le plan focal. Le vecteur d’onde associé à la phase de Gouy 

est : 

𝑘Gouy(𝑧) =
𝑑𝜑Gouy

𝑑𝑧
,

= −
1

𝑧𝑅

1

(
1

𝑧𝑅
)

2

𝑧2+1

,

≈ −
1

𝑧𝑅
.

(3. 46)

Donc, près du focus et de l’axe optique, le déphasage géométrique est Δ𝑘Gouy = −
1

𝑧𝑅
(𝑞 − 1). Le 

déphasage géométrique est toujours négatif. Il peut être réduit si la longueur de Rayleigh est 

grande, ce qui correspond à une longue focale. De plus, la valeur du déphasage géométrique 

peut être contrôlée expérimentalement en changeant la position du focus par rapport au milieu 

générateur, c’est-à-dire en contraignant la position 𝑧 à laquelle la HHG se produit. 

Désaccord de phase dû à la dispersion dans le milieu neutre 

Puisque l’indice de réfraction du gaz utilisé pour la génération dépend de la fréquence, il existe 

un désaccord de phase de la forme : 

Δ𝑘𝑛 = 𝑞
𝑛(𝜔)𝜔

𝑐
−

𝑛(𝑞𝜔)𝑞𝜔

𝑐
=

𝑞𝜔

𝑐
[𝑛(𝜔) − 𝑛(𝑞𝜔)]. (3. 47) 

Dans les gaz, la différence d’indices de réfraction est généralement assez faible, donc cette 

contribution au désaccord de phase n’est pas très importante. On peut tout de même noter qu’en 
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général, l’indice de réfraction dans l’ultraviolet extrême est plus faible que dans l’infrarouge, donc 

Δ𝑘𝑛 > 0. L’indice de réfraction dépend également de la densité de gaz et du pourcentage du gaz 

qui est ionisé. 

Désaccord de phase dû à la dispersion du milieu ionisé 

Après l’excitation par le champ laser, le milieu est typiquement ionisé de quelques 

pourcents [163]. La dispersion associée aux électrons libres devient alors non-négligeable. 

L’indice de réfraction devient [161]: 

𝑛𝑝(𝜔) = √1 − (
𝜔𝑝

𝜔
)

2
, (3. 48)

où on introduit la fréquence plasma 𝜔𝑝, soit la fréquence sous laquelle le plasma est opaque. La 

fréquence plasma est reliée à la densité d’électrons libres, 𝑁𝑒, par 𝜔𝑝
2 =

𝑁𝑒𝑒2

𝑚𝜖0
. Puisque l’indice de 

réfraction associé au plasma augmente avec la fréquence, le désaccord de phase correspondant 

est négatif : 

Δ𝑘𝑝 =
𝑞𝜔

𝑐
[𝑛𝑝(𝜔) − 𝑛𝑝(𝑞𝜔)] < 0. (3. 49)

Expérimentalement, il est possible de contrôler Δ𝑘𝑝 à partir de la pression de gaz dans le volume 

où les harmoniques sont générés. En effet, on peut considérer que le désaccord de phase dû aux 

électrons libres est proportionnel à la pression de gaz [163].  

Désaccord de phase dû au gradient d’intensité 

Près du plan focal, l’intensité du champ laser varie avec cette relation [164]: 

I(z) =
𝐼0

1+𝑧2/𝑧𝑅
2 , (3. 50)

où 𝐼0 représente l’intensité du champ dans le plan focal. Tel que décrit dans la section précédente, 

la phase acquise par l’électron lors de son voyage dans le continuum dépend de l’intensité du 

champ laser. Cette phase est souvent nommée « phase dipolaire » puisqu’elle provient du dipôle 

formé lors du processus de HHG. En première approximation, la phase dipolaire est 

proportionnelle à l’intensité. Le vecteur d’onde de l’harmonique généré peut donc s’écrire [165]: 

Δ𝑘𝑑 ≈ −𝛼(𝑞)
𝑑𝐼(𝑧)

𝑑𝑧
, (3. 51)

où 𝛼(𝑞) dépend de l’ordre harmonique et du type de trajectoire de l’électron. Le signe du 

désaccord de phase dipolaire change selon la position par rapport au plan focal. Si les 

harmoniques sont générés avant le plan focal, Δ𝑘𝑑 est négatif. Si les harmoniques sont générés 

après le plan focal, Δ𝑘𝑑 est positif. Il est donc possible de contrôler cette contribution au désaccord 
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de phase en changeant la position du milieu générateur par rapport au plan focal. 

Finalement, on peut écrire le désaccord de phase total comme suit : 

Δ𝑘 = Δ𝑘Gouy + Δ𝑘𝑛 + Δ𝑘𝑝 + Δ𝑘𝑑 . (3. 52)

Le signe de chaque contribution est résumé dans le Tableau 3.1. Pour optimiser l’accord de 

phase, il faut minimiser Δ𝑘 en optimisant la géométrie du montage expérimental et la pression du 

gaz pour s’assurer que les différentes contributions se compensent.  

Tableau 3.1 Contributions au désaccord de phase 

Contribution Signe Contrôlé par 

Géométrique Δ𝑘Gouy < 0 
Conditions de focalisation, distance entre le 
milieu générateur et le plan focal. 

Dispersion neutre Δ𝑘𝑛 > 0 Pression de gaz, pourcentage d’ionisation. 

Dispersion plasma Δ𝑘𝑝 < 0 Pression de gaz, pourcentage d’ionisation. 

Gradient d’intensité 
(phase dipolaire) 

Δ𝑘𝑑 
< 0 si 𝑧 < 0 

> 0 si 𝑧 > 0 

Position du milieu générateur par rapport au 
plan focal, intensité du champ laser, fréquence 
de l’harmonique. 

Contributions principales au désaccord de phase pour la HHG produite par la focalisation du faisceau laser 
dans un milieu générateur.  

Une conséquence importante de l’accord de phase est l’impossibilité d’augmenter l’intensité du 

champ laser indéfiniment. En effet, le pourcentage d’ionisation du milieu générateur doit 

demeurer assez faible, typiquement quelques pourcents, pour que la contribution de la dispersion 

plasma puisse être compensée [163]. Il existe donc une intensité de saturation au-delà de 

laquelle le taux d’ionisation est trop élevé pour permettre l’accord de phase. Ainsi, bien que 

l’énergie de coupure soit proportionnelle à l’intensité du champ laser (équation (3.42)), il n’est pas 

nécessairement avantageux d’utiliser ce paramètre pour atteindre des énergies de photon plus 

élevées. 

3.2.4 Efficacité de conversion 

Les équations présentées à la section précédente permettent d’optimiser l’accord de phase du 

milieu. Cependant, un effet macroscopique supplémentaire doit être considéré pour générer le 

plus de photons possibles : la réabsorption des photons par le milieu générateur. Dans l’ultraviolet 

extrême, les gaz absorbent facilement la lumière. Par exemple, à la pression atmosphérique, il 

suffit de 0.4 mm d’argon pour absorber 63% des photons à 60 eV. Donc, si le milieu générateur 

est trop long ou si la pression est trop élevée, les photons générés au début du processus sont 
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tous réabsorbés. 

La distance qui peut être parcourue dans le gaz par la radiation de fréquence 𝜔 avant que 

l’intensité ne soit réduite à 1/𝑒 de l’intensité initiale est nommée « longueur d’absorption » et est 

donnée par [163] : 

𝐿abs =
𝑘𝐵𝑇

𝑝𝜎ion(𝜔)
, (3. 53)

où 𝑘𝐵 est la constante de Boltzmann, 𝑇 est la température du milieu, 𝑝 est la pression de gaz et 

𝜎ion(𝜔) est la section efficace d’ionisation. Pour optimiser la génération d’harmoniques, il faut que 

le milieu générateur soit plus long que la longueur d’absorption associée à la fréquence du laser 

fondamental. Par contre, au-delà d’une certaine longueur, l’émission des harmoniques est 

maximisée, car toute nouvelle contribution est balancée par la réabsorption.  

La longueur optimale du milieu générateur est également dictée par l’accord de phase, qui définit 

la distance sur laquelle l’interférence est constructive pour un harmonique dans l’axe de 

propagation. À cet effet, on définit la longueur de cohérence suivante : 𝐿coh = 𝜋/Δ𝑘. La 

minimisation du désaccord de phase permet de maximiser la longueur de cohérence. Selon les 

travaux de Constant et al. [166], les relations suivantes permettent d’obtenir un bon accord de 

phase : 

𝐿mil > 3𝐿abs,
𝐿coh > 5𝐿abs,

(3. 54)

où 𝐿mil est la longueur du milieu générateur, par exemple une cellule de gaz. Lorsque ces 

relations sont respectées, il est possible d’obtenir un flux de photon correspondant à plus de la 

moitié de la conversion optimale, soit la conversion avec un accord de phase parfait et un milieu 

générateur très long. 

L’optimisation de l’accord de phase est un élément clé pour l’obtention de sources efficaces. Le 

Tableau 3.2 donne quelques exemples de l’efficacité de la conversion énergétique obtenue lors 

du processus de HHG dans la littérature.  

Tableau 3.2 Efficacité de conversion 

Publication 
Source laser et 

géométrie 
Gaz 

Efficacité de 
conversion 

totale 

Efficacité de conversion 
d’un seul harmonique 

Rundquist et al. [167] 
800 nm, 150 µJ 

Capillaire 
Argon − ~36 à 48 eV 10−6 à 10−5 

Constant et al. [166] 
800 nm, 1.5 mJ 

Capillaire de 4 cm 

Xénon 

Argon 
− 

~23 eV 

~20 à 32 eV 

4 × 10−5 

10−6 
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Takahashi et al. [168] 

800 nm, 20 mJ 

Focale de 5 m 

Cellule de 10 cm 

Argon 3.5 × 10−5 ~42 eV 1.5 × 10−5 

Rudawski et al. [163] 

800 nm, 20 à 24 mJ 

Focale de 4 m 

Cellule de 2 cm 

Argon 

Néon 

5 × 10−5 

8 × 10−6 

~32 à 42 eV 

~32 à 90 eV 

10−6 à 10−5 

10−8 à 10−6 

Rothhardt et al. [165] 

820 nm, 6.5 µJ 

Focale de 75 mm 

Jet de gaz 

Argon 1.4 × 10−6 ~26 à 39 eV 10−7 

Takahashi et al. [169] 

800 nm, 50 mJ 

Focale de 10 m 

Cellule de 5 cm 

Néon 8 × 10−6 ~50 à 95 eV 10−7 

Fan et al. [18] 

1030 nm, 8 mJ 

Focale de 1.25 m 

Cellule de 2 cm 

Hélium − ~155 eV 4 × 10−8 

Cardin et al. [14] 

800 nm, 13 mJ 

Focale de 3 m 

Cellule de 8 mm 

Néon − ~60 eV 10−8 

Légaré et al. [19] 

960 nm, 0.8 mJ 

Focale de 75 cm 

Cellule de 8 mm 

Argon − ~60 eV 3 × 10−7 

Exemples d’efficacité de conversion énergétique obtenue pour différents systèmes dans la littérature, 
principalement pour la HHG dans l’argon et le néon. La dernière colonne donne l’efficacité de conversion pour 
un harmonique unique aux énergies de photon indiquées. Les trois derniers exemples correspondent aux 
travaux présentés aux chapitres 4, 5 et 6, respectivement. 

Outre l’efficacité de conversion, il faut générer un nombre considérable de photons pour que le 

processus de HHG puisse être utilisé comme source de lumière. Par exemple, tel que mentionné 

à la section 2.4.3, le XRMS a une efficacité de 10−6. Une grande quantité de photons est donc 

nécessaire pour obtenir un signal en utilisant cette méthode. Une stratégie pour obtenir le plus 

de photons possibles avec une efficacité de conversion limitée est d’augmenter le nombre de 

photons pouvant être convertis. Cependant, il n’est pas utile d’augmenter simplement l’énergie 

de l’impulsion du laser fondamental. En effet, si l’intensité devient trop élevée, le gaz s’ionise et 

la conversion est moins efficace. De plus, comme l’énergie de coupure augmente avec l’intensité, 

l’énergie supplémentaire est transférée vers des photons plus énergétiques qui ne sont pas 

nécessairement utiles pour l’application visée. 

À la place, il convient de conserver la même intensité dans le plan focal mais d’augmenter à la 
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fois l’énergie des impulsions et le volume de génération. Ceci peut être fait en focalisant plus 

faiblement dans le milieu. Alors, le changement de longueur de Rayleigh affecte la phase de 

Gouy, mais l’accord de phase peut être conservé en changeant la pression de façon à ce que le 

produit 𝑝𝐿mil soit constant. C’est la procédure présentée par Takahashi et al. [168], qui 

réussissent ainsi à générer des impulsions de 0.3 µJ à ~40 eV, ce qui correspond à ~4 × 1010 

photons.
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4.1 Abstract 

Development of ultrafast table-top x-ray sources that can map various spin, orbital, and electronic 

configurations and reordering processes on their natural time and length scales is an essential 

topic for modern condensed matter physics as well as ultrafast science. In this work, we 

demonstrate spatiotemporally resolved resonant magnetic scattering (XRMS) to probe the inner-

shell 4d electrons of a rare-earth (RE) composite ferrimagnetic system using a bright >200 eV 

soft x-ray high harmonic generation (HHG) source, which is relevant for future energy-efficient, 

high-speed spintronic applications. The XRMS is enabled by direct driving of the HHG process 

with power-scalable, high-energy Yb laser technology. The optimally phase-matched broadband 

plateau of the HHG offers a record photon flux (> 2 × 109 photons/s/1% bandwidth) with excellent 

spatial coherence and covers the entire resonant energy range of RE’s N4,5 edges. We verify the 

underlying physics of our x-ray generation strategy through the analysis of microscopic and 

macroscopic processes. Using a CoTb alloy as a prototypical ferrimagnetic system, we retrieve 

the spin dynamics, and resolve a fast demagnetization time of 500 ± 126 fs, concomitant with an 

expansion of the domain periodicity, corresponding to a domain wall velocity of ∼750 m/s. The 

results confirm that, far from cross-contamination of low-energy absorption edges in multi-element 

systems, the highly localized states of 4d electrons associated with the N4,5 edges can provide 

high-quality core-level magnetic information on par with what can be obtained at the M edges, 

which is currently accessible only at large-scale x-ray facilities. The analysis also indicates the 

rich material-, composition-, and probing-energy-dependent driving mechanism of RE-associated 

multicomponent systems. Considering the rapid emergence of high-power Yb lasers combined 

with novel nonlinear compression technology, this work indicates potential for next-generation 

high-performance soft x-ray HHG-based sources in future extremely photon-hungry applications 

on the table-top scale, such as probing electronic motion in biologically relevant molecules in their 

physiological environment (liquid phase), and advanced coherent imaging of nano-engineered 

devices with 5∼8 nm resolution. 

4.2 Introduction 

Understanding and controlling ultrafast light-induced spin dynamics have been developed into a 

fascinating research topic of condensed matter physics, motivated by both fundamental interests 

and technological applications. Time-resolved x-ray techniques provide insights into spin changes 

with element specificity on their natural spatial and temporal scales [170]. Recently, the 

generation, control, and application of x-ray sources based on high harmonic generation (HHG) 
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have received significant attention for time- and space-resolved spin dynamics measurements 

utilizing magnetic dichroism sensitivity. In addition to being more compact and more accessible 

than large-scale x-ray facilities such as x-ray free-electron lasers (XFELs) and synchrotrons, 

table-top sources offer several unique advantages over them, particularly extremely short pulse 

duration [171,172], broad bandwidth (BW), and controllable spin [127,173,174] and orbital 

angular momentum [175,176]. Therefore, high-brightness HHG light sources [147,167,177] 

potentially serve as a unique laboratory-scale tool for the frontier of spintronic applications. Owing 

to its high spatial coherence, HHG radiation has been used for imaging of nanostructures with a 

large-scale view [178–180], magnetic imaging with diffraction-limited spatial resolution, and 

enhanced magnetic contrasts using holographic methods [181]. Furthermore, the extended 

degree of the control of spin [127,173,174] and orbital angular momentum [175,176] of HHG 

pulses via the manipulation of driving lasers provides the unique ability for resolving and 

controlling the magnetic and topological excitations of magnetic textures. Most importantly, HHG 

pulses enable femto-to-attosecond temporal resolution [171,172] for observing novel light-spin 

control phenomena in the unexplored sub-fs temporal regime [99]. The broad spectral BW of HHG 

spans the characteristic M- and N-absorption edges of transition metals (TM) and rare-earth (RE) 

elements that exhibit magneto-optical activity. Resonant x-ray probing at these edges [182] 

provides access to an element-specific [91] mapping of magnetic states and allows tracing their 

evolution in time. 

Despite the numerous proof-of-concept demonstrations using HHG sources, all of the previous 

studies were focused on TM ferromagnets [7]. In contrast, recently developed magnetic 

nanostructure materials are based on ferrimagnetic/multiferroic multicomponent systems 

associated with RE [183–185] and are promising candidates for future storage and information 

processing spintronic devises owing to their nanometer size, fast speed, efficient driving 

dynamics, and topological protected stability [186]. Spontaneous emergence of magnetic order in 

nanoscale and mesoscale structures has been observed in TM-RE systems using x-ray scattering 

and diffraction techniques, and they play an important role in a variety of macroscopic phenomena 

in magnetic materials. Such heterogeneity of magnetic states in an otherwise spatially 

homogeneous material is a result of a complex interplay between electron spins and other 

degrees of freedom (electron orbitals and lattice). In particular, it has been shown that, after 

femtosecond laser irradiation, the exchange-coupled magnetic sublattices of particular TM-RE 

systems exhibit distinct magnetization dynamics of the constituent magnetic moments [183,187] 

and transfer of spin angular momentum between different sublattices [188], as well as between 

nanoscale spatial regions [189], which leads to a deterministic switching of sample magnetization 
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on the femtosecond time scale [187,190]. Such space- and element-dependent ultrafast spin 

dynamics have been observed in, but not limited to, CoTb [188], (FeCo)Gd [191], and FeTb [192]. 

Furthermore, great progress has already been made in manipulating and detecting new 

structures, such as chiral textures and skyrmions. Recently, ultrasmall skyrmions (∼10 nm) with 

fast dynamics at room temperatures in a compensated ferrimagnet have been resolved with time-

resolved x-ray microscopy [186]. Since all these studies have relied on short wavelength x-ray 

probes at large-scale x-ray facilities, the development of novel x-ray techniques for element 

selective mapping of spin configurations and their fast reordering processes has still been a 

subject of intense research in the physics of magnetism over the last 10 years [170]. 

Soft-x-ray resonant magnetic scattering (XRMS) is a powerful x-ray technique combining 

diffraction with absorption spectroscopy that provides access to the complex charge, spin, and 

orbital orderings in materials [181]. It arises from an enhanced scattering amplitude when the 

incoming x-ray photon energy reaches the absorption edges of the constituent elements. XRMS 

is sensitive not only to magnetization distributions in the form of conventional domains but also to 

chiral spin texture structure [193,194], with spatial sensitivity down to few-nm scales [181]. 

Therefore, it can provide information unattainable through conventional visible [195], x-ray 

microscopy techniques and neutron scattering techniques. However, compared to spectroscopic 

methods, resonant magnetic scattering requires orders of magnitude higher photon flux because 

of the relatively low (∼10−(5∼6)) scattering cross section in the x-ray spectral range [136], which 

imposes a significant challenge for the application of HHG sources for these types of scattering 

experiments. Another fundamental bottleneck is the cross-contamination of the peaks (e.g., M 

edge of TM and O edge of RE) in complex multicomponent TM-RE systems at low x-ray photon 

energies [196], where the many-body corrections and local field effects are of crucial importance. 

It worth to note that high-energy and high-flux XFELs allow precise measurement of magnetic 

scattering in a large momentum space, which leads to high spatial resolution, but the applications 

are limited by the cost and available beamtime. For an HHG-based instrument, to image the laser-

induced nanoscale spin dynamics and the transfer in association with the magnetic sublattices in 

TM-RE ferrimagnets, it is crucial to extend HHG photon energy to cover the inner-shell absorption 

edges of 4d RE ferrimagnets (Gd, Tb, and Dy). While considerable progress has been made to 

extend the phase-matched HHG cutoff with longwave driver pulses from optical parametric 

amplifiers (OPAs) [197–203], it came at the expense of efficiency in the soft x-ray spectral range 

because scaling the wavelength of the driver pulses (𝜆𝐿) reduces the single-atom HHG yield [149] 

to 𝜆𝐿
5.5±0.5, and because of the low conversion efficiency of OPAs (10%–20%). On the other hand, 

the recent development of novel Yb laser sources [204–206] is showing great potential for next-
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generation driver technologies of HHG, owing to the advantages of high power scaling, 

robustness, and compactness. A proof-of-concept HHG source using a high-repetition-rate Yb 

fiber driver has been demonstrated [207]. A novel energetic multidimensional-solitary states 

(MDSS)-based post-compression technique has been discovered, showing huge potential to 

further scale the performance of Yb lasers [17]. Nevertheless, so far, spatiotemporally resolved 

element-specific probing of RE magnetic systems in the soft x-ray spectral range has remained 

inaccessible with table-top HHG sources. 

In this work, we demonstrate, for the first time, time-resolved XRMS (tr-XRMS) based on a high-

brightness Yb-based HHG source at the N4,5 edges of RE elements, which corresponds to a dipole 

allowed 4d-to-4f transition. This high-brightness soft x-ray source is accomplished by directly 

driving the HHG process in the optimally phase-matched regime in helium by using a power 

scalable, kHz, high-energy, 1030 nm, Yb laser system with a peak power of 0.3 TW. The HHG 

cutoff reaches up to 220 eV, and the phase-matched broadband plateau of the high-brightness 

HHG source with record flux (> 2 × 109 photons/s/1% BW) is especially suitable for the photon 

demanding tr-XRMS at the N4,5 edges of REs (Gd, Tb, and Dy). Furthermore, the relatively long 

propagation distance of the nearly quasi-plane-wave driver laser field in the optimally phase-

matched conditions results in a low-divergence and high-spatial-coherence soft x-ray beam, 

which is particularly important for high-quality spatially resolved tr-XRMS measurements. To 

investigate the intrinsic energy transfer efficiency from the IR driver to the generated soft x-rays 

for the desired resonance energy range at the RE N edge, we experimentally compare various 

generation schemes by employing different wavelengths, gases, and pressures. The underlying 

physics for efficient HHG is verified with a theoretical analysis combining the microscopic electron 

wave packet trajectories and macroscopic phase-matching process. We perform table-top tr-

XRMS measurements on a prototypical CoTb ferrimagnet by covering the N4,5 edges of Tb around 

∼155 eV. From the time-resolved scattering patterns, we retrieve the demagnetization evolution 

of the localized 4d electron associated with the N4,5 edges exhibiting a demagnetization time of 

500 ± 126 fs originating from the fast-electronic heating. This has so far been observed only at 

the M edges of RE materials using hard x-ray pulses at large-scale facilities [188]. Furthermore, 

we observe the laser-induced evolution of nanoscale magnetic domains on the femtosecond time 

scale, which we compare with results from previous studies [31,50], revealing the potential role 

of complex material-, composition-, and, possibly, probing-energy-dependent driving mechanisms 

of RE-associated multicomponent systems. 
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4.3 Results 

 

Figure 4.1 Schematics of the experiment 

Schematics of the Tr-XRMS experiment using a soft x-ray HHG source. (a) High-brightness high-order 
harmonics are generated in a gas cell filled with helium and driven by compressed pulses in the optimal phase-
matching conditions. Tr-XRMS experiments are carried out in a pump–probe geometry by exciting the sample 
with IR pulses with a wavelength of 1550 nm before the HHG probe pulses arrive. The spatiotemporal evolution 
of the magnetic domains is measured with time-resolved diffraction patterns from the harmonic beam, 
recorded with a CCD camera as a function of the delay time. (b) Illustration of the x-ray energies of different 
absorption edges of TM and RE elements. The low-energy O1 edge of RE and the M2,3 edges of TM are close in 
energy, which could be challenging to distinguish in experiments. The high-energy M3,4 edges of RE and L2,3 
edges of TM, on the other hand, require a large-scale x-ray facility. Our solution lies in between and can provide 
a table-top source probing the magnetic dynamics with the N4,5 edges of RE. 

The schematic of the experiment is illustrated in Fig. 4.1. We focus on the highly localized states 

of 4d electrons associated with the N4,5 edges of Tb using a bright, soft x-ray table-top source at 

155 eV, allowing to probe the inner-shell electron spin states. We show that probing at the N edge 

via tr-XRMS provides rich information on the magnetic properties that are as accurate as probing 

at the M5 edge at 1240 eV. This comes from the fact that 4d electrons are sufficiently shielded, 

and N-edge transitions are free of the complex cross-contamination [196] of peaks in TM-RE 

systems in contrast to the O1 edge at lower photon energies (from 50 eV to 70 eV), where the 

manybody corrections and local field effects are of crucial importance [Fig. 4.1(b)]. The core of 

the experimental setup is shown in Fig. 4.1(a). The fundamental femtosecond pulses with 

𝜆𝐿 = 1030 nm and a duration of ∼220 fs from a Yb:CaF2 amplifier were first compressed by a 

post-pulse compressor, consisting of a hollow-core fiber (HCF) and a set of chirped mirrors. The 

implemented HCF is 3 m long and has a large core diameter (1 mm), enabling a compression 

ratio of ∼10 for the high-energy (∼11 mJ) pulses. The post-compressed pulses have a peak power 

of ∼0.3 TW (25 fs, 8 mJ), which is key for achieving efficient laser-like HHG [Fig. 4.2(c)] up to 

220 eV in a 20 mm helium-filled gas cell with adjustable backing pressure. The harmonic 
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spectrum is characterized by a soft x-ray spectrometer. As shown in Figs. 4.2(a) and 4.2(e), the 

change of the pulse duration from 220 fs to 25 fs extends the HHG cutoff from 150 eV to 220 eV. 

Particularly, the photon flux at the desired resonance of the Tb N4,5 edge is increased by over one 

order of magnitude. This result can be explained by the suppression of ionization for a shorter 

driver pulse. 

 

Figure 4.2 Driver pulse compression and HHG characterization 

(a) Temporal characterization of uncompressed and compressed driver pulses with the frequency-resolved 
optical gating (FROG). (b) Measured and simulated HHG signals as a function of the helium backing pressure 
with a peak power of ∼0.3 TW at a wavelength of 1030 nm. (c) Beam profile of the narrowband harmonic beam 
after the multilayer mirror with a central photon energy of 155 eV. (d) Absorption cross section of Tb near its 
N4,5 edge [208] and the reflectance of the x-ray multilayer mirror. (e) High-order harmonic spectra driven by 
uncompressed (200 fs) and compressed (25 fs) pulses. 

4.3.1 Development of the High-Brightness Soft X-Ray HHG Source 

To generate high-brightness HHG radiation, it is essential to reach optimal phase-matching 

conditions by routinely optimizing the gas pressure, focusing conditions, position of the cell, etc. 

In Fig. 4.2(b), we plot the total spectrum intensity for photon energy >100 eV as a function of the 

backing pressure of helium, at a peak intensity of 6.5 × 1014 W cm−2. The HHG intensity grows 

quadratically at low backing pressures, followed by a saturation of the signal at a backing pressure 

of 200 mbar. When further increasing the pressure, the spectral intensity decreases due to the 
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absorption of the generated harmonics within and after the generation volume. This observation 

is reproduced with high fidelity in our ab initio simulation based on the strong-field approximation 

[see Fig. 4.2(b) and Supplement (Annexe I)]. We further optimize the gas-cell length and find that 

the HHG flux saturates when the length is larger than 20 mm, indicating the absorption-limited 

HHG condition [166]. As shown in Fig. 4.2(e), we observe a flat-top spectrum covering the broad 

spectral range up to a cut-off energy of ∼220 eV. This value is in excellent agreement with the 

predicted HHG phase-matching cutoffs for 𝜆𝐿 = 1030 nm [177]. Compared to previous 

experiments [165,207], the high peak intensity of the driving laser here allows us to use a loose 

focusing geometry and relax the requirements on the phase-matching pressure. 

To verify the advantages of our generation strategy for obtaining a high photon flux within the 

range of the N4,5 edges of RE elements, we experimentally compare the conversion efficiency of 

our approach: (i) 𝜆𝐿 = 1030 nm in helium with two other generation schemes based on OPAs: (ii) 

𝜆𝐿 = 1500 nm in neon, and (iii) 𝜆𝐿 = 2400 nm in argon. We adjust the peak power, pulse duration, 

and focusing geometry of the driving laser in every case to reach the same cut-off energy. For 

gases with a lower ionization potential, it is essential to use a long-wave driver pulse to stay below 

the critical ionization level. The backing pressure of the gas medium is also optimized to obtain 

phase-matched and absorption-limited HHG. The absolute HHG flux right after the gas cell for 

case (i) (𝜆𝐿 = 1030 nm in helium) is estimated under diffraction geometry by considering the 

known efficiency of the CCD (Andor Newton 920), the transmission of the 500 nm zirconium filter 

(∼15%), and BW and efficiency (∼3%) of the EUV multilayer mirrors. The photon fluxes for the 

other conditions are then calculated according to the relative spectral intensity measured using 

the same spectrometer. Conversion efficiency is then calculated by considering the input pulse 

energy in each case (see Supplement in Annexe I). The experimentally measured conversion 

efficiencies for the three different approaches are plotted in Fig. 4.3(a), showing that our method 

[(i) 𝜆𝐿 = 1030 nm in helium] yields the highest conversion efficiency throughout the 100∼200 eV 

range of interest, which is supported by our simulations shown in Fig. 4.3(b). 

For the phase-matched HHG, absorption-limited conversion efficiency can be described as 

𝜉𝑞 =  𝜆𝐿
−𝑛 |

𝐴𝑞

𝜎
|
2
 [166], where 𝐴𝑞 is the amplitude of the single-atom recombination cross section at 

the harmonic frequency 𝜔𝑞, 𝜆𝐿
−𝑛 represents wavelength scaling due to the electron wave packet 

diffusion during its free-space excursion, with 𝑛 = 5.5 ± 0.5 [149], and 𝜎 is the x-ray absorption 

cross section. As shown in Fig. 4.3(c), the longest electron wave packet excursion occurs for 

argon with 𝜆𝐿 = 2400 nm, which leads to a significant reduction in recombination probability for 

case (iii) [177]. In contrast, the single-atom responses for (i), 𝜆𝐿 = 1030 nm in helium, and (ii), 
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𝜆𝐿 = 1500 nm in neon, are similar since the stronger wave packet diffusion for the longer 𝜆𝐿 is 

compensated for by the larger recombination cross section associated with the larger ionic core 

of neon in case (ii). Summarizing the above discussion of microscopic single-atom response, the 

expected HHG efficiency is similar for both helium and neon. Nevertheless, macroscopic 

propagation changes the situation in favor of helium because its x-ray absorption cross section 

(𝜎) is one order of magnitude lower than neon at the energy of 200 eV [Figs. 4.3(a) and 4.3(b)]. 

For a fixed driver pulse duration, this simple model suggests a straightforward recipe for reaching 

the highest flux at a target x-ray photon energy located in a resonance-free plateau region of the 

harmonic spectrum in the vicinity of the cutoff. The highest efficiency is achieved using helium 

driven by the shortest laser wavelength capable of reaching the corresponding semi-classical 

cutoff, given that the laser pulse intensity is sufficient to sustain a phase-matched HHG regime. 

 

Figure 4.3 HHG from different sources 

High brightness of HHG directly driven by compressed 1030 nm-wavelength laser pulses. (a) Measured and (b) 
simulated conversion efficiencies of HHG in the 100∼200 eV spectral range generated in (i) helium with 

𝝀𝑳 = 1030 nm, (ii) neon with 𝝀𝑳 = 1500 nm, and (iii) argon with 𝝀𝑳 = 2400 nm. The peak power, pulse duration 
and focusing geometry are adjusted to yield the same cut-off energy of the spectra. The conversion efficiencies 
in (a) and (b) are all normalized to the conversion efficiency in case (i) at ∼200 eV. (c) Simulated cut-off 
trajectories for the three cases shown in (a) and (b). The radii of the trajectories linearly increase with the 
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excursion time, symbolizing wave packet spreading. The more efficient single-atom response for 1 μm in 
helium is due to reduced electron wave packet (EWP) spread caused by the shorter wavelength driving field. 
(d) Overview of the experimentally generated HHG flux in photons per shot per 1% BW above 100 eV in helium 
(squares) [197,200,201,203,207], neon (circles) [198–202,207,209], and argon (triangles) [210]. The driving field 
wavelength (𝝀𝑳) is illustrated by marker colors. The repetition rate of HHG is at ∼100 kHz for open symbols, at 

10∼50 Hz for the half-filled symbols, and at ∼1 kHz for the fully filled symbols. 

In Fig. 4.3(d), we show that, owing to the high conversion efficiency for the HHG driver wavelength 

of 1030 nm in helium, we achieve the highest flux of 2 × 109 photons/s/1%BW at 200 eV (see 

Supplement in Annexe I). Unlike most previous experiments summarized in Fig. 4.3(d), in which 

𝜆𝐿-dependent cut-off extension was studied, our method is free of additional energy loss due to 

the absence of parametric frequency conversion. Reviewing HHG results with direct laser driving 

at different wavelengths, it must be noted that with laser pulses of 𝜆𝐿 = 800 nm from a Ti:sapphire 

amplifier, it is possible to extend the cutoff beyond 200 eV by employing sub-10 fs driver 

pulses [211] or using quasi-phase-matching techniques [209]. However, in these situations, 

ionization-induced phase mismatch quickly outruns the dispersion contribution of neutral atoms, 

making macroscopic phase matching very challenging [212]. In contrast, in our experiments with 

driver pulses of 𝜆𝐿 = 1030 nm, we significantly suppress the ionization of helium, thus facilitating 

phase matching. The estimated ionization fraction is below 0.38%, while the critical ionization of 

helium is 0.4%. We also note that a photon flux > 109 photons/s/1%BW is not necessarily rare at 

photon energies <100 eV, which can be readily used for tr-XRMS studies on the low-energy M2,3 

edges of TM elements [14]. 

4.3.2 First tr-XRMS Measurement Covering the N Edge of RE 

In previous studies, owing to the rapid development of ultrafast x-ray sources, time-resolved 

element-specific absorption spectroscopy and resonant scattering measurements were used for 

studying ultrafast demagnetization in ferro- and ferrimagnetic alloys or multilayers. By probing on 

different magnetic elements, distinct laser-induced magnetic dynamics were revealed, owing to 

the exchange interaction and transfer of spin angular momentum between elements. López-

Flores et al. studied the ultrafast demagnetization in Co-RE alloys (RE = Gd, Tb) using a 

femtosecond-slicing source covering the M4,5 edges of RE elements, and showed that the 

demagnetization dynamics are element and composition dependent [188]. On the other hand, 

Merhe et al. studied the ultrafast demagnetization and changes in domain structure in CoTb alloys 

by covering the low-energy O1 edge of Tb [213] using a similar source. Their results presented 

evidence for domain-wall broadening, while, more interestingly, they reported a faster 

demagnetization time compared to Ref. [188], which implies that different dynamics may depend 

on the probing photon energy. More recently, by covering the M5 edge of Tb, Ferté et al. reported 
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ultrafast demagnetization of CoTb alloys by hot-electron excitation [214]. Besides the above 

results, dynamics of the magnetic domains have been studied by covering the M3 edges of TM 

elements in Co/Pd and Co/Pt multilayers, but they have yielded very different behaviors [31,50]. 

We note that most of the above experiments were performed using XFELs, and that results on 

the N4,5 edges of RE elements are still absent, to the best of our knowledge. 

 

Figure 4.4 Physical mechanism of XRMS 

Illustration of the physical mechanism of XRMS at the N4,5 edges of REs using linearly polarized soft x-ray HHG 
source. The linearly polarized x-ray light can be regarded as the superposition of two circularly polarized light 
fields with opposite helicities. At the absorption edge of the element, the magneto-optical effect can be 
analogous to circular dichroism in absorption. The magnetic nanodomain structure of the sample can be 
approximated by a grating in which the transmission of each domain depends on the relationship between the 
orientation of the magnetic moment and the helicity of the incoming beam. 

The concept of HHG-based tr-XRMS for temporally and spatially resolving spin dynamics at the 

N4,5 edges of RE elements is illustrated in Fig. 4.4. One important advantage of this method is the 

ability to use linearly polarized HHG to retrieve high-quality x-ray magnetic circular dichroism 

(XMCD)-related information from the magnets. Indeed, the production of circularly polarized HHG 

requires additional rather complex driver setups. It also requires very high purity of the circularity 

of the driver laser pulses, because any imperfection of the circularity from the fundamental driver 

beam will be enhanced and transferred into the generated circularly polarized x-ray beam in the 

soft x-ray regime [128]. The underlying fundamental physical processes of using linearly polarized 

x-ray light to enable strong magnetic contrast is illustrated in Fig. 4.4. It can be intuitively 

understood in terms of these different scattering amplitudes 𝐸𝑅𝐶,𝐿𝐶 for the opposite helicity circular 

components that form the linearly polarized beam, or in other words, linearly polarized x-ray light 

can be seen as the superposition of two opposite helicities (right circularly and left circularly 

polarized x-ray light) that are differently scattered by magnetic domains depending on the 

magnetization orientation [181] (see Supplement in Annexe I). The quantitative clarification of the 

physical origin of XRMS by using circularly polarized x-ray light and its link to the conventional 
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XMCD measurements have already been developed using an eigenwave formalism [215]. The 

actual refractive indices and their energy dependence with linearly polarized x-ray light around a 

core level are calculated by following a classical description of Maxwell equations and a 

permittivity built from the quantum scattering amplitude [215]. The inference of the x-ray beam 

encoding with different refractive index information will form a scattering pattern in the far field, 

which can be characterized through the scattering vector, applied light field, and spectral 

dependences in reciprocal space. We note that the diffraction patterns come from the leading 

term for XRMS, (𝑒𝑓 × 𝑒0) · �⃗⃗⃗�, where 𝑒0 and 𝑒𝑓 represent the polarization unit vectors of incident 

and scattered light, respectively, and �⃗⃗⃗� is the sample magnetization [213,216] (see Supplement 

in Annexe I). 

Here, we carry out the first table-top tr-XRMS measurements, reaching the N4,5 edges of Tb, in a 

CoTb sample prototypical of TM-RE ferrimagnetic alloys. The sample is a 50 nm film grown on a 

Si3N4 membrane and exhibiting an out-of-plane magnetic anisotropy with a striped domain 

structure. We note that, even though the N4,5 edges of Tb are tabulated at 150.5 eV, defining the 

absorption threshold of the 4d to 4f transition, the highest diffraction efficiency occurs at the 

energy of ∼155.5 eV, which was confirmed by measurements on the same samples at the SOLEIL 

synchrotron and also by previous experiments with higher-energy resolution [208] [see Fig. 4.5(a), 

and Supplement in Annexe I]. As a result, a concave multilayer mirror with a central energy of 

∼155 eV and a 5-eV-wide BW was selected to focus the harmonic beam onto the ferrimagnetic 

prototype sample. 

The measured static XRMS pattern of the sample is shown in Fig. 4.5(c). Through XMCD 

sensitivity [213,216], the alternating oppositely magnetized domains [Fig. 4.5(b)] effectively serve 

as a diffraction grating for the incident linearly polarized soft x-ray beam set at a resonant 

wavelength of ∼8 nm, which can be decomposed as two circularly polarized fields with opposite 

helicities, giving rise to the clear plus-and-minus first-order diffraction peaks in the far field. We 

simulate the scattering intensity by using a resonant wavelength of Tb N4,5 edges (∼8 nm) with a 

0.8 nm BW with a normalized mutual coherence factor of one, which describes the internal 

correlations between the wavefront phases of the beam at different locations [Fig. 4.5(d)]. The 

obtained real-space stripe-like diffraction pattern from the simulation consists of two well-defined 

diffraction spots, which have good agreement with the experimentally measured XRMS pattern. 

The agreement is not only because of the small wavelength of the x ray but also because of the 

longitudinal coherence (monochromaticity) of the beam. For phase-resolved applications, such 

as large-scale view nano-imaging [178–180], and enhanced magnetic contrasts using 
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holographic methods [181], spatial coherence is also important. Note that since HHG is an 

“electron recollision” process in the microscopic picture [217], particular x-ray photon energies 

can be generated through different electron trajectories in the optical cycles of the driver laser 

field, which may lead to a reduction in spatial coherence. In our case, the optimally phase-

matched condition in the long gas cell with a high driver laser pulse peak power (0.3 TW) leads 

to a nearly quasi-plane-wave interaction and a long propagation distance in the nonlinear medium, 

which is favorable to select a single recollision trajectory and serves to provide high mode quality 

[nearly Gaussian-like, low divergence <2 mrad, Fig. 4.2(c)] and spatial coherence [218]. 

Furthermore, since the length scales of magnetic domains are much larger than the wavelength 

of the incoming x-ray beam and we do not observe notable differences in the simulated patterns 

of the resonant wavelength at the N edge and the one at the M edge, this indicates, for the present 

sample, that the resonant wavelength of ∼8 nm (N4,5 edge) provides spatially resolved high-quality 

information that is as good as the M5-edge resonance wavelength of ∼1.1 nm, which would 

require high-energy facility-scale sources. Our soft x-ray ∼8 nm HHG source with excellent spatial 

coherence can potentially provide diffraction-limited resolution [219], and we emphasize that this 

is particularly attractive for resolving recently discovered ultrasmall structures (∼10 nm) in TM-RE 

systems [185,186]. 

 

Figure 4.5 XRMS measurements and simulations 

XRMS measurements and simulations of the CoTb sample at the N edge of Tb. (a) Soft x-ray diffraction 
efficiency as a function of the photon energy of our sample measured at SOLEIL synchrotron. LP, linearly 
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polarized; CP, circularly polarized; T, transmission. (b) Magnetic domain structure of the same CoTb sample 
measured using a magnetic force microscope (MFM). (c) Experimentally measured XRMS pattern as a function 

of momentum transfers 𝒌𝒙 and 𝒌𝒚 , corresponding to the magnetic domains. (d) Simulated scattering intensity 

of XRMS pattern of the sample, assuming a magnetic domain network with opposite out-of-plane magnetization 
directions, and homogeneous charge distribution at N4,5 edges of Tb using linearly polarized x-ray light at a 
wavelength of 8 nm (155 eV). The mutual coherence factor was chosen as one. 

The ultrafast dynamics in the prototype ferrimagnets of CoTb are induced by pump laser pulses 

with a wavelength of 1550 nm and pulse duration of 80 fs obtained from an OPA driven by the 

same Yb driver laser and are probed by soft x-ray pulses arriving at the sample with a time delay. 

The overall time resolution of our system is ∼84 fs, defined by the convolution of the pump and 

soft x-ray probe pulse duration. Here, the pulse duration of the soft x-ray probe is assumed to be 

nearly the same as compressed laser pulses (25 fs), since soft x-ray radiation is generated within 

the half-cycle of the laser pulses. The domain magnetization amplitude M can be measured as 

the square root of diffraction intensity, while the spatial evolution of the magnetic domains is 

revealed by the change in momentum transfer (Δ𝑘) [31]. As shown in Fig. 4.6(a), with a pump 

fluence of 8 mJ/cm2, the intensity of the diffraction peaks is suppressed by ∼70%, which 

corresponds to demagnetization up to ∼50%. The demagnetization of the sample exhibits two 

time scales: an ultrafast demagnetization process quickly suppresses ∼10% of the sample 

magnetization in the sub-ps scale, followed by a slow demagnetization process in several tens of 

ps. The two-step process is consistent with the type II demagnetization dynamics previously 

observed for RE materials, including pure Tb [53], FeTb [220], Gd1−xTbx alloys [221], and CoTb 

alloys [213]. 

 

Figure 4.6 Time-resolved XRMS measurements 

Time-resolved XRMS measurements of the CoTb sample at the N4,5 edge. Variation of the averaged 
magnetization 𝑴(𝒕) as a function of the pump–probe delay time in a (a) 35 ps scan range and (b) 5 ps scan 
range. The magnetization amplitude is extracted from the time-dependent variation of the intensity of the XRMS 
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diffraction patterns and is normalized to the ground-state magnetization 𝑴𝟎. (c) Change in momentum transfer 

in the 𝒙 direction in percentage (𝚫𝒌𝒙/𝒌𝒙) as a function of delay time. 

To quantitatively determine the characteristic time constants of the processes involved in the 

measurements, we use a double-exponential fit function convoluted with the time resolution of 

the experiment 𝐺(𝑡) of 84 fs: 

𝑓(𝑡) = 𝐺(𝑡) ⊗ [𝐴 − 𝐵 (1 − exp (−
𝑡

𝜏1
)) − 𝐶 (1 − exp (−

𝑡

𝜏2
))] , (4. 1)

where 𝐴 is the value of the transient signal at negative delays, and 𝐵 and 𝐶 are exponential 

amplitudes. From this fitting, we can retrieve two important time constants 𝜏1 and 𝜏2 from our 

measured data at the N4,5 edge of Tb, which are defined, respectively, as the initial rapid drop of 

sample magnetization with a thermalization time involving hot electrons and the relaxation time 

from the spins to other degrees of freedom (lattice, external bath). The obtained fast 

demagnetization time constant 𝜏1 at the N4,5 edges of Tb is 𝜏𝑇𝑏−𝑁 = 500 ± 126 fs. 

Very interestingly, we find that the fast demagnetization time scale here [Fig. 4.6(b)] is in a good 

agreement with previous results probing the M5 edge of Tb [188] (using a large-scale x-ray 

facility), but slower than that obtained by probing at the O1 edge [213]. This difference could be 

attributed to the different initial states probed in these experiments, given that the d states of N 

and M edges are highly localized, while the 5s states corresponding to the O edge are more 

delocalized, which implies different magnetic dynamics possibly depending on probing 

energy [213]. On the longer time scale, we find that sample magnetization does not recover even 

at ∼100 ps after pump excitation, which has been typically observed in many ferro- and 

ferrimagnetic materials containing RE elements [53,213,220,221]. 

As shown in Fig. 4.6(c), the momentum transfer (𝑘) in the 𝑥 direction is reduced by ∼3% in ∼10 ps 

after pump laser excitation (see Supplement in Annexe I). We note that the decay of Δ𝑘/𝑘 is much 

slower than the sample demagnetization (𝑀(𝑡)/𝑀0) and can be approximated as a linear 

decrease as a function of time. If we assume that the shift of the scattering peaks is correlated to 

the expansion of the domain periodicity, the slope of the change yields a velocity for the domain 

walls of ∼750 m/s. In past works, the dynamics of magnetic domain structures in ferromagnetic 

multilayers, containing TM elements, have been studied with tr-XRMS with HHG and XFEL 

sources [31,50,213]. Different materials and compositions yield different dynamics: it was found 

that the magnetic domains in Co/Pd multilayers remain mostly unaffected by laser-induced 

demagnetization [31], while the variation of magnetic domains coincides with the demagnetization 

dynamics in Co/Pt multilayers [50]. In particular, Pfau et al. reported the softening of the domain 

wall owing to the ultrafast spin diffusion process, which results in an almost simultaneous shift of 
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the momentum transfer accompanied by the demagnetization dynamics [50]. Our results here, 

however, show a much slower domain dynamic, indicating that the ultrafast spin diffusion is 

unlikely to be the driving mechanism. 

On the other hand, Merhe et al. suggested that the decrease in uniaxial anisotropy in CoTb alloys 

after the laser-induced lattice heating may be responsible for the domain-wall expansion [213]. 

However, this does not occur in the first 4 ps, until the lattice is heated up, which is obviously 

different from what we observe here. The discrepancy between our observation and previous 

results indicates that the domain dynamics here must be driven by a different mechanism, which 

could be material, composition, and possibly probing energy dependent. More experiments and 

sophisticated theoretical modeling will have to be developed in the future to give a better 

understanding of the ultrafast spatial dynamics of magnetic domains in TM-RE ferrimagnetic 

systems. The tr-XRMS system based on our high-brightness and high-energy HHG soft x-ray 

source could provide a valuable platform to perform such studies. 

4.4 Discussion and conclusion 

We experimentally and theoretically investigate a HHG scheme for spintronic applications that 

provides a soft x-ray beam with low divergence (<2 mrad), outstanding spatial coherence, and 

record photon flux (> 2 × 109 photons/s/1% BW) up to >200 eV. This soft x-ray HHG source 

enables us to perform tr-XRMS measurements on a CoTb ferrimagnetic alloy, reaching the N4,5 

edges of Tb for the first time. According to the experimental results, we observe laser-induced 

ultrafast demagnetization on femtosecond time scales, as well as a shift of scattering peaks that 

indicates dynamics in the domain structure, indicating the rich driving mechanisms of RE-

associated multicomponent systems. We note that, before our work, similar experiments could be 

carried out only at XFELs and femtosecond-slicing facilities. Our results suggest that, by avoiding 

the cross-contamination of low energy absorption edges in multi-element systems, N edges can 

provide high-quality core-level magnetic information of TM-RE systems. 

The scheme of the demonstrated generation method in the wavelength of 5∼8 nm can provide 

new possibilities for realizing ultrafast spin manipulation and ultrafast imaging of magnetic 

nanostructures [219,222]. This is important for building functional skyrmion devices that can be 

written, read, manipulated and erased in a deterministic way in the future [223], and this will open 

new opportunities for electrically controlled topological electronics and spintronics. Furthermore, 

the unique capability of generating attosecond soft x-ray pulses with high brightness will pave the 

way for observing sub-femtosecond all-optical spin control in a much wider variety of magnetic 
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materials [99]. 

Today, the new high-power ultrafast Yb laser technology is emerging rapidly. Yb-based 

fiber- [204], slab- [205], and thin-disk [206] lasers at several hundred or even kilowatt average 

power are becoming commercially available. Novel nonlinear compression is drawing significant 

research efforts to boost further the sub-ps Yb laser performance (in terms of peak power, 

duration, wavelength), e.g., solitons in periodic layered Kerr media with high compactness 

accompanying self-cleaning of the beam [224], and energetic multidimensional solitary states 

(MDSS) in the HCF enabling unexpected compression factors and sufficient wavelength 

tunability [17]. Considering such newly achieved driver technology, the photon flux of HHG can 

be further scaled by another several orders of magnitude in the soft x-ray spectra range, 

accompanied by a compact and robust architecture. The high-performance table-top HHG source 

will continue to be at the forefront of many scientific breakthroughs, opening doors in exciting 

interdisciplinary research in various fields, including condensed matter physics, life sciences, and 

nanotechnology [178]. 
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Lien entre l’article précédent et le suivant : 

L’article 1 présente une source intense de photons s’étalant de ~100 à 200 eV. Cette source est 

fondée sur la génération d’harmoniques d’ordres élevés. L’utilisation d’impulsions ultracourtes 

(~25 fs) centrées à 1030 nm pour pomper la HHG et une analyse rigoureuse de l’accord de phase 

permettent d’obtenir un flux de photons de 2 × 109 photons/s par % de bande spectrale. Cette 

source est utilisée pour étudier la désaimantation ultrarapide dans le terbium par une méthode 

résonante, soit la diffusion résonante de rayons X. Cette méthode est idéale, car elle peut être 

utilisée avec du rayonnement polarisé linéairement tel que celui offert par la source HHG. Par 

contre, le XRMS est peu efficace et requiert donc une source intense de photons résonants. Dans 

le terbium, le seuil N d’absorption se situe à ~155 eV. Ainsi, les mesures de désaimantation 

ultrarapide au seuil N du terbium témoignent de l’intensité de la source HHG dans cette gamme 

spectrale. Les mesures XRMS résolues en temps donnent également accès au mouvement des 

domaines magnétiques pendant la désaimantation. Les résultats sont consistants avec un 

élargissement des domaines magnétique dans les premiers 10 ps après l’excitation. 

Bien que les terres rares telles que le terbium présentent des dynamiques magnétiques fort 

intéressantes qui doivent continuer à être étudiées, une autre catégorie de matériaux 

magnétiques mérite de l’attention. Les métaux de transition sont également sujets à la 

désaimantation ultrarapide, et les dynamiques qui y sont associées sont différentes. En effet, la 

structure électronique des métaux de transition offre un accès plus direct à la couche 3d, qui est 

responsable de l’aimantation. Les dynamiques magnétiques en sont simplifiées en plus d’être 

plus rapides. En outre, les seuils d’absorption de ces métaux correspondent à des énergies plus 

faibles que pour les terres rares. Les résonances des métaux de transitions sont donc plus 

facilement accessibles par une source HHG. L’article présenté dans ce chapitre rapporte des 

mesures de XRMS résolues en temps sur un échantillon multicouche de cobalt/platine. L’effet de 

la longueur d’onde de pompe sur les dynamiques magnétiques est étudié.  

  

 



 

 

5.1 Abstract 

Ultrafast demagnetization, a phenomenon of utmost interest in the context of optical control of 

magnetically recorded data, has been extensively studied in a variety of different materials. 

However, only a limited number of studies have investigated the impact of the pump laser 

wavelength on the process, and only within a narrow spectral range. Performing resonant 

scattering experiment at the cobalt 𝑀2,3 edges, using extreme ultraviolet radiation photons from 

a high harmonic source, we studied the ultrafast demagnetization dynamics of Co/Pt multilayers 

by tuning the pump wavelength to 0.4, 0.8, and 1.8 μm. We show that the degree of 

demagnetization at short time scale (100s of fs) is stronger at longer wavelengths. This is 

explained by the wavelength dependence of both the laser induced heating of the electrons 

(𝑇𝑒 ∝  𝜆2) and the spatial distribution of the electromagnetic energy deposited into the multilayer 

sample. 

5.2 Introduction 

In 1996, Beaurepaire et al. [7] discovered ultrafast demagnetization as a femtosecond laser driven 

process. More recently, coherent control of magnetization has been demonstrated using THz 

pulses [225,226], where the magnetic moment of the material follows the magnetic field of the 

optical excitation. However, for the vast majority of reported cases, the exact nature of the 

electromagnetic field driving the process (the pump pulse) has not been considered. Previous 

work considered the energy dependence of the ultrafast magnetization probe, e.g., to study the 

spin-polarized electrons energy compared to the Fermi level [227], or to separate the optical 

coherent effects from the true magnetization response of a material when the magneto-optic Kerr 

effect (MOKE) is used for probing [114]. In comparison, most studies gave no consideration to 

the effect of the pump wavelength, with a few exceptions [13,106,228], and simply used the most 

available femtosecond technology, the titanium-sapphire laser (𝜆 ∼ 0.8 μm).  

The creation of hot, conducting electrons is recognized as the first step of the demagnetization 

sequence [53,68,87,227,229,230]. It has been recently shown using ab initio calculations [231] 

that the early onset of demagnetization is dominated by electronic processes. Tengdin et al. [232] 

provide evidence that the demagnetization is driven by an optically excited transient increase of 

the electronic temperature. Furthermore, the importance of the temperature distribution of these 

hot electrons has recently been shown to play a major role in demagnetization [92,232,233]. It 

has been demonstrated that magnetization can be quenched via an indirect excitation by hot 
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electrons optically created in an infrared (IR)-opaque capping layer [92,95,234,235]. In the case 

of such indirect excitation, super-diffusion of nonthermal [92,235] or diffusion of thermal [95,234] 

hot electrons from this capping layer into the magnetic structure initiate the ultrafast 

demagnetization. In the case of direct excitation, we expect the wavelength of the pump pulse to 

have an effect on the energy transfer to the hot electrons responsible for the process. 

5.3 Experiment & Results 

We investigate the pump-wavelength dependence of the ultrafast demagnetization of a Co/Pt 

multilayer sample (SiN30/Pt2/[Co0.6Pt0.8]30/Al3) using pump with wavelengths of 0.4, 0.8, and 

1.8 μm. HHG-based x-ray resonant magnetic scattering (XRMS) at the cobalt 𝑀 edge (60 eV) 

was used to probe the magnetization dynamics. The pump-probe experiment is schematized in 

Fig. 5.1 and more details are provided in the Supplemental Material (Annexe II). We observe a 

significant wavelength dependence of the maximum degree of magnetization quenching at 

constant absorbed energy, with a stronger quenching for longer pump wavelength. 

 

Figure 5.1 Conceptualization of the pump-probe XRMS technique 

The pump (red) reach the sample at a time 𝒕 before the 60-eV photons (blue). The pump affects the sample 
magnetization. The 60-eV photons are diffracted by the striped magnetic domain. The intensity of the diffracted 
peak is proportional to the transmission of the sample and the second power of its magnetization at time 𝒕 [31]. 

Results for the initial 2.5 ps delays at a variety of pump fluences for the three wavelengths are 

shown as symbols in Figs. 5.2(a), 2(b), and 2(c). In order to recover the wavelength scaling, the 

indicated fluences are corrected by the loss from sample reflections, and therefore correspond to 

the absorbed fluence. All the curves shown in Fig. 5.2 exhibit the characteristic behavior of a 

sharp decay within hundreds of fs, followed by a slower partial magnetization recovery. The time 

at which the maximum quenching of the magnetization occurs (minimum of the curve) appears to 

be wavelength and intensity independent at ∼230 fs. While the curves for pump at 0.4 and 0.8 μm 
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show an almost linear recovery (a) and (b), the curves for 1.8 μm (c) exhibit a more pronounced 

curvature and a faster recovery. 

 

Figure 5.2 Demagnetization curves for three pump wavelengths 

Demagnetization curves for the three pump wavelengths (a) 0.4 μm, (b) 0.8 μm, (c) 1.8 μm. (d) Comparison of 
dynamics at different wavelengths for the same maximum quenching, 𝑩. (e) Comparison of curves showing 

the same long-term magnetization level 𝑪. (f) Same curves as (e) for the complete measured pumpprobe delay. 
The fitting parameters are illustrated in (e) and (f). 

We have fitted these results with an empirical model (dashed lines) based on convolution of a 

normalized Gaussian pulse with a bi-exponential decay [31,32,112]. The model describing the 

evolution of the normalized magnetization 𝑀(𝑡)/𝑀0 yields the characteristic time scales of the 

magnetization quenching (demagnetization time, 𝜏1) and the slower partial recovery (recovery 

time, 𝜏2). The parameters 𝜏1 and 𝜏2 are illustrated in Fig. 5.2(e): 

𝑀(𝑡)

𝑀0
= 𝐺(𝑡)⨂ [1 − 𝐻(𝑡) [𝐵 (1 − exp (−

𝑡

𝜏1
)) exp (−

𝑡

𝜏2
) + 𝐶 (1 − exp (−

𝑡

𝜏2
))]] , (5. 1)

where 𝐻(𝑡) is the Heavyside function. The parameter 𝐵 primarily determines the maximum 

quenching of the magnetization, 1 −  (𝑀/𝑀0)min. Parameter 𝐶 represents the asymptotic 



128 

demagnetization at long delays, i.e., the higher 𝐶, the lower the recovered magnetization [see 

Fig. 5.2(f) where 𝐵 and 𝐶 are represented]. 

For comparison reasons, we grouped the measurement data either by the maximum 

demagnetization (constant 𝐵) or by the constant asymptotic magnetization level (constant 𝐶). 

Demagnetization dynamics measurements in Fig. 5.2(d) show the curves for the three pump 

wavelengths of identical maximum quenching. It indicates a faster recovery for the longer 

wavelength for the same level of magnetization quenching. Conversely, Fig. 5.2(e) is grouped for 

comparison of curves that reach the same value of demagnetization at long delays (constant 

parameter 𝐶). One notes that the 1.8-μm-pumped curve exhibits the highest level of 

magnetization quenching (parameter 𝐵), followed by the 0.8 μm and then the 0.4 μm. Figure 5.2(f) 

shows the same curves as Fig. 5.2(e), but over the full range of the measured pump-probe delays 

up to 13 ps. 

5.4 Discussion 

5.4.1 Alternative energy gauges 

Our results indicate that either the initial demagnetization, its recovery, or both are being 

influenced by the pump wavelength. In order to avoid inaccuracies from a separate measurement 

of the absolute pump fluences, we introduce two gauges for the energy absorbed by the system. 

These gauges are independent of experimental conditions and consist in (i) the recovery time, 𝜏2, 

and (ii) the remaining demagnetization at long delays, 𝐶. The maximum magnetization quenching, 

𝐵, is then evaluated as a function of these gauges in Fig. 5.3. In Fig. 5.3(a), the dependence of 𝐵 

over the recovery time, 𝜏2, is approximated with a linear function. In Fig. 5.3(b), the maximum 

demagnetization, 𝐵, is depicted as a function of the remaining demagnetization at long delays, 𝐶. 

It is empirically fitted by a square root function. The insets of both panels show the empirical fitting 

parameters as a function of wavelength. In both cases, the maximum quenching of magnetization 

at early time (𝐵) increases with increasing pump wavelength. 

Such different scaling behavior of 𝐵 vs 𝐶 and 𝐵 vs 𝜏2 is expected. Although parameter 𝐶 is clearly 

linked to the absorbed energy, their relation at very low and very large pump fluence is uncertain. 

At very low pump fluence, the recovery is fast enough for the asymptotic-like value of the 

magnetization between ≈2.5 and 13 ps to be zero, while parameter 𝐵 is nonzero. Additionally, as 

the quenching of magnetization saturates for large pump fluences, the parameter 𝐵 levels off 

while parameter 𝐶 keeps increasing, leading to a radical-like function. 
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Figure 5.3 Wavelength dependence of 𝑩 with two energy gauges 

Wavelength dependence (0.4 μm in blue, 0.8 μm orange, 1.8 μm in red) of the maximum magnetization 
quenching 𝑩 and the alternative energy gauges 𝑪, and 𝝉𝟐 [c.f. Eq. (4.1)]. The dashed lines represent an empirical 
extrapolation of the data points. Each data point represents a full demagnetization curve. Panel (a) shows the 

maximum quenching 𝑩 in relation to the relaxation time, 𝝉𝟐. Panel (b) depicts the maximum quenching of the 
magnetization 𝑩 in relation to the asymptotic demagnetization 𝑪. The insets of panel (a) and (b) represent the 
fitting parameters for both empirical fitting equations. 

The recovery time, 𝜏2, however, represents a physical quantity more directly related to the 

absorbed energy, as an excited system will unequivocally recover over a certain time. The linear 

dependence of 𝜏2 with the pump fluence has been extensively observed [31,50,232,236]. An 

explanation is that the specific heat of the electron bath increases with increasing temperature, 

reducing heat transfer rate to the phonons for high fluences [237,238]. In our study, 𝜏2 is also 

found to increase linearly with the measured fluence for all wavelengths5. Additionally, since the 

recovery of the magnetization begins long after the pump, it should be unaffected by any 

wavelength-dependent material effect. Hence, in the context of investigating a wavelength scaling 

of the ultrafast demagnetization, we argue that 𝜏2 is a more intrinsic gauge of the effective fluence 

reaching the material. 

For the reasons stated above, both gauges cannot have the same relationship to the absorbed 

energy in the system, although they undoubtedly share a dependence to it. Plotting 𝐶 against 𝜏2 

for the three wavelengths5 shows that both gauges are independent of the pump wavelength. This 

can be explained by the fact that, far from a phonon resonance, the rate of the energy dissipation 

is a property of the material that is expected to be completely independent of the photon 

                                                
5See Supplementary Information (SI, Annexe II) at: 
http://link.aps.org/supplemental/10.1103/PhysRevB.101.054430 for a continued discussion on the 
alternative energy gauges and a detailed description of the experimental conditions and pump and probe 
pulses characterization.  
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wavelength. The time it takes for the energy to dissipate (𝜏2), or equivalently, the asymptotic-like 

magnetization at long delays (parameter 𝐶), should only depend on the energy absorbed by the 

system. These assumptions are consistent with the demagnetization measurements of a directly 

and indirectly excited similar Co/Pt multilayer [95], where no discernable differences in the 

dynamics of magnetization recovery have been observed, despite the very different nature of the 

initial excitation. 

5.4.2 Drude model with dispersion 

Explaining these results with a complete model would be extremely challenging as it would require 

starting from first principles, i.e., dealing with the multibody electron, phonon, and spin wave 

function coupled with the laser pulse’s electromagnetic wave propagation across multiple material 

interfaces and throughout the entire sample. So far, experiments were explained successfully with 

Beaurepaire’s [7] phenomenological three-temperature model (3T) that tracks the evolution of the 

average energy of the electron, spin, and phonon (ESP) populations in terms of the ESP 

temperatures 𝑇𝑒, 𝑇𝑠, and 𝑇𝑝. Within the 3T perspective, the individual ESP populations are 

assumed to be in an internal thermal equilibrium at all times and the laser-induced 

demagnetization proceeds as follows. First, on the time scale of the pulse, electrons are heated 

by the laser with negligible energy exchange with the spin and phonon populations. In a second 

step, excess electronic energy is transferred to the spins, reaching a maximum of 

demagnetization on the subpicosecond time scale. Finally, as the three populations evolve toward 

a thermal equilibrium, magnetization is partially recovered. Demagnetization on the 

multipicosecond time scale [𝐶, see Fig. 5.2(f)] is proportional to the energy deposited into the 

sample. For moderate heating, it is possible to show that the maximum electron temperature 

reached after the pump pulse is proportional to the fluence 𝐹 (Ref. to SI, Annexe II): 

Δ𝑇𝑒,max = √𝑇𝑒,0
2 +

2

𝛾
𝑊 − 𝑇𝑒,0 ≅

𝑊

𝐶𝑒(𝑇𝑒,0)
, (5. 2)

where 𝑇𝑒,0 is the initial electron temperature, and 𝛾 is the electronic specific heat constant such 

that 𝐶𝑒(𝑇𝑒) = 𝛾𝑇𝑒, and 𝑊 = 2𝜋𝜖2𝐹/𝜆 is the energy density transferred to the medium with a 

relative permittivity 𝜖𝑟  = 𝜖1  +  𝑖𝜖2. We stress that with this definition of 𝑊, both 𝐹 and 𝜆 are 

defined in vacuum. In most studies so far, the term 2𝜋𝜖2/𝜆 was assumed to be constant, leaving 

the long-term demagnetization to depend only upon the laser fluence 𝐹. However, it appears 

clearly here that the laser-induced demagnetization dynamics should also be influenced by the 

pump wavelength 𝜆, for the simple reason that materials are optically dispersive, i.e., that the 
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value of their relative permittivity changes with the wavelength. 

We computed an effective sample permittivity by weighting the contribution from the individual 

materials with respect to their relative volume and observed that energy absorption globally scales 

with 𝜆2 (Ref. to SI, Annexe II). We can link this trend to a more effective heating of the conduction 

electrons at longer wavelengths via intraband transitions. For instance, for the wavelength range 

considered in the experiments, the weighted, effective optical response is fairly represented by a 

Drude permittivity and it is possible to show that the cycle-averaged optical power absorbed by 

the conduction electrons can be approximated by the following equation: 

〈
𝑑𝑊

𝑑𝑡
〉 =

1

2
(

𝜎

1+𝜔2𝜏2) 𝐸0
2 ≅

2𝑁

𝜏
𝑈𝑝 ∝ 𝜆2, (5. 3)

where 𝜎 is the static conductivity, 𝜔 = 2𝜋 𝑐/𝜆 is the angular frequency, 𝜏 is the electron collision 

mean free time, 𝐸0 is the amplitude of the electric field, 𝑁 is the density of conduction electrons, 

and 𝑈𝑝 = 𝑒2𝐸0
2/4𝑚𝜔2 is the ponderomotive energy of a free electron oscillating in the field, with 

𝑒 being the elementary electric charge and 𝑚 the electron mass. The 𝜆2-scaling trend indicates 

that, for a given pulse energy, electron heating and subsequent demagnetization should be more 

efficient using longer wavelengths. This is supported by our observations of a higher level of 

demagnetization at early times for 1.8 μm. Note that in the limit where 𝜔 = 0, the equation above 

is equivalent to the static source term 𝑃(𝑡) of Beaurepaire’s [7]. 

5.4.3 Optical absorption in the multilayers 

Further insight was gained by looking at optical data for Al [239], Pt [240], and Co [241], from 

which we computed the decay constant 𝛼 = 2𝜋𝜅/𝜆 as a function of the wavelength 𝜆 (𝑛 and 𝜅 are 

the refractive index and extinction index, such that 𝜖𝑟 =  (𝑛 + 𝑖𝜅 )2). We consider an oxidation 

layer (Al2O3) of 1.5 nm [242–244], reducing the effective thickness of the aluminum capping layer 

to 1.5 nm. 

It is noted that the optical data from the above references was obtained from films with different 

thickness compared to our sample. It is known that for nanoscale objects like thin films, optical 

properties are strongly influenced by the size of the object, e.g., by the thickness [245]. The 

current analysis provides an intuitive picture to explain our results, but should be interpreted with 

care. Nevertheless, from the results summarized in Fig. 5.4, it stands out that optical absorption 

in the three investigated conductive materials varies significantly over the 0.4–1.8 μm and favors 

direct energy deposition in Co/Pt when increasing the wavelength from 0.4 to 1.8 μm.  
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Figure 5.4 Optical absorption data 

Optical absorption data for Al [239], Pt [240], and Co [241] reveal a strong dependence with regards to the laser 
wavelength. Estimations based on the Beer-Lambert law (see text) and the thin-film electromagnetic theory 
(TF, black line) show that with increasing wavelength more energy gets deposited in the Co/Pt part of the 
sample. 

In order to get a qualitative insight, we first used the Beer-Lambert law. At first glance, it suggests 

that more than 80% of the pulse energy transmitted into the sample is effectively deposited into 

the Co/Pt layers6 and that the dependence of this transmitted energy with the wavelength is not 

strong (within 2%). However, including multiple optical reflections at the Al-Pt and Al-air interfaces 

reduces the fraction reaching the Co/Pt layers down to 70% while increasing the wavelength 

dependence to ∼7%. To fully assess optical reflections and multiple beam interference in the 

entire sample, we used the thin-film electromagnetic theory [246]. The complete theory clearly 

shows that out of a given pulse energy reaching the Co/Pt layer, about 15% more gets absorbed 

at 1.8 μm compared to 0.4 μm (thin-film results are labeled TF in Fig. 5.4). 

From this analysis, it stands out that for a given pulse energy deposited into the sample, a higher 

fraction is effectively absorbed within the Co/Pt at 1.8 μm, followed by 0.8, and 0.4 μm. At short 

time scales, an increasing transient electron temperature is reached in the magnetic region of the 

sample for longer pump wavelength thus leading to a stronger quenching of the magnetization at 

short time scales [𝐵, see Fig. 5.2(e)]. As the system reaches equilibrium, the temperature 

becomes uniform across the sample and the same level of demagnetization is reached on the 

multipicosecond timescale [𝐶, see Fig. 5.2(f)]. To summarize, we identified two contributions to 

the wavelength dependence of the demagnetization of Co/Pt layers: first, heating at short time 

scales is more efficient at longer wavelength (𝑇𝑒 ∝ 𝜆2) and second, subwavelength optical effects 

unfolding through the entire sample favor energy deposition into the magnetic domains with 

                                                
6 See Supplementary Information, Annexe II. 
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increasing pump wavelength, in the studied range. More studies are needed to disentangle both 

contributions. 

Obviously, more investigation is needed to provide full insight into the light-induced, wavelength-

dependent demagnetization dynamics revealed by the current experiments. Proper models 

should include a microscopic description of the ESP populations’ dynamics and energy 

distribution but, as emphasized above, they should also deal properly with electromagnetic effects 

on the full sample scale. Microscopic effects are likely to introduce a temperature dependence for 

the collision frequency which, in turn, defines the conductivity and optical absorption of the 

materials. This would affect the wavelength dependence of the overall laser-induced 

demagnetization process. However, this does not affect the general conclusion of our simplified 

analysis, i.e., that pump wavelength scaling of laser-induced ultrafast demagnetization can only 

be fully assessed if regular optical principles are taken into account. Providing such a full 

microscopic-to-macroscopic perspective is a challenge that will be difficult to overcome in the 

near future. 

Finally, previous reports have also identified a wavelength dependence on the demagnetization 

of different materials. Of those reports, Bierbrauer et al. [13] is the most relevant comparison to 

this work. They have reported time-resolved MOKE measurements on bulk nickel, for pump 

photon energies of 1.55 eV (0.8 μm) and 3.10 eV (0.4 μm). Our observations strongly overlap 

with theirs, however, with different interpretation. They have normalized the data to the maximum 

demagnetization and have attributed the observed wavelength dependence to different system 

recovery times. Renormalizing the data to the absorbed energy instead reveals that it is the 

maximum quenching of the magnetization that is wavelength dependent [see Fig. 5.2(e)]. 

5.5 Conclusion 

In conclusion, we have studied the effect of the pump wavelength on the ultrafast demagnetization 

of a Co/Pt multilayer sample. We attribute the intrinsic behavior of the magnetization at long pump-

probe delays to the absorbed energy in the system, allowing a comparison completely free of 

uncertainties arising from the determination of the wavelength-dependent absorption and 

reflectivity, and of the distribution of such absorbed energy within the sample. We find that a 

longer wavelength quenches the magnetization on the ultrashort time scale more efficiently. 

Numerical analysis suggests that this observation is related to (i) a more efficient electronic 

heating in metals at longer laser wavelengths, and (ii) a wavelength dependence on how the 

energy is deposited spatially in the complex sample favoring more efficient coupling to the Co/Pt 
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layers at 1.8 μm. This work suggests routes of optimizing the capping layer and the pump 

wavelength for more efficient absorption of the energy in order to drive low consumption magnetic 

devices. 
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Lien entre l’article précédent et le suivant : 

Les résultats expérimentaux présentés dans l’article 2 ont permis de constater que la longueur 

d’onde d’excitation influence les dynamiques magnétiques ultrarapides dans le cobalt. Un modèle 

théorique fondé sur le modèle de Drude a également été développé afin de prédire comment les 

dynamiques devraient se comporter sur une gamme de longueur d’onde plus étendue. À partir 

de ce modèle et en accord avec les résultats expérimentaux, l’hypothèse selon laquelle la 

désaimantation transitoire serait plus efficace pour les longueurs d’onde plus grandes a été 

amenée. Finalement, une étude théorique de l’absorption de la lumière dans les différentes 

couches de l’échantillon a permis de constater qu’il serait préférable d’étudier la désaimantation 

ultrarapide excitée par des impulsions dans l’infrarouge proche et moyen pour mieux isoler l’effet 

de la longueur d’onde. 

Pour continuer ce projet, il est donc nécessaire de générer des impulsions dans l’infrarouge 

moyen, ce qui peut être fait en utilisant les méthodes d’optique non-linéaire présentées à la 

section 3.1. Cependant, cette modification ajoute un degré de complexité au montage 

expérimental. Afin de s’assurer de pouvoir prendre des mesures de façon fiable et régulière, il est 

donc nécessaire d’optimiser la méthodologie expérimentale. Une avenue consiste à développer 

une nouvelle technique qui permettrait de générer un flux de photons résonants plus important et 

ainsi d’améliorer la source HHG. L’article présenté dans ce chapitre propose d’ajuster les 

caractéristiques des impulsions laser afin qu’elles soient optimales pour pomper la HHG et 

générer les photons résonants. Pour ce faire, les impulsions laser sont couplées à de multiples 
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modes d’une fibre à cœur creux remplie de gaz moléculaire dans laquelle différents effets non-

linéaires se produisent.      





 

 

6.1 Abstract 

The use of ultrashort laser pulses with long wavelengths as drivers is a relevant strategy for 

scaling high harmonic generation (HHG) to higher photon energies. Here, stimulated Raman 

scattering enhanced by the formation of multidimensional solitary states in a molecular gas-filled 

hollow-core fiber as the mechanism to produce a versatile HHG driver is reported on. This recently 

discovered method allows to red shift and to compress conventional subpicosecond laser pulses 

with a simple experimental apparatus, ultimately increasing the generated photon energy, while 

assuring a high photon flux. The adaptability, simplicity, and stability of this method make it 

attractive for tailoring HHG sources to individual applications at specific photon energies. 

Measurements of resonant magnetic scattering in a cobalt/platinum multilayer sample are 

presented as a demonstration of the relevance of this approach for photon-hungry applications in 

the extreme ultraviolet. 

6.2 Introduction 

Over the past decade, the development of large-scale X-ray facilities delivering ultrashort pulses 

able to probe ultrafast phenomena in matter with high spatial and temporal resolutions has been 

continuously motivated by their rich potential for fundamental and applied science in multiple 

fields, including physics, chemistry, and biology [247]. In parallel, intense research activities have 

been pursued to develop compact X-ray sources based on nonlinear and relativistic laser-matter 

interactions such as hard X-ray radiation from laser wakefield electron acceleration [248,249], 

incoherent hard X-ray plasma sources [250], and high harmonic generation (HHG) from laser-

ablated plumes [251], plasma mirrors [252,253], and gases [254]. The HHG approach in gases is 

ideal to generate X-ray radiation spanning from the extreme ultraviolet (XUV) to the soft X-rays 

with pulse durations down to 43 attoseconds [255]. 

Along with the development of HHG, attosecond science has emerged as a vibrant research field 

to observe and control electronic dynamics in atoms [256], molecules [257], and solids [258]. In 

addition to its unique temporal resolution, HHG enables the generation of supercontinua, covering 

specific absorption edges of different materials, which can be used to track dynamics with element 

specificity [259–261]. Furthermore, HHG radiation with its high spatial coherence has become a 

practical tool for high spatial resolution imaging of, for example, nanostructures in multi-element 

systems [178,219]. 

To facilitate such novel space- and element-dependent dynamic studies, the development of 
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advanced HHG methods with scalable flux at higher photon energy is still a subject of intense 

research. In this perspective, mainly four knobs, or degrees of freedom, are accessible to 

influence the maximum photon energy generated from the HHG process. They are evidenced by 

the cut-off equation, ℎ𝜈cut-off = 𝐼𝑝 + 3.17𝑈𝑝, where ℎ𝜈cut-off is the highest generated photon 

energy, 𝐼𝑝 is the ionization potential of the generation medium, and 𝑈𝑝 is the ponderomotive 

energy, which scales with the laser intensity and the square of the driving wavelength [147]. The 

first knob is the choice of the generation medium. Gases with a larger 𝐼𝑝 can provide a higher cut-

off, but suffer from a much lower single-atom conversion efficiency [262]. The second knob is the 

intensity of the driver. The cut-off may increase using more intense driving pulses; however, to 

drive HHG efficiently, the ionized fraction of the generation medium has to remain below a critical 

level. Therefore, beyond a certain medium-dependent saturation intensity, the cut-off cannot 

extend any further. The third knob is the duration of the driving pulses. With shorter pulses, the 

saturation intensity is reached at a higher field amplitude, consequently scaling the HHG cut-off 

favorably [263,264]. This effect is a strong motivation for the development of high-power few-cycle 

drivers, for instance, by the incorporation of advanced nonlinear compression techniques with 

state-of-the-art ytterbium lasers delivering relatively long pulses (subpicosecond) [265,266]. 

Finally, since the cut-off energy scales with the square of the driving wavelength, the fourth knob 

is the central wavelength of the driver. However, in the single-atom response, the generated 

photon flux decreases rapidly with increasing wavelength (𝜆-(5-6)) [149]. Therefore, to avoid loss 

in conversion efficiency, the optimal driving wavelength should remain as short as possible, while 

ensuring that the harmonic spectrum covers the target photon energy. So far, the most useful 

approach for extending the central wavelength of ultrashort laser pulses has been optical 

parametric amplification (OPA), which often requires complex stages and has a limited conversion 

efficiency. Furthermore, this nonlinear process is unsuitable for directly tuning the pump 

wavelength by small amounts due to the absorption of the long wavelength idler by the 

amplification crystal. For example, an OPA built with beta barium (BBO) crystals and pumped by 

a titanium-sapphire laser (Ti-Sa, 800 nm) can produce tunable pulses from 1100 to 2500 nm 

(signal + idler range), leaving a “gap” of 300 nm between the pump and the signal range [267]. 

Recently, nonlinear pulse compression via the stimulated Raman scattering (SRS) process in 

molecular gases has drawn attention as an alternative solution to generate pulses at slightly 

longer wavelengths than the driver. Various approaches based on SRS have been reported in 

gas cells [268,269], hollow-core photonic crystal fibers [270,271], and large-diameter hollow-core 

fibers (HCF) [17,265,266,272,273]. Particularly, in the study by Safaei et al. [17], we describe a 
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new regime of nonlinear propagation in HCFs that derives from the spatiotemporal nonlinear 

Raman enhancement observed with subpicosecond driver pulses. This mechanism allows for 

scaling the peak power by producing broadband, self-frequency shifted solitons driven by 

subpicosecond pulses. As these high-energy multidimensional solitary states (MDSS) exhibit a 

clean negative quadratic spectral phase, they are easily compressed to few-cycle durations by 

linear propagation in a simple piece of glass with positive dispersion. Therefore, by reshaping the 

spatiotemporal properties of the driver beam via the generation of highly stable multimode states, 

we propose a new route toward the generation of bright HHG. 

In this work, MDSS pulses are exploited to extend the cut-off of HHG spectra, while maintaining 

a strong XUV photon flux. This is achieved without the use of OPAs and by keeping argon, an 

atom with a good HHG conversion efficiency due to its large recombination cross section, as the 

generation medium. To demonstrate experimentally the pertinence of our approach for space and 

element-dependent applications, the generated XUV beam is used to carry out X-ray resonant 

magnetic scattering (XRMS) measurements on a Co/Pt ferromagnet sample, a relevant prototype 

system for future spintronic devices [274]. The XRMS technique requires a high flux of photons 

near the M edge of cobalt at 60 eV, which is not readily accessible when driving high harmonics 

in argon with pulses delivered from a standard Ti-Sa laser system as the photon energy cut-off is 

typically below 50 eV [163]. Here, we demonstrate that by driving the HHG process with 

submillijoule red-shifted MDSS pulses, scattering images of the magnetic nanostructures in a 

Co/Pt ferromagnet sample can be resolved in a short exposure time (≈500 laser shots), due to 

the high conversion efficiency of HHG in argon. A comparison with harmonics generated in neon, 

a gas with a higher 𝐼𝑝, from more energetic Ti-Sa driver pulses shows that the MDSS method is 

at least as effective to generate a high photon flux. We argue that the MDSS method offers global 

and technical advantages that make it attractive for such photon-demanding element specific 

applications. 

6.3 Multidimensional Solitary States 

The experiments were conducted at the Advanced Laser Light Source (ALLS) facility. To obtain 

a high flux of 60 eV photons from the Ti-Sa laser system, the MDSS process enabled to shift the 

central wavelength to around 960 nm. This wavelength was chosen to ensure that the cut-off 

would be ≈15 eV above the desired photon energy, thereby increasing the stability of the light 

source around 60 eV and loosening the optimization constraints. Indeed, as the HHG stability 

near the cut-off energy is highly sensitive to the characteristics of the driver pulses, it is preferable 
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to work with photon energies that are in the plateau region of the HHG spectra.  

 

Figure 6.1 Experimental setup 

(a) Experimental setup. The pulses at the HCF output are collimated with a concave silver mirror with a focal 
length of 3.5 m, compressed by linear propagation in CaF2 plates and characterized with a spectrometer and 
SHG-FROG. Alternatively, the beam is focused in an 8 mm-long cell filled with argon for HHG. After generation, 
the HHG spectra can either be characterized by a XUV spectrometer or refocused to the magnetic sample, 
where XRMS measurements are carried out. In the latter case, a concave multilayer mirror is used to select a 
narrow bandwidth around the desired photon energy (60 ± 2.5 eV) and the fundamental beam is blocked by 
two 200 nm-thick aluminum filters. The XUV beam is then transmitted through a Co/Pt multilayer sample with 
out-of-plane magnetic anisotropy. The directly transmitted beam is blocked by a beamstop, whereas the 
scattered photons are captured by a CCD camera. (b) Beam profile of the MDSS and SPM beams after 

collimation. The MDSS beam diameter is 9.0 mm at 𝟏/𝒆𝟐, whereas the SPM beam diameter is 11.3 mm, a size 
difference that is attributed to the presence of HOMs in the MDSS beam. 

A layout of the experimental setup is shown in Figure 6.1(a). The output pulses of the Ti-Sa laser 

system (40 fs, 8 mJ pulses with a repetition rate of 100 Hz) are first stretched to 400 fs by 

displacing the compressor gratings to introduce a positive chirp. Then, the beam is focused with 

a 3 m focal length lens and coupled to a 3 m-long stretched HCF with a core diameter of 500 μm 

(few-cycle Inc.). The reduced intensity from the long pulse duration allows to couple higher pulse 

energies into the HCF. Still, the fiber is filled with a differential pressure of N2 to avoid any 

ionization or self-focusing at the fiber input, which is pumped in a primary vacuum. As described 

in the study by Safaei et al. [17], near the fiber input, the beam is coupled into high-order modes 

(HOMs) by self-focusing, resulting in intermodal four-wave mixing (IFWM) and the generation of 

new frequencies. Once the bandwidth of the newly generated frequencies covers the Raman 

gain, intermodal SRS starts to occur. The nonlinearity from these intermodal processes balances 
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diffraction and dispersion, resulting in highly spatiotemporally localized solitary (MDSS) pulses. 

At the HCF output, the MDSS pulses comprised in the red-shifted part of the spectra exhibit a 

stable self-trapped beam. As shown in Figure 6.1(b), this beam is smaller than a beam generated 

from the self-phase modulation (SPM) process in the same HCF filled with an atomic gas. We 

assume that this is due to the presence of HOMs in the MDSS pulses. In these experimental 

conditions, the typical fiber transmission drops from 50% to 35% when the gas is present due to 

the energy transfer to the molecular system in the frequency down-conversion process of SRS 

and the attenuation of HOMs during propagation. At the fiber output, submillijoule MDSS pulses 

are formed in the long-wavelength part of the spectra. It should be noted that the overall efficiency 

of the MDSS process is tied to a combination of several parameters such as the characteristics 

of the input pulses and the specifications of the HCF. While these parameters were chosen to 

maximize the output energy with minimal consideration for the MDSS conversion efficiency in this 

work, superior outcomes have already been demonstrated [17]. 

 

Figure 6.2 MDSS pulses 

(a) Normalized Ti-Sa output spectrum (gray area), spectrum broadened by the MDSS process in nitrogen (blue), 
and spectrum broadened by the SPM process in neon (red). The blue shaded area denotes the part of the 
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spectrum selected for compression by the long-pass filter. b) Measured and c) reconstructed spectrograms 
for MDSS pulses. d) In black, spectral intensity profile (solid lines, left axis) and phase (dashed line, right axis) 
for the reconstructed MDSS pulses including the added spectral phase caused by their propagation through 
CaF2 plates. In blue, measured spectral intensity profile. The disparity between the measured and 
reconstructed spectra for short wavelengths is due to the presence of uncompressed HOMs in this spectral 
region and to the limited dynamic range of the SHG-FROG. e) Retrieved temporal intensity profile (solid lines, 
left axis) and phase (dashed lines, right axis) of the shortest MDSS pulses (blue) and SPM pulses (red). The 
retrieved duration of the pulses at full width half maximum is 11.7 and 14.8 fs, respectively. 

As shown in Figure 6.2(a), the N2 pressure in the HCF is adjusted to 1450 mbar such that the 

output spectra extend up to 1050 nm. The red-shifted part of the spectra is selected by a long-

pass filter (>830 nm), setting the central wavelength at 958 nm (center of mass). In the same 

figure, the spectra of SPM pulses with a bandwidth capable of supporting few-cycle pulse 

durations are shown. Note the contrast between the symmetric SPM spectra and the strong 

asymmetry of the red-shifted MDSS spectra. Here, the SPM pulses serve to make a comparison 

between HHG driven by red-shifted MDSS pulses and by ultrashort pulses centered at 800 nm. 

The SPM pulses are obtained by replacing nitrogen with neon and propagating 2 mJ, 40 fs pulses 

into the HCF. At the HCF output, the beam is either directed toward spectral and temporal 

characterization devices (respectively Avantes AvaSpec-ULS2048XL and home-built second-

harmonic generation frequency resolved optical gating – SHG-FROG) or to the vacuum chamber 

where HHG is conducted in a pressure controlled argon-filled gas cell. Following its generation, 

the XUV radiation is characterized by a XUV spectrometer based on a 1200 gr mm-1 diffraction 

grating and a microchannel plate detector. Alternatively, the grating can be moved out of the beam 

path, in which case the remaining fundamental photons are blocked by an aluminum filter. The 

XUV beam is transmitted and 60 eV photons comprised in a 5 eV bandwidth are selected by a 

multilayer mirror (Ultrafast Innovations GmbH). Then, the XUV beam is sent directly to a water-

cooled charge-coupled device (CCD) camera (PIXIS-XO, Princeton Instruments) for 

characterization of the HHG flux, which is estimated by converting the total counts measured by 

the camera in a given exposure time to a number of photons by taking into account the quantum 

efficiency and conversion gain of the CCD camera, the reflectivity of the multilayer mirror, and the 

transmissivity of the aluminum filters. To carry out XRMS measurements, the beam is focused by 

the same multilayer mirror onto a magnetic sample placed in front of the camera. 

One attractive feature of MDSS is that, in the normal dispersion regime, the pulses can be 

compressed directly with a simple piece of glass with positive dispersion due to the natural 

formation of negative chirp through intermodal interactions. Here, to compress the MDSS pulses, 

CaF2 plates were chosen due to the low third-order dispersion coefficient of this material. 

Propagation through air and through the input window of the HHG chamber also contributes to 

compensating the negative quadratic phase of the pulses. To characterize the pulse duration, 
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SHG-FROG measurements of the uncompressed field were taken and propagation through CaF2 

plates was numerically simulated by the addition of the spectral phase induced by the dispersive 

material. The measured and reconstructed SHG-FROG traces corresponding to the shortest 

attainable pulse duration of ~12 fs are shown in Figure 6.2(b),(c), along with the retrieved spectral 

and temporal profiles and phases in Figure 6.2(d),(e). The retrieved temporal shape of the SPM 

pulses compressed to a similar duration by a chirped mirror (HD1401, UltraFast Innovations 

GmbH) is also shown in Figure 6.2(e). As SPM pulses are known for their clean spatial profile 

and monotonic spectral phase, they serve here as a reference of high temporal quality [275]. 

Regardless of the long, low-intensity pedestal displayed by the MDSS pulses, as much as 65% 

of the total energy is contained in the main pulses, which makes them suitable as efficient drivers 

for the HHG process, as shown in the following sections. 

6.4 High Harmonic Generation 

Because HHG is a highly nonlinear process, the cut-off and the XUV flux are very sensitive to the 

temporal shape of the driving pulses and consequently are an excellent gauge of their 

spatiotemporal quality. Here, the measurement of HHG spectra is used to compare the 

performance of the compression mechanism of MDSS pulses to that of standard SPM pulses. 

Experimentally, both pulses are focused by a CaF2 lens with a focal length of 75 cm in an 8 mm-

long gas cell filled with argon, ensuring that the length of the generation medium exceeds the 

absorption length for 60 eV photons in argon by at least three times in the operation pressure 

range (𝐿abs = 1.4 mm for a pressure of 260 mbar) [166]. The argon pressure as well as the 

position of the focus with respect to the gas cell are adjusted to optimize HHG phase matching 

conditions (Figure 6.3(a),(b)). For the MDSS pulses, the cut-off is maximized by inserting a few 

millimeters of CaF2 in the beam path (Figure 6.3(c)), which is consistent as a large part of the 

pulse energy in the 830-1050 nm bandwidth is compressed by propagating through materials with 

positive linear dispersion.  
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Figure 6.3 HHG spectra 

Harmonic spectra generated by compressed 800 μJ (a) SPM pulses and (b) MDSS pulses for different argon 
pressures in the generation chamber to show optimal phase-matching conditions. (c) Harmonic spectra 
generated by MDSS pulses obtained for the optimal pressure and different CaF2 thicknesses in the beam path. 
The highest cut-off, which indicates optimal compression, is obtained with glass thicknesses between 5 and 
7 mm. Due to limitations in the geometry of the experimental vacuum chambers, some reabsorption occurs for 
low photon energies (<40 eV), which explains the missing harmonics. The dashed horizontal lines in (a–c) 
show the argon pressure and glass thickness conditions for the spectra presented in (d). d) Harmonic spectra 

driven by ~12 fs, 800 μJ MDSS pulses (blue) and by ~15 fs, 800 μJ SPM pulses compressed by chirped mirrors 
(red) for the optimized argon pressure and glass thickness. The vertical dashed lines show the experimental 
position of the cut-off for each case. The dashed gray line shows the expected cut-off of the MDSS-driven HHG 
based on the cut-off equation and the shadowed area represents an error bar the width of one harmonic on 
this value. Arrows indicate positions of absorption edges of relevant elements. 

To demonstrate the spatiotemporal quality of the compressed pulses, the cut-off energies of HHG 

driven by MDSS pulses and SPM pulses are compared. As the pulses have similar durations, the 

cut-off should be influenced by the different central wavelengths only. In agreement with the cut-

off equation, it is then expected that the highest photon energy should scale quadratically with the 

wavelength, as stated by the three-step model [147]. In both cases, a driver pulse energy of 

800 μJ is chosen, which implies a higher intensity in the generation medium for the SPM beam 

(see Figure 6.1(b)). Indeed, the diameter of the focal spot of the SPM pulses (at 1/𝑒2) is 79 μm, 

whereas it is 135 μm for the MDSS pulses. For SPM, the chosen pulse energy ensures saturation 

of the HHG process and maximization of the cut-off photon energy. For MDSS pulses, saturation 
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is approached only for well-compressed pulses of high peak intensities, making the effects of the 

compression apparent in the HHG spectra. As scanning the intensity of the MDSS pulses in the 

focal spot is not possible in this setup without affecting the characteristics of the pulses, saturation 

could not be ensured. However, a lower cut-off would be expected in the case of unsaturated 

HHG. The results are shown in Figure 6.3(d). The cut-off energy, defined as the first harmonic for 

which the intensity drops below 10% of the highest harmonic intensity, falls at 57.7 eV for the 

SPM pulses. According to the cut-off equation in argon (𝐼𝑝 = 15.76 eV), the cut-off energy 

expected with the red-shifted MDSS pulses is ℎ𝜈MDSS = 𝐼𝑝 + (ℎ𝜈SPM − 𝐼𝑝)𝜆MDSS
2 /𝜆SPM

2 =

77.3 eV. Considering a spacing of 2.6 eV between the discrete harmonics, the experimental value 

of 75.2 eV falls less than one harmonic away from the expected cut-off. This result attests to the 

high spatiotemporal quality of the MDSS pulses and indicates that the weak pedestal is not 

detrimental to efficient generation of high harmonics. For the 47th harmonic, nearest to the M2,3-

edge of cobalt, the energy conversion efficiency is 3 × 10-7, which yields a photon flux of 3 × 107 

photons/pulse. It should be noted that other generation configurations have been shown to reach 

comparable or greater conversion efficiencies in this spectral range [169,276,277]. In particular, 

in the study by Kim et al. [276], a conversion efficiency of 5 × 10−5 has been reported from a two-

color scheme using helium. Furthermore, harmonics generated in argon near 40 eV from 800 nm 

drivers have been reported to reach conversion efficiencies between 5 × 10−7 and 

10−5 [166,167,278]. However, a substantial reduction in efficiency is expected for the generation 

of 60 eV photons from a 960 nm driver due to the unfavorable single-atom response for long 

driver wavelengths which cannot be entirely compensated by macroscopic phase matching [154]. 

In general, although such photon flux is obviously orders of magnitude lower than what can be 

produced at large facilities such as free-electron lasers [279], it has the benefits of being 

generated using a table-top laser in a small-scale laboratory and of being intrinsically free of 

temporal jitter, an important asset for time-resolved experiments. 

To demonstrate the potential of MDSS-driven HHG for XUV applications, XRMS measurements 

are carried out on a Co/Pt multilayer sample. XRMS occurs in materials that present a magnetic 

structure of domains with magnetization along the direction of light propagation. Light scatters on 

those magnetic structures when the photon energy is tuned to a magnetically dichroic absorption 

edge [136]. In the far field of the XUV beam, after its transmission through the sample, a scattering 

pattern of the magnetic domain network is formed. This method is now widely used to track 

ultrafast magnetization dynamics [50,280], but the low scattering efficiency (~10−6) means that a 

high photon flux is required to obtain a signal. Here, as the magnetic domain network of the 
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sample is prepared such that the domains align in parallel stripes (Figure 6.4(b)), the scattering 

pattern is composed of two spots, whose separation is determined by the average domain size 

and whose spread depends on the domains’ deviations in size and orientation (Figure 6.4(a)). 

The peaks become visible after just a few seconds (~5 s) of exposure time as a result of the high 

photon flux. Previously, the same Ti-Sa laser system (prior to the HCF) has been used to generate 

a comparable flux at 60 eV (2 × 107 photons/pulse) by driving the HHG in neon using a loose 

focusing geometry and 40 fs pulses [14]. In those experimental conditions, the required driver 

pulse energy was one order of magnitude larger (13 mJ) than that with the MDSS approach 

presented here. In addition, the longer driver pulse duration resulted in inferior temporal resolution 

for that XUV source, making it less desirable for the study of ultrafast dynamics. These results 

suggest that, for many applications, using MDSS pulses as drivers of the HHG process represents 

a potential benefit as it allows reaching higher photon energies in media with good XUV 

conversion efficiencies, while simultaneously increasing the temporal resolution of the XUV 

source. Moreover, given that the manipulation of high-energy pulses is likely to introduce technical 

challenges, the implementation of the MDSS process is overall quite convenient. Indeed, the 

intermodal SRS process is seeded by long pulses with relatively low peak intensity and results in 

sub-millijoule MDSS pulses. While reflective optics are required when generating harmonics in 

neon from 13 mJ pulses, the MDSS pulses can be focused in the HHG chamber with a regular 

lens. Furthermore, separating the harmonic beam from the driver is much easier in the case of a 

low-energy MDSS driver as the thin aluminum filters used to reject the infrared are rather delicate. 

Alternatively, generating similarly red-shifted, millijoule-level ultrashort pulses with an OPA 

system would not be straightforward. It would require multiple stages of nonlinear interactions, for 

example, by first generating pulses near 1920 nm before frequency doubling them, and then an 

additional compression stage would be necessary. In contrast, the MDSS approach can create 

ultrashort red-shifted pulses with a tunable bandwidth in a single stage and with a simple 

apparatus. 

Figure 6.4(c) shows the measured intensity in the scattering pattern over 50 min. A standard 

deviation of 7% is observed along with a small long-term drift (5% loss). As no significant change 

was observed in the spectra or intensity of the MDSS pulses over the same period of time, it is 

likely that much of the instability is due to the long, uncovered propagation path in the air (~7m) 

before the HHG chamber. Therefore, the implementation of a beam-pointing feedback loop would 

be sufficient to avoid such instability. In an environment with controlled temperature and humidity, 

this source is expected to reliably operate for many hours or even days with minimal adjustments, 

allowing for long acquisitions of data with low signal-to-noise ratios and supporting a move toward 
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table-top time-resolved experiments with high long-term stability requirements in the XUV. 

 

Figure 6.4 XRMS results 

(a) Raw XRMS image after 5 s of exposure. The two spots highlighted by black ellipses correspond to the 
scattering pattern expected from the sample’s magnetic domain network [136]. The bright, red regions are 
residual background photons that were not blocked by the sample or the beamstop. (b) Magnetic force 
microscopy image of a 10×10 μm region of the sample showing its magnetic domain network. The sample 

composition is Ta 3 nm/Pt 2 nm/[Co 0.6 nm/Pt 0.8 nm]×20/Al 3 nm. (c) Stability of the XRMS signal over 50 min. 
One XRMS image with an exposure time of 20 s is recorded every minute. The blue points represent intensity 
in the scattered peaks for each image. The black line serves to guide the eye. The standard deviation is 7% of 
the average signal and between the first and the last 5 points, the signal decreased by 5%, which is due to a 
slow drift in our non-stabilized beam pointing. 

6.5 Conclusion 

In conclusion, we show that the nonlinear Raman process enhanced by the formation of MDSS 

pulses can be a powerful driver for HHG. The spatiotemporal quality of the MDSS pulse is verified 

by comparing the cut-off energy obtained from harmonics generated with MDSS pulses and SPM 

pulses. Furthermore, the convenience of this method for photon-hungry applications in the XUV 

is demonstrated through resonant magnetic scattering measurements on a Co/Pt multilayer, a 

valuable technique for studies of spatially resolved ultrafast magnetic dynamics that requires a 

high photon flux due to its low efficiency. Ultimately, driving HHG with compressed MDSS pulses 

is attractive for many applications that benefit from a slight increase in the cut-off energy of the 

XUV spectrum, while keeping a strong photon flux and a good long-term stability and while 

avoiding the technical challenges related to using high energy drivers. In contrast to OPAs, MDSS 

pulses are generated with a simple scheme and are not limited to the generation of long 

wavelengths; they can be used to induce a small red shift to the driver in a single stage, while 

simultaneously compressing the pulses. Consequently, our approach is especially attractive for 
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state-of-the-art high-power Ytterbium laser systems with long pulse duration. In addition, because 

the central wavelength of the MDSS pulses can be modified with ease through the control of the 

gas pressure in the fiber, this method is versatile and can readily be adapted to different 

applications. More research is required to achieve a thorough understanding of the capabilities 

and limitations of the MDSS process. For example, the duration, intensity, and wavelength of the 

input pulses along with the fiber parameters presumably play a role in the extension of the 

spectrum and in the conversion efficiency of the process. As such, this method has the potential 

to improve both efficiency and in reaching longer wavelengths. Eventually, it could be used, for 

example, as a spatiotemporal engineered source for the generation of photons in the spectral 

region of the water window (280–530 eV). Despite significant advances [281], the generation of 

ultrashort pulses in the water window and beyond remains challenging. Thus, the extension of 

MDSS Raman shifting into the mid-infrared could significantly extend their utility, and we are 

confident that such femtosecond X-ray sources derived from ultrafast lasers will be major players 

in the landscape of X-ray sources available to the scientific community. 
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Lien entre les articles précédents et le suivant : 

Dans les trois articles présentés jusqu’ici, l’aimantation est sondée par diffusion résonante 

magnétique de rayons X. Bien que cette méthode présente de nombreux avantages, elle 

demeure complexe et requiert une source intense de photons dans l’ultraviolet extrême. Pour 

pouvoir faire des mesures de la désaimantation ultrarapide en utilisant des impulsions dans 

l’infrarouge moyen, il est donc préférable de simplifier la méthodologie. Par contre, tel que 

démontré dans l’article précédent (article 3), il n’a pas été possible d’améliorer significativement 

les performances de la source HHG pour compenser l’ajout de complexité causé par la génération 

d’impulsions de pompe dans l’infrarouge moyen. Une autre avenue doit donc être envisagée. 

L’effet Kerr magnéto-optique offre une méthode simple de caractériser l’aimantation dans un 

matériau. En effet, il peut être implémenté à partir d’impulsions de sondes dans le visible ou le 

proche infrarouge, qui sont facilement accessibles à partir d’un laser titane-saphir, et ne requiert 

donc pas de montage sous vide. Puisque le signal MOKE est faible, le montage doit tout de même 

être optimisé. Dans l’article présenté dans ce chapitre, une analyse théorique des différentes 

configurations possibles du système de détection d’un montage MOKE est faite. Un exemple 

expérimental de MOKE résolu en temps est également présenté. 

 



 

 

7.1 Abstract 

Instruments based on the magneto-optical Kerr effect are routinely used to probe surface 

magnetic properties. These tools rely on the characterization of the polarization state of reflected 

light from the sample to collect information on its magnetization. Here, we present a theoretical 

optimization of common setups based on the magneto-optical Kerr effect. A detection scheme 

based on a simple analyzer and photodetector and one made from a polarizing beam splitter and 

balanced photodetectors are considered. The effect of including a photoelastic modulator (PEM) 

and a lock-in amplifier to detect the signal at harmonics of the modulating frequency is studied. 

Jones formalism is used to derive general expressions that link the intensity of the measured 

signal to the magneto-optical Fresnel reflection coefficients for any orientation of the polarizing 

optical components. Optimal configurations are then defined as those that allow measuring the 

Kerr rotation and ellipticity while minimizing nonmagnetic contributions from the diagonal Fresnel 

coefficients in order to improve the signal-to-noise ratio (SNR). The expressions show that with 

the PEM, setups based on polarizing beam splitters inherently offer a twofold higher signal than 

commonly used analyzers, and the experimental results confirm that the SNR is improved by 

more than 150%. Furthermore, we find that while all proposed detection schemes measure Kerr 

effects, only those with polarizing beam splitters allow measuring the Kerr rotation directly when 

no modulator is included. This accommodates, for instance, time-resolved measurements at 

relatively low laser pulse repetition rates. Ultrafast demagnetization measurements are presented 

as an example of such applications. 

7.2 Introduction 

The magneto-optical Kerr effect (MOKE) [107], which describes the change in the polarization 

and intensity of light upon reflection on a magnetic medium, has proven a valuable tool to probe 

the magnetic properties of material surfaces and thin films. Due to the simplicity of implementation 

of the technique, its advantageous temporal and spatial resolution [282], its high sensitivity down 

to the monolayer [283], and the possibility to resolve thin film layers in complex 

structures [284,285], the MOKE has been widely used for characterizing magnetic samples. It has 

proven to be useful in many fields, including micromagnetics [286,287], data recording 

technologies [288], and spintronics [289]. This method has also been applied to track the 

magnetic dynamics of solid-state samples in the context of ultrafast time-resolved 

experiments [7,10]. 
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Several different experimental setups have been proposed to detect Kerr effects. In many cases, 

the measured signal is merely related to the Kerr rotation of the polarization, which is commonly 

assumed to be directly proportional to the magnetization [108]. However, in some contexts, a 

complete characterization of the final polarization is essential to gather an accurate understanding 

of the magnetic state of the system [290,291]. In particular, in the ultrafast magnetism community, 

research is ongoing to untangle the magnetic dynamics from charge dynamics, which may also 

affect the signal when the electronic system is strongly out of equilibrium [37,38,114]. In this 

prospect, studies have shown that both the Kerr rotation and the Kerr ellipticity must be retrieved 

in order to relate the measurement to the magnetization as each of these quantities alone offers 

incomplete information [97,116,117]. This is not possible with every MOKE detection scheme. For 

example, in the simple case where the magnetic sample is placed between two crossed 

polarizers, the measured signal corresponds to the intensity that is transferred to the orthogonal 

polarization component through Kerr effects. In this case, the signal simultaneously originates 

from the rotation of the polarization and from variations in the ellipticity, and it is not possible to 

decouple these contributions. In the following, we show that amendments to this detection 

scheme allow for direct, independent measurements of these quantities. 

In magnetic materials, the presence of magnetization induces optical anisotropy, which is 

expressed by a dielectric tensor with complex off-diagonal elements [292]. Upon reflection of 

polarized light onto such materials, the interaction between the electromagnetic field and the 

electrons leads to changes in the polarization state, which can be described by a complex Fresnel 

reflection matrix with non-zero off-diagonal elements [293,294]. Using Jones matrices as a 

mathematical tool to describe the evolution of the polarization of the beam through the optical 

components of the experimental setup, it is possible to relate the measured signal to these Fresnel 

coefficients. This approach aims not only to ensure the independent measurement of Kerr rotation 

and ellipticity, which can also be defined from the Fresnel coefficients, but also to identify 

configurations with an optimal signal-to-noise ratio (SNR) by minimizing the nonmagnetic 

background brought by the contribution of the diagonal components of the Fresnel matrix.  

Here, Jones formalism is used to study two common MOKE setups. The first setup relies on a 

simple polarizer to analyze changes in the polarization of the reflected beam. The second setup 

includes a half-waveplate and a polarizing beam splitter to simultaneously detect and eventually 

subtract the two orthogonal polarization components. In both cases, we also study the effect of 

adding a photoelastic modulator (PEM) and a lock-in amplifier to the detection scheme. This block 

is often included to reduce noise but can be inconvenient to use in conjunction with a pulsed laser 
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source with a low repetition rate. For each detection scheme, a general expression is derived, 

which describes the measured signal as a function of the Fresnel coefficients for all possible 

orientations of the polarizing optical elements. These expressions are then used to deduce 

optimal configurations in which the nonmagnetic contribution to the signal is canceled and 

configurations in which the signal is proportional to the Kerr rotation or ellipticity. Similar work, 

published by Polisetty et al. [295], has previously shown that for a detection scheme based on a 

simple polarizer and including a PEM, one optimal configuration is achieved by rotating the 

transmission axis of the analyzer by 45° with respect to the incident polarization, which is 

perpendicular to the plane of incidence (s-polarization). Indeed, this configuration maximizes the 

magnetic signal when reading the first or second harmonic of the modulating frequency. Here, we 

demonstrate from the more general equations that an equivalent configuration can be found for 

incident p-polarization (component lying in the plane of incidence). Furthermore, we establish that 

experimental setups based on a polarizing beam splitter offer a signal that is twice as large as 

setups based on analyzers and that the SNR scales accordingly. In addition, we find that when 

modulators and lock-in amplifiers are excluded, only the polarizing beam splitter setup allows for 

direct reading of the Kerr rotation and that it can also be adapted to measure the Kerr ellipticity. 

We show that this configuration is then suitable for pump-probe time-resolved experiments and 

that it can accommodate fast single-shot measurements. As an example, we apply it to the study 

of laser-induced ultrafast demagnetization in a Co/Pt multilayer sample. This article is organized 

into three parts: Sec. 7.3 describes the different detection schemes studied, Sec. 7.4 details how 

we used the Jones formalism to find the optimal MOKE configurations, and Sec. 7.5 shows the 

experimental confirmation of our theoretical optimization for static and time-resolved 

measurements. 

7.3 Description of the detection schemes 

To detect changes in the polarization of a linearly polarized incident beam after reflection on the 

magnetic sample, some schemes rely on a simple polarizer followed by a photodetector [7,296–

298]. Others exploit polarizing beam splitters to separate the reflected polarization components 

and subtract them [299,300]. Many experimental setups also include a modulator and a lock-in 

amplifier to improve the SNR [295,301,302], which is essential because Kerr effects are typically 

very small. The MOKE configurations studied in this work are presented in Figure 7.1(a). First, 

the laser beam passes through a polarizer before being focused by a lens onto the sample. Then, 

the reflected beam is recollimated by a second lens and optionally goes through a PEM before its 

polarization is finally analyzed. The effect of the PEM is to introduce a periodic phase shift 
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between the s- and p-polarization components of the beam. If the PEM is used, the collected 

signal is sent to a lock-in amplifier that only detects signals at harmonics of the modulating 

frequency, thereby reducing noise in the final measurement. In all configurations, the magnetic 

sample is placed in a magnetic field generated by an electromagnet so that a whole hysteresis 

curve can be measured. 

The first MOKE setup studied in this work is the simple case where the polarization detection 

scheme consists of a mere analyzer followed by a photodetector. This configuration, used with 

the PEM and lock-in amplifier, will be termed the “modulator-analyzer setup” in the following [inset 

in Figure 7.1(a)]. In the second version of the setup presented here, the analyzer is replaced by 

a half-waveplate and a polarization beam splitter (PBS). The single photodetector is replaced by 

two balanced photodetectors. This way, instead of one vector component of the signal’s electric 

field being measured while the other is completely removed by the analyzer, the signal is split into 

its two orthogonal polarization components and both of them are detected. The output of the 

balanced photodetectors corresponds to the amplified difference between the two signals, leading 

to a theoretical twofold increase in the measured intensity compared to the analyzer schemes. In 

the following, this setup configuration will be termed the “modulator-PBS setup” [Figure 7.1(a)]. 

 

Figure 7.1 Experimental setup 

(a) Sketch of the modulator-PBS MOKE setup. The equivalent modulator-analyzer detection scheme is shown 
in the inset. The bright path corresponds to a longitudinal MOKE setup, while the pale path corresponds to a 
polar MOKE setup. The components are the beam splitter (BS), polarizer (P), electromagnet (EM), photoelastic 
modulator (PEM), half-waveplate (λ/2), analyzer (A), polarizing beam splitter (PBS), and photodetectors (PDs). 
The magnetic field is in the sample plane for the longitudinal MOKE and out-of-plane for the polar MOKE. 
(b) Definition of the orientation of the optical axis or transmission axis of each optical component with respect 
to the plane of incidence. 
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Conventionally, three different magneto-optical Kerr effects are identified, differing only in the 

relative orientation of the magnetization with respect to the plane of incidence and the surface of 

the sample. The polar, longitudinal, and transverse Kerr effects correspond to the cases in which 

the magnetization is perpendicular to the sample surface, parallel to the surface and to the plane 

of incidence, or parallel to the surface and perpendicular to the plane of incidence, respectively. 

It should be noted that this work pertains solely to the polar and longitudinal MOKE and that no 

conclusion has been drawn concerning the transverse Kerr effect, which yields variations in the 

reflected intensity rather than changes in the polarization state. 

7.4 Jones formalism 

In Jones formalism, a polarization state is described by a two-element vector 𝑬 = [
𝐸𝑝

𝐸𝑠
], where 𝐸𝑝 

and 𝐸𝑠 represent the proportion of the electric field in p- and s-polarizations, respectively. Each 

optical component of the setup can be described by a two by two transformation matrix that 

modifies this polarization state. For the MOKE setups, the initial polarization after the first polarizer 

is represented by the vector  𝑃 = [
cos 𝛽
sin 𝛽

]. In the analyzer-based setups, the analyzer is a mere 

polarizer and is represented by the following matrix: 

𝐴 = [ cos2 𝛼 cos 𝛼 sin 𝛼
cos 𝛼 sin 𝛼 sin2 𝛼

] . (7. 1)

The matrix of the half-waveplate used in the PBS-based MOKE setups is 

𝐻 = [
−𝑖 cos(2𝜙) −𝑖 sin(2𝜙)

−𝑖 sin(2𝜙) 𝑖 cos(2𝜙)
] . (7. 2)

The arguments 𝛽, 𝛼 and 𝜙 correspond to the angles between the optical axis or transmission axis 

of the component and the plane of incidence [Figure 7.1(b)]. For simplicity, we consider that the 

PBS is set to split the s- and p-polarization components of the beam. Thus, the PBS is not 

represented by a matrix. Instead, the vector components of the final polarization state are 

considered independently to simulate the separation of the s- and p-polarizations. The sample is 

represented by the corresponding magneto-optical Fresnel reflection matrix as follows [294]: 

𝑆 = [
�̃�𝑝𝑝 �̃�𝑝𝑠

�̃�𝑠𝑝 �̃�𝑠𝑠
] = [

𝑟𝑝𝑝𝑒𝑖𝛿𝑝𝑝 𝑟𝑝𝑠𝑒𝑖𝛿𝑝𝑠

𝑟𝑠𝑝𝑒𝑖𝛿𝑠𝑝 𝑟𝑠𝑠𝑒𝑖𝛿𝑠𝑠
] , (7. 3)

where �̃�𝑘𝑙 is the ratio of the component of the reflected electric field polarized along the 𝑘 axis and 

the component of the incident electric field polarized along the 𝑙 axis. Each complex Fresnel 

coefficient can be separated into the amplitude of the reflectivity 𝑟𝑘𝑙 and its phase 𝛿𝑘𝑙. The 
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magnetic information is contained in the off-diagonal elements. Indeed, if these elements were 

equal to zero, there would be no change in the polarization state upon reflection on the magnetic 

sample. Hence, the complex Kerr angles are defined as Θ𝑝 =
�̃�𝑠𝑝

�̃�𝑝𝑝
=

𝑟𝑠𝑝

𝑟𝑝𝑝
𝑒𝑖(𝛿𝑠𝑝−𝛿𝑝𝑝) and 

Θ𝑠 =  
�̃�𝑝𝑠

�̃�𝑠𝑠
=  

𝑟𝑝𝑠

𝑟𝑠𝑠
𝑒𝑖(𝛿𝑝𝑠−𝛿𝑠𝑠). The real part of the complex Kerr angle can be associated with the Kerr 

rotation 𝜃𝑠,𝑝 while the imaginary part represents the Kerr ellipticity 𝜀𝑠,𝑝, 

𝜃𝑠 =
𝑟𝑝𝑠

𝑟𝑠𝑠
cos(𝛿𝑝𝑠 − 𝛿𝑠𝑠),

𝜃𝑝 =
𝑟𝑠𝑝

𝑟𝑝𝑝
cos(𝛿𝑠𝑝 − 𝛿𝑝𝑝),

𝜀𝑠 =
𝑟𝑝𝑠

𝑟𝑠𝑠
sin(𝛿𝑝𝑠 − 𝛿𝑠𝑠),

𝜀𝑝 =
𝑟𝑠𝑝

𝑟𝑝𝑝
sin(𝛿𝑠𝑝 − 𝛿𝑝𝑝) .

(7. 4)

The following matrix expresses the retardation 𝜑 = 𝜑0 sin(𝜔𝑡) caused by the PEM: 

𝑂 = [𝑒𝑖
𝜑

2 0

0 𝑒−𝑖
𝜑

2

] . (7. 5)

The elements of the matrix 𝑂 can be expanded in a Fourier series using [303] 

cos 𝜑 = 𝐽0(𝜑0) + 2𝐽2(𝜑0) cos(2𝜔𝑡) + ⋯

sin 𝜑 = 2𝐽1(𝜑0) sin(𝜔𝑡) + ⋯
(7. 6)

where 𝐽𝑘(𝜑0) is the Bessel function of harmonic order 𝑘. In this work, only a signal up to the 

second harmonic order was considered. After signal processing by the lock-in amplifier, it is 

possible to select only parts of the signal with a periodicity corresponding to the first or second 

harmonic of the modulating frequency. The Bessel functions for these harmonics are maximized 

when the phase 𝜑0 is set to 𝜑0 = 1.885 rad or 𝜑0 = 3.054 rad, respectively. However, to reduce 

any possible noise caused by the zeroth-order terms, it is often useful to set 𝜑0 = 2.405 rad 

instead, so that 𝐽0(𝜑0) = 0. With the matrices presented above, we present in the following 

simulations for both the modulator-analyzer and the modulator-PBS setups. 

7.4.1 Modulator-analyzer (M-A) setup 

For the modulator-analyzer (M-A) setup, the final polarization state is given by the product of the 

matrices corresponding to the relevant optical components as follows: 

[
𝐸𝑝

𝐸𝑠
]

𝑓

= 𝐴𝑂𝑆𝑃. (7. 7)

The intensity of the signal detected is 𝐼𝑀-𝐴 = |𝐄𝑓|
2

= |𝐸𝑝|
2

+ |𝐸𝑠
 |

2
. It is the sum of the static signal 
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𝐼0
𝑀-𝐴, the first harmonic signal 𝐼𝜔

𝑀-𝐴 and the second harmonic signal 𝐼2𝜔
𝑀-𝐴, 

𝐼0
𝑀-𝐴 = 𝐽0(𝜑0) [cos2 𝛽 𝜃𝑝

  𝑟𝑝𝑝
2 + sin2 𝛽 𝜃𝑠𝑟𝑠𝑠

2  

+
1

2
sin(2𝛽) 𝑟𝑝𝑝𝑟𝑠𝑠 cos(𝛿𝑠𝑠 − 𝛿𝑝𝑝)

+
1

2
 sin(2𝛽) 𝑟𝑝𝑠

  𝑟𝑠𝑝 cos(𝛿𝑠𝑝 − 𝛿𝑝𝑠)] sin(2𝛼)

+ sin(2𝛽) 𝑟𝑝𝑝𝑟𝑝𝑠 cos(𝛿𝑝𝑠 − 𝛿𝑝𝑝) cos2 𝛼

+ sin(2𝛽) 𝑟𝑠𝑠𝑟𝑠𝑝 cos(𝛿𝑠𝑝 − 𝛿𝑠𝑠) sin2 𝛼

+ cos2 𝛽 𝑟𝑝𝑝
2 cos2 𝛼 + sin2 𝛽 𝑟𝑝𝑠

2 cos2 𝛼

+ sin2 𝛽 𝑟𝑠𝑠
2 sin2 𝛼 + cos2 𝛽  𝑟𝑠𝑝

2 sin2 𝛼 ,

(7. 8) 

𝐼𝜔
𝑀-𝐴 = 𝐽1(𝜑0) sin(𝜔𝑡) [2 cos2 𝛽 𝜀𝑝𝑟𝑝𝑝

2 
− 2 sin2 𝛽 𝜀𝑠𝑟𝑠𝑠

2

− sin(2𝛽) sin(𝛿𝑝𝑝 − 𝛿𝑠𝑠) 𝑟𝑝𝑝𝑟𝑠𝑠

−sin(2𝛽) sin(𝛿𝑝𝑠 − 𝛿𝑠𝑝) 𝑟𝑝𝑠
  𝑟𝑠𝑝] sin(2𝛼) ,

(7. 9) 

𝐼2𝜔
𝑀-𝐴 = 𝐽2(𝜑0) cos(2𝜔𝑡) [2 cos2 𝛽 𝜃𝑝𝑟𝑝𝑝

2 
+ 2 sin2 𝛽 𝜃𝑠𝑟𝑠𝑠

2

+ sin(2𝛽) sin(𝛿𝑝𝑝 + 𝛿𝑠𝑠) 𝑟𝑝𝑝𝑟𝑠𝑠

+sin(2𝛽) sin(𝛿𝑝𝑠 + 𝛿𝑠𝑝) 𝑟𝑝𝑠
  𝑟𝑠𝑝] sin(2α) .

(7. 10) 

As shown by Polisetty et al. [295], the optimal configurations for the modulator-analyzer setup are 

𝛽 = 90 and 𝛼 = 45 or 135. In these configurations, the detected intensity is 

𝐼𝑀-𝐴(𝛽 = 90, 𝛼 = 45, 135) =
𝑟𝑠𝑠

2

2
+

𝑟𝑝𝑠
2

2
± 𝐽0(𝜑0)𝜃𝑠𝑟𝑠𝑠

2

∓ 2𝐽1(𝜑0) sin(𝜔𝑡) 𝜀𝑠𝑟𝑠𝑠
2

± 2𝐽2(𝜑0) cos(2𝜔𝑡) 𝜃𝑠𝑟𝑠𝑠
2 .

(7. 11) 

Using the lock-in amplifier to read the first or second harmonic individually makes it possible to 

measure only the amplitude of one of the last two terms of Eq. (7.11), effectively isolating the Kerr 

ellipticity 𝜀𝑠 or rotation 𝜃𝑠 from other contributions. For example, in the present case, the intensity 

read in the first harmonic would be 2𝐽1(𝜑0)𝜀𝑠𝑟𝑠𝑠
2 . To retrieve the Kerr ellipticity (or the Kerr rotation 

in the second harmonic), the signal must be normalized by a factor that contains 𝑟𝑠𝑠
2 , which is 

usually constant for a given material and incidence angle. However, in the context of ultrafast 

magnetic dynamics, 𝑟𝑠𝑠
2  can exhibit a time-dependent behavior which should be carefully 

characterized to allow the proper retrieval of the transient Kerr rotation or ellipticity [117]. 

Fortunately, since the incident beam is s-polarized, 𝑟𝑠𝑠
2  simply corresponds to the reflectivity of the 

s-polarized component of the beam and can easily be measured. From Eqs (7.8)-(7.10), we can 

further establish that the setup can be optimized for 𝛽 = 0 (p-polarization). In that case, the 
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detected intensity would be equivalent to Eq. (7.11), but with references to the Kerr rotation and 

ellipticity 𝜃𝑝 and 𝜀𝑝 instead of 𝜃𝑠 and 𝜀𝑠. 

7.4.2 Modulator-PBS (M-PBS) setup 

The final polarization state for the modulator–PBS (M–PBS) setup is given by 

[
𝐸𝑝

𝐸𝑠
]

𝑓

= 𝐻𝑂𝑆𝑃. (7. 12)

As mentioned above, there is no matrix to describe the polarization beamsplitter. Instead, each 

component of the polarization (s and p) is independently detected. Then, those two signals are 

subtracted to one another and the difference is amplified by the balanced photodetectors. 

Therefore, the detected signal is proportional to 𝐼𝑀-𝑃𝐵𝑆 = |𝐸𝑝|
2

− |𝐸𝑠
 |

2
. It corresponds to the sum 

of the static signal 𝐼0
𝑀-𝑃𝐵𝑆, the first harmonic 𝐼𝜔

𝑀-𝑃𝐵𝑆 and the second harmonic 𝐼2𝜔
𝑀-𝑃𝐵𝑆, 

𝐼0
𝑀-𝑃𝐵𝑆 = 2𝐽0(𝜑0) [cos2 𝛽 𝜃𝑝

  𝑟𝑝𝑝
2 + sin2 𝛽 𝜃𝑠𝑟𝑠𝑠

2

+
1

2
sin(2𝛽) 𝑟𝑝𝑝𝑟𝑠𝑠 cos(𝛿𝑠𝑠 − 𝛿𝑝𝑝)

+
1

2
sin(2𝛽) 𝑟𝑝𝑠

  𝑟𝑠𝑝 cos(𝛿𝑠𝑝 − 𝛿𝑝𝑠)] sin(4𝜙)

+ sin(2𝛽) 𝑟𝑝𝑝𝑟𝑝𝑠 cos(𝛿𝑝𝑠 − 𝛿𝑝𝑝) cos(4𝜙)

− sin(2𝛽) 𝑟𝑠𝑠𝑟𝑠𝑝 cos(𝛿𝑠𝑝 − 𝛿𝑠𝑠) cos(4𝜙)

+ cos2 𝛽 𝑟𝑝𝑝
2 cos(4𝜙) + sin2 𝛽 𝑟𝑝𝑠

2 cos(4𝜙)

− sin2 𝛽 𝑟𝑠𝑠
2 cos(4𝜙) − cos2 𝛽 𝑟𝑠𝑝

2 cos(4𝜙) ,

(7. 13) 

𝐼𝜔
𝑀-𝑃𝐵𝑆 = 𝐽1(𝜑0) sin(𝜔𝑡) [4 cos2 𝛽 𝜀𝑝𝑟𝑝𝑝

2 
− 4 sin2 𝛽 𝜀𝑠𝑟𝑠𝑠

2

−2 sin(2𝛽) sin(𝛿𝑝𝑝 − 𝛿𝑠𝑠) 𝑟𝑝𝑝𝑟𝑠𝑠

−2 sin(2𝛽) sin(𝛿𝑝𝑠 − 𝛿𝑠𝑝) 𝑟𝑝𝑠
  𝑟𝑠𝑝] sin(4𝜙) ,

(7. 14) 

𝐼2𝜔
𝑀-𝑃𝐵𝑆 = 𝐽2(𝜑0) cos(2𝜔𝑡) [4 cos2 𝛽 𝜃𝑝𝑟𝑝𝑝

2 
+ 4 sin2 𝛽 𝜃𝑠𝑟𝑠𝑠

2

+2 sin(2𝛽) cos(𝛿𝑝𝑝 − 𝛿𝑠𝑠) 𝑟𝑝𝑝𝑟𝑠𝑠

+2 sin(2𝛽) cos(𝛿𝑝𝑠 − 𝛿𝑠𝑝) 𝑟𝑝𝑠
  𝑟𝑠𝑝] sin(4𝜙) .

(7. 15) 

From the expressions for the first and second harmonics, it is obvious that the signal is maximized 

when 𝜙 = {22.5, 67.5, 112.5, …}. Then, setting 𝛽 = 0 or 90 cancels the terms that are not 

related to the Kerr rotation 𝜃𝑠,𝑝 or ellipticity 𝜀𝑠,𝑝 while simultaneously maximizing the terms that 

are related to those quantities. Under such conditions, one example of the detected intensity is 
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𝐼𝑀-𝑃𝐵𝑆(𝛽 = 90, 𝜙 = 22.5) = 2𝐽0(𝜑0)𝜃𝑠𝑟𝑠𝑠
2

−4𝐽1(𝜑0) sin(𝜔𝑡) 𝜀𝑠𝑟𝑠𝑠
2

+4𝐽2(𝜑0) cos(2𝜔𝑡) 𝜃𝑠𝑟𝑠𝑠
2 .

(7. 16) 

Once again, the lock-in amplifier allows selecting only the amplitude of the first (second) harmonic, 

which here corresponds to the second (third) term of the equation and allows to isolate the Kerr 

ellipticity (rotation) from other contributions. As in the modulator-analyzer case, the result would 

be similar to different combinations of the optimized 𝜙 and 𝛽 values. A different orientation of the 

half-waveplate may induce a sign change in one of the terms of the equation, and a switch from 

s-polarization to p-polarization would cause the intensity to be dependent on elements of the 

complex Kerr angle Θ𝑝 instead of Θ𝑠, but no major change would occur in the form of the equation. 

It is interesting to note that this configuration is completely equivalent to the optimized modulator-

analyzer setup while also being lossless. Indeed, in the case of the modulator-analyzer setup, the 

analyzer detects one component of the polarization in a basis that is rotated by 45 with respect 

to the plane of incidence. Equivalently, in the optimized configuration of the modulator-PBS setup, 

the half-waveplate is set to rotate an incident s- or p-polarization by 45 before both components 

of the polarization are detected in a basis that is aligned with the plane of incidence. While one 

component of the polarization of the beam would be rejected by the analyzer in the modulator-

analyzer setup, here it is retained and measured. For this reason, Eq. (7.16) gives a detected 

intensity that is twice as strong as that given by Eq. (7.11). In addition, when 𝐽0(𝜑0) = 0, the static 

signal is cancelled in the case of the modulator-PBS setup, which can contribute to improving the 

SNR. 

7.4.3 Setups without modulator and lock-in amplifier 

The proposed setups described above can be used unchanged with MHz femtosecond pulse 

systems [304]. However, the relatively low pulse energy offered by these systems is insufficient 

to trigger ultrafast magnetic processes in magnetic thin films, making them unsuitable for time-

resolved pump–probe investigations of these phenomena. Multi-kHz, millijoule, femtosecond 

laser systems are better adapted for this kind of study. Unfortunately, their rather low frequency 

makes the use of a modulator inconvenient, so time-resolved MOKE experiments based on these 

systems are routinely performed with the lock-in amplifier set at the laser pulse repetition 

frequency or half this frequency [81]. The response from the photodetector is typically faster than 

a microsecond, resulting in a low duty cycle (the period of the signal being on the order of 

hundreds of microseconds for a multi-kHz laser). For such a signal, the Fourier components are 

almost constant for tens to hundreds of harmonics, drastically reducing the amplitude measured 
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by the lock-in amplifier in one harmonic (for example, the fundamental) and consequently the 

SNR. 

As an alternative, it is possible to use a setup without any modulator or chopper to improve the 

SNR [305]. Then, instead of going through the lock-in amplifier, either the detected signal can be 

electronically integrated over a defined time-period (boxcar detection) [306], or every pulse can 

be digitized. When removing the modulator, the detected intensity corresponds to 𝐼0
𝑀-𝐴 or 𝐼0

𝑀-𝑃𝐵𝑆 

with 𝐽0(𝜑0) = 1. Therefore, the detected intensity in the optimal configuration calculated before 

for the PBS-based setup still delivers an isolated measurement of the Kerr rotation, 

𝐼𝑃𝐵𝑆(𝛽 = 90, 𝜙 = 22.5) = 2𝜃𝑠𝑟𝑠𝑠
2 . (7. 17) 

It should be noted that this PBS setup configuration does not allow for measurements of the Kerr 

ellipticity. However, if the half-waveplate is replaced by a quarter-waveplate oriented such that an 

s- or p-polarized incident beam becomes circularly polarized, the resulting signal is proportional 

to the Kerr ellipticity (see the supplementary material).  

For the analyzer setup, by replacing 𝐽0(𝜑0) = 1 in Eq. (7.8), it becomes clear that no configuration 

allows for a direct measurement of the Kerr rotation. Indeed, there exists no combination of 𝛽 and 

𝛼 for which the only non-zero term of the equation is proportional to the Kerr rotation or ellipticity. 

To overcome this, one strategy used in the literature is to slightly rotate the analyzer with respect 

to the crossed-polarizers case [297]. Then, considering that 𝑟𝑝𝑠 ≪ 𝑟𝑠𝑠, the signal can be 

approximated to 

𝐼𝐴(𝛽 = 90, α small) ≈ 2𝜃𝑠𝑟𝑠𝑠
2 𝛼 + 𝑟𝑠𝑠

2 𝛼2 (7. 18) 

for incident s-polarization, with an equivalent result for incident p-polarization. The Kerr rotation 

can be deduced if the nonmagnetic contribution 𝑟𝑠𝑠 is also measured. One more configuration of 

the analyzer-based setup deserves some attention: the simple case in which the analyzer is 

rotated by 90 with respect to the incident polarization. In this case, the measured intensity is, for 

incident s-polarisation, 

𝐼𝐴(𝛽 = 90, 𝛼 = 0) = 𝑟𝑝𝑠
2 . (7. 19) 

Then, it is not possible to directly determinate the Kerr rotation or ellipticity. Still, the measurement 

is of purely magneto-optical origin, making this simple configuration practical in certain contexts. 
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7.5 Experimental results 

7.5.1 Static experiment 

Static measurements with varying magnetic field intensities were performed in order to compare 

the SNR of the modulator–analyzer and modulator–PBS setups. In both cases, the 

measurements were done on an iron sample with platinum capping deposited on a silicon 

substrate [Si/Ta 3/Pt 3/Fe 15/Pt 3 (nm)]. Since the orientation of magnetization for this sample is 

preferably in-plane, the setup geometry was chosen to be suitable for detecting the longitudinal 

MOKE [Figure 7.1(a)]. The frequency of the PEM was set to 50 kHz. A Wollaston prism was 

chosen as the polarizing beam splitter. The orientation of the prism was set so that both output 

beams have the same height. Since the beam height is kept constant throughout the setup, this 

ensures that the PBS adequately splits the s- and p-polarization components. The orientations of 

the polarizer and the half-waveplate were then defined from this basis. Balanced amplified 

photodetectors were used to further improve the SNR (PDB220A2/M, Thorlabs, Inc.). In order to 

make as few changes as possible between the measurements, the modulator-PBS setup was 

implemented and the modulator-analyzer setup was simulated by blocking one of the balanced 

photodetector’s input while keeping the half-waveplate at 22.5. Since the PBS separates s- and 

p-polarizations, this is equivalent to an analyzer set at 45. The measured signal corresponds to 

the second harmonic of the modulating frequency detected by the lock-in amplifier, meaning that 

it is related to the Kerr rotation. The results are presented in Figure 7.2. 

 

Figure 7.2 MOKE measurements 

Second harmonic of longitudinal MOKE measurements made with the modulator–analyzer (blue) and 
modulator–PBS (orange) setups for a Si/Ta 3/Pt 3/Fe 15/Pt 3 (nm) sample. The error bars correspond to the 
standard deviation of a set of four measurements. 
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As expected from the theoretical analysis, the signal obtained from the modulator-PBS setup is 

twice as strong as the one obtained from the modulator-analyzer setup. Consequently, the 

modulator-PBS setup also offers a much better SNR. Here, the SNR is defined as the ratio of the 

averaged intensity in the range of applied magnetic fields for which the magnetization of the 

sample is saturated to the standard deviation of the signal in the same range. The SNR for the 

modulator-analyzer setup is found to be 36.7, while it reaches 56.8 for the modulator-PBS setup, 

an improvement of >150%. More generally, the cancellation of common mode noise in balanced 

photodetectors leads to a greater SNR than the single photodetectors often used in analyzer-

based MOKE setups, making PBS-based setups quite attractive. 

As shown in Figure 7.1(a), the longitudinal MOKE setup contains several reflections on mirrors. 

Mirrors, especially metallic ones, typically do not conserve the polarization state of the incident 

beam unless it is perfectly s- or p-polarized. This can have a considerable effect on the measured 

signal. For the optimized modulator-PBS and modulator-analyzer setups, the incident beam is s- 

or p-polarized, so the effect of the mirrors up to the sample position can be neglected. However, 

between the sample and the detection scheme, there are three reflections on protected silver 

mirrors (Thorlabs, Inc.) that should be taken into account. By adding a matrix representing a mirror 

to the calculations presented in section 7.4, it can be shown that the signals of the Kerr rotation 

and ellipticity become mixed (see the supplementary material). For a mirror with a complex 

reflectivity 𝑟𝑚,𝑝𝑒𝑖𝜉𝑝 for the p-polarization and 𝑟𝑚,𝑠𝑒𝑖𝜉𝑠 for the s-polarization, the measured signal of 

the optimized modulator-PBS becomes 

𝐼𝑀-𝑃𝐵𝑆(𝛽 = 90, 𝜙 = 22.5) = 2𝐽0(𝜑0)[𝜃𝑠 cos(Δ𝜉) − 𝜀𝑠 sin(Δ𝜉)]𝑟𝑚,𝑝𝑟𝑚,𝑠𝑟𝑠𝑠
2

−4𝐽1(𝜑0) sin(𝜔𝑡) [𝜀𝑠 cos(Δ𝜉) + 𝜃𝑠 sin(Δ𝜉)]𝑟𝑚,𝑝𝑟𝑚,𝑠𝑟𝑠𝑠
2

+4𝐽2(𝜑0) cos(2𝜔𝑡) [𝜃𝑠 cos(Δ𝜉) − 𝜀𝑠 sin(Δ𝜉)]𝑟𝑚,𝑝𝑟𝑚,𝑠𝑟𝑠𝑠
2 .

(7. 20) 

For protected silver mirrors near 45 incidence, the phase difference Δ𝜉 = 𝜉𝑝 − 𝜉𝑠 is significant. 

Consequently, a strong MOKE signal can still be obtained, but the Kerr rotation and ellipticity can 

not be independently retrieved. This implies that in our experiment, we are only sensitive to a 

relative change in the magnetization and not to the absolute Kerr rotation and ellipticity.  

However, by carefully choosing the mirrors and designing the setup as to minimize reflections, 

the phase difference Δ𝜉 can become negligible, and such MOKE setup can be used to retrieve 

absolute values of the Kerr rotation and ellipticity. To do so, it is necessary to calibrate the signal 

to extract the amplifying factor of the detectors. As described in the study by Buchmeier et 

al. [307], this can be achieved by using a non-magnetic sample with a known refractive index for 

the calibration. 
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7.5.2 Time-resolved experiment 

As an example of time-resolved measurements, we have characterized the ultrafast 

demagnetization of a Co/Pt multilayer sample excited by a femtosecond laser pulse. This 

phenomenon, discovered in 1996 by Beaurepaire et al. [7], occurs within a few hundred 

femtoseconds after the excitation of a ferromagnetic material by a laser pulse [53]. Despite having 

been studied for many years, the underlying mechanisms of ultrafast demagnetization are still the 

subject of intense research [230].  

 

Figure 7.3 Experimental time-resolved MOKE setup 

The laser is a titanium–sapphire system with an output wavelength of 800 nm. The beam is frequency-doubled 
in a BBO crystal. Dichroic beam splitters are used to separate and recombine the pump (red) and probe (blue) 
beams. The fluence of the pump beam on the sample is controlled by a half-waveplate coupled with a pair of 
Si mirrors acting as polarizers. Photodetectors are placed along the paths of the beams to keep track of their 
intensities. 

A sketch of the experimental pump-probe setup is shown in Figure 7.3. The experiment was 

performed in the Corail room of the Laboratoire d’Optique Appliquée. A titanium-sapphire laser 

system delivers femtosecond pulses with an energy of 2 mJ at 800 nm. About 1% of this energy 

is used for this experiment. Because the beam is transmitted through thick optical elements that 

stretch the pulse before reaching the MOKE setup, the pulse duration is ∼100 fs long. The beam 

is frequency-doubled, and the fundamental and second-harmonic beams are used as the pump 
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and probe, respectively. A delay line is placed in the pump beam path, making it possible to record 

the Kerr rotation as a function of time. To avoid issues related to modulation and signal recovery 

at the low repetition rate of the laser system (5 kHz), the PBS setup is used without the modulator 

and the lock-in amplifier. The sample is magnetized out-of-plane by an electromagnet, which 

provides a weak magnetic field (<200 mT). Because this electromagnet can only be used to 

generate a magnetic field normal to the sample surface, a typical multilayer sample 

(Si/Ta3/Pt5/[Co 0.6/Pt 0.8]×20/Al 3 (nm)) with high out-of-plane magnetic anisotropy was chosen 

along with a polar MOKE geometry [308]. For each laser shot, a digitizer (WaveCatcher) is used 

to record at least four waveforms: the three outputs of the balanced photodetectors, namely, both 

photodiodes and their amplified difference (RF signal), and the intensity of the pump pulse [309]. 

An additional photodetector placed on the probe path can also be used to measure the probe 

intensity. These measurements allow us to normalize the Kerr signal by the probe intensity to 

compensate for fluctuations of the laser power and could be used to sort the data by pump fluence 

if the variations in the pump intensity were sufficiently large. Each detected signal is digitized. This 

approach was favored in this work as it has the advantage that the waveform is recorded on a 

shot by shot basis, allowing for more complex sorting and integration of the data. 

Figure 7.4(a) shows two RF signal waveforms recorded for a single shot at positive (orange line) 

and negative (blue line) delays. To obtain a full demagnetization curve, we record such waveforms 

for each laser pulse while slowly and continuously varying the position of the delay stage. The 

position of the stage is recorded with the same frequency as the repetition rate of the laser, 

allowing us to retrieve the actual delay position for each laser pulse. We perform such a delay 

scan for each of the opposite magnetization directions. Then, we extract the integral of the 

waveforms normalized by the incoming probe intensity as a function of delay [variable named 

𝐼+/−(𝑡) in the following]. By taking the difference between the recorded intensities with the two 

magnetization directions, we can retrieve the amplitude of the change in the Kerr rotation, 

𝜃(𝑡)

𝜃0
=

𝐼+(𝑡) − 𝐼−(𝑡)

𝐼+(𝑡 < 0) − 𝐼−(𝑡 < 0)
(7. 21) 

This time trace is shown in Figure 7.4(b). To produce this curve, 200 000 shots were recorded 

(100 000 for each magnetization direction), within a total of only 40 s. By fitting the curve with a 

typical expression used for transient demagnetization [310], we find a demagnetization time of 

187 ± 9 fs, in agreement with previous studies on this type of sample [311]. It should be noted 

that studies are ongoing to define whether Kerr rotation measurements constitute a pure 

representation of the ultrafast magnetization dynamics [116,117]. 
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Figure 7.4 Time-resolved MOKE measurements 

(a) RF output waveforms of the balanced photodetector recorded before (blue solid line) and after (orange 
dotted line) excitation by the optical pump pulse. The difference between the two waveforms is a consequence 
of the demagnetization of the sample. (b) Normalized Kerr rotation as a function of time delay for the same 
sample (green dots). The solid red line shows a bi-exponential fit of the data. 

7.6 Conclusion 

The Jones formalism is used to derive mathematical expressions to analyze the signal measured 

from different MOKE setups and define the optimal orientation of their optical components. When 

a photoelastic modulator and a lock-in amplifier are used, it is found that the Kerr ellipticity and 

rotation can be measured directly by looking at the first or second harmonic of the modulating 

frequency of the signal, respectively, in both analyzer-based and polarizing beam splitter-based 

detection schemes. Additionally, we demonstrate, through the theoretical analysis and 

experimental results, that the polarizing beam splitter-based setup improves the intensity of the 

signal by a factor of two. As a result, and because the use of balanced photodetectors helps 

reduce the noise, the signal-to-noise ratio is demonstrated to increase by at least 150% compared 

to the analyzer-based detection scheme. Furthermore, it is shown that the polarizing beam 

splitter-based setup is also suitable for measuring the Kerr rotation without the use of a modulator 

and lock-in amplifier, which can be advantageous for pulsed laser sources with low repetition 

rates. In contrast, equations show that the Kerr rotation cannot be isolated with an analyzer-based 

setup. In this case, the only configuration that allows for purely magneto-optical measurements 

consists of placing the optical axis of the analyzer at 90 with respect to the incident polarization. 
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To assess the applicability of the optimal setup configuration, time-resolved measurements of 

laser-induced ultrafast demagnetization from a kHz laser system are recorded. The high signal-

to-noise ratio offered by the balanced photodetectors allows for sensitive, single-shot 

measurements of the Kerr rotation for each delay, leading to a fast acquisition time. Importantly, 

we demonstrate that reflections on mirrors can be detrimental to the independent measurement 

of Kerr rotation and ellipticity and should be carefully considered in the design of MOKE setups. 

This illustrates how the general expressions presented in this work can serve as a valuable tool 

to guide the design of future MOKE setups by revealing the optimal experimental parameters for 

the measurement of any component of the complex Kerr angles. 

7.7 Supplementary material 

See the supplementary material (Annexe III) for a detailed example of the matrix calculation for 

the optimized modulator-analyzer setup, the analytic description of the PBS setup with the half-

waveplate replaced by a quarter-waveplate for Kerr ellipticity measurements, and also a thorough 

description of the effect of mirror reflections on the measured MOKE signal. 
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8 L’INFRAROUGE MOYEN COMME SOURCE D’EXCITATION DE LA 

DÉSAIMANTATION ULTRARAPIDE 

Dans les articles présentés aux chapitres précédents, différentes méthodes ont été utilisées pour 

observer la désaimantation ultrarapide dans un alliage ferrimagnétique de terre rare (chapitre 4) 

ou dans un échantillon multicouche ferromagnétique de métaux de transition (chapitres 5 et 7). 

Dans tous les cas, la désaimantation a été excitée par une impulsion laser ultracourte (<100 fs) 

dans le visible ou le proche infrarouge. Dans la littérature, d’autres bandes spectrales ont été 

considérées, dont l’ultraviolet extrême [312,313] et le régime térahertz [105,226,314–316]. Par 

contre, très peu d’incursions dans l’infrarouge moyen ont été réalisées, à l’exception notable d’un 

article de colloque par Zagdoud et al. [317] dans lequel la désaimantation par des impulsions 

d’une longueur d’onde centrale de 4.88 µm est présentée. 

Dans ce chapitre, la désaimantation ultrarapide d’un échantillon multicouche de cobalt/platine est 

étudiée pour des longueurs d’onde d’excitation entre 0.8 µm et 8.7 µm. Tel que présenté au 

chapitre 7, l’aimantation de l’échantillon est mesurée à partir de l’effet Kerr magnéto-optique 

(MOKE). Les détails du montage expérimental sont présentés à la section 8.1. La section 8.2 

contient les résultats ainsi qu’une discussion sur les effets de la longueur d’onde et du profil 

temporel des impulsions de pompe sur les dynamiques de la désaimantation ultrarapide. 

8.1 Montage expérimental 

Les mesures MOKE de la désaimantation ultrarapide excitée par des impulsions allant de 

l’infrarouge proche à moyen sont effectuées à partir d’un montage semblable à celui présenté à 

la section 7.5.2. Le montage expérimental est présenté à la Figure 8.3. Un laser titane-saphir 

fournit des impulsions de 45 fs à 800 nm avec un taux de répétition de 100 Hz. Le faisceau est 

divisé en deux parties qui sont amplifiées séparément. À la sortie du système, la partie de basse 

énergie (impulsions de 5 mJ) est divisée en un faisceau de sonde et un faisceau de pompe par 

un séparateur de faisceau. 

Le faisceau de sonde contient moins de 200 µJ d’énergie par impulsion. Un cristal de BBO est 

inséré dans la ligne afin d’en doubler la fréquence pour que la longueur d’onde de la sonde soit 

éloignée de celles de la pompe. Ceci permet d’éviter les effets du remplissage des états (voir 

section 2.4.1). Ensuite, deux miroirs dichroïques (UBS20, Thorlabs, Inc.) ainsi qu’un filtre passe-

bande (FBH400-40, Thorlabs, Inc.) permettent de ne conserver que la radiation à 400 nm. Une 

plaque de verre placée à l’angle de Brewster fixe la polarisation s de la sonde.  
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Figure 8.1 Schéma du montage expérimental 

Schéma du montage ayant permis de mesurer la désaimantation ultrarapide pompée par des impulsions dans 
l’infrarouge moyen. Les composants sont: (B) plaque de verre ou de silicium à l’angle de Brewster, (D) miroir 
dichroïque, (FPB) filtre passe-bande, (λ/2) lame demi-onde, (SP) séparateur de polarisations, (PB) photodiodes 
balancées. 

Après avoir parcouru une ligne à délai, la sonde est focalisée sur l’échantillon par une lentille. La 

tache focale fait environ 50 µm de diamètre à 1/e2 et contient <<1 µJ par impulsion. L’échantillon 

est composé de vingt répétitions d’une multicouche de [Co 0.6 nm/Pt 0.8 nm] protégées par une 

couche de 3 nm d’aluminium. Un aimant permanent est placé derrière l’échantillon pour garantir 

la saturation de son état magnétique. Puisque l’échantillon est préférablement aimanté hors-plan, 

le montage est conçu pour mesurer le MOKE polaire et le faisceau de sonde est normal à 

l’échantillon. La réflexion est ensuite récupérée et envoyée vers une lame demi-onde suivie d’un 

séparateur de polarisations (WP10-A, Thorlabs, Inc.) et de photodiodes balancées 

(PDB220A2/M, Thorlabs, Inc.), ce qui permet de caractériser la rotation de la polarisation. Tel 

que décrit au chapitre 7, cette configuration permet d’obtenir un ratio de signal sur bruit élevé. À 

chaque délai, le signal est mesuré pour les deux orientations de l’aimantation (voir l’équation 

(7.21)). La différence entre ces signaux est considérée proportionnelle à l’aimantation de 

l’échantillon. 
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Le faisceau de pompe passe optionnellement par des étages non-linéaires qui permettent d’en 

varier la longueur d’onde. Pour obtenir des longueurs d’onde dans le proche infrarouge (de 

1.25 µm à 2.1 µm), un amplificateur paramétrique optique (OPA) commercial est utilisé (HE-

TOPAS, Light Conversion, Inc.). Pour l’infrarouge moyen, la génération par différence de 

fréquences (DFG) entre le signal et l’idler générés par l’OPA doit être effectuée. Dans ce cas, un 

étage supplémentaire d’amplification dans un cristal de BBO est employé. La sortie de haute 

énergie du laser (~20 mJ) est utilisée pour pomper cet étage afin d’obtenir des impulsions de 

quelques millijoules. Ensuite, pour les longueurs d’onde de 3.15 µm à 5.9 µm, le signal et l’idler 

sont séparés par des miroirs dichroïques et synchronisés à l’aide d’une ligne à délai. Pour la 

longueur d’onde de 8.7 µm, la synchronisation est atteinte par le simple ajout d’une lame de verre 

dispersive dans le faisceau. Finalement, un cristal de GaSe est inséré dans le faisceau pour la 

DFG. Le signal et l’idler sont ensuite rejetés par un filtre passe-long. 

 

Figure 8.2 Taches focales de la sonde et de la pompe 

(a) Image de la tache focale de la sonde à 400 nm, avec un diamètre à 1/e2 d’environ 50 µm. (b) Exemple de 
tache focale pour la pompe dans le proche infrarouge, avec un diamètre d’environ 200 µm à 1/e2. Cette image 
est mesurée à une longueur d’onde de 1.8 µm. (c) Exemple de mesure du profil de la tache focale de la pompe 
alors qu’elle est progressivement couverte par une lame de rasoir. Les points correspondent aux données 
expérimentales et la ligne pleine est une courbe de tendance basée sur le résultat attendu pour un profil 
Gaussien. Cette courbe, mesurée à une longueur d’onde de 5.9 µm, correspond à une tache focale d’un 
diamètre de 180 µm. Le diamètre de la tache focale se situe entre 180 µm et 220 µm pour toutes les longueurs 
d’onde de pompe. 

L’énergie des impulsions de pompe est contrôlée par une lame demi-onde suivie d’une plaque 
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de silicium à l’angle de Brewster. Le faisceau est ensuite focalisé sur l’échantillon avec un angle 

d’incidence presque normal (moins de 10°) par un miroir sphérique ou un miroir parabolique hors 

axe. Pour chaque longueur d’onde, l’élément focalisant est choisi de façon à ce que la tache 

focale de la pompe ait une taille d’environ 200 µm sur l’échantillon. Dans le proche infrarouge, la 

tache focale est mesurée par une caméra. Dans l’infrarouge moyen, la taille de la tache focale 

est estimée par des mesures de l’énergie du profil alors qu’il est progressivement couvert par une 

lame de rasoir (knife-edge method). La Figure 8.2 montre quelques exemples du profil des taches 

focales de la sonde et de la pompe. 

Il est important de noter que les caractéristiques temporelles des impulsions de pompe peuvent 

être affectées par les étapes non-linéaires consécutives ainsi que par la propagation du faisceau 

dans l’air et au travers d’éléments optiques. Par exemple, ces processus peuvent causer un 

allongement de la durée de l’impulsion, l’apparition d’un piédestal contenant une fraction 

importante de l’énergie totale ou l’apparition de répliques, soit des impulsions moins intenses qui 

suivent l’impulsion principale. Tous ces effets peuvent avoir des conséquences importantes sur 

les dynamiques de la désaimantation ultrarapide [318,319]. Afin d’éliminer au moins les effets de 

l’absorption lors de la propagation dans l’air, le montage expérimental est optionnellement plongé 

dans une atmosphère d’azote. Cependant, cette précaution ne s’est avérée nécessaire que pour 

la longueur d’onde de pompe de 5.9 µm. Plus de détails sur l’effet de l’absorption sont donnés à 

la section 8.2.3. 

8.2 Résultats et discussion 

La Figure 8.3 présente des courbes de désaimantation ultrarapide obtenues à différentes 

longueurs d’onde de pompe. Pour chaque mesure, une courbe de tendance est générée à partir 

de l’équation (5.1), soit : 

𝜃(𝑡)

𝜃0
=

𝑀(𝑡)

𝑀0
= 𝐺(𝑡)⨂ [1 − 𝐻(𝑡) [𝐵 (1 − exp (−

𝑡−𝑡0

𝜏1
)) exp (−

𝑡−𝑡0

𝜏2
) + 𝐶 (1 − exp (−

𝑡−𝑡0

𝜏2
))]] . (8. 1)

La variation de la rotation de Kerr 𝜃(𝑡) est considérée équivalente à la variation de l’aimantation 

𝑀(𝑡). La fonction 𝐺(𝑡) est une fonction Gaussienne dont la largeur représente la résolution 

temporelle de l’expérience. Plusieurs effets contribuent à la largeur de 𝐺(𝑡) : la durée des 

impulsions de sonde et de pompe, la géométrie du montage (le faisceau de pompe a un angle 

d’incidence d’au plus 10° sur l’échantillon, ce qui ajoute un temps de ~30 fs au maximum), et le 

phénomène de désaimantation lui-même, qui n’est pas nécessairement instantané. Cette largeur 

est laissée en paramètre libre pour l’optimisation numérique de la courbe de tendance. La fonction 
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Heaviside, 𝐻(𝑡), décrit la chute abrupte de l’aimantation au temps zéro. Les paramètres 𝜏1 et 𝜏2 

décrivent le temps caractéristique de désaimantation et de récupération, respectivement. Le 

paramètre 𝐵 décrit le niveau d’atténuation maximal de l’aimantation tandis que le paramètre 𝐶 

décrit le niveau d’atténuation après la récupération partielle de l’aimantation, soit plusieurs 

picosecondes après l’excitation. La valeur du temps zéro 𝑡0 est également laissée libre pour 

l’optimisation numérique du modèle. 

 

Figure 8.3 Désaimantation à différentes longueur d’onde 

Exemples de courbes de désaimantation ultrarapide obtenues pour différentes longueurs d’onde d’excitation, 
soit de 0.8 µm à 8.7 µm. Les points correspondent aux données expérimentales tandis que les lignes pleines 
correspondent aux courbes de tendance obtenues à partir de l’équation (8.1). À chaque longueur d’onde, 
plusieurs courbes sont obtenues en variant la fluence de l’impulsion d’excitation. Plus la fluence est élevée, 
plus la désaimantation est prononcée. 

Déjà à partir de la Figure 8.3, quelques constats peuvent déjà être faits. D’abord, on observe bel 

et bien le phénomène de désaimantation ultrarapide à partir d’impulsions dans l’infrarouge 
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moyen. De plus, les dynamiques de la désaimantation ne sont pas fondamentalement altérées 

par la longueur d’onde de pompe. Dans tous les cas, l’aimantation atteint un minimum après 

quelques centaines de femtosecondes, puis elle récupère en quelques picosecondes avant 

d’atteindre un plateau qui dépend de l’énergie déposée dans l’échantillon. Une analyse plus 

poussée est nécessaire pour extraire les dynamiques exactes pour chaque condition 

expérimentale. 

En premier lieu, intéressons-nous à l’efficacité de la désaimantation. Selon les résultats présentés 

au chapitre 5, l’énergie nécessaire pour désaimanter efficacement ne dépend pas 

significativement de la longueur d’onde de pompe. En effet, toutes les mesures sont obtenues 

avec une fluence absorbée de quelques mJ/cm2. Est-ce toujours le cas dans l’infrarouge moyen?  

Afin de répondre à cette question, la fluence absorbée par l’échantillon doit être calculée pour 

chaque condition expérimentale. Toutefois, ce calcul est imparfait, car il repose sur deux mesures 

incertaines ainsi qu’une estimation. D’abord, le calcul de la fluence dépend du profil de la tache 

focale, dont la mesure par la méthode de la lame de rasoir est imprécise, et de l’énergie des 

impulsions, qui sont si faibles (quelques µJ) qu’elles se trouvent à la limite de la sensibilité des 

instruments disponibles au laboratoire. De plus, la fluence absorbée dépend de l’absorbance de 

l’échantillon. Pour chaque longueur d’onde, celle-ci est estimée à partir d’un logiciel de 

modélisation des propriétés optiques de matériaux multicouches, soit IMD [320]. Les résultats 

sont présentés dans le Tableau 8.1. Il est important de noter que ces estimations ne permettent 

pas de savoir quelle proportion de l’énergie absorbée est véritablement transmise aux couches 

magnétiques de l’échantillon. Malgré ces sources d’imprécision, il est possible de conclure que 

la désaimantation se produit bel et bien lorsqu’une fluence de ~1-10 mJ/cm2 est absorbée pour 

toutes les longueurs d’onde. 

Tableau 8.1 Absorbance de l’échantillon 

Longueur 
d’onde 

0.8 µm 1.25 µm 1.8 µm 2.1 µm 3.15 µm 3.7 µm 5.9 µm 8.7 µm 

Absorbance 0.25 0.22 0.26 0.28 0.16 0.13 0.09 0.06 

Absorbance de l’échantillon de Si/Ta3/Pt2/[Co0.6/Pt0.8]×20/Al3 (nm) en fonction de la longueur d’onde telle 
que calculée par le logiciel IMD. 

Les difficultés reliées au calcul de la fluence absorbée en font un paramètre inadéquat pour 

l’analyse. Tel que décrit au chapitre 5, d’autres paramètres peuvent être utilisés à sa place. Par 

exemple, le paramètre 𝐶 est une excellente jauge de la fluence absorbée car, plusieurs 

picosecondes après l’excitation, le niveau de désaimantation ne dépend plus que de l’énergie 
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transmise au matériau et des propriétés de celui-ci. Dans ce qui suit, on comparera donc 

l’évolution de certains paramètres en fonction de 𝐶 pour différentes longueurs d’onde de pompe.   

8.2.1 Temps de désaimantation 

Il est intéressant de vérifier quel impact la longueur d’onde de pompe a-t-elle sur le temps que 

met le matériau à se désaimanter. Ce temps caractéristique peut être décrit de plusieurs façons, 

par exemple en utilisant directement le paramètre 𝜏1 ou en définissant 𝜏𝑀, soit le délai pour que 

la désaimantation atteigne (1 − 𝑒−1) de son maximum [31]. Afin de s’appuyer le moins possible 

sur les paramètres modélisés par la courbe de tendance, qui sont tous interdépendants, et pour 

faciliter la comparaison avec la littérature, 𝜏𝑀 est favorisé. Ce paramètre est tout de même 

rattaché à la courbe de tendance, car il dépend du bon placement de 𝑡0. 

 

Figure 8.4 Temps de désaimantation 

(a) Temps de désaimantation 𝝉𝑴 en fonction du paramètre 𝑪, soit la désaimantation plusieurs picosecondes 

après l’excitation. L’encadré donne le 𝝉𝑴 moyen pour 𝑪 > 𝟎. 𝟏𝟐 à chaque longueur d’onde de pompe. Les barres 

d’erreurs correspondent à l’écart type des points considérés. (b) Temps de désaimantation 𝝉𝑴 en fonction du 
paramètre 𝑩, soit la désaimantation maximale atteinte. 

La Figure 8.4(a) montre 𝜏𝑀 en fonction de 𝐶 pour chaque mesure de la désaimantation 

ultrarapide. Les couleurs des points correspondent aux longueurs d’onde de pompe selon le code 

de couleur présenté dans la légende de la Figure 8.4(b). Pour chaque longueur d’onde, l’étendue 

du nuage de points provient entre autre de l’incertitude sur 𝑡0, qui est tiré de la modélisation 

numérique de la courbe de tendance. Globalement, on observe tout de même que 𝜏𝑀 augmente 
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rapidement à faible fluence (ou faible 𝐶) avant de se stabiliser pour 𝐶 > 0.12. En affichant plutôt 

𝜏𝑀 en fonction de 𝐵 (Figure 8.4(b)), on obtient une douce pente ascendante, tel que prévu par le 

modèle M3T de Koopmans et al. [53]. Par contre, 𝜏𝑀 reste assez petit, ce qui peut être expliqué 

par la structure en couches minces de l’échantillon [321]. 

La Figure 8.4 permet de faire une observation notable; les nuages de points associés à toutes 

les longueurs d’onde sont superposés. Ceci signifie que la longueur d’onde de pompe n’a pas 

d’incidence significative sur le temps de désaimantation. D’ailleurs, l’encadré de la Figure 8.4(a) 

montre que pour 𝐶 > 0.12, le temps de désaimantation 𝜏𝑀 reste en moyenne autour de ~110 fs 

pour toutes les longueurs d’onde de pompe. Il s’agit là d’un résultat qui avait déjà été démontré 

pour le proche infrarouge (voir la Figure 12.2 de l’annexe II), mais qui s’avère également exact 

dans le moyen infrarouge. 

8.2.2 Désaimantation maximale 

Selon les résultats présentés au chapitre 5, la désaimantation maximale augmente lorsque la 

longueur d’onde d’excitation passe de 0.4 µm à 1.8 µm (voir la Figure 5.3(b)). Ici, une analyse 

semblable est effectuée avec les données obtenues dans l’infrarouge moyen et les résultats sont 

présentés à la Figure 8.5(a). Pour les longueurs d’onde dans le proche infrarouge, les résultats 

concordent avec ceux du chapitre 5. En effet, pour une valeur fixe de 𝐶, la désaimantation 

maximale 𝐵 augmente lorsque la longueur d’onde augmente de 0.8 µm vers 1.8 µm.  

 

Figure 8.5 Désaimantation maximale 

(a) Désaimantation maximale 𝑩 en fonction du paramètre 𝑪 pour quelques-unes des longueurs d’onde 
étudiées. Les lignes pleines servent à guider le regard; elles correspondent à une courbe de tendance linéaire 
de la région 𝑪 > 𝟎. 𝟏𝟓. Étant donné la faible densité de points expérimentaux, la différence de pente entre ces 
courbes de tendance n’est pas nécessairement significative. (b) Exemples des différences de dynamiques 
pour la désaimantation pompée dans le proche infrarouge et dans l’infrarouge moyen.  
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Par contre, dans l’infrarouge moyen, cette tendance ne semble pas continuer. Entre 3.15 µm et 

5.9 µm, on observe plutôt une diminution de 𝐵 par rapport au proche infrarouge, tandis que les 

résultats à 8.7 µm sont semblables à ceux du proche infrarouge. Il doit être noté, cependant, que 

ces variations de dynamiques ne sont pas nécessairement dues à l’impact de la longueur d’onde. 

Elles semblent plutôt causées par les différentes conditions de génération des impulsions de 

pompe. 

Afin de faciliter la comparaison entre les différentes conditions expérimentales, la Figure 8.6(a) 

montre le paramètre 𝐵 obtenu lorsque 𝐶 = 0.25 pour chaque longueur d’onde utilisée. Trois 

régimes peuvent être définis. Dans le proche infrarouge (≤2.1 µm), 𝐵 augmente avec la longueur 

d’onde. Ensuite, 𝐵 diminue brusquement et demeure faible entre 3.15 µm et 5.9 µm. Finalement, 

à 8.7 µm, 𝐵 reprend approximativement la même valeur qu’à 0.8 µm. Ces régimes correspondent 

à trois méthodes de génération des impulsions de pompe. Tel que décrit dans la section 8.1, les 

impulsions dans le proche infrarouge sont générées par un OPA commercial. Dans le régime 

intermédiaire, un étage supplémentaire d’amplification, une ligne à délai et un cristal de DFG sont 

ajoutés. À 8.7 µm, la ligne à délai est remplacée par une plaque de verre dispersif. Étant donné 

la nature sensible de l’accord de phase qui doit être optimisé pour chaque processus non-linéaire, 

ces différentes méthodes peuvent donner lieu à des caractéristiques temporelles différentes pour 

chaque longueur d’onde. 

 

Figure 8.6 Résolution temporelle 

(a) Désaimantation maximale obtenue pour différentes longueurs d’onde de pompe lorsque 𝑪 = 𝟎. 𝟐𝟓, tel 
qu’extrapolé des courbes de tendance linéaires de la Figure 8.5(b). (b) Largeur à mi-hauteur moyenne de la 
Gaussienne 𝑮(𝒕) optimisée numériquement pour garantir le meilleur ajustement des courbes de tendance bi-
exponentielles et ce, à chaque longueur d’onde de pompe.  
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Pour isoler l’impact des caractéristiques temporelles des impulsions, celle-ci devraient être 

caractérisées précisément. De plus, puisque les conditions d’accord de phase dans le cristal de 

DFG dépendent de multiples paramètres et peuvent varier de jour en jour, la caractérisation 

devrait être effectuée simultanément à l’expérience MOKE. Pour les résultats présentés ici, les 

particularités des impulsions ne sont pas bien connues. Il est tout de même possible d’extraire de 

l’information sur la durée des impulsions à partir des courbes de désaimantation. La Figure 8.6(b) 

montre la largeur à mi-hauteur moyenne de la fonction 𝐺(𝑡) ayant été définie par l’optimisation 

numérique de la courbe de tendance pour chaque longueur d’onde. La présence des trois même 

régimes qu’à la Figure 8.6(a) semble indiquer que les impulsions de 3.15 µm à 5.9 µm sont 

effectivement plus longues que les autres, ce qui peut influencer les dynamiques de la 

désaimantation ultrarapide [319]. 

Finalement, les données présentées ci-haut permettent de déduire que la longueur d’onde de 

pompe n’a pas un impact significatif sur les dynamiques de la désaimantation ultrarapide. Cette 

conclusion concorde avec les résultats rapportés par Stiehl et al. [104] et Chekhov et al. [105], 

qui démontrent que la longueur d’onde n’a aucune incidence lorsque les processus non-locaux 

de transport de spins sont éliminés. Ici, la composition de l’échantillon ainsi que son épaisseur le 

rendent favorable aux effets de transport non-locaux au-travers desquels la longueur d’onde peut 

avoir un impact [16]. Néanmoins, dans l’expérience présente, les effets de la longueur d’onde 

sont suffisamment faibles pour être supplantés par l’influence des caractéristiques temporelles 

de l’impulsion de pompe. 

8.2.3 Effet de la propagation dans l’air 

La région spectrale de l’infrarouge moyen couvre des fréquences qui correspondent à bon 

nombre de transitions ro-vibrationnelles des molécules présentes dans l’air, telles que le CO2 ou 

l’H2O. Conséquemment, lorsqu’une impulsion infrarouge ultracourte (donc large bande) se 

propage dans l’air, les molécules sont excitées de façon ro-vibrationnelle. Alors, les régions du 

spectre correspondant aux énergies de ces transitions sont atténuées, ce qui mène à l’apparition 

de nombreuses raies d’absorption fines dans le spectre. Les molécules excitées, tant qu’à elles, 

forment des dipôles oscillants qui émettent de la radiation jusqu’à ce que l’énergie absorbée soit 

complètement évacuée [322]. Ce processus est nommé décroissance libre de l’induction (ou free 

induction decay). Puisque l’excitation par l’impulsion laser est cohérente, les ondes émises par 

ces dipôles interfèrent entre elles et forment ainsi un paquet d’onde à large bande qui peut mener 

à la génération d’un écho de l’impulsion initiale après quelques picosecondes [323]. C’est ainsi 
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que la formation de répliques de l’impulsion laser peut découler de la simple propagation de la 

lumière dans l’air.  

Afin de vérifier que ces répliques n’interfèrent pas avec l’expérience de MOKE résolue en temps, 

les mesures dans l’infrarouge moyen ont été reproduites en plongeant le montage sous 

atmosphère d’azote. L’enceinte recouvrant le montage n’étant pas parfaitement étanche, un 

apport constant d’azote a été maintenu au cours de ces mesures de façon à garantir un taux 

d’humidité de moins de 10%. À l’exception de la longueur d’onde de 5.9 µm, les mesures 

obtenues dans l’azote ne révèlent aucune différence avec celles obtenues dans l’air.  

À 5.9 µm, cependant, la différence est frappante. Une comparaison entre la désaimantation 

ultrarapide mesurée dans l’air et dans l’azote est présentée à la Figure 8.7(a). Dans l’air, la 

récupération de l’aimantation est moins prononcée. Environ 2 ps après l’excitation, il est même 

possible de distinguer une seconde chute de l’aimantation qui pourrait être causée par une 

réplique de l’impulsion de pompe. En effet, Bühlmann et al. [318] ont démontrés que deux 

impulsions consécutives peuvent entamer le processus de désaimantation ultrarapide même si 

elles ne sont séparées que par un court délai. Par contre, cette étude est restreinte au cas où les 

deux impulsions ont la même intensité et pompent un échantillon refroidit, donc une comparaison 

plus poussée avec les résultats présents est inapplicable.  

 

Figure 8.7 Effet de la propagation sur le MOKE 

(a) Désaimantation ultrarapide induite par des impulsions à 5.9 µm lorsque le montage expérimental est plongé 
dans une atmosphère d’air (triangles) ou d’azote avec moins de 10% d’humidité (cercles). Deux courbes ayant 
le même niveau de désaimantation maximale sont choisies pour la comparaison. L’optimisation numérique de 
la courbe de tendance ne peut être utilisée pour cette comparaison, car les données mesurées dans l’air sont 
mal représentées par l’équation (8.1). La courbe pointillée est donc un lissage des données servant 
uniquement à guider le regard. (b) Désaimantation maximale (ce qui correspond à peu près au paramètre 𝑩) 
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en fonction de la désaimantation atteinte 16 ps après l’excitation (ce qui correspond à peu près au paramètre 
𝑪) pour toutes les courbes obtenues avec une pompe de 5.9 µm. Les courbes pointillées sont un lissage des 
données servant à guider le regard. 

Ici, le résultat de la double excitation est que la désaimantation maximale est relativement faible, 

ce qui correspond à l’excitation par une seule impulsion, alors que le niveau de désaimantation 

subsistant après plusieurs picosecondes est relativement élevé, car l’énergie totale transmise à 

l’échantillon comprend les contributions de deux impulsions séparées temporellement. Ainsi, pour 

une valeur de 𝐶 donnée, 𝐵 est plus petit que dans le cas où le montage est plongé sous 

atmosphère d’azote (Figure 8.7(b)).  

Remarquablement, le temps de désaimantation 𝜏𝑀 ne semble pas affecté par les caractéristiques 

temporelles atypiques de l’impulsion de pompe. Lorsque 𝐶 > 0.12, le temps moyen de 

désaimantation est de 109 fs, très près de la valeur obtenue lorsque le montage est plongé dans 

l’azote, soit 112 fs. Ce résultat constitue un indice supplémentaire que l’impulsion n’est pas 

simplement allongée par la propagation dans l’air, mais qu’elle acquiert plutôt un profil temporel 

complexe [318,319]. 

 

Figure 8.8 Principe du FROSt 

Schéma explicatif du principe du FROSt. Une impulsion de pompe, 𝑰𝒔(𝒕), sert à exciter l’échantillon semi-

conducteur avec un délai variable par rapport au signal à caractériser, 𝑷(𝒕). Deux exemples de délais, 𝝉𝟏 et 𝝉𝟐, 

sont représentés. Puisque l’échantillon devient opaque sous l’effet de la pompe, le signal 𝑷(𝒕) est partiellement 
atténué. À la sortie de l’échantillon, le spectre du signal transmis est mesuré à chaque délai, ce qui permet de 
reconstruire le signal ainsi que le profil de la chute de transmission, 𝑺(𝒕). Reproduit avec autorisation de [324] 
© The Optical Society.   

Afin de caractériser le profil temporel des impulsions, la commutation optique résolue en temps 

(FROSt, de l’anglais Frequency-Resolved Optical Switching) est utilisée [324]. Le FROSt est une 

méthode développée au laboratoire ALLS qui permet de caractériser des impulsions sur une large 

gamme de longueurs d’ondes. Contrairement aux méthodes communes basées sur des 

interactions non-linéaires telles que le FROG, le FROSt ne nécessite pas d’accord de phase et 

permet donc de mesurer des signaux de large bande et de faible intensité. Tel que représenté à 

la Figure 8.8, le principe est le suivant : une première impulsion, la pompe, est envoyée sur un 
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matériau semi-conducteur. À la surface de l’échantillon, la pompe induit une chute de la 

transmission du matériau. Après un délai variable, le signal à caractériser est envoyé sur 

l’échantillon et le spectre transmis est mesuré. Cette mesure est répétée afin d’obtenir un 

spectrogramme du signal transmis en fonction du délai entre les impulsions. Finalement, un 

algorithme peut être utilisé pour reconstruire à la fois le signal et le profil de la chute de 

transmission. Pour ainsi caractériser des impulsions dans l’infrarouge moyen, il est possible 

d’utiliser directement les impulsions de 800 nm livrées par un laser titane-saphir pour photoexciter 

un échantillon de silicium ou de germanium. 

Des spectrogrammes FROSt des impulsions à 5.9 µm propagées dans l’air et dans l’air sec sont 

présentés aux Figure 8.9(a) et (c), respectivement. Puisque les molécules d’eau sont les 

principales sources d’absorption dans cette région du spectre, l’air sec est aussi efficace que 

l’azote pour réduire les sources de décroissance libre de l’induction.  

 

Figure 8.9 Profil temporel des impulsions à 5.9 µm 

(a) Spectrogramme obtenu par la méthode FROSt pour une impulsion à 5.9 µm après propagation dans 250 cm 
d’air. Aux délais négatifs, l’échantillon n’est pas encore excité par l’impulsion de pompe et tout le signal est 
détecté; le spectre est criblé de raies d’absorption. Puis, deux chutes d’intensités séparés d’environ 2 ps 
apparaissent. Ces chutes correspondent à une impulsion et sa réplique. (b) Intensité totale détectée à chaque 
délai. La réplique (à 0 ps) contient environ 54% de l’énergie de la première impulsion (à 2 ps). (c) Trace FROSt 
d’une impulsion de même longueur d’onde après propagation dans l’air sec à moins de 10% d’humidité. Les 
structures fines disparaissent du spectre, ce qui mène à une impulsion unique. (d) Profil d’intensité de cette 
trace. 

En comparant les spectres obtenus à des délais négatifs, c’est-à-dire avant la photoexcitation de 

l’échantillon, l’effet de l’absorption de l’eau est déjà évident. Dans l’air, le spectre est irrégulier et 

contient de nombreuses raies d’absorption. Dans l’air sec, cependant, le spectre est plus 

uniforme. Alors que le délai augmente, la queue des impulsions est progressivement atténuée 
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par la chute de transmission de l’échantillon. Sur la Figure 8.9(a), on observe deux chutes 

d’intensité successives qui correspondent à l’impulsion principale et une réplique causée par la 

décroissance libre de l’induction. Ces impulsions sont séparées par environ 2 ps, ce qui 

correspond au délai entre les deux chutes d’aimantation visibles à la Figure 8.7(a). Il est donc 

vraisemblable que les dynamiques surprenantes de l’aimantation observées dans l’air soient 

causées par des répliques de l’impulsion de pompe induites par la décroissance libre de 

l’induction des molécules d’eau présentes dans l’atmosphère.  

8.3 Conclusion 

En conclusion, il est démontré que la désaimantation ultrarapide peut être induite efficacement 

par une impulsion dans l’infrarouge moyen dans un échantillon multicouche de métaux de 

transition. Les résultats permettent de définir que même si des effets non-locaux de transport de 

spins sont présents dans l’échantillon, la longueur d’onde de l’impulsion de pompe n’influence 

pas les dynamiques de la désaimantation de manière significative. Par contre, les variations du 

profil temporel des impulsions ont un impact non négligeable, car la désaimantation est influencée 

par la durée de l’impulsion et par la présence de répliques. D’ailleurs, dans l’infrarouge moyen, 

l’absorption de la lumière par les molécules présentes dans l’air constitue une source inhérente 

de répliques via la décroissance libre de l’induction. Ce phénomène doit donc être tenu en compte 

pour toute expérience ultrarapide employant des impulsions dans cette région du spectre. Ainsi, 

les résultats obtenus ici pour la désaimantation ultrarapide peuvent servir d’appel à la prudence 

pour d’autres types d’expériences, par exemple pour la spectroscopie ultrarapide dans 

l’infrarouge moyen, qui continue à gagner en popularité [325]. 



 

 

9 CONCLUSION 

Dans cette thèse, plusieurs expériences ont été présentées qui permettent d’étudier la 

désaimantation ultrarapide sous des conditions auparavant peu explorées. Le succès des 

méthodes utilisées repose en grande partie sur le développement de sources de lumières 

ultrarapides spécifiquement adaptées à ces applications. En retour, les exigences de chaque 

application en termes de flux de photons, d’énergie des photons et de durée des impulsions 

guident le développement de nouvelles sources de lumières. L’avancement des connaissances 

sur les phénomènes ultrarapides tels que la désaimantation va donc de pair avec l’évolution des 

sources de lumières disponibles. 

Dans les travaux présentés ici, le développement d’une source à haut flux de photons autour de 

155 eV a permis de sonder la désaimantation ultrarapide au seuil N d’absorption du terbium pour 

la première fois et ainsi d’observer un mouvement ultrarapide des murs de domaines 

magnétiques. Une source de photons à 60 eV couplée à une source de longueur d’onde variable 

du visible au proche infrarouge a permis d’étudier l’effet de la longueur d’onde d’excitation sur la 

désaimantation ultrarapide dans le cobalt. Ces travaux ont ensuite mené au développement d’une 

nouvelle technique de génération d’harmoniques d’ordres élevés qui permet d’accorder le spectre 

harmonique en contrôlant le profil spatio-temporel des impulsions laser utilisées pour la 

génération. Finalement, une source réglable dans l’infrarouge moyen a permis d’étudier l’effet 

des caractéristiques de l’impulsion de pompe sur la désaimantation ultrarapide dans un 

échantillon multicouche de métaux de transitions. L’optimisation analytique du montage MOKE, 

qui a permis de maximiser le rapport signal sur bruit, a également joué un rôle essentiel dans le 

succès de ce dernier projet. 

À travers ces résultats, l’objectif principal d’étudier la désaimantation dans des régimes inexplorés 

a été atteint. Toutefois, bien du travail reste encore à faire afin de pouvoir formuler un modèle 

unifié de la désaimantation ultrarapide. En effet, les conclusions présentées dans ce document 

ne sont pas nécessairement transférables à d’autres types d’échantillons ou à différentes 

conditions expérimentales. Par exemple, le changement ultrarapide de la structure de domaines 

rapporté au chapitre 4 dans un alliage de terbium/cobalt n’a pu être observé lorsque l’échantillon 

est faiblement excité [310]. Lorsque l’excitation est suffisante, des phénomènes semblables mais 

se produisant sur différentes échelles de temps ont été constatés dans d’autres types 

d’échantillons [50,213,326]. De façon similaire, l’effet de la longueur d’onde rapporté dans la 

littérature semble dépendre grandement de la structure et de la composition de l’échantillon. Ceci 
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illustre la nécessité de recourir à des études diversifiées afin d’améliorer notre compréhension de 

la désaimantation ultrarapide dans le futur. 

Pour exécuter de tels travaux de recherche, il est essentiel d’avoir accès à des sources de lumière 

variées. Le développement de nouvelles sources demeure donc un domaine de recherche 

d’importance. En particulier, les sources de génération d’harmoniques d’ordres élevés, qui sont 

bien plus accessibles que les sources de rayonnement XUV et X de grandes envergure telles 

que les synchrotrons et les FELs, ont le potentiel d’avoir un impact majeur sur le futur de la 

science ultrarapide. Tel que démontré au chapitre 6, le contrôle des caractéristiques spatio-

temporelles des impulsions laser utilisées pour la génération constitue une avenue prometteuse 

pour créer des sources harmoniques versatiles. D’autres études devront cependant être 

complétées afin de déterminer les limites de cette méthode. 

En définitive, les travaux rapportés dans ce document représentent un petit pas vers une 

meilleure compréhension des phénomènes magnétiques ultrarapides. Dans le futur, d’autres 

expériences devront être menées dans le but d’unir les différents résultats présents dans la 

littérature et formuler un modèle universel qui permettra, on l’espère, de créer de nouvelles 

technologies basées sur ces phénomènes. Cela représente de grands défis scientifiques et 

technologiques, mais étant donné les avancées qui s’opèrent constamment à travers chaque 

domaine de recherche, la porte est grande ouverte pour la suite. 
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11 ANNEXE I : Information supplémentaire pour l’article 1 – XRMS 

dans un échantillon de terre rare 

11.1 HHG generation and Photon Flux Characterization 

The high-brightness HHG beam is driven by femtosecond pulses with 𝜆𝐿 = 1030 nm with TW-

level peak power, which was directly obtained through pulse compression of femtosecond pulses 

with 𝜆𝐿 = 1030 nm, a pulse duration of ~220 fs, and a pulse energy of 11 mJ from a Yb:CaF2 

amplifier. The pulse compression was achieved in a 3-meter long Ar-filled HCF and the spectrally 

broadened pulses were compressed by a set of chirped mirrors down to a pulse duration of 25 fs 

with an efficiency of >75%. To achieve a high compression factor (~10), we employed a stretched 

waveguide technique [327]. The specially designed flexible HCF has a 1 mm inner diameter with 

~300-μm-thick fused silica cladding surrounded by a polymer layer. 

In order to find the optimal conditions for generating HHG in the 100-220 eV spectral region, we 

compare the HHG conversion efficiency of HHG generated in helium with 1030 nm driving fields 

with generation schemes using OPAs (𝜆𝐿 = 1500 nm in neon and 𝜆𝐿 = 2400 nm in argon). The 

laser pulse with 𝜆𝐿 = 2400 nm was generated by a 3-stage OPA with a pulse energy of ~0.8 mJ, 

while the laser pulse with 𝜆𝐿 = 1500 nm was generated by a 4-stage OPA with a pulse energy of 

3.7 mJ. The phase matching conditions in argon and neon were optimized correspondingly by 

adjusting the focusing geometry as well as the gas-cell length to achieve optimal phase-matching 

conditions, respectively. 

The HHG spectrum was measured with an XUV spectrometer, which is based on a flat-field 

grating with a nominal groove number of 1200 lines/mm and an X-ray CCD camera (Andor 

Newton 920). The image of the 50-μm-wide slit is imaged direct onto the camera through the 

concave grating. The absolute photon flux of HHG generated in helium with 1 μm fields was 

estimated, on the other hand, in the diffraction experimental geometry by considering the quantum 

efficiency of the CCD camera, the transmittance of the filter and the reflectance of the multilayer 

mirror in the diffraction experimental geometry. The fluxes of HHG generated by the other two 

generation schemes were then calculated relatively according to the spectral intensity. 

We estimated the photon flux from the detected CCD counts, the known sensitivity of the CCD 

(Andor Newton 920), the filter transmission and EUV bandpass mirror efficiency: 
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Flux =
𝑁𝑐𝜂𝑒−𝑐𝜂𝑝−𝑒

𝑄𝐸 ∙ 𝑇filter𝑇𝐵𝑃

(11. 1) 

In our setup, the EUV multi-layer mirror selected harmonics with photon energy of about 155 eV 

with a bandwidth of 5 eV and re-imaged them on the CCD, the ratio of photoelectrons and 

detected counts on the CCD 𝜂𝑒−𝑐 =
𝑁𝑒

𝑁𝑐
 is around 7, the ratio of X-ray photons and generated 

photoelectrons 𝜂𝑝−𝑒 =
𝑁𝑝

𝑁𝑒
 is around 1/26, the quantum efficiency of the CCD, 𝑄𝐸, is 15%, 500-nm 

zirconium filters (with a transmission efficiency of 15% ) are used, and the EUV bandpass mirror 

has an efficiency of 3%. With the EUV transmission data, we obtained a flux for within 1% 

bandwidth of 2 × 109 photon/s/1%BW for 𝜆𝐿 = 1030 nm in helium, and the flux of the whole soft 

X-ray spectrum (100 eV-200 eV) is 3 × 1010 photon/s. 

11.2 Phase matching optimization in loose focusing geometry 

For a nonlinear optical frequency conversion process to be efficient, the phase velocities of the 

fundamental driving laser field and the harmonic light, need be matched so that the harmonic 

emissions from many atoms in the medium add coherently. 

As is pointed out by Constant et al. [166], the optimal conditions of the medium (𝐿med), coherence 

(𝐿coh), and absorption lengths (𝐿abs) are given by 𝐿med > 3𝐿abs, 𝐿coh > 5𝐿abs. The coherent length 

is given by 𝐿coh =
𝜋

Δ𝑘
, where Δ𝑘 is the wave vector mismatch between the infrared and the X-ray 

field. 

In our experiment, the 1 μm driver pulses are focused by an 𝑓 = 125 cm spherical mirror before 

a nickel tube with 20 mm inner diameter, which is pierced by the laser beam. The interaction 

intensity is 6.5x1014 W cm-2, with the spot size of 260 μm. The phase mismatch (Δ𝑘) is determined 

by the geometrical wave vector mismatch caused by focusing (Δ𝑘Gouy) and due to the dispersion 

of the generation neutral gas Δ𝑘Gas and the free electron (Δ𝑘Dispersion) [167]. Under the phase 

matched condition, the phase mismatch due to the Δ𝑘Gouy phase is compensated by the gas and 

plasma dispersion. The estimated coherent length is >3 cm, and absorption length is 0.6 cm, 1 

cm, 1.9 cm at 130 eV, 150 eV, 190 eV, which are close to the absorption-limited condition [166]. 

11.3 Photon flux comparison of different driver wavelengths and gas types 

Generally, the cutoff photon energy is given by the classical three-step model 𝐸 = 3.17𝑈𝑝 + 𝐼𝑝, 

where 𝑈𝑝 is the pondermotive potential and 𝐼𝑝 the gas ionization potential. Different combinations 
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of driver wavelength and target gas can result in the same pondermotive energy, corresponding 

to the same cutoff photon energy. To find the optimal choice of the driver source and the target 

gas for achieving the highest HHG flux in the 150-220 eV spectral region, we compare the 

performance of HHG with 1030 nm driving in helium with that in neon and argon, driven by 1500 

nm and 2400 nm wavelength pulses from OPAs which yield similar cutoff photon energy in the 

optimally phase-matched regime. 

We face the choice of the optimal driver source and the target gas for achieving the highest HHG 

flux in a specified spectral region on the phase matching condition in the absorption limited 

regime. The yield of the 𝑞-th harmonic per unit interaction area and time is given by [154] 

𝑑𝐼𝑞 ∝
𝜔𝑞

2𝜌2|𝑠𝑞|
2

𝛼𝑞
2+Δ𝑘2 [1 + 𝑒

−
𝐿med
𝐿abs − 2𝑒

−
𝐿med
2𝐿abs cos(Δ𝑘𝐿med)] , (11. 2)

where 𝜔𝑞 is the harmonic frequency, 𝑠𝑞 the single-atom response, 𝜌 the gas density, 𝛼𝑞 = 𝜌𝜎𝑞/2 

and 𝜎𝑞 is the absorption cross section of the harmonic field. Under the phase-matching condition, 

where Δ𝑘 ≈ 0, and for the harmonic orders in the spectral plateau, we have 

𝑑𝐼𝑞 ∝ (
𝜔𝑞𝑠𝑞

𝜎𝑞
)

2

(11. 3) 

The single-atom response 𝑠𝑞 can be numerically calculated by considering the ionization, 

acceleration and recombination of the photo-ionized electrons. Thus, we can estimate that 

𝑠𝑞 ∝ 𝜎ion𝑎(𝜔𝑞)𝑑(𝜔𝑞), (11. 4) 

where 𝜎𝑖𝑜𝑛 is the photoionization cross-section, 𝑎(𝜔𝑞) is the dipole acceleration and 𝑑(𝜔𝑞) the 

dipole moment [154]. Overall, under the phase-matching condition and for HHG orders at the 

spectral plateau, 𝑎(𝜔𝑞)𝑑(𝜔𝑞) scales with the driving wavelength by 

|𝑎(𝜔)𝑑(𝜔)|2 ∝  𝜆𝐿
―5.5 [149,154]. As the result, we obtain 

𝑑𝐼𝑞 ∝ 𝜆𝐿
−5.5 (

𝜎ion

𝜎𝑞
)

2

. (11. 5) 

Photoionization cross-section [328,329] and absorption cross-section [330] are acquired from the 

literature. For a harmonic energy of 200 eV, the signal from helium is about 14 and 70 times as 

those from neon and argon, respectively. 

The estimation above is further confirmed by our numerical simulations. In order to obtain 

simulated harmonic spectra from the interaction of noble gases with a strong laser field, we 
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numerically solved three-dimensional time-dependent Schrödinger equation in velocity gauge 

with single active electron approximation. The key parameters used in the simulations are listed 

in Table 11.1. In these calculations, we employed the pseudospectral method with Tong-Lin 

models of the helium, neon and argon atoms. Afterwards, single-atom harmonic spectra were 

calculated from the Fourier transform of the dipole acceleration with the simulated electron wave 

functions. The laser wavelengths and the pulse durations for the simulations were the same as 

those in the corresponding measurements, while the pulse intensities were chosen to generate 

the corresponding cut-off energies. 

Tableau 11.1 Laser parameters 

 Wavelength (nm) Pulse duration (fs) 
Peak intensity 
(1014W/cm2) 

Helium 1030 25 5.93 

Neon 1500 80 2.84 

Argon 2400 100 1.06 

Laser parameters used in the simulation. 

To compare the HHG at the absorption limit with the phase-matching condition, Figure 11.1(b) 

represents the HHG spectra from the single atom efficiency (Figure 11.1(a)) by multiplying by the 

inverse square of the absorption cross-section of each gas, respectively. The overall trend of the 

simulation results is in excellent agreement with our experimental results. 

 

Figure 11.1 HHG spectra and simulation 

(a) Single atom response from TDSE simulations. (b) Phase-matched HHG signal with wavelength scaling for 
He, Ne and argon. 

Furthermore, we compare our experiment results with previous experiments, and illustrate as 
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Figure 11.2. 

 

Figure 11.2 HHG spectra in the literature 

Overview of the experimentally generated HHG flux in photons per shot per 1%BW above 100 eV in helium 
(squares), neon (circles) and argon (triangles). The driving field wavelength (𝝀𝑳) is illustrated by marker colors. 

The repetition rate of HHG is at ~100 kHz for open symbols, at ~50 Hz for the half-filled symbols and at ~1kHz 
for the rest fully filled symbols. 

11.4 Measurements on the transmission and diffraction efficiency around the Tb 
N-edge 

Lanthanide elements constitute an intrinsic feature of X-ray absorption: the 4f electric dipole 

transitions at the N edge, which is so-called giant resonances, are among the strongest in the 

periodic table. In this work, we experimentally measured the transmission and diffraction 

efficiency around the Tb N-edge of our sample Co0.88Tb0.12 at the SEXTANTS beamline [331] of 

Synchrotron SOLEIL (Fig. 11.3). Note that, these results are consistent with the previous 

experimental measurements with a higher energy resolution [208]. This confirms that highest 

diffraction efficiency is located at ~155.5 eV, which helped us to determine the center energy of 

the multilayer mirrors used in our HHG experiment. 
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Figure 11.3 XRMS in Co0.88Tb0.12 

Experimental measurements of the diffraction efficiency and transmission of the sample Co0.88Tb0.12 around 
Tb N-edge. (a) The total X-ray diffraction intensity and (b) the first order diffraction intensity vs. the diffraction 
angle by scanning X-ray photon energy from 140 eV to 170 eV. (c) The diffraction efficiency derived from (a) 
and (b), in comparison with the X-ray transmission around the N edge. 

11.5 Mechanism of XRMS 

Here, we show that the resonant magnetic scattering is dominantly contributed by the XMCD-like 

effect, while the XMLD-like effect can be safely ruled out from our results. 

According to the theory, the amplitude of the magnetic scattering can be expressed as [332] 

𝑓(𝑋𝑅𝑀𝑆) =
3

4
𝜆[𝑒𝑓

∗ ∙ 𝑒0𝐺0 + 𝑖(𝑒𝑓
∗ × 𝑒0) ∙ �̂�𝐺1 + (𝑒𝑓

∗ ∙ �̂�)(𝑒0 ∙ �̂�)𝐺2] (11. 6) 

where 𝑒0 and 𝑒𝑓 represent the polarization unit vectors for the incident and scattered light, �̂� is 

the unit vector of the sample magnetization and 𝐺0, 𝐺1 and 𝐺2 are the dipole matrix elements. The 

first term on the right-hand side of the above equation is represents the scattering effect on the 

charges, independent of the direction of the magnetic moment. The second term depends linearly 

on the direction of the magnetic moment, and 𝐺1 arises from the spin polarization of a partially 

occupied band, and from the exchange splitting of the empty states. Thus, the second term is 

analogy to the XMCD effect (XMCD-like). The last term depends quadratically on the magnetic 

moment, which is the XMLD-like effect in the scattering process. Quantitatively, the XMLD-like 

effect is a higher order effect with a much weaker contribution. This was confirmed by the 

theoretical calculations showing that the XMLD-like effect is generally at least one order of 

magnitude weaker, when compared to the XMCD-like effect, on the ferro- and ferrimagnetic 
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materials [333,334]. Meanwhile, because the polarization of the light field is perpendicular to the 

sample magnetization, leading to 𝑒0 ∙ �̂� = 0, we can safely exclude the contributions of the XMLD-

like effect in our experiments. 

When scattered on a network of magnetic domains with opposite out of plane magnetization 

direction, the overall magnetization scattering intensity as a function of the momentum transfer, 

𝐼(𝑘), is given by [135] 

𝐼(𝑘) = |∫ 𝑓(𝑋𝑅𝑀𝑆)(𝑟) exp(𝑖𝑘𝑟)𝑑𝑟
𝑉

|
2

(11. 7)

The sum runs over the effective domains in the probing area. Assuming homogeneous charge 

distribution, the charge scattering in Eq. (12.6) can be neglected (the first term) and the scattering 

intensity can be written as 

𝐼(𝑘) = |∫ [�⃗⃗�0 ∙ �̂�(𝑟)]𝐺1 exp(𝑖𝑘𝑟)𝑑𝑟
𝑉

|

2

∝ |∫ 𝑚𝑧(𝑟)𝐺1 exp(𝑖𝑘𝑟)𝑑𝑟
𝐴

|

2

(11. 8) 

With �⃗⃗�0𝑒𝑓
∗ × 𝑒0. Note that �⃗⃗�0 points to the propagation direction of the X-ray here (z direction). The 

period area is denoted by 𝐴 and 𝑚𝑧(𝑟) represents the local out-of-plane components of the 

magnetization. As a result, the magnetic scattering intensity 𝐼(𝑘) is proportional to the squared 

modulus of the two-dimensional Fourier transform of the magnetic domain pattern 𝑚𝑧(𝑟). 

11.6 Sample magnetization and XRMS 

Probing of magnetization state via small-angle X-ray magnetic scattering using linearly polarized 

X-ray pulses rely on preparation of periodically magnetized magnetic domain structure of the 

sample. The aligned magnetic stripe domains can be achieved using a magnetization procedure 

described in Ref. [335]. A thin-layer ferromagnetic sample with saturated out-of-plane magnetic 

moment forms a “labyrinth” domain state with a typical domain size that is dependent on the 

thickness of the sample. In order to achieve the aligned “stripe” domain state, the sample is de-

magnetized using a strong magnetic field along an in-plane axis. 

11.7 Data analysis for tr-XRMS experiments 

Two first-order diffraction peaks can be clearly observed in the XRMS diffraction pattern, 

corresponding to the stripe-like domain pattern of the sample. In order to retrieve the intensity and 

the peak position (momentum transfer), we first rotate the diffraction pattern so that the 𝑘𝑥 

direction is along the horizontal direction, as shown in Fig. 11.4(a). Then the intensity as a function 
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of 𝑘𝑥 is obtained by integrating the intensity within the range of Δ𝑘𝑦, which yields 1D curves as 

shown in Fig. 11.4(b). The intensity and momentum transfers can be extracted by fitting the peaks 

symmetrical to 𝑘𝑥 = 0 by Gaussian functions (see Fig. 11.4(b)). We note that, because of the 

strong suppression of the sample magnetization, the diffraction peaks are too weak to reliably 

extract the peak position after 10 ps in our experiment. For data >10 ps, the sample magnetization 

(peak intensity) is extracted by direct integration of the intensity of the diffraction peaks in the 

pattern and normalized by taking the same integration at the ground state (𝑡𝑑 < 0). 

 

Figure 11.4 Data analysis of XRMS data 

(a) A typical magnetic diffraction pattern after rotation that makes the horizontal direction the 𝒌𝒙 direction. (b) 

The open symbols represent the extracted 1D curve by integrating the diffraction intensity along 𝚫𝒌𝒚 in (a). 

The solid lines are the Gaussian fitting to the two diffraction peaks of the data. 

11.8 Repetition rate and pump wavelength selection in tr-XRMS measurements 

The performed proof-of-concept pump-probe experiment on the solid sample is not only critically 

important to achieve high HHG flux in the required spectral range of resonant magnetic 

absorption, but also to reach a high number of X-ray photons in each probe pulse. 

In the tr-XRMS measurements, we found that the free-standing thin-film sample (50 nm CoTb 

alloy film) can be damaged by applying pump with 1 kHz repetition with a pump fluence ~5mJ/cm2 

due to the poor thermal conductivity between the sample and the sample holder. In order to avoid 

damaging, we intentionally reduced the pump repetition rate to 500 Hz. In addition, in order to 

suppress the scattering background and increase the signal-to-noise ratio of our measurements, 

we excited the sample with 1550 nm light generated from a 3-stage OPA, to which the X-ray CCD 

camera is not sensitive.



 

 

12 ANNEXE II : Information supplémentaire pour l’article 2 – 

Désaimantation dans le proche infrarouge 

12.1 Experimental details 

The experiments were performed on 100 Hz beamline of the Advanced Laser Light Source 

(located at INRS-EMT, Varennes, Canada). The experimental setup is schematized in figure 12.1. 

It is very closely related to the experiment by Vodungbo et al. 2012. The technique consists of 

diffracting XUV photons on a magnetic material arranged in striped domains of out-of-plane 

magnetization with alternating orientation. The photons are in resonance with the M2,3-edge of 

cobalt. The intensity of the diffraction is proportional to the transmission of the sample multiplied 

by the second power of the magnitude of the magnetization. This optical probe of the 

magnetization state is element specific and enables femtosecond temporal resolution. Since it is 

in transmission, it probes the bulk of the material rather than the surface. The dynamics of 

demagnetization are obtained pumping the sample before the probe and varying the delay 

between the two light pulses. The magnetization recovers on its own without the need for an 

external coercive magnetic field. However, one must be careful to allow the magnetization to fully 

recover before launching another pump-probe sequence, and not to inject too much heat in the 

system. High average pump power will cause static heating that will prevent the magnetization to 

recover between each sequence. In that regard, our relatively low repetition rate, 100 Hz, is a net 

advantage as it allows us to reach higher pump fluence before heating becomes an issue. 

 

Figure 12.1 Experimental pump-probe line 

The HHG generation point is reimaged 1:1 on the sample by a single concave 𝒓 = +4 m multilayer mirror 
(Ultrafast Innovation) placed at 2f from the generation point and the sample. The pump beam is spatially filtered 
in a 500 μm core hollow-core fiber (few-cycle Inc.). The fiber output is reimaged on the sample by a 2:1 4f 
imaging line. A polarization attenuator allowed control of the pump fluence for the 800 and 1800 nm pump. The 
fluence was controlled by neutral density filters for the 400 nm pump. The reflection from a glass wedge was 
used to help with the spatial overlap of the pump and the probe and to characterize the beam width at focus, 
using a PointGrey CMOS camera. The ‘’Sample’’ frame shows a MFM image of the actual sample. It shows an 
average domain size of 74 nm. 
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The XUV photons were provided by a high harmonic source driven by 13 mJ, 800 nm, 45 fs pulses 

focused by a 3 m focal length mirror on an 8 mm neon-filled gas cell. The gas is delivered through 

a synchronized Parker pulsed valve with a backing pressure of 700 mbar. A two-stage differential 

pumping scheme prevents the gas to propagate in the rest of the vacuumed beamline. The 

pressure throughout the beamline was kept below 5 × 10−5 torr. 

The energy of the magnetically active M2,3-edge of cobalt, 60 eV, corresponds closely to the 39th 

harmonic of the laser driving the process. A first 200 nm thick aluminum foil blocks the strong 

fundamental VIS beam while transmitting >70% of the 60 eV photons. The XUV are reimaged on 

the magnetic sample by a 2 m focal multilayer mirror (XUV60BW5 – UltraFast Innovations Inc.) 

placed at 4 m from the generation point. The spot size of the focused 60 eV harmonic was 

measured to be <190 μm. The high energy used for the generation combined with the long focal 

length allowed us to reach a flux of 3.4 × 108 photons/sec on target, in the 5 nm reflectivity 

bandwidth of the multilayer mirror. 

The magnetic sample consisted of a multilayer of cobalt platinum7 on a SiN membrane, 

magnetized out-of-plane in parallel domains of ~75 nm mean width by a slowly varying, damped, 

magnetic field applied parallel to the magnetic film. The SiN membrane was stretched over 

265x265 μm apertures on a silicon substrate. Prior to the demagnetization experiment, the 

domains were imaged by magnetic force microscopy (‘’Sample’’ frame in figure 12.1). 

The diffraction images were recorded on a water-cooled PI-MTE 2048b (13.5 μm/pixel) back-

illuminated CCD. Acquisition time of 8.5 seconds was sufficient to achieve desired SNR for the 

acquisition of the demagnetization curves. The 0th order diffraction was blocked to prevent 

detector saturation while allowing the diffracted peak to reach the sensor. 

A second laser output port with an independent compressor providing up to 6 mJ, 800 nm, 45 fs 

pulses is used as the source for the different wavelength pump beams. To provide 400 nm, this 

beam is first attenuated by a thin film polarizer attenuator, and then frequency doubled in a type I 

BBO. Fine control of the pump power was done with neutral density filters. The 800 nm pump 

beam was the direct beam attenuated to the μJ level, first by the same thin film polarizer attenuator 

(down to 1 mJ) and then with neutral density filters. SHG and transient grating autocorrelation 

confirmed that the neutral density filter had no significant impact on the time duration of the pulses, 

nor were the thin film polarizers creating satellite pulses. The 1800 nm pump beam was obtained 

with a white-light OPA (HE-TOPAS, Light Conversion Inc.) providing up to 1 mJ of idler. This 1 mJ 

                                                
7SiN30nm/Pt2nm/[Co0.6nmPt0.8nm]20/Al3nm (of which 1.5 nm of the Al capping layer are oxidized) 
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was attenuated to the desired energy level by an air-spaced achromatic half-wave plate followed 

the reflection of a germanium Brewster plate and by a colorPol© thin film polarizer. 

The 800 nm and 1800 nm beams were coupled in a 500 μm core, 1.25 m long stretched hollow-

core fiber. This served two main purposes. First, the fiber acted as a spatial filter to provide a 

clean spatial profile. Second, by imaging the fiber output 2:1 on the sample in a 4f scheme, one 

knows that the different pump wavelengths will provide a similarly sized focal spot on the sample. 

The 400 nm was not coupled to the fiber as its smaller wavelength allowed higher order spatial 

mode to propagate without significant attenuation through the 1.25 m fiber, counter-acting its 

usefulness as a spatial filter. To prevent significant changes to the optical path length while 

keeping the spot size similar on the magnetic sample, the fiber was removed but the 400 nm 

beam was focused on the position of the fiber output with a spot size corresponding to the EH11 

mode size of the 500 μm fiber, i.e. 320 μm 1/𝑒2 diameter. 

The delay line for the pump-probe setup was set on the pump arm, prior to the 2 m silver concave 

mirror. To monitor the pointing of the pump beam, help with spatial overlap of the probe and pump, 

and measure the focal spot size of the different pumps, the reflection from a fused silica wedge, 

placed after the concave mirror, was sent to a CCD camera. The wedge was removed during the 

acquisition of the diffraction images. A shutter blocked the pump beam for every other image to 

monitor the stability of the unperturbed diffraction signal and record a reference magnetization 

curve. 

The pump focusing mirror was set on a piezo-controlled mirror mount. Spatial overlap was 

optimized by scanning the position of the pump beam at a fixed positive pump-probe delay. 

Successive scans between full acquisitions of demagnetization curves ensured the continued 

overlap of the pump and probe during scans. 

The previously mentioned SHG-autocorrelator was used to monitor the pump pulse duration. 

Since the path length in air is long and water vapor absorption might affect the phase of the 

1800 nm beam, the nonlinear crystal was positioned at the same total optical path length as the 

magnetic sample. For the 400 nm pump beam, transient grating was preferred to second 

harmonic generation. 

Finally, for the wavelength scaling study to be complete, one must account for the wavelength-

dependent reflectivity and transmissivity of the sample. An incoherent broadband source was 

used to measure the transmission and reflectivity of the membranes at the three different pump 

wavelengths. Knowing the reflectivity and transmissivity of the sample, the energy of the pump 
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pulses, and the size of the pump beam focal spot, we can calculate the effective fluence affecting 

the magnetization. 

The XCCD frame of figure 12.1 represents a typical measured diffraction image. The domains 

had been demagnetized at 45° compared to the membrane edge. Knowing the pixel size (216 μm 

13.5 μm with binning of 16) and the sample to XCCD distance (4.2 cm), we can calculate the 

wave vector transfer of the diffracted peak which is directly related to the domains mean width. It 

is measured at 83 nm. This is comparable to the value measured by MFM, 74 nm. The 

discrepancy is not surprising knowing that even within the 2x2 μm frame of the MFM scan, the 

observed domain width varied significantly, and that the MFM image couldn’t be achieved directly 

on top of the membrane where the diffraction took place. Considering the bandwidth of the 

resonance, the discrepancy could also originate from a small uncertainty of the actual x-ray 

photon energy that are magnetically scattered. 

12.2 Results 

Each curve of figure 5.2 is an average of at least 3 acquired curves normalized with its own 

reference curve, concurrently measured by blocking the pump beam every other data point. Every 

data point corresponds to an 8.5 seconds image acquisition. 

The Gaussian pulse should represent the cross correlation between the pump and probe pulses. 

Determining the precise duration of the XUV beam after reflection by the narrow bandwidth mirror 

is difficult. To circumvent this, the width of the Gaussian was kept as a fitting parameter with an 

initial value corresponding to the width of the pump pulses. 

In a background-free environment, the normalization of the demagnetization curve with its pump-

free reference should naturally give a value of 1. The actual value of the curves presented in 

figure 5.2 was indeed all in the range of 0.9 to 1.1. Yet, to be able to better compare the curves, 

they were normalized to one and refitted with the same empirical model. 

Similarly to what was reported by Vodungbo et al. Nat Comm. 2012, we observe no change in 

the azimuthal or radial shape of the diffracted peak with varying pump-probed delay. It means, 

within the precision granted by the SNR of our XRMS images, that the domains size and 

orientation distributions were not affected by the transient deposition of energy from the laser 

pulses to the magnetic material. 

The semi-classical demagnetization model predicts a wavelength-independent relaxation, and 

thermalization time, i.e. 𝜏2 and 𝜏1. To highlight the former, we trace its dependence to the 
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asymptotic demagnetization, 𝐶, in shown Figure 12.3(a). We observe no discernable wavelength 

dependence. For the latter, Figure 5.2(d) indicates that 𝜏1 is independent of the pump wavelength, 

which is confirmed by the empirical fitting model (see Figure 12.2). Furthermore, it is also shown 

to be independent of both of the absorbed energy gauges, 𝐶 and 𝜏2. 

 

Figure 12.2 Thermalization time 𝝉𝟏 

Invariance of the thermalization time to the different pumping conditions. The average value of the 
thermalization time is (90 ± 20) fs. 

The independent nature of 𝜏1 to both our energy gauges is also in good agreement with the 

findings of Vodungbo et al. 2012 [31] where they attribute the faster magnetization decay of their 

material compared to similar, but uniformly magnetized materials to inter-domain diffusion of spin-

polarized electrons. The maximum demagnetization dependence on the absorbed fluence is 

linked to the electronic temperature reached, while the thermalization time is attributed to the 

specific property of the domains’ junction, which is purely material-dependent. Similarly, the 

higher electronic temperature due to higher ponderomotive energy 𝑈𝑝 yields higher magnetization 

quenching in our case. 

Figure 5.3 presents the wavelength dependence of the maximum demagnetization in regard to 

the alternative deposited energy gauges introduce in the main letter. Here, figure 12.3(a) shows 

the interdependence of these alternative energy gauges, 𝐶, and 𝜏2, with the pump wavelength. 

Figure 12.3(c) shows that here indeed a linear increase of the relaxation time 𝜏2, with the pump 

fluence, as previously seen in the literature. 

Contrary to figure 5.3, figure 12.3(a) shows no clear wavelength dependence on the 𝐶 vs 𝜏2 

curves. This either show that both 𝐶 and 𝜏2 are wavelength independent, or at the very least, that 
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they share the same dependence to the pump wavelength. The latter case is unlikely, the different 

behavior of the maximum demagnetization, 𝐵, to 𝐶, and to 𝜏2, still serves to show a global 

wavelength-dependent magnetization response of the material. 

 

Figure 12.3 Interdependence of the alternative energy gauges 

Interdependence of the alternative energy gauges with the absorbed fluence (i.e. after reflection from the 
sample surface). The blue squares points represent the fitting parameters for the 0.4 μm-pumped curves. The 
orange circles represent the 0.8 μm-pumped curves. Finally, the red diamonds represent the 1.8 μm-pumped 
curves. 

12.3 Maximum electron temperature and scaling with 𝝀𝟐 

At constant volume and neglecting coupling with phonons and spins, the increase of the thermal 

electron energy is equal to the average electromagnetic power absorbed by the medium, i.e. 

𝐶𝑒(𝑇𝑒)
𝑑

𝑑𝑡
𝑇𝑒 = 〈

𝑑𝑊

𝑑𝑡
〉 , (12. 1)

where 𝐶𝑒(𝑇𝑒) = 𝛾𝑇𝑒 is the electron heat capacity and 𝑇𝑒 is the electronic temperature. Using 

complex notation: 

〈
𝑑𝑊

𝑑𝑡
〉 =

1

4
(�⃗⃗� ∙ 𝐽∗ + �⃗⃗�∗ ∙ 𝐽) =

1

4
𝑖𝜔𝜖0(𝜖𝑟

∗ − 𝜖𝑟)|�⃗⃗�|
2

=
2𝜋

𝜆
𝜖2𝐼, (12. 2)
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with the relative permittivity 𝜖𝑟 = 𝜖1 + 𝑖𝜖2 and where λ and the laser intensity 𝐼 = (�⃗⃗� ∙ �⃗⃗�∗)/2𝜂0 are 

both defined in vacuum. Eq. (11.1) above can then be written in the following form 

∫ 𝑇𝑒𝑑𝑇𝑒
𝑇𝑒,0+Δ𝑇𝑒

𝑇𝑒,0
=

1

𝛾

2𝜋

𝜆
𝜖2 ∫ 𝐼𝑑𝑡

∞

−∞
(12. 3)

The integral over the laser intensity on the right-hand side is the fluence F which, in turn, defines 

the energy density transferred to the medium as 𝑊 = 2𝜋𝜖2𝐹/𝜆. After integration of the left-hand 

side, it is straightforward to show that 

Δ𝑇𝑒 = √𝑇𝑒,0
2 +

2

𝛾
𝑊 − 𝑇𝑒,0 (12. 4) 

Eq. (11.4) gives an upper bound to the increase of the electron temperature for a given laser 

fluence and laser wavelength. The transfer of energy to the phonons and spins during the laser 

heating process will effectively lead to lower peak electronic temperatures. 

For optical excitation in the infrared part of the electromagnetic spectrum, metals are fairly 

described by a Drude permittivity, in which case 

2𝜋

𝜆
𝜖2 = 𝜂0

𝜎

1 + 𝜔2𝜏2
(12. 5) 

For metals, 𝜏 is typically in the tens of femtoseconds range and 

〈
𝑑𝑊

𝑑𝑡
〉 =

1

2
(

𝜎

1+𝜔2𝜏2) 𝐸0
2 ∝ 𝜆2 (12. 6)

which leads to Δ𝑇𝑒 ∝ 𝜆2, in the case of moderate heating (Δ𝑇𝑒 ≪ 𝑇𝑒,0). 

12.4 Optical data for Al, Co and Pt and effective scaling with 𝝀𝟐 

In the paper, we present an analysis based on optical data for Al, Co, and Pt. We computed an 

effective susceptibility by weighting the individual material contribution by their respective volume 

in the sample, i.e. 

𝜖𝑒𝑓𝑓 = 1 +
𝜒𝐴𝑙𝑙𝐴𝑙 + 𝜒𝐶𝑜𝑙𝐶𝑜 + 𝜒𝑃𝑡𝑙𝑃𝑡

𝐿
(12. 7) 

with 𝐿 = 𝑙𝐴𝑙 + 𝑙𝐶𝑜 + 𝑙𝑃𝑡. Then we could compute the effective transfer of electromagnetic energy 

to the medium with 𝑊 = 2𝜋𝜖2𝐹/𝜆. The figure below shows that, excepted for a strong resonance 
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in Al around 800 nm, 𝑊 scales effectively as 𝜆2. 

 

Figure 12.4 Energy density transferred to the material 

Scaling of the energy density transferred to the material with 𝝀, with and without the Al capping layer. 

12.5 Fraction of the energy transferred to Co/Pt with the Beer-Lambert law 

The Beer-Lambert law stipulates that light absorption at a rate 𝛼 (in units of 1/m) produces an 

exponential decay of the light intensity with the penetration distance z into the medium, i.e. 

𝐼(𝑧) =  𝐼0𝑒−𝛼𝑧. In a multilayer sample, the light intensity after 𝑛 consecutive layers is thus 

𝐼𝑛 =  𝐼0𝑒−𝛼1𝑙1𝑒−𝛼2𝑙2 … 𝑒−𝛼𝑛𝑙𝑛 = 𝐼0 exp(− ∑ 𝛼𝑘𝑙𝑘
𝑛
𝑘=1 ), where 𝛼𝑘 and 𝑙𝑘 are the absorption coefficient 

and thickness of the 𝑘th layer. The power absorbed in the 𝑛th layer is then 

𝑃𝑛 = 𝛼𝑛𝐴𝐼0 exp(− ∑ 𝛼𝑘𝑙𝑘
𝑛−1
𝑘=1 ) 𝑓(𝑡) ∫ 𝑒−𝛼𝑛𝑧𝑑𝑧

𝑙𝑛

0
= 𝐴𝐼0 exp(− ∑ 𝛼𝑘𝑙𝑘

𝑛−1
𝑘=1 ) 𝑓(𝑡)(1 − 𝑒−𝛼𝑛𝑙𝑛) (12. 8)

where 𝐴 is the transverse area of the beam (for a Gaussian beam profile 𝐴 = 𝜋𝑤0
2/2) and 𝑓(𝑡) is 

the envelope function of the laser pulse (e.g. 𝑒−2𝑡2/𝑇2
 for a Gaussian pulse). The total absorbed 

power is obtained by summing over the 𝑁 layers of the sample: 

𝑃 = ∑ 𝑃𝑛

𝑁

𝑛=1
= 𝐴𝐼0𝑓(𝑡) ∑ exp (− ∑ 𝛼𝑘𝑙𝑘

𝑛−1

𝑘=1
)

𝑁

𝑛=1
(1 − 𝑒−𝛼𝑛𝑙𝑛) (12. 9) 

If the sample layers are mapped as Al3/[Pt0.8Co0.6]30/Pt2/SiN30, i.e. the aluminum layer corresponds 
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to 𝑛 = 1, the fraction of energy absorbed in [Pt0.8Co0.6]30/Pt2 is given by 

% in Co/Pt = 1 −
𝐴𝐼0𝑓(𝑡)(1 − 𝑒−𝛼1𝑙1)

𝑃
=

∑ exp(− ∑ 𝛼𝑘𝑙𝑘
𝑛−1
𝑘=1 )𝑁

𝑛=2 (1 − 𝑒−𝛼𝑛𝑙𝑛)

∑ exp(− ∑ 𝛼𝑘𝑙𝑘
𝑛−1
𝑘=1 )𝑁

𝑛=1 (1 − 𝑒−𝛼𝑛𝑙𝑛)
(12. 10) 

This expression gives only a rough estimate of the fraction of energy deposited in Co/Pt as it 

misses two important electromagnetic effects: optical reflection at the interfaces and multiple 

beam interference. 

12.6 Fraction of the energy transferred to Co/Pt with the thin-film electromagnetic 
theory 

The optical properties of the Al3/[Pt0.8Co0.6]30/Pt2/SiN30 sample can be obtained with the 

electromagnetic thin-film theory. We followed the formalism given in Born and Wolf, Principles of 

Optics, 7th ed (Cambridge University Press, 2006), chapter 1.6 and estimated the wavelength 

dependence of the absorptivity of the [Pt0.8Co0.6]30/Pt2 stack sandwiched between an Al layer and 

SiN (with 𝑛 ≈ 1.85). (See paper for the references for the Al, Co and Pt optical data.) 

Given the complex refractive index for Al (𝑛𝐴𝑙 = √𝜖𝐴𝑙) and SiN (𝑛𝑆𝑖𝑁 ≈ 1.85), the reflection and 

transmission coefficients are given by: 

𝑟 =
(𝑚11 + 𝑚12𝑛𝑆𝑖𝑁)𝑛𝐴𝑙 − (𝑚21 + 𝑚22𝑛𝑆𝑖𝑁)

(𝑚11 + 𝑚12𝑛𝑆𝑖𝑁)𝑛𝐴𝑙 + (𝑚21 + 𝑚22𝑛𝑆𝑖𝑁)
𝑡 =

2𝑛𝐴𝑙

(𝑚11 + 𝑚12𝑛𝑆𝑖𝑁)𝑛𝐴𝑙 + (𝑚21 + 𝑚22𝑛𝑆𝑖𝑁)
 

With the reflectivity 𝑅 = |𝑟|2 and transmissivity 𝑇 =
𝑅𝑒(𝑛𝑆𝑖𝑁)

𝑅𝑒(𝑛𝐴𝑙)
|𝑡|2 we found the absorptivity 

𝐴 =  1 −  𝑅 − 𝑇, i.e. the fraction of the incident energy from Al onto [Pt0.8Co0.6]30/Pt2 that is 

effectively absorbed in the magnetic part of the sample. 

The parameters 𝑚𝑖𝑗 are the elements of the [Pt0.8Co0.6]30/Pt2 transfer matrix that follows 

𝑚 = [
𝑚11 𝑚12

𝑚21 𝑚22
] = (𝑚𝑃𝑡,0.8𝑚𝐶𝑜,0.6)

30
𝑚𝑃𝑡,2 

where the matrix 𝑚𝑎,𝑙 is the individual transfer matrix of material 𝑎 of thickness 𝑙 (in nm): 

𝑚𝐴𝑙 = [
cos 𝛽 −

𝑖

𝑝
sin 𝛽

−𝑖𝑝 sin 𝛽 cos 𝛽
] 

with 𝛽 = 2𝜋𝑙√𝜖𝑎/𝜆, 𝑝 = √𝜖𝑎/𝜇𝑎 and 𝑖 = √−1. 





 

 

13 ANNEXE III : Information supplémentaire pour l’article 4 – Analyse 

de montages MOKE 

13.1 Example of calculation with Jones formalism 

Here is a simplified example of the calculation of the final polarization state using Jones formalism.  

For this example, the optimized configuration of the modulator-analyzer setup is used. The 

transmission axis of the first polarizer is rotated by 𝛽 = 90 with respect to the plane of incidence, 

so the initial polarization state is 𝑃 = [
0
1

]. The transmission axis of the analyzer is rotated by 

𝛼 =  45 with respect to the plane of incidence and the matrix that represents this element 

becomes 𝐴 = [
1/2 1/2
1/2 1/2

] =
1

2
[
1 1
1 1

]. As stated in the main text (Eq. (7)), the final polarization 

state is described by: 

[
𝐸𝑝

𝐸𝑠
]

𝑓

= 𝐴𝑂𝑆𝑃 

=
1

2
[
1 1
1 1

] [𝑒𝑖
𝜑
2 0

0 𝑒−𝑖
𝜑
2

] [
𝑟𝑝𝑝𝑒𝑖𝛿𝑝𝑝 𝑟𝑝𝑠𝑒𝑖𝛿𝑝𝑠

𝑟𝑠𝑝𝑒𝑖𝛿𝑠𝑝 𝑟𝑠𝑠𝑒𝑖𝛿𝑠𝑠
] [

0
1

] 

=
1

2
[
1 1
1 1

] [𝑒𝑖
𝜑
2 0

0 𝑒−𝑖
𝜑
2

] [
𝑟𝑝𝑠𝑒𝑖𝛿𝑝𝑠

𝑟𝑠𝑠𝑒𝑖𝛿𝑠𝑠
] 

=
1

2
[
1 1
1 1

] [
𝑟𝑝𝑠𝑒𝑖𝛿𝑝𝑠𝑒𝑖

𝜑
2

𝑟𝑠𝑠𝑒𝑖𝛿𝑠𝑠𝑒−𝑖
𝜑
2

] 

=
1

2
[
𝑟𝑝𝑠𝑒𝑖𝛿𝑝𝑠𝑒𝑖

𝜑
2 + 𝑟𝑠𝑠𝑒𝑖𝛿𝑠𝑠𝑒−𝑖

𝜑
2

𝑟𝑝𝑠𝑒𝑖𝛿𝑝𝑠𝑒𝑖
𝜑
2 + 𝑟𝑠𝑠𝑒𝑖𝛿𝑠𝑠𝑒−𝑖

𝜑
2

] 

In general, the intensity of the detected signal is 𝐼𝑀-𝐴 = |𝐄𝑓|
2

= |𝐸𝑝|
2

+ |𝐸𝑠
 |

2
. In this configuration, 

however, 𝐸𝑝 = 𝐸𝑠: 

𝐼𝑀-𝐴 = 2|𝐸𝑝|
2

 

=
1

2
(𝑟𝑝𝑠𝑒𝑖𝛿𝑝𝑠𝑒𝑖

𝜑
2 + 𝑟𝑠𝑠𝑒𝑖𝛿𝑠𝑠𝑒−𝑖

𝜑
2 ) (𝑟𝑝𝑠𝑒−𝑖𝛿𝑝𝑠𝑒−𝑖

𝜑
2 + 𝑟𝑠𝑠𝑒−𝑖𝛿𝑠𝑠𝑒𝑖

𝜑
2 ) 

=
1

2
(𝑟𝑝𝑠

2 + 𝑟𝑠𝑠
2 + 𝑟𝑝𝑠𝑟𝑠𝑠𝑒𝑖(𝛿𝑝𝑠−𝛿𝑠𝑠)𝑒𝑖𝜑 + 𝑟𝑝𝑠𝑟𝑠𝑠𝑒−𝑖(𝛿𝑝𝑠−𝛿𝑠𝑠)𝑒−𝑖𝜑) 

The exponentials 𝑒±𝑖𝜑, which express the retardation caused by the modulator, can be expanded 

in a Fourier series of Bessel functions using Eq. (6) of the main text: 
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cos 𝜑 = 𝐽0(𝜑0) + 2𝐽2(𝜑0) cos(2𝜔𝑡) + ⋯

sin 𝜑 = 2𝐽1(𝜑0) sin(𝜔𝑡) + ⋯
 

Considering only the first two harmonic orders, the intensity of the detected signal becomes: 

𝐼𝑀-𝐴 =
1

2
[𝑟𝑝𝑠

2 + 𝑟𝑠𝑠
2 + 𝑟𝑝𝑠𝑟𝑠𝑠𝑒𝑖(𝛿𝑝𝑠−𝛿𝑠𝑠)(cos 𝜑 + 𝑖 sin 𝜑) + 𝑟𝑝𝑠𝑟𝑠𝑠𝑒−𝑖(𝛿𝑝𝑠−𝛿𝑠𝑠)(cos 𝜑 − 𝑖 sin 𝜑)] 

=
1

2
[𝑟𝑝𝑠

2 + 𝑟𝑠𝑠
2 + 𝑟𝑝𝑠𝑟𝑠𝑠𝑒𝑖(𝛿𝑝𝑠−𝛿𝑠𝑠)[𝐽0(𝜑0) + 2𝐽2(𝜑0) cos(2𝜔𝑡) + 2𝑖𝐽1(𝜑0) sin(𝜔𝑡)]

+ 𝑟𝑝𝑠𝑟𝑠𝑠𝑒−𝑖(𝛿𝑝𝑠−𝛿𝑠𝑠)[𝐽0(𝜑0) + 2𝐽2(𝜑0) cos(2𝜔𝑡) − 2𝑖𝐽1(𝜑0) sin(𝜔𝑡)]] 

The Kerr rotation 𝜃𝑠,𝑝 and ellipticity 𝜀𝑠,𝑝 are described by (Eq. (4) of the main text): 

𝜃𝑠 =
𝑟𝑝𝑠

𝑟𝑠𝑠
cos(𝛿𝑝𝑠 − 𝛿𝑠𝑠)

𝜃𝑝 =
𝑟𝑠𝑝

𝑟𝑝𝑝
cos(𝛿𝑠𝑝 − 𝛿𝑝𝑝)

𝜀𝑠 =
𝑟𝑝𝑠

𝑟𝑠𝑠
sin(𝛿𝑝𝑠 − 𝛿𝑠𝑠)

𝜀𝑝 =
𝑟𝑠𝑝

𝑟𝑝𝑝
sin(𝛿𝑠𝑝 − 𝛿𝑝𝑝)

 

To retrieve these quantities in the expression for the intensity of the detected signal, the 

exponential expressions 𝑒±𝑖(𝛿𝑝𝑠−𝛿𝑠𝑠) are also expanded into trigonometric functions: 

𝐼𝑀-𝐴 =
1

2
[𝑟𝑝𝑠

2 + 𝑟𝑠𝑠
2

+ 𝑟𝑝𝑠𝑟𝑠𝑠[cos(𝛿𝑝𝑠 − 𝛿𝑠𝑠) + 𝑖 sin(𝛿𝑝𝑠 − 𝛿𝑠𝑠)][𝐽0(𝜑0) + 2𝐽2(𝜑0) cos(2𝜔𝑡)

+ 2𝑖𝐽1(𝜑0) sin(𝜔𝑡)]

+ 𝑟𝑝𝑠𝑟𝑠𝑠[cos(𝛿𝑝𝑠 − 𝛿𝑠𝑠) − 𝑖 sin(𝛿𝑝𝑠 − 𝛿𝑠𝑠)][𝐽0(𝜑0) + 2𝐽2(𝜑0) cos(2𝜔𝑡)

− 2𝑖𝐽1(𝜑0) sin(𝜔𝑡)]] 
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=
1

2
[𝑟𝑝𝑠

2 + 𝑟𝑠𝑠
2 + 𝑟𝑝𝑠𝑟𝑠𝑠 cos(𝛿𝑝𝑠 − 𝛿𝑠𝑠) [𝐽0(𝜑0) + 2𝐽2(𝜑0) cos(2𝜔𝑡)]

+ 2𝑖𝑟𝑝𝑠𝑟𝑠𝑠 cos(𝛿𝑝𝑠 − 𝛿𝑠𝑠) 𝐽1(𝜑0) sin(𝜔𝑡)

+ 𝑖𝑟𝑝𝑠𝑟𝑠𝑠 sin(𝛿𝑝𝑠 − 𝛿𝑠𝑠)[𝐽0(𝜑0) + 2𝐽2(𝜑0) cos(2𝜔𝑡)]

− 2𝑟𝑝𝑠𝑟𝑠𝑠 sin(𝛿𝑝𝑠 − 𝛿𝑠𝑠)𝐽1(𝜑0) sin(𝜔𝑡)

+ 𝑟𝑝𝑠𝑟𝑠𝑠 cos(𝛿𝑝𝑠 − 𝛿𝑠𝑠) [𝐽0(𝜑0) + 2𝐽2(𝜑0) cos(2𝜔𝑡)]

− 2𝑖𝑟𝑝𝑠𝑟𝑠𝑠 cos(𝛿𝑝𝑠 − 𝛿𝑠𝑠) 𝐽1(𝜑0) sin(𝜔𝑡)

− 𝑖𝑟𝑝𝑠𝑟𝑠𝑠 sin(𝛿𝑝𝑠 − 𝛿𝑠𝑠)[𝐽0(𝜑0) + 2𝐽2(𝜑0) cos(2𝜔𝑡)]

− 2𝑟𝑝𝑠𝑟𝑠𝑠 sin(𝛿𝑝𝑠 − 𝛿𝑠𝑠)𝐽1(𝜑0) sin(𝜔𝑡)] 

=
1

2
[𝑟𝑝𝑠

2 + 𝑟𝑠𝑠
2 + 2𝑟𝑝𝑠𝑟𝑠𝑠 cos(𝛿𝑝𝑠 − 𝛿𝑠𝑠) [𝐽0(𝜑0) + 2𝐽2(𝜑0) cos(2𝜔𝑡)]

− 4𝑟𝑝𝑠𝑟𝑠𝑠 sin(𝛿𝑝𝑠 − 𝛿𝑠𝑠)𝐽1(𝜑0) sin(𝜔𝑡)] 

=
1

2
[𝑟𝑝𝑠

2 + 𝑟𝑠𝑠
2 + 2𝑟𝑠𝑠

2
𝑟𝑝𝑠

𝑟𝑠𝑠

cos(𝛿𝑝𝑠 − 𝛿𝑠𝑠) [𝐽0(𝜑0) + 2𝐽2(𝜑0) cos(2𝜔𝑡)]

− 4𝑟𝑠𝑠
2

𝑟𝑝𝑠

𝑟𝑠𝑠

sin(𝛿𝑝𝑠 − 𝛿𝑠𝑠)𝐽1(𝜑0) sin(𝜔𝑡)] 

=
1

2
[𝑟𝑝𝑠

2 + 𝑟𝑠𝑠
2 + 2𝑟𝑠𝑠

2 𝜃𝑠[𝐽0(𝜑0) + 2𝐽2(𝜑0) cos(2𝜔𝑡)] − 4𝑟𝑠𝑠
2 𝜀𝑠𝐽1(𝜑0) sin(𝜔𝑡)] 

=
𝑟𝑝𝑠

2

2
+

𝑟𝑠𝑠
2

2
+ 𝐽0(𝜑0)𝜃𝑠𝑟𝑠𝑠

2 − 2𝐽1(𝜑0) sin(𝜔𝑡)𝜀𝑠𝑟𝑠𝑠
2 + 2𝐽2(𝜑0) cos(2𝜔𝑡)𝜃𝑠𝑟𝑠𝑠

2  

As expected, this result corresponds to Eq. (11) of the main text. 

13.2 Development of MOKE measurements with a quarter waveplate 

One way to measure the Kerr ellipticity from a PBS-based setup is to replace the half-waveplate 

with a quarter waveplate. The Jones matrix of the quarter waveplate is: 

𝑄 =
1 − 𝑖

√2
[

cos2 𝜙 + 𝑖 sin2 𝜙 (1 − 𝑖) sin 𝜙 cos 𝜙 

(1 − 𝑖) sin 𝜙 cos 𝜙 sin2 𝜙 + 𝑖 cos2 𝜙
]  

Then, for a setup that includes a modulator, the measured intensity is: 
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𝐼0 = 𝐽0(𝜑0)[cos2 𝛽 𝜃𝑝𝑟𝑝𝑝
2 + sin2 𝛽 𝜃𝑠𝑟𝑠𝑠

2 ] sin(4𝜙)

+2𝐽0(𝜑0)[cos2 𝛽 𝜀𝑝𝑟𝑝𝑝
2 − sin2 𝛽 𝜀𝑠𝑟𝑠𝑠

2 ] sin(2𝜙)

+[sin2 𝛽(𝑟𝑝𝑠
2 − 𝑟𝑠𝑠

2 ) + cos2 𝛽(𝑟𝑝𝑝
2 − 𝑟𝑠𝑝

2 )] cos2(2𝜙)

−𝐽0(𝜑0) sin(2𝛽) [𝑟𝑝𝑝𝑟𝑠𝑠 sin(𝛿𝑝𝑝 − 𝛿𝑠𝑠) + 𝑟𝑝𝑠𝑟𝑠𝑝 sin(𝛿𝑝𝑠 − 𝛿𝑠𝑝)] sin(2𝜙)

+
1

2
𝐽0(𝜑0) sin(2𝛽) [𝑟𝑝𝑝𝑟𝑠𝑠 cos(𝛿𝑝𝑝 + 𝛿𝑠𝑠) + 𝑟𝑝𝑠𝑟𝑠𝑝 cos(𝛿𝑝𝑠 + 𝛿𝑠𝑝)] sin(4𝜙)

+ sin(2𝛽) [𝑟𝑝𝑝𝑟𝑝𝑠 cos(𝛿𝑝𝑝 − 𝛿𝑝𝑠) − 𝑟𝑠𝑠𝑟𝑠𝑝 cos(𝛿𝑠𝑠 − 𝛿𝑠𝑝)] cos2(2𝜙)

 

𝐼𝜔 = −4𝐽1(𝜑0) sin(𝜔𝑡)[cos2 𝛽 𝜃𝑝𝑟𝑝𝑝
2 + sin2 𝛽 𝜃𝑠𝑟𝑠𝑠

2 ] sin(2𝜙)

+2𝐽1(𝜑0) sin(𝜔𝑡)[cos2 𝛽 𝜀𝑝𝑟𝑝𝑝
2 − sin2 𝛽 𝜀𝑠𝑟𝑠𝑠

2 ] sin(4𝜙)

−2𝐽1(𝜑0) sin(𝜔𝑡) sin(2𝛽) [𝑟𝑝𝑝𝑟𝑠𝑠 cos(𝛿𝑝𝑝 − 𝛿𝑠𝑠) + 𝑟𝑝𝑠𝑟𝑠𝑝 cos(𝛿𝑝𝑠 − 𝛿𝑠𝑝) ] sin(2𝜙)

+𝐽1(𝜑0) sin(𝜔𝑡) sin(2𝛽) [𝑟𝑝𝑝𝑟𝑠𝑠 sin(𝛿𝑠𝑠 − 𝛿𝑝𝑝) + 𝑟𝑝𝑠𝑟𝑠𝑝 sin(𝛿𝑠𝑝 − 𝛿𝑝𝑠)] sin(4𝜙) 

 

𝐼2𝜔 = 2𝐽2(𝜑0) cos(2𝜔𝑡)[cos2 𝛽 𝜃𝑝𝑟𝑝𝑝
2 + sin2 𝛽 𝜃𝑠𝑟𝑠𝑠

2 ] sin(4𝜙)

+4𝐽2(𝜑0) cos(2𝜔𝑡) [cos2 𝛽 𝜀𝑝𝑟𝑝𝑝
2 − sin2 𝛽 𝜀𝑠𝑟𝑠𝑠

2 ] sin(2𝜙)

−2𝐽2(𝜑0) cos(2𝜔𝑡) sin(2𝛽) [𝑟𝑝𝑝𝑟𝑠𝑠 sin(𝛿𝑝𝑝 − 𝛿𝑠𝑠) + 𝑟𝑝𝑠𝑟𝑠𝑝 sin(𝛿𝑝𝑠 − 𝛿𝑠𝑝)] sin(2𝜙)

+𝐽2(𝜑0) cos(2𝜔𝑡) sin(2𝛽) [𝑟𝑝𝑝𝑟𝑠𝑠 cos(𝛿𝑝𝑝 − 𝛿𝑠𝑠) + 𝑟𝑝𝑠𝑟𝑠𝑝 cos(𝛿𝑝𝑠 − 𝛿𝑠𝑝) ] sin(4𝜙)

 

Without modulator, it becomes: 

𝐼 = [cos2 𝛽 𝜃𝑝𝑟𝑝𝑝
2 + sin2 𝛽 𝜃𝑠𝑟𝑠𝑠

2 ] sin(4𝜙)

+2[cos2 𝛽 𝜀𝑝𝑟𝑝𝑝
2 − sin2 𝛽 𝜀𝑠𝑟𝑠𝑠

2 ] sin(2𝜙)

+[sin2 𝛽(𝑟𝑝𝑠
2 − 𝑟𝑠𝑠

2 ) + cos2 𝛽(𝑟𝑝𝑝
2 − 𝑟𝑠𝑝

2 )] cos2(2𝜙)

− sin(2𝛽) [𝑟𝑝𝑝𝑟𝑠𝑠 sin(𝛿𝑝𝑝 − 𝛿𝑠𝑠) + 𝑟𝑝𝑠𝑟𝑠𝑝 sin(𝛿𝑝𝑠 − 𝛿𝑠𝑝)] sin(2𝜙)

+
1

2
sin(2𝛽) [𝑟𝑝𝑝𝑟𝑠𝑠 cos(𝛿𝑝𝑝 + 𝛿𝑠𝑠) + 𝑟𝑝𝑠𝑟𝑠𝑝 cos(𝛿𝑝𝑠 + 𝛿𝑠𝑝)] sin(4𝜙)

+ sin(2𝛽) [𝑟𝑝𝑝𝑟𝑝𝑠 cos(𝛿𝑝𝑝 − 𝛿𝑝𝑠) − 𝑟𝑠𝑠𝑟𝑠𝑝 cos(𝛿𝑠𝑠 − 𝛿𝑠𝑝)] cos2(2𝜙)

 

It is then apparent that the Kerr ellipticity can be measured by maximizing sin(2𝜙), which will also 

cancel the first and third terms, while choosing 𝛽 ={0, 90, 180,…}, which will cancel the last 3 

terms and determinate whether the measurement is linked to the complex Kerr angle Θ𝑠 or Θ𝑝. 

13.3 Effect of mirror reflections 

The polarization state is changed by the reflection on any mirror. A Jones matrix that describes 

this polarization change can be included in the calculations. The Jones matrix of one imperfect 

mirror is: 

𝑀1 = [
�̃�𝑚1,𝑝 0

0 �̃�𝑚1,𝑠
], 
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where �̃�𝑚1,𝑝 and �̃�𝑚1,𝑠 are the complex Fresnel coefficients of the mirror for p- and s-polarized 

light, respectively, with �̃�𝑚1,𝑝 = 𝑟𝑚1,𝑝𝑒𝑖𝜉𝑚1,𝑝 and �̃�𝑚1,𝑠 = 𝑟𝑚1,𝑠𝑒𝑖𝜉𝑚1,𝑠. For 𝑁 mirrors, the matrix 

becomes: 

𝑀 = [
𝑟𝑚,𝑝𝑒𝑖𝜉𝑚,𝑝 0

0 𝑟𝑚,𝑠𝑒𝑖𝜉𝑚,𝑠
], 

where the total reflectivity amplitude is 𝑟𝑚 = 𝑟𝑚1 × 𝑟𝑚2 × ⋯ × 𝑟𝑚𝑁, the total phase is 𝜉𝑚 = 𝜉𝑚1 +

𝜉𝑚2 + ⋯ + 𝜉𝑚𝑁 and the indices 𝑝 and 𝑠 denote the corresponding polarization. Assuming that only 

the mirrors placed after the sample influence the polarization, which is accurate in the case of 

incident p- and s-polarization, the final polarization state is described by [
𝐸𝑝

𝐸𝑠
]

𝑓

= 𝐴𝑂𝑀𝑆𝑃 for the 

modulator-analyzer setup. For the optimized configuration with the polarizer at 𝛽 = 90 and the 

analyzer at 𝛼 = 45, the final polarization state is: 

[
𝐸𝑝

𝐸𝑠
]

𝑓

= 𝐴𝑂𝑀𝑆𝑃 

=
1

2
[
1 1
1 1

] [
𝑟𝑚,𝑝𝑒𝑖𝜉𝑚,𝑝 0

0 𝑟𝑚,𝑠𝑒𝑖𝜉𝑚,𝑠
] [𝑒𝑖

𝜑
2 0

0 𝑒−𝑖
𝜑
2

] [
𝑟𝑝𝑝𝑒𝑖𝛿𝑝𝑝 𝑟𝑝𝑠𝑒𝑖𝛿𝑝𝑠

𝑟𝑠𝑝𝑒𝑖𝛿𝑠𝑝 𝑟𝑠𝑠𝑒𝑖𝛿𝑠𝑠
] [

0
1

] 

 

The measured intensity becomes: 

𝐼𝑀-𝐴(𝛽 = 90, 𝛼 = 45) = 𝑟𝑚,𝑝
2

𝑟𝑝𝑠
2

2
+ 𝑟𝑚,𝑠

2
𝑟𝑠𝑠

2

2
+𝐽0(𝜑0)[𝜃𝑠 cos(Δ𝜉𝑚) − 𝜀𝑠 sin(Δ𝜉𝑚)]𝑟𝑚,𝑝𝑟𝑚,𝑠𝑟𝑠𝑠

2

−2𝐽1(𝜑0) sin(𝜔𝑡)[𝜀𝑠 cos(Δ𝜉𝑚) + 𝜃𝑠 sin(Δ𝜉𝑚)] 𝑟𝑚,𝑝𝑟𝑚,𝑠𝑟𝑠𝑠
2

+2𝐽2(𝜑0) cos(2𝜔𝑡)[𝜃𝑠 cos(Δ𝜉𝑚) − 𝜀𝑠 sin(Δ𝜉𝑚)] 𝑟𝑚,𝑝𝑟𝑚,𝑠𝑟𝑠𝑠,
2

 

where Δ𝜉𝑚 = 𝜉𝑚,𝑝 − 𝜉𝑚,𝑠 is the phase difference induced by the mirrors between the p- and s-

polarizations. For the optimized modulator-PBS setup, it can be shown that the effects of 

imperfect mirrors are the same: 

𝐼𝑀-𝑃𝐵𝑆(𝛽 = 90, 𝜙 = 22.5) = 2𝐽0(𝜑0)[𝜃𝑠 cos(Δ𝜉𝑚) − 𝜀𝑠 sin(Δ𝜉𝑚)]𝑟𝑚,𝑝𝑟𝑚,𝑠𝑟𝑠𝑠
2

−4𝐽1(𝜑0) sin(𝜔𝑡)[𝜀𝑠 cos(Δ𝜉𝑚) + 𝜃𝑠 sin(Δ𝜉𝑚)] 𝑟𝑚,𝑝𝑟𝑚,𝑠𝑟𝑠𝑠
2

+4𝐽2(𝜑0) cos(2𝜔𝑡)[𝜃𝑠 cos(Δ𝜉𝑚) − 𝜀𝑠 sin(Δ𝜉𝑚)] 𝑟𝑚,𝑝𝑟𝑚,𝑠𝑟𝑠𝑠
2 .

 

The effects of imperfect mirrors are two-fold: i) the polarization-dependent reflectivity amplitude 

adds a factor 𝑟𝑚,𝑝𝑟𝑚,𝑠 to the measurements and ii) the polarization-dependent phase drastically 

changes the measurements. Indeed, unless Δ𝜉𝑚 is set to cancel either cos(Δ𝜉𝑚) or sin(Δ𝜉𝑚), the 

intensity measured in any harmonic is going to be a combination of the Kerr rotation and ellipticity. 
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Although the measurement is still directly related to the Kerr effect, this means that the effect of 

the mirrors must be carefully considered when attempting to measure the Kerr rotation or ellipticity 

independently. 

In the static experiment presented in the main text, there are three protected sliver mirrors 

(Thorlabs, Inc.) after the sample. These mirrors have a silver substrate coated with about 100 nm 

of SiO2. To estimate the phase shift Δ𝜉𝑚 for these mirrors, calculations based on the characteristic 

matrix of the mirror coating can be made [110]. Using the refractive indices from Malitson [336] 

and Jiang et al. [337], the complex Fresnel coefficients for those mirrors at an incidence angle of 

45° and for a wavelength of 633 nm are calculated:  

�̃�𝑚1,𝑝 = 0.96 − 0.23𝑖

�̃�𝑚1,𝑠 = 0.98 − 0.01𝑖.
 

For three such mirrors, the estimated phase difference induced between the p- and s-polarizations 

is Δ𝜉𝑚 = −39°. This means that, when reading the second harmonic, the Kerr rotation is affected 

by a factor cos(Δ𝜉𝑚) = 0.78 while the Kerr ellipticity is affected by a factor sin(Δ𝜉𝑚) = −0.63. In 

this case, both contributions are mixed and cannot be measured independently. 


