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INTRODUCTION

Comme les autres branches de la Physique, le but de la Mécanique Quantique n’est
pas seulement de comprendre les phénoménes se déroulant a 1’échelle microscopique, mais
aussi de les manipuler. Avec 'avénement du laser au début des années soixante, les physi-
ciens et les chimistes ont fait une avancée considérable dans ce sens. En effet, les propriétés
de cohérence du laser en font I'outil idéal pour manipuler les degrés de liberté interne d’un
atome ou d’une molécule. Par exemple, en Chimie, les lasers sont utilisés pour initier sélec-
tivement une réaction chimique en excitant une liaison chimique spécifique. Mais 1’existence
de processus de relaxation lors de la dynamique photoinduite conduit a une disparition de
la sélectivité : on obtient plusieurs produits de réaction indésirables. Cependant, on ne
doit pas perdre de vue que les phénoménes quantiques sont de nature ondulatoire. Ainsi,
si ’on excite plusieurs chemins quantiques pour aller vers un méme état final, la probabi-
lité de transition résulte de 'interférence entre ces différents chemins. Donc, en jouant sur
la phase associée a chacun de ces chemins, on peut exalter ou “tuer” le processus consi-
déré. C'est de cette constatation qu’est née la notion de controle cohérent [1] : comme la
phase associée a chaque chemin d’excitation dépend des propriétés de cohérence du champ
excitateur, en jouant sur celles-ci nous allons pouvoir controler le processus d’interaction
rayonnement-matiére.

Alors que le premier schéma de controle proposé reposait sur I'utilisation de deux
lasers continus ou nanosecondes [1], les études ultérieures se sont surtout focalisées sur
I'utilisation d’impulsions ultracourtes [2—4]. On peut, par exemple, controler un processus
en faisant interférer deux chemins quantiques excités par deux impulsions identiques, mais
décalées temporellement. Le controle est alors réalisé en faisant varier le délai entre ces
deux impulsions : il s’agit du controle cohérent temporel. Il a été démontré avec succés
aussi bien en phase gazeuse [5-7], qu’en phase condensée [8, 9]. Cependant, cette méthode
souffre d’'un manque certain de flexibilité puisqu’elle n’a qu’un seul paramétre ajustable, a
savoir le délai entre les deux impulsions. Donc, plutot que d’utiliser une paire d’impulsions
décalées temporellement, il serait intéressant de disposer d’'une impulsion unique dont le
profil temporel serait optimisé de maniére a réaliser un objectif fixé au préalable [10].
Toutefois, concevoir cette impulsion “optimale” n’est pas forcément chose aisée. D’un point
de vue théorique, si le systéme que 'on veut controler est suffisamment simple et bien
caractérisé pour que l’on puisse calculer I'interaction rayonnement-matiére, il est alors
possible de chercher la forme d’impulsion pouvant donner le résultat recherché. Dans le cas
contraire, le probléme demeure ouvert. Mais plutot que de chercher a tout prix a déduire de
I’Hamiltonien du systéme étudié la forme de I'impulsion de controle, il peut étre plus éfficace
de laisser le systéme trouver par lui-méme la meilleure solution. Cette approche, appelée
controle optimal, a été proposée par Rabitz et al. [4]. Elle peut étre vue comme un processus
auto-cohérent dans lequel on résout itérativement ’équation de Schrédinger décrivant le
systéme étudié, en changeant a chaque itération la forme de I'impulsion lumineuse jusqu’a
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ce que 'on converge vers I'impulsion optimale réalisant ’objectif recherché. L’équation de
Schrodinger n’est plus alors résolue numériquement, mais expérimentalement par les atomes
ou les molécules excités par I'impulsion mise en forme. Cette approche est particuliérement
intéressante pour les systémes complexes dont le Hamiltonien est difficile a calculer. Pour
mettre en ceuvre cette méthode, il suffit donc de monter en boucle fermée un dispositif
de mise en forme d’impulsions [11], un détecteur permettant de mesurer efficacité de
I'impulsion et un algorithme d’optimisation pour retoucher la forme de 'impulsion [12, 13|
(voir par exemple la référence [14]).

L’approche proposée par Judson et Rabitz a donné de trés beaux résultats expérimen-
taux |14, 15]. Cependant, elle présente certaines limites. Par exemple, la solution optimale
donnée par 'algorithme d’optimisation ne représente pas forcément I'optimum absolu du
proléme considéré. De plus 'espace des phases exploré est limité par les contraintes expé-
rimentales (par exemple la dispersion quadratique que 1’on peut introduire est limitée par
le dispositif de mise en forme d’impulsions). Nous adopterons tout au long de cette thése
la démarche visant plutot a déterminer a priori la forme de I'impulsion optimale & partir
des caractéristiques du systéme étudié. A cette fin, nous ne considérerons que des systémes
simples : atomes alcalins ou molécule diatomique. L’objectif de cette approche est de com-
prendre la Physique et de pouvoir ensuite extrapoler a des systémes plus complexes. Les
processus physiques que nous chercherons & contréler nous obligerons a recourir a des mises
en forme d’impulsions diverses et variées, allant de I'introduction d’une simple dérive de
fréquence a la réalisation d’oscillations de Rabi, en passant par la génération d’impulsions
modulées en phase et en amplitude a I'aide d’un dispositif de mise en forme d’impulsions.
Selon la nature du processus étudié (transitions a un ou deux photons) et de la mise en
forme d’impulsion effectuée, nous manipulerons soit un transfert de population, soit un
phénomeéne transitoire sans affecter le transfert de population a la fin de ’excitation.

Dans une transition a un photon en régime de champ faible, la probabilité de tran-
sition ne dépend que de ’énergie de I'impulsion excitatrice a la fréquence de la transition.
Ni la phase, ni 'amplitude des autres composantes spectrales de I'impulsion affectent la
probabilité de transition. Cependant, ’évolution de la population transférée au cours de
I’excitation dépend fortement de la forme de I'impulsion. Par exemple, si 'impulsion pré-
sente une dérive de fréquence, on observe dans ’état excité des oscillations résultant de
I'interférence entre les amplitudes de probabilité transférées a résonance et aprés passage
de la fréquence instantanée du laser par la fréquence de résonance [16]. Comme ces phé-
noménes transitoires sont sensibles & la relation de phase existant entre les différentes
composantes spectrales de 'impulsion, on peut les manipuler en jouant sur la phase spec-
trale de cette derniére. Ceci a été démontré expérimentalement en mettant en forme des
impulsions limitées par transformée de Fourier ou a dérive de fréquence [17, 18]. Lorsque
I'intensité de 'excitation est suffisamment élevée pour saturer la transition, la situation est
tout autre. La réponse du systéme dépend tout a la fois de 'amplitude et de la phase de
chaque composante spectrale de I'impulsion et donc de la forme temporelle précise. Pour
une impulsion limitée par transformée de Fourier, on observe des oscillations de Rabi re-
lices a l'aire de 'impulsion [19, 20]. Tandis que pour une impulsion intense présentant une
dérive de fréquence suffisamment lente, on réalise une inversion totale de population entre
états fondamental et excité par passage adiabatique rapide [21], processus particuliérement



robuste vis-a-vis des fluctuations d’intensité du laser, contrairement a une impulsion “7”

de Rabi.

Pour une transition a deux photons, la situation est différente de par le caractére non-
linéaire du processus. La transition se produit pour toutes les paires de photons présentes
dans le spectre de I'impulsion satisfaisant a la condition de résonance de la transition a
deux photons. Ces différents chemins d’excitation interférent entre eux pour donner une
contribution a la probabilité de transition. Donc, celle-ci peut étre controlée en jouant sur
le déphasage entre les différentes composantes spectrales de I'impulsion. Si, de plus, un ou
plusieurs niveaux intermédiares sont présents dans le domaine spectral de I'impulsion exci-
tatrice, on observe des interférences quantiques entre chemins d’excitation a deux photons
séquentiel et direct. Ces interférences ont été observées en utilisant des impulsions a dérive
de fréquence peu intenses [22|. On peut méme montrer que pour certaines valeurs de la dis-
persion quadratique, on peut accroitre ou supprimer la probabilité de transition par rapport
a une impulsion limitée par transformée de Fourier (cf. chapitre III). En régime de champ
fort, les impulsions a dérive de fréquence permettent de réaliser des transfert adiabatique
de population dans des échelles de niveaux atomiques ou moléculaires |23, 24|. D’autre
résultats spectaculaires ont été obtenus en mettant en forme des impulsions limitées par
transformée de Fourier. Ainsi, le groupe de Y. Silberberg a montré qu’avec des impulsions
mises en forme de puissance créte beaucoup plus faible que celle de I'impulsion initiale, il
était possible d’obtenir des transferts de population beaucoup plus efficaces [25-27]. Dans
ces expériences, la mise en forme d’impulsion consistait a filtrer le spectre de 'impulsion,
ou bien a appliquer une modulation de phase spectrale appropriée.

Les études expérimentales et théoriques présentées dans cette thése se situent dans
le contexte décrit ci-dessus.

Au chapitre I, nous décrivons les divers systémes optiques constituant le dispositif
expérimental utilisé au cours de cette thése. Puis, au chapitre II, nous présentons plusieurs
expériences de manipulation de transitoires cohérents dans le rubidium. Aprés une bréve
introduction sur les transitoires cohérents, nous montrons dans le cadre de ’homothétie
temps-fréquence existant pour des impulsions trés étirées qu'un saut de phase spectral
permet de les déphaser. Cette étude est suivie de la mise en ceuvre expérimentale d’une
lentille de Fresnel dans le domaine temporel. Tous ces travaux sont accompagnés d’'une
étude théorique afin de mieux cerner les effets et les limitations induits par les différents
parameétres expérimentaux.

Au chapitre III, nous considérons des transitions & deux photons, et nous nous inté-
ressons en particulier aux interférences de chemins quantiques observées lorsqu’on excite
une échelle de niveaux avec des impulsions a dérive de fréquence. Ces interférences sont
interprétées dans la représentation de ’atome habillé. Dans notre étude, nous mettons bien
en évidence les contributions aux interférences provenant des chemins d’excitation directs
et séquentiels. Nous montrons que pour une impulsion tres large spectralement, elles sont
observables quel que soit le signe de la dispersion quadratique introduite. Nous montrons
aussi que pour une dispersion quadratique négative, le contraste des oscillations est proche
de 1. L’étude expérimentale est menée dans I’atome de sodium. Nous évoquerons aussi une
application possible a 1’étoile artificielle polychromatique.

Le chapitre IV est consacré a I’étude théorique du controle de la prédissociation d’une
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molécule diatomique modéle : Nal. La prédissociation d’une molécule conduit a 1’observa-
tion d’interférences d’ondes de matiére dans la distribution des fragments. Nous montrons
dans un premier temps qu’il est possible d’observer ces interférences en sondant la molé-
cule avec une impulsion judicieusement choisie. Puis, nous montrons comment manipuler
la fonction d’onde nucléaire de la molécule prédissociant, et donc le processus de pré-
dissociation, en utilisant une séquence d’impulsions de contréle induisant des transitions
entre niveaux électroniques de la molécule. La conséquence la plus spectaculaire est qu’une
interaction laser avec la partie électronique de la fonction d’onde permet de modifier ra-
dicalement la distribution d’énergie cinétique des fragments et donc la fonction d’onde
nucléaire.



Chapitre I

DISPOSITIF EXPERIMENTAL

Ce chapitre est consacré a la description de la chaine laser femtoseconde utilisée par
notre équipe. Grace a elle nous avons accés & une plage de longueur d’onde couvrant le
visible et le proche infrarouge, que I'on peut étendre au proche UV en utilisant divers
mélanges de fréquences. Aprés une bréve présentation de 'effet de la traversée d’un milieu
dispersif sur une impulsion ultracourte, nous décrirons le premier élément de la chaine :
Ioscillateur titane-saphir. I1 délivre des impulsions de 100 fs, d’énergie égale & 5 nJ, accor-
dable entre 780 et 820 nm avec un taux de répétition de 76 MHz. Ces impulsions peuvent
ensuite étre amplifiées & ’aide d’'un amplificateur régératif. On dispose alors d’impulsions
accordables entre 790 et 810 nm, ayant une durée de 130 fs et une énergie de 1 mJ avec
un taux de répétition de 1 kHz. Pour caractériser ces impulsions, nous disposons d'un au-
tocorrélateur intensimétrique et d’'un SPIDER, que nous présenterons succinctement. Les
impulsions issues de I’amplificateur régénératif servent a pomper un amplificateur paramé-
trique optique non-colinéaire accordable entre 500 et 700 nm. L’utilisation d’une géométrie
non-colinéaire permet de générer des impulsions aussi courtes que 30 fs. Finalement, nous
présenterons quelques résultats relatifs a la génération d’impulsions ultracourtes dans le
proche UV par sommation de fréquences.

I.1 Propagation dans un milieu dispersif

Nous allons considérer l'effet de la traversée d'un systéme optique dispersif (milieu
matériel, étireur, compresseur) sur une impulsion ultracourte [28|, probléme auquel nous
serons confrontés ultérieurement dans ce chapitre et les suivants. De par leur grande lar-
geur spectrale et leur intensité élevée, ces impulsions sont & l’origine d’un certain nombre
de phénomeénes conduisant & une déformation de leur profil temporel. En particulier, les
différentes composantes spectrales de I'impulsion lumineuse ne se propagent pas avec la
méme vitesse et parcourent donc des chemins optiques différents dans le systéme disper-
sif : c’est la dispersion de vitesse de groupe (GDD pour Group Delay Dispersion). Ceci
conduit a un allongement de I'impulsion a la sortie du disperseur. L’étude de cet effet nous
permettra d’introduire les notions relatives aux impulsions a dérive de fréquence.

Soit une impulsion lumineuse polarisée linéairement se propageant dans la direction
z. Elle est caractérisée, dans le vide, par le champ électrique complexe

E(z,t) = A(z,t)e!koz—wob) (I.1)
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o kg = k(wp) est le module du vecteur d’onde a la pulsation centrale, de spectre complexe

E(z,w).

En 2z = 0, cette impulsion pénétre dans un élément dispersif de longueur L. La
traversée de ce systéme introduit un déphasage ¢(w). Pour un milieu matériel dispersif non
absorbant, caractérisé par un indice de réfraction n(w) réel et dépendant de la fréquence,
on a ¢(w) = wn(w)L/c. A la sortie, 'impulsion a un spectre complexe

Eput(w) = E(0,w)e ™), (1.2)
et un champ électrique

+oo
Eout(t) = —J S(O,w)ew(“)e_i“’tdw. (1.3)

Loin des bandes d’absorption du milieu, ¢(w) varie lentement, et si la largeur spectrale
Aw, de I'impulsion est petite devant sa fréquence centrale wy, on peut développer ¢(w) en
série de Taylor au voisinage de wy :

5() = do+ 400 + 607+ (1.4)

ol I'on a introduit Q = w — wy, do = d(wy) et ¢ = (d"p/dw"),,-

Ici, nous nous restreignons a ’ordre deux, qui sera le principal effet a 1'origine des
phénomeénes physiques que nous décrirons par la suite. L’effet des termes d’ordre supérieur
est étudié dans la thése de G. Chériaux [29].

Considérons une impulsion de profil temporel gaussien, limitée par transformée de
Fourier, de durée 7y. Elle a pour champ électrique :

Em(t) = E(z = 0,t) = Eye "ot =it (L5)

ouy=1/T¢ =2In2/7Z, Ty étant la demi-largeur & 1/e du champ.
Une telle impulsion a un spectre complexe :

En(Q) = Egy |- e W00, (1.6)
Iy

Apres traversée d’un élément dispersif, en se restreignant a 'ordre deux, ce dernier vaut :

R 2 (L.7)
0
ou I' est donné par
1_1 .o
—=——2 . L.8
r T, Q) (1.8)
Soit
I —r(—¢{")2 ~i(wot—s0)
Eout(t) = Egy| =e 0 ) e Hwoto0) (1.9)



I.1 Propagation dans un milieu dispersif 7

Posons I' = 1/T7 + ic, il vient :

r T() —3 2 2¢(()2)
F_O — Tp e 9007 tan ()OO = —an T02 (I.].O)
D’ou
T NPT
gou t E [ _[(t_¢0 )/TP]
t( ) 0 Tp
% e—ilwottalt—g")2—go+po/2) (I.11)

avec T, = Toy/1+ (200 /T3)? et & = 2687 /[T + (2047,

Le terme de phase constant ¢, correspond au déphasage de I’onde. (bél) décrit un
décalage temporel de 'impulsion di a la propagation de I’enveloppe a la vitesse de groupe
vg(wp). Mais la propagation a pour principal effet d’allonger la durée de I'impulsion de 7
a 7,

4262\
rm 14 (200 (112

g

et d’introduire une dérive de fréquence, caractérisée par une fréquence instantanée variant
linéairement au cours de 'impulsion,

w(t) = wp + 2adt. (I.13)

Le signe de la dérive de fréquence est celui du terme de dispersion quadratique (ﬁ(()z). Nous
avons tracé sur la figure I.1 I’évolution de la durée 7, de I'impulsion étirée en fonction
de la durée 75 de I'impulsion limitée par transformée de Fourier, pour trois valeurs de la
dispersion quadratique. On constate que plus I'impulsion a I'entrée de 1’élément dispersif
est longue, plus l'effet de la dispersion quadratique est négligeable (7, ~ 7).

Si I'impulsion est trés étirée (i.e. || > ),

41n 2 |6?
T, o~ 4n2igo | (L14)
To
1
N

La durée de I'impulsion croit linéairement avec la dispersion quadratique.

Les résultats précédents, établis pour un profil gaussien, sont qualitativement vrais
pour les autres formes d’impulsions. Notons que pour une impulsion a dérive de fréquence,
il existe une correspondance entre le domaine fréquentiel et le domaine temporel, comme
le montrent les équations 1.13 et 1.15. Cette caractéristique sera mise a profit par la suite
pour manipuler I’évolution d’un systéme quantique.

Nous allons maintenant décrire un a un l’ensemble des systémes constituant notre
dispositif expérimental, en commencant par 'oscillateur.
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F1G. I.1 — Evolution de 7, en fonction de 7y, pour trois valeurs de la dispersion quadratique :
o = 35000 fs? (traits pleins), ¢{” = 180000 fs? (tirets), ¢\ = 360000 fs? (points). Pour
une impulsion limitée par transformée de Fourier de durée 75 = 100 fs, ces trois valeurs de
#? correspondent respectivement a une durée 7, de : 1 ps, 5ps et 10 ps.

I.2 Oscillateur titane-saphir

L’oscillateur titane-saphir est le coeur de notre systéme laser. Nous en donnons ici une
description succinte. Pour le principe, on pourra se référer a la thése de C. Le blanc [28],
pour les détails relatifs a notre oscillateur, on se rapportera a la thése de C. Nicole [30].

Dans notre cas, il repose sur le principe de 'autoblocage de modes par effet Kerr. Le
milieu amplificateur est un cristal de saphir dopé au titane ayant deux bandes d’absorption
centrées a 488 et 560 nm, et un large spectre d’émission centré vers 800 nm et s’étendant
de 650 & 1100 nm. Il est placé dans une cavité asymétrique (figure 1.2), fonctionnant
simultanément sur plusieurs modes. L’inversion de population est réalisée a I’aide d’un laser
de pompe “tout solide” continu pompé par diode (Millenia, Spectra Physics), délivrant une
puissance de 5 W a 532 nm.

La grande largeur d’émission spectrale du titane-saphir et le fonctionnement multi-
modes de la cavité permettent de générer des impulsions ultracourtes. Pour cela on fait
osciller en phase un trés grand nombre de modes. Cette synchronisation (ou blocage) des
modes en phase est obtenue par autofocalisation du faisceau laser due a la non-linéarité
de 'indice de réfraction du cristal amplificateur. Pour un champ électrique suffisamment
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Miroir

de
sortie | l
Fente 1 Clristal .
Ti:Spaphir
Fente 2 Lentille m

Pairede prismes

F1G. 1.2 — Schéma de l'oscillateur titane-saphir.

intense, 'indice de réfraction en un point M du milieu matériel varie avec l'intensité du
faisceau I(M,t) comme n(M,t) = ng + nad (M, t) (effet Kerr optique). Le cristal se com-
porte alors comme une lentille a gradient d’indice, induisant un rétrécissement du faisceau
dépendant de l'intensité prés du miroir de sortie de la cavité (plus le faisceau est intense,
plus il est focalisé). La fente placée devant le miroir de sortie, de largeur inférieure au
diamétre du mode propre de la cavité en régime continu, introduit des pertes et favorise la
partie la plus intense du faisceau au détriment de la composante continue. Il y a donc créa-
tion d’impulsions. On passe du mode continu au mode impulsionnel en donnant un coup
sur la dalle du laser afin d’introduire dans la cavité une perturbation assez importante pour
démarrer le processus d’autofocalisation.

Miroir de

fin de cavité

en SF10 S

Paire de prismes

Fentede
sélection en longueur d’onde
et en largeur spectrale

Fi1G. 1.3 — Compensation de la dispersion quadratique de l'oscillateur par une paire de
prisme montée en double passage a l'intérieur de la cavité.

L’effet Kerr optique est aussi responsable du phénoméne d’automodulation de phase :
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la phase de I'onde est modulée par son amplitude. Il en résulte un élargissement du spectre
de 'impulsion. Comme nsy > 0, les fréquences sont décalées vers le rouge sur le front avant
de I'impulsion et vers le bleu sur le front arriére. Cet élargissement spectral peut étre
mis a profit pour obtenir des impulsions plus courtes. Mais comme il se produit dans un
milieu dispersif, il s’accompagne d’un élargissement temporel de I'impulsion (cf. section
I11.10). Afin d’obtenir les impulsions les plus proches possible de la limite par transformée
de Fourier, il faut donc compenser la dispersion quadratique introduite par les éléments de
la cavité et par 'automodulation de phase. Pour cela, on utilise une paire de prismes en
double passage introduisant une dispersion quadratique négative qui vient compenser la
dispersion introduite par les différents éléments traversés, et qui permet d’obtenir en sortie
des impulsions quasiment limitées par transformée de Fourier (figure 1.3).

On profite de la dispersion géométrique des fréquences dans le compresseur pour
sélectionner la longueur d’onde centrale et la largeur spectrale de I'impulsion a 1’aide d’une
fente placée aprés le second prisme. Le tableau 1.1 rassemble I’ensemble des grandeurs
caractéristiques de l'oscillateur.

Puissance moyenne 840 mW
en régime continu

Puissance moyenne 380 mW
en régime impulsionnel

Taux de répétition 76 MHz
Energie par 5nJ
impulsion

Longueur d’onde centrale | 780-820 nm
Largeur spectrale 10 nm
Durée 95 fs

TAB. 1.1 — Caractéristiques de 1'oscillateur titane-saphir.

I.3 Amplicateur régénératif

Les impulsions délivrées en sortie de l'oscillateur permettent de réaliser un grand
nombre d’expériences [30, 31]. Cependant, I’énergie par impulsion reste limitée (de 'ordre
du nJ) pour des expériences en régime de champ intermédiaire ou intense, ou encore pour
pomper des amplificateurs paramétriques optiques permettant d’étendre la gamme de lon-
gueurs d’onde accessibles. Il est donc nécessaire d’amplifier ces impulsions afin de satisfaire
aux exigences expérimentales. Pour cela, nous utilisons un amplificateur régénératif (RGA)
commercial (Spitfire, Spectra Physics). Il permet de passer d’impulsions ayant une énergie
de quelques nJ avec un taux de répétition de 76 MHz en sortie de l'oscillateur a des im-
pulsions d’énergie de 'ordre de 1 mJ avec un taux de répétition de 1 kHz, soit un gain de
I'ordre de 10° en énergie par impulsion.

Le principe de 'amplification régénérative est le suivant : il consiste a injecter, puis
a piéger I'impulsion a amplifier dans un résonateur comportant un milieu amplificateur
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pompé optiquement. Afin d’extraire au maximum l’énergie stockée dans le milieu am-
plificateur, I'impulsion effectue plusieurs aller-retour dans la cavité avant d’étre éjectée.
Cependant, afin de rester au-dessous du seuil de dommage du matériau amplificateur et
des autres éléments optiques de la cavité, il est nécessaire de diminuer fortement la puis-
sance créte des impulsions en les allongeant temporellement avant amplification et de les
recompresser aprés. Une description détaillée du Spitfire est présentée dans I’annexe C.
Nous avons rassemblé dans le tableau 1.2 quelques données relatives a cet appareil.

Puissance moyenne 950 mW
Taux de répétition 1 kHz
Energie par impulsion 950 pJ
Longueur d’onde centrale | 790-810 nm
Largeur spectrale ~ 8 5nm
Durée 7, ~ 120 fs

TaAB. 1.2 — Caractéristiques de 'amplificateur régénératif Spitfire.

I.4 Caractérisation des impulsions

Dans notre laboratoire, nous disposons de deux systémes pour caractériser les im-
pulsions femtosecondes délivrées par la chaine laser : un autocorrélateur intensimétrique,
permettant de mesurer la durée des impulsions issues de I'amplificateur régératif ou du
NOPA (cf. section 1.5) [32], et un SPIDER [33] (pour Spectral Phase Interferometry for
Direct Electric Field Reconstruction) permettant de caractériser complétement (phase et
amplitude) les impulsions a 800 nm (I'utilisation du SPIDER, pour le NOPA n’étant pas op-
timisée actuellement). Dans cette section, nous allons décrire briévement ces deux systémes
de caractérisation.

I.4.1 Autocorrélation intensimétrique

Bien qu’elle ne fournisse aucune information sur ’amplitude et la phase de I'impulsion
a caractériser, 'autocorrélation intensimétrique est la méthode la plus simple pour avoir
acces a la durée d’une impulsion ultracourte. Elle consiste a détecter I'intensité du signal
de second harmonique obtenu par doublage non-colinéaire dans un cristal doubleur de
deux répliques de I'impulsion a caractériser (cf. figure 1.4). Ce signal est ensuite détecté en
fonction du délai 7 entre les deux répliques par un dispositif sensible a la longueur d’onde
considérée (une photodiode sensible dans 'UV dans notre cas). Le temps de réponse de ce
détecteur étant beaucoup plus lent que la période optique, il fournit un signal proportionnel
a l'intégrale par rapport au temps de I'intensité de la seconde harmonique. Du fait de la
géométrie non-colinéaire utilisée dans ’autocorrélation intensimétrique, le signal détecté
par la photodiode est donné par la fonction A.(7),
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/A\ délai T
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< > |entille f=100
BBO typel
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D photodiode

Fi1G. 1.4 — Autocorrelateur intensimétrique.

Au(7) = roo dtI,(t)I(t — 1), (1.16)

—0o0

appelée trace d’autocorrelation, I;(t) étant I'intensité temporelle de I'impulsion & caracté-
riser. Il s’agit d’une fonction symétrique vis a vis de la variable 7. On peut relier la FWHM
Tqe de la trace d’autocorrélation a la durée 7, de I'impulsion en faisant une hypothése sur
le profil ;(¢) de I'impulsion. Le tableau 1.3 rassemble les valeurs du rapport 7,./7, pour les
deux formes d’impulsions les plus couramment utilisées.

I,(t) Al(T) Tac/ Tp
T \2 — (T \2
¢ A7) Lo/ o ~(7;) V2

hQ(L) STP(;—p Cosh(Tlp)—sinh(Tip))
sec Sinh?(Z)
p

L 1,543

TAB. 1.3 - I;(t) est l'intensité temporelle de I'impulsion. A.(7) est le signal d’autocorrélation
intensimétrique, fonction du délai 7 entre les deux répliques de I'impulsion & caractériser.
Tae €st la FWHM de A.(7). 7, est la durée de I'impulsion (FWHM de I;(2)).
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Fi1G. 1.5 — Principe du SPIDER.

I.4.2 SPIDER

Il s’agit d’une technique interférométrique basée sur la transposition dans le domaine
spectral de I'interférométrie spatiale a décalage [34|, développée initialement par I. Walm-
sley [35], puis en France par C. Dorrer [33]. Elle consiste a détecter a 1’aide d’un spectro-
metre les franges d’interférences entre deux répliques de I'impulsion a caractériser, I'une
d’elles étant décalée spectralement de dw par rapport a 'autre. Ainsi, on a accés a la quan-
tité Ag(w) = ¢(w+ dw) — p(w), a partir de laquelle on peut facilement remonter a la phase
spectrale ¢(w). Pour réaliser le décalage spectral dw, on procéde de la maniére suivante : on
crée deux répliques de I'impulsion, séparées par un délai 7 fixe, avec un interférométre de
Michelson. D’autre part, a ’aide d’un étireur a réseaux, on crée une impulsion fortement
étirée dans laquelle il existe une relation bijective entre temps et fréquence (¢ = ¢pPw).
L’interaction non-linéaire (somme de fréquence dans un cristal non-linéaire) entre les deux
répliques et 'impulsion & dérive de fréquence génére alors deux champs décalés spectrale-
ment de dw = 7/¢?), dont les interférences sont ensuite analysées par le spectrométre. Un
traitement numérique par transformée de Fourier rapide, filtrage et concaténation permet
alors de remonter a la phase spectrale et au champ électrique E(t). Le développement de
cet instrument dans notre laboratoire a constitué le stage de deuxiéme année de 1’école
Polytechnique de A. Monmayrant [36].
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F1G. 1.6 — Principe de "amplification paramétrique optique.

I.5 Amplicateur Paramétrique Optique Non-colinéaire

1.5.1 Principe de 'amplification paramétrique optique

Avec I'amplificateur régénératif, nous disposons d’un systéme laser fiable, facile a
mettre en ceuvre, délivrant des impulsions relativement intenses de durée de ’ordre de 100
fs. Cependant la longueur d’onde des impulsions n’est accordable que sur une faible plage
centrée a 800 nm, ce qui restreint grandement le nombre de systémes que 1’on peut étudier.
En particulier ’étude de molécules polyatomiques ou d’agrégats requiert des longueurs
d’onde dans le domaine visible et le proche UV.

L’amplificateur paramétrique optique (OPA) est le systéme le plus simple et le plus
répandu permettant d’obtenir des impulsions facilement accordables en longueur d’onde
a partir d’'un amplificateur régénératif. Il utilise I'amplification paramétrique optique qui
consiste & amplifier une impulsion lumineuse de faible énergie, appelée onde signal, de pul-
sation w, par interaction avec un faisceau pompe intense dans un cristal non-linéaire du
second ordre [37]. Au cours du processus d’interaction, il y a absorption d’un photon de
I’'onde pompe de pulsation w,, émission stimulée d’un photon a la pulsation wy et création
d’un photon a la pulsation w; = w, — w, pour satisfaire la conservation de I'énergie. Il y a
donc amplification de 'onde signal et génération d’une nouvelle impulsion a la pulsation w;
appelée onde complémentaire ou idler (cf. figure 1.6). On voit donc que le processus d’am-
plification paramétrique est un processus de différence de fréquences (Difference Frequency
Generation, DFG).

De nombreux travaux ont été consacrés a ’étude de cet effet d’optique non-linéaire.
Dans ce chapitre nous ne souhaitons pas les reprendre, mais juste donner un apercu qua-
litatif des différents effets physiques impliqués dans 'amplification paramétrique optique.

Dans un premier temps, considérons que les trois ondes sont planes, monochroma-
tiques et se propagent dans la méme direction z (entrée dans le milieu non-linéaire en z = 0),
a ’approximation de ’enveloppe lentement variable, la propagation des champs électriques
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dans le milieu non-linéaire est décrite par les trois équations couplées suivantes [38] :

8148 . Wg (2)

* 1Akz
5, zcnsxefprAie (L.17)
0A; Wi (2) * iAkz
az = chiXEfprAse (1.18)
04, - Wp (2) —iAk
e S BN N W W 1.19
92 chpXeff € ( )

ou Ak = (kp — [ks + ki]) - €2, kp, ks et k; étant respectivement les vecteurs d’onde de
la pompe, du signal et de l'idler. X,(jc)f est la susceptibilité effective d’ordre 2 du milieu
non-linéaire.

Dans I’hypothése on le couplage entre les ondes est faible (approximation paramé-
trique), i.e. Ap(z) = Ap(0), on montre que si le gain 7y = [wsw[/nsnf]l/Q X ch)f|Ap|/c est
supérieur a Ak/2, alors les intensités des ondes signal et idler sont données par :

2
Is(z) = Ig(0) l1 + 7—gsmh?(fyz)] (1.20)

Y

2
wr 0 12
I = —1Ig(0)—: sinh 1.21

2 = L0 2 sn2), L21)
ou l'on a posé y* = & — (%)2. L’équation 1.20 montre que amplification de 1’onde signal

est d’autant plus élevé que [38] :

— le faisceau de pompe est intense (o > Ak/2),

— la susceptibilité Xff)f est grande,

— les fréquences de 'idler et du signal sont proches,

— le cristal est long,

— la condition d’accord de phase est satisfaite, soit k, = ks + k;. Elle correspond a

la conservation de I'impulsion au cours du processus d’interaction.

Notons que lorsque l'intensité de 1'onde signal est nulle & I'entrée du milieu non-
linéaire (I5(0) = 0), on observe un phénomeéne appelé fluorescence paramétrique, dans
lequel un photon de pompe génére a partir du vide une paire de photons a toutes les
fréquences w; et w; telles que w, = w; +w;. Ce phénomeéne ne peut étre expliqué que si I'on
traite le rayonnement de maniére quantique.

Les équations .17 a 1.19 décrivent correctement les processus d’amplification paramé-
trique mettant en jeu des impulsions de durée comparable ou supérieure a la nanoseconde.
Cependant, lorsqu’on travaille avec des impulsions ultracourtes on doit prendre en compte
deux termes supplémentaires dans les équations de propagation qui vont a ’encontre de
I’'utilisation d’un cristal long. Ces termes sont deux manifestations différentes du méme
effet physique, la dispersion du milieu. Il s’agit :

— du désaccord de vitesse de groupe ou GDM (Group Delay Mismatch) qui traduit le

fait que deux impulsions de longueurs d’onde différentes se propagent dans le milieu
a des vitesses différentes. Au bout d’une certaine distance Lgpys, appelée longueur
effective d’interaction, les deux impulsions ne sont pratiquement plus superposées
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a K

Fig. 1.7 — Géométrie de I'accord de phase non-colinéaire. a.o. désigne I'axe optique du
BBO. « (respectivement [3) est I’angle entre la pompe et le signal (respectivement l'idler).
[’angle 0 entre I'axe optique et le faisceau de pompe est appelé angle d’accord de phase.

et ne peuvent donc plus échanger de I’énergie de maniére efficace. De plus, au
dela de Lgpys linteraction non-linéaire a lieu essentiellement dans les ailes des
impulsions ce qui conduit a un allongement des impulsions signal et idler ;

— de la dispersion de vitesse de groupe (GDD) qui entraine un allongement temporel
des impulsions. L’impulsion pompe s’allongeant, son intensité diminue et le gain
fait de méme.

Il n’est alors plus possible de résoudre les équations de propagation analytiquement, et 1’on
doit avoir recours a une approche numérique. Dans la section qui suit, nous allons voir de
quelle maniére on peut résoudre ces deux problémes liés a la dispersion du milieu.

1.5.2 Amplification paramétrique optique : géométrie de ’accord
de phase

A la section précédente, nous avons souligné les limitations intrinséques aux im-
pulsions courtes lors du processus d’amplification paramétrique. Dans cette partie, nous
exposons briévement la solution trouvée par Gale et al. pour s’affranchir de ces limitations.
Pour plus de détails, on se rapportera a la thése de M. Cavallari [38]|. L’approche déve-
loppée par ces auteurs traite du cas ou le faisceau de pompe est la seconde harmonique
d’un laser femtoseconde & 800 nm. L’onde signal issue de 'OPA est alors dans le domaine
visible [39-41]. Nous considérons donc un OPA pompé a 400 nm par la seconde harmo-
nique d’un amplificateur régénératif, dont le milieu non-linéaire est un cristal de BBO de
type I. Le BBO est particuliérement intéressant pour réaliser un OPA accordable dans le
visible de par sa transparence dans cette région spectrale, son seuil de dommage élevé (7
GW /cm? a 532 nm pour des impulsions de durée de 250 ps), sa biréfringence et sa forte
non-linéarité du deuxiéme ordre. Pour un cristal de type I, la pompe est polarisée suivant
I’axe extraordinaire, le signal et l'idler suivant 1’axe ordinaire. Nous supposons, de plus,
que les trois ondes interagissant peuvent se propager selon des directions différentes (cf.
figure 1.7).

On cherche la géométrie conduisant & une efficacité optimale de I'amplification pa-
ramétrique, c’est-a-dire : condition d’accord de phase satisfaite sur une trés large plage
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FiG. 1.8 — Courbes d’accord de phase dans un cristal de BBO de type I pour différentes
géométries. La longueur d’onde de la pompe est \, = 400 nm.

spectrale afin de favoriser I'amplification d’impulsions trés bréves, et accord des vitesses de
groupe. Cela revient a chercher I’angle 6 satisfaisant la condition d’accord de phase

k, = ks + k. (1.22)

En élevant I'expression 1.22 au carré, on obtient ’équation suivante reliant les indices des
trois ondes

2 2 , . 2 s
n2 =\ % + % + QZZZ: cos OCJ 1— (Zj : sin a) - Zj/\: sin®a | | . (1.23)

A partir de cette équation et de I'expression n,(#) de I'indice de réfraction de la pompe
(indice extraordinaire du BBO), on peut déterminer 'angle 6 satisfaisant la condition
d’accord de phase, en fonction des longueurs d’onde en jeu et de ’angle « entre la pompe
et le signal.

La figure 1.8 montre la dépendance de la longueur d’onde du signal en fonction de
I'angle 6, dans la cas particulier ou A\, = 400 nm, pour différentes valeurs de I’angle a.

La premiére conclusion qui s’impose est que la géométrie choisie joue un role fon-
damental en ce qui concerne la plage spectrale amplifiable. En effet, pour un accord de
phase colinéaire (o« = 0) on voit que pour chaque valeur de I’angle 6 on ne peut amplifier
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F1G. 1.9 — Géométrie non-colinéaire optimisant le recouvrement spatial de la pompe et du
signal.

qu’'une bande trés étroite voire quasi-monochromatique. Au contraire, lorsque ’angle « est
proche de 3,7° et que I'angle 6 vaut 31,2°, la condition d’accord de phase est satisfaite sur
une bande de 100 nm de largeur centrée autour de 580 nm. Il est donc possible d’amplifier
simultanément plusieurs longueurs d’onde appartenant a cette bande spectrale et par voie
de conséquence d’amplifier des impulsions ultracourtes.

Cette géométrie non-colinéaire (o = 3,7° et # =31,2°) a un autre avantage : elle est
trés proche de la géométrie (a & 4°) pour laquelle on élimine l'effet de “walk off” spatial
entre la pompe et le signal, effet di a 'anisotropie du BBO . En effet dans un milieu uniaxe
tel que le BBO, le vecteur de Poynting S, de 'onde pompe (onde extraordinaire) se propage
avec un angle p (angle de double réfraction), dépendant de 6, par rapport a son vecteur
d’onde ky,, alors que S et k sont colinéaires pour le signal et I'idler. Ainsi, pour un accord de
phase colinéaire de type I, les faisceaux pompe et signal, de diameétre d, ne se superposent
plus au-dela d’une distance Lr = d/ tan p, ce qui nuit a 'efficacité de V'effet paramétrique.
Afin d’augmenter la longueur d’interaction, on peut utiliser une géométrie non-colinéaire
dans laquelle les vecteurs de Poynting de la pompe et du signal se propagent dans la méme
direction, i.e. p = a (cf. figure 1.9). On montre alors que pour un angle a proche de 4° la
longueur Lg devient largement supérieure (~ 6 mm) a la longueur des cristaux employés
habituellement dans les OPA et ceci quelle que soit la longueur d’onde dans le visible.
Cependant, si on favorise le recouvrement spatial de la pompe et du signal, on défavorise
le recouvrement spatial entre la pompe et l'idler qui est maximal pour a = —3° [38]. On
peut alors se demander s’il vaut mieux avoir une longueur Lg élevée pour le signal ou pour
I’idler, ou encore s’il est préférable de trouver un compromis entre les deux. La résolution
numérique des équations de propagation 1.17 & 1.19 réalisée par Gale et al. apporte une
réponse a cette question. Ces simulations montrent que 1’on obtient des puissances de sortie
du signal du méme ordre de grandeur pour a = 3,7° et &« = —3°. Cependant seul un angle
a = 3,7° (angle favorisant le recouvrement spatial de la pompe et du signal) permet de
préserver une bonne qualité spatiale pour le faisceau signal [38]. On a donc doublement
intérét a choisir a = 3,7°.

Reste a résoudre le probléme du désaccord de vitesse de groupe entre la pompe et
le signal. La aussi, une géométrie non-colinéaire permet d’en atténuer considérablement
les conséquences. Pour 1’onde signal polarisée suivant 1’axe ordinaire du cristal, la vitesse
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a o :

Fi1G. 1.10 — Géométrie non-colinéaire visant & optimiser le recouvrement temporel de la
pompe (rectangle blanc) et du signal (rectangle gris).

de groupe est colinéaire avec le vecteur d’onde. Par contre pour ’onde pompe polarisée
suivant ’axe extraordinaire la vitesse de groupe est dans la méme direction que le vecteur
de Poynting du fait de la double réfraction. En se référant a la figure 1.10 on voit que le
meilleur recouvrement temporel est obtenu pour

Vg5 COS QL = Vg5, COS P, (I.24)

soit pour 6,6° < a < 8,5° lorsque 600 < A; < 700nm. On est alors limité seulement par
le probléme du recouvrement spatial. Cependant, pour o = 3,7° la longueur d’interaction
Lgpy vaut a peu prés 1 mm, c’est-a-dire qu’elle est du méme ordre de grandeur que
I’épaisseur du cristal de BBO, ce qui ne devrait pas trop limiter I'efficacité du processus
paramétrique.

En conclusion, on retiendra de cette partie que si ’on désire obtenir I'impulsion la
plus courte possible (i.e. la largeur de bande amplifiée la plus grande) on se placera a
a = 3,7°, tandis que si 'on souhaite une impulsion raisonnablement courte (~ 30 fs),
mais plus énergétique on se placera & o« >~ 7°. Dans tous les cas, on obtient en sortie de
I’amplificateur paramétrique optique non-colinéaire des impulsions large bande cohérentes,
présentant une dérive de fréquence et compressibles jusqu’a des durées inférieures a 20 fs.

Il y a deux maniéres différentes d’obtenir des photons amplifiables et accordables
en longueur d’onde, c’est a dire les photons de I'onde signal initialement présents dans le
processus d’amplification paramétrique : par fluorescence paramétrique, ou a partir d’un
continuum de lumiére blanche. Le processus de fluorescence paramétrique a été présenté
a la section 1.5.1. Tout comme 'amplification paramétrique, ’énergie des photons géné-
rés dépend de la condition d’accord de phase, il suffit donc de changer ’angle d’accord
de phase pour changer la longueur d’onde de I'onde signal [42|. Cependant, bien que la
fluorescence paramétrique soit bien comprise et fiable, on préfére utiliser un continuum de
lumiére blanche pour générer des photons amplifiables, car cette technique, beaucoup plus
simple et plus efficace, accroit la stabilité du processus d’amplification paramétrique. On
peut créer un tel continuum en focalisant des impulsions d’une centaine de femtosecondes
a 800 nm ayant une énergie de l'ordre du pJ dans un milieu solide, liquide ou gazeux
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Spectre (unité arbitraire)
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Fi1G. I.11 — Spectre du continuum de lumiére blanche. La partie du spectre centrée a 800
nm est en partie coupée par un filtre CALFLEX X.

généralement transparent a cette longueur d’onde. A la sortie du milieu, on observe un
faisceau blanc divergent dont la polarisation est identique a celle du faisceau excitateur.
En particulier, on obtient un continuum mono-filament de haute qualité en utilisant une
lame de saphir. Le spectre du continuum résultant est représenté sur le figure 1.11. Il est
hautement structuré autour de 800 nm et trés large spectralement (plus de 600 nm), s’éten-
dant du domaine visible au proche infrarouge. Des travaux récents affirment que la partie
du continuum dans le visible est due & l'excitation multiphotonique des électrons de la
bande de conduction et & un élargissement spectral provoqué par les électrons libres [43].
Quant a la partie hautement structurée, centrée autour de 800 nm, elle est due a de ’auto-
modulation de phase. Sur la figure [.11, cette partie est fortement atténuée par la présence
d’un filtre CALFLEX. Temporellement, la traversée de milieux dispersifs (lame de saphir,
lentille), introduit un délai entre chaque composante spectrale. Du fait de cette dérive de
fréquence, les différentes longueurs d’onde du continuum n’arrivent pas au méme instant
dans le cristal. Ainsi, on peut sélectionner la longueur d’onde centrale du signal amplifié
en jouant sur le retard entre I'impulsion pompe et le continuum : on n’amplifie alors que
la partie du spectre du continuum se recouvrant temporellement avec la pompe. Les pre-
miers OPA utilisant un continuum de lumiére blanche étaient largement accordables, mais
avaient deux inconvénients : d'une part, la durée des impulsions en sortie était limitée par
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I’étroite plage spectrale d’amplification dans le visible a cause d’une géométrie d’accord de
phase colinéaire, et d’autre part, il fallait retoucher a I'inclinaison du cristal amplificateur
suivant la longueur d’onde amplifiée |39, 40, 44|. Ces problémes ne se posent plus avec
une géométrie non-colinéaire, puisque une géométrie de faisceau unique permet de réaliser
automatiquement 1’accord de phase sur une gamme spectrale couvrant tout le visible. De
plus, la bande spectrale amplifiable étant trés large, on est en mesure de générer des im-
pulsions ultracourtes a partir du continuum de lumiére blanche. Et en particulier de durée
plus courte que la pompe.

1.5.3 OPA non-colinéaire : état de ’art

Gale et al. ont été les premiers a démontrer, lors de ’étude d’un oscillateur para-
métrique optique (OPO) femtoseconde, qu’il était possible de s’affranchir des limitations
imposées par la dispersion du milieu amplificateur en utilisant une géométrie non-colinéaire
dans un cristal de S-barium borate (BBO) de type I [38|. Ainsi, ils ont pu générer des im-
pulsions accordables de 580 & 680 nm ayant des durées de I'ordre de 15 fs. Par la suite,
plusieurs groupes ont exploité cette idée pour construire des OPA utilisant un accord de
phase non-colinéaire (on parle alors d’OPA non-colinéaire ou NOPA), pompés par la se-
conde harmonique d’un amplificateur régénératif kHz et avec un continuum de lumiére
blanche généré dans une lame de saphir, délivrant des impulsions accordables entre 450 et
750 nm avec une durée inférieure a 20 fs [45-47|. De Silvestri et al. ont démontré que la
minimisation de la dérive de fréquence du continuum conduisait & des impulsions encore
plus courtes [48]. Ils ont aussi montré qu'il était possible de compresser ces impulsions
en utilisant des miroirs & dispersion controlée (miroirs “chirpés”) au lieu d'un compres-
seur & prismes [49]. Kobayashi et al. ont montré qu’en inclinant le front de I'impulsion
pompe [50] et en précompensant la dérive de fréquence du continuum on pouvait raccour-
cir la durée des impulsions jusqu’a 4,7 fs [51, 52|. D’autre part, Riedle et al. ont étendu
le domaine d’accordabilité du NOPA pompé a 400 nm jusqu’a 1600 nm [53|. Récemment
plusieurs groupes ont rapporté des exemples de compression d’impulsions issues de NOPA
en modulant leurs spectres a I'aide d’un modulateur a cristaux liquides [54], ou d’un miroir
déformable placé dans le compresseur du NOPA [55-57]. Zinth et al. ont montré que I'uti-
lisation d’un continuum de lumiére blanche généré dans une lame de fluorure de calcium
(CaFy) a la place d’'une lame de saphir améliorait fortement I'ensemble des paramétres du
NOPA, en particulier I’énergie par impulsion [58]. Cependant, la lame de CaF; présente un
seuil de dommage beaucoup plus faible que la lame de saphir, ce qui requiert I'utilisation
d’un dispositif mécanique changeant continuement la position de la lame dans le faisceau.
Notons aussi qu'un accord de phase non-colinéaire dans un cristal de BBO I a été utilisé
pour réaliser une amplification paramétrique optique large bande dans le proche UV, le
BBO étant pompé par la troisiéme harmonique de 'amplificateur régénératif [59].

En nous appuyant sur les différents travaux cités ci-dessus nous avons construit
un amplificateur paramétrique optique non-colinéaire utilisant un continuum de lumiére
blanche généré dans une lame de saphir comme source de l'onde signal a amplifier. Il
délivre des impulsions de durée comprise entre 20 et 30 fs dont la longueur d’onde est
accordable entre 500 et 700 nm, avec une énergie par impulsion de I'ordre de 10 pJ avant
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compression.

1.5.4 Dispositif expérimental

La construction du NOPA s’est faite en plusieurs étapes. Dans un premier temps,
nous avons cherché a réaliser un systéme délivrant les impulsions les plus courtes possibles,
mais pas forcément trés intenses (énergie par impulsion ~ 1 pJ). Pour cela, nous avons
adopté un montage analogue a celui développé par De Silvestri et al. [46]. Un tel systéme
est particulierement bien adapté pour I'’étude pompe-sonde de molécules organiques en
phase liquide, expériences ne nécessitant pas des impulsions trés énergétiques, et ou les
dynamiques sont extrémement rapides (~ 20 fs) [49]. Nous avons donc réalisé un montage
n’utilisant que des optiques réflectives pour collimater et focaliser le continuum de lumiére
blanche avant amplification. Ainsi, on minimise la dispersion introduite sur le continuum,
et on favorise le recouvrement temporel d’une plus large portion du spectre du continuum
avec I'impulsion pompe, conduisant & une plus grande largeur de bande amplifiée, et donc
a des impulsions potentiellement plus courtes.

délai
f=100
Polariseur /]\ f=25
N
Lame A2 Densités \l/ ame saphir
400 pJ amm
L 15 1)
B0 | aneaa Signa
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BBO |
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F1G. 1.12 — Schéma de la premiére version de I'amplificateur paramétrique non-colinéaire.
SF : anneau de superfluorescence.
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Fi1G. 1.13 — Spectres des impulsions issues de la premiére version du NOPA.

Ce premier dispositif est représenté sur la figure 1.12. Environ 400 uJ de la sortie du
RGA sont utilisés a ’entrée du NOPA. Ce faisceau est polarisé verticalement. A I'aide d’une
lame a 4%, on en préléve une petite fraction, que I'on focalise dans une lame de saphir de
3 mm d’épaisseur pour générer un continuum de lumiére blanche mono-filament. Lorsque
la focalisation dans la lame de saphir est bien réglée, le faisceau a l'allure suivante : on
observe une tache laiteuse au centre, entourée d’un anneau marron. La dispersion introduite
par la lame de saphir est principalement quadratique, et s’étend de 1000 fs®> & 700 nm
jusqu’a 1700 fs* a 500 nm [48]. Suivant 'exemple de De Silvestri et al. [46], on pourrait
aussi utiliser une lame de 1 mm, ce qui aurait pour avantage de diminuer la dispersion
quadratique. Cependant, il s’avére qu’avec une lame de cette épaisseur le continuum est
beaucoup moins stable. L’intensité lumineuse dans la lame est controlée a 1'aide d’un
ensemble constitué d’une lame demi-onde, d’'un polariseur et de densités optiques, ceci
afin d’obtenir un continuum stable et mono-filament. Le faisceau émergeant de la lame
de saphir est divergent et polarisé horizontalement, c’est a dire suivant 1’axe ordinaire
du cristal non-linéaire. Celui-ci est un BBO de type I, taillé a 29°, d’épaisseur 1 mm. Il
est ensuite amené et focalisé dans le cristal de BBO par des miroirs argents. Une ligne a
retard permet de faire varier son retard par rapport a la pompe, et de sélectionner, ainsi,
la longueur d’onde amplifiée. Notons que la majeure partie des 1,5 pJ mesurés aprés la
lame de saphir provient du faisceau a 800 nm. L’autre partie du faisceau provenant du
RGA est doublée dans un cristal de BBO I, § = 29°, d’épaisseur 1 mm. Une lame demi-
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onde placée avant le cristal doubleur fait en sorte que la seconde harmonique soit polarisée
verticalement (axe extraordinaire du BBO). Ce faisceau est ensuite focalisé et superposé au
continuum de lumiére blanche dans le milieu amplificateur avec un miroir argent de focale
f = 250 mm, ce qui correspond & une intensité de ~ 100 GW/cm? dans le cristal ; pour
des intensités supérieures, on observe une détérioration du profil transverse du faisceau.
Notons aussi que les deux faisceaux sont focalisés devant le cristal de BBO. L’éclairement
du cristal de BBO par le faisceau de pompe produit alors une forte superfluorescence
paramétrique hors-d’axe dans le visible sous la forme d'un cone de lumiére dont I'axe
coincide avec la direction de propagation de la pompe. Ce cone correspond aux longueurs
d’onde signal vérifiant la condition d’accord de phase non-colinéaire. I’angle de 3,7° entre
le continuum de lumiére blanche et la pompe a l'intérieur du cristal correspond a un angle
de 6,4° dans 'air. Pour ajuster correctement cet angle et ’orientation du cristal, on procéde
de la maniére suivante : le cone de superfluorescence est constitué de plusieurs anneaux
concentriques dont la couleur va du jaune au rouge. En tournant le cristal, on peut jouer sur
le recouvrement de ces différents anneaux. Lorsqu’ils se chevauchent tous, I’angle d’apex
du cone de superfluorescence a I'extérieur du cristal vaut 6,4°. Ensuite, il n’y a plus qu’a
superposer le faisceau de pompe et le continuum dans le cristal, et le continuum et ’anneau
de superfluorescence a l'extérieur. Cette méthode nous assure 'amplification de la bande
la plus large. Si maintenant on veut favoriser le gain au détriment de la largeur spectrale,
il vaut mieux procéder de la maniére suivante : on aligne les deux faisceaux avec I'angle
adéquat, puis on tourne le cristal jusqu’a Papparition du signal (figure 1.12).

En sortie du NOPA on obtient des impulsions accordables entre 520 et 620 nm, avec
une énergie de I'ordre de 4 pJ. La figure 1.13 présente plusieurs spectres couvrant I’ensemble
de la gamme spectrale accessible. Comme on peut le voir, ces spectres sont trés larges, en
particulier quand on se déplace vers les grandes longueurs d’onde, et correspondent a des
durées théoriques d’impulsions allant de 11 fs a 525 nm jusqu’a 4,7 fs a 600 nm. Apreés
le cristal de BBO, les impulsions amplifiées sont collimatées avec un miroir sphérique et
envoyées dans un compresseur a prismes en silice fondue en double passage. L’alignement
dans le compresseur est optimisé pour traverser le moins de silice possible, ceci afin de
minimiser les ordres supérieurs de dispersion introduits par les prismes. Le faisceau est
ensuite envoyé dans un autocorrélateur intensimétrique, avec un cristal de BBO de type
I, d’épaisseur 20 pm, taillé & 60°. La figure 1.14 présente le résultat d’un autocorrélation
faite pour Ay = 600nm. A cette longueur d’onde, le spectre a une largeur A\, = 61 nm,
ce qui correspond & une durée théorique 79 = 6fs (profil temporel de I'intensité en sech?).
L’autocorrélation donne une durée 7, = 20fs. Cet écart a probablement deux origines : la
dispersion introduite par la paire de prismes et, dans une moindre mesure, l'inclinaison du
front de 'impulsion pompe par rapport au front de I'impulsion signal dans le cristal de
BBO. Ce dernier phénoméne introduit un “chirp spatial” dans le profil transverse de 'onde
signal, ce qui provoque un allongement de la durée de I'impulsion [50]. On peut réduire la
GDD introduite par les prismes du compresseur en utilisant un montage composé de deux
paires de prismes de faible angle au sommet, ou encore en utilisant des miroirs a dispersion
controlée [48, 49|, ce que nous avons fait par la suite. Quant au probléme d’inclinaison du
front de I'impulsion, Kobayashi et al. ont montré qu’on pouvait le corriger en utilisant une
combinaison faite d’un prisme et d’un télescope [50, 51|, mais avec I'inconvénient de rendre
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Fi1G. 1.14 — Autocorrélation et spectre correspondant d’une impulsion issue de la premiére
version du NOPA. La courbe en trait plein représente un ajustement de la courbe d’auto-
corrélation obtenue en supposant un profil temporel en intensité de la forme sech?.

I'alignement, ainsi que I'accordabilité du NOPA plus difficile [60].

Nous avons ensuite ajouté un deuxiéme étage amplificateur au NOPA afin d’avoir
plus d’énergie par impulsion. Cependant, a cause de I'utilisation d’optiques réflectives sur la
ligne du continuum et du changement de hauteur opéré par ce dernier, le systéme demeurait
délicat a aligner. Nous avons donc décidé de reconstruire le NOPA & deux étages en utilisant
un montage plus simple ol la hauteur du faisceau amplifié ne change pas, avec des lentilles
pour collimater et focaliser le continuum de lumiére blanche et le signal. Ce montage,
représenté sur la figure 1.15, est analogue a celui utilisé par Riedle et al. [53], et a pour
principal avantage d’étre facile a aligner, de “consommer” moins d’optique et surtout de
fournir des impulsions plus énergétiques. Cependant, I'utilisation de lentilles introduit une
dérive de fréquence supplémentaire sur le continuum, ce qui a pour effet de réduire la
largeur de bande amplifiée.

La polarisation du RGA a T'entrée du NOPA est horizontale, et son énergie vaut
350 pJ. Le continuum de lumiére est généré dans une lame de saphir de 3 mm d’épaisseur,
comme précédemment. Mais, maintenant, I'intensité du faisceau focalisé dans la lame est
controlée par une densité neutre variable. Un filtre CALFEX X placé aprés la lame de
saphir permet d’éliminer la partie du continuum située au-dela de 750 nm. Le continuum
est ensuite focalisé dans le cristal de BBO par une lentille. La partie restante du faisceau a
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F1G. 1.15 — Schéma de la deuxiéme version de 'amplificateur paramétrique non-colinéaire.
MHRA400 : miroir haute réflectivité & 400 nm. SM : miroir argent. SF : anneau de super-
fluorescence.

800 nm est doublée dans un cristal de BBO avec une efficacité de I'ordre de 25%. Environ
20 uJ du faisceau a 400 nm sont utilisé pour pomper le premier étage de I'amplificateur.
L’alignement des deux faisceaux et I'orientation correcte du cristal amplificateur se font
comme précédemment , si ce n’est que le faisceau bleu est maintenant positionné au-dessous
du continuum (cf. figure 1.15). L’énergie du signal aprés le premier étage est typiquement
comprise entre 100 et 200 nJ. Ce faisceau est ensuite focalisé dans le cristal du second étage
amplificateur pompé par la lumiére bleue restante (~ 70 uJ). Comme précédemment, les
miroirs focalisant le faisceau de pompe ont été choisis afin d’avoir une intensité de ’ordre
de 100 GW /em? dans les cristaux. On constate que sur le premier étage de amplificateur
on est en régime de non déplétion de la pompe, ce qui n’est pas le cas pour le second étage.
En fait, il est important d’éviter une trop grande amplification sur le premier étage, ceci
afin de préserver une bonne qualité spatiale du faisceau signal a la sortie de ’OPA. Deux
lignes a retard placées sur le trajet du faisceau bleu permettent d’ajuster correctement la
longueur d’onde amplifiée par les deux étages. En sortie du NOPA on obtient des impulsions
accordables entre 510 et 700 nm, avec une énergie de I’ordre de 10—12 p1J avant compression
et un profil transverse de bonne qualité. Plusieurs spectres sont représentés sur la figure 1.16.
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FiG. 1.16 — Spectres des impulsions issues de la deuxiéme version du NOPA.

Le faisceau est ensuite collimaté par une lentille avant d’étre envoyer dans un compresseur
a prismes en silice fondue ou a miroirs “chirpés”. Ces derniers sont constitués d’empilements
diélectriques multicouches. Ainsi, lorsqu’une impulsion est réfléchie par un miroir “chirpé”,
la profondeur de pénétration de chacune de ses composantes spectrales est variable, ce qui
modifie le délai de groupe de I'impulsion réfléchie par rapport a I'impulsion incidente. En
controlant I’épaisseur des différentes couches diélectriques, il est alors possible de controler
la dispersion introduite par un rebond sur le miroir.

Lorsqu’on décale la longueur d’onde centrale du NOPA vers les grandes longueurs
d’onde, la dérive de fréquence du continuum de lumiére blanche décroit de maniére si-
gnificative ce qui conduit a une augmentation de la largeur de bande amplifiée. Ainsi, les
impulsions amplifiées entre 600 et 700 nm sont beaucoup plus larges spectralement que les
impulsions amplifiées entre 500 et 600 nm. Cependant, cette grande largeur spectrale n’a
pas que des avantages, car elle ne facilite pas la compression des impulsions jusqu’a une
durée proche de la limite par transformée de Fourier. En effet, plus le spectre est large
plus I'effet du terme de dispersion d’ordre 3 est important, produisant des impulsions avec
plusieurs satellites. Comme ce terme est difficilement compensable avec un simple compres-
seur a prismes, on a plutdt intérét a réduire la largeur de bande amplifiée afin d’obtenir
des impulsions compressées relativement propres [57]. Pour cela, on introduit une lame de
silice sur le trajet du continuum pour le disperser plus. En outre, on désaccorde le second
étage en augmentant I’angle externe entre la pompe et le signal afin de réduire la largeur
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de bande du gain. Notons que ceci a un autre avantage, en effet lorsque l'angle o croit
on augmente la longueur effective de recouvrement temporel des deux impulsions dans le
cristal sans trop perdre sur le recouvrement spatial des faisceaux [38], ce qui a pour effet
d’accroitre I’énergie par impulsion en sortie du NOPA. Le tableau 1.4 résume 1’ensemble
des caractéristiques de notre NOPA.

Energie par impulsion 10-12 pd
avant compression

Taux de répétition 1 kHz
Longueur d’onde centrale | 510-700 nm
Largeur spectrale 15-60 nm
Durée 7, 20-30 fs

TAB. 1.4 — Caractéristiques de 'amplificateur paramétrique optique non-colinéaire.

[.6 Meélanges de fréquences

L’utilisation conjointe d’un oscillateur suivi d’'un amplificateur régénératif et d’un
amplificateur paramétrique optique non-colinéaire nous permet de couvrir une gamme de
longueurs d’onde comprise entre 500 et 700 nm, avec des impulsions de durées inférieures a
30 fs. Cependant, si I’on désire exciter des transitions électroniques moléculaires, on se voit
dans 'obligation d’étendre le domaine spectral accessible vers I’'UV. De plus, ces impulsions
UV doivent étre aussi courtes que possible afin de pouvoir suivre la dynamique du systéme
étudié avec une résolution temporelle suffisante.

On peut apporter une solution a ce probléme en doublant directement la sortie du
NOPA non compressée, ceci afin de minimiser les pertes énergétiques. On obtient alors des
impulsions accordables entre 250 et 350 nm, d’énergie de ’ordre du pJ, que I’'on peut com-
presser avec une paire de prismes en double passage jusqu’a une durée proche de la limite
par transformée de Fourier (on compense alors la dispersion quadratique introduite par
le NOPA, les optiques qui suivent et le cristal doubleur). Ces impulsions ont typiquement
une durée de lordre de 30 fs [61]. Ainsi, par doublage de fréquence on peut couvrir tout
le proche UV, excepté entre 350 et 400 nm. Dans cet intervalle de fréquence on est limité
par les performances du NOPA. En effet, le continuum de lumiére blanche est hautement
structuré autour de la longueur d’onde de pompe de 800 nm [60]. Ceci est di a la présence
d’automodulation de phase lors du processus de génération du continuum. Comme, de plus,
cette partie du continuum présente une forte dérive de fréquence [46], il est trés difficile
de I'utiliser pour générer des impulsions ultracourtes accordables. Donc, si I’'on veut com-
bler cet intervalle, on a intérét a trouver une solution autre que le doublage de fréquence.
Une possibilité consiste a faire interagir dans un cristal non-linéaire une impulsion issue
du NOPA avec une autre impulsion provenant du RGA afin de produire une troisiéme
impulsion dans 'UV par sommation de fréquence (Sum Frequency Generation, SFG) [62].
Dans ce qui suit, je vais présenter des résultats relatifs a ce type de mélange de fréquences.
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FiG. 1.17 — Dispositif expérimental pour le mélange de fréquences entre le NOPA et le
RGA.

Ces résultats ont été obtenus lors d’un séjour que j’ai effectué dans le groupe du Professeur
E. Riedle & Munich.

Le dispositif expérimental est représenté sur la figure 1.17. Un laser titane : saphir
amplifié (Clark-MXR CPA-2001) délivre des impulsions de 1 mJ, de durée de 130 fs, & 772
nm. On utilise environ 250 pJ pour pomper un NOPA et 150 uJ pour réaliser le mélange
de fréquences. Le faisceau sortant du NOPA est collimaté par un télescope avant d’étre
compressé par une paire de prismes en SF10 utilisée en double passage. Les impulsions
ont alors une durée d’environ 20 fs, avec une énergie variant entre 2,5 et 5 uJ suivant la
longueur d’onde. Les deux faisceaux sont ensuite envoyés dans un cristal de BBO de type
I, d’épaisseur 100 um, taillé a 40° pour réaliser la sommation de fréquences. Une ligne a
retard placée sur le trajet du RGA permet d’ajuster le recouvrement temporel entre les
deux impulsions. Le RGA (respectivement le NOPA) est focalisé par une lentille en silice
fondue de focale =500 mm (respectivement =200 mm).

Nous avons étudié Defficacité du processus de sommation de fréquences pour trois
longueurs d’onde du NOPA : 630, 700 et 950 nm, ce qui correspond a des impulsions UV
centrées respectivement en A\yy = 347, 369 et 425 nm. Pour chaque longueur d’onde nous
avons cherché les conditions de focalisation du NOPA et du RGA maximisant ’énergie des
impulsions UV générées. Pour cela, on commence par déplacer le cristal de BBO jusqu’a ce
qu’on ait atteint la distance pour laquelle I'impulsion UV est la plus énergétique. Puis on
adapte la focalisation du faisceau issu du RGA afin d’accroitre 'efficacité de SFG jusqu’a
son optimum. Les meilleurs résultats obtenus sont rassemblés dans le tableau 1.5, et les
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ANopa (nm) 630 | 700 | 954
WNQPA (/LJ) 4,7 4,9 2,6
Auv (nm) 347 | 369 | 425
Av, (THz) 22 | 24 | 16
WUV (IUJ) 2 2,9 2,1
Pmax = WUV/WNOPA 0,42 0,59 0,80

TaB. [.5 — Résultats du processus de sommation de fréquence pour trois longueurs d’onde
du NOPA. Anopa et Wiopa sont respectivement la longueur d’onde centrale et 1’énergie par
impulsion du NOPA. De méme Ayy, Ay, et Wyy sont la longueur d’onde centrale, la lar-
geur spectrale et ’énergie des impulsions UV maximisant I'efficacité p. p,,.. est Uefficacité
maximale.

spectres correspondants sont représentés sur la figure 1.18, courbes a), c) et d). Premiére
constatation : toutes les impulsions UV obtenues par SFG ont une durée théoriquement
inférieure & 20 fs. Ensuite, on remarque que D'efficacité du processus s’accroit quand la
longueur d’onde du NOPA augmente pour atteindre la valeur remarquable de 80% pour
Anvopra = 950 nm. Cette tendance peut s’expliquer par le raisonnement suivant : soit 7, =
Nuv/Nnopa le rendement quantique du processus de SFG, c’est a dire le nombre Nyy de
photons UV produits par rapport au nombre Nyopa de photons incidents issue du NOPA.
Sachant que N; = W, /hw;, on peut relier 7, a lefficacité p par

A
p =1, X NOPA (I.25)
Auv

Mais comme 1/Ayy = 1/Anopa + 1/Araa, il vient

p =1, X (1 + A;ﬂ> . (1.26)
RGA
On voit donc qu’a rendement quantique fixe I'efficacité du processus de SFG croit avec la
longueur d’onde du NOPA. De plus, comme nous avons observé expérimentalement que le
rendement quantique croissait avec Axopa (7, = 36% & 950 nm contre 24% a 630 nm), on
comprend mieux le facteur 2 existant entre les efficacités de SFG a 630 et 950 nm.

La figure 1.18 b) présente le cas intéressant ou le faisceau du RGA est approximati-
vement focalisé dans le cristal de BBO (~ 1,5cm devant le cristal) pour Ayopa = 630 nm.
On observe alors un élargissement spectral de I'impulsion UV di a de la modulation de
phase croisée (Cross Phase Modulation, XPM)“ induite par 'impulsion du RGA intense
sur 'impulsion UV [63]. Un tel effet a déja été observé lors de la génération de la troisiéme
harmonique d’un amplificateur régénératif par différence de fréquence dans une fibre creuse
remplie d’argon, conduisant a des impulsions & 270 nm, appproximativement limitée par
transformée de Fourier et de durée égale a 8 fs [64]. Dans notre cas, I'impulsion est théori-
quement compressible jusqu’a une durée de 10 fs. Cependant, du fait de la focalisation du

%0On parle de modulation de phase croisée lorsque 'indice vu par une onde lors de sa propagation dans
un milieu non-linéaire dépend de l'intensité d’une autre onde se propageant dans le méme milieu.
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A =347 nm, AXP=9 nm A =346 nm, AL =12,5 nm
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F1G. 1.18 — Spectres des impulsions UV obtenues par mélange de fréquences (SFG) entre
une impulsion issue du NOPA et une impulsion issue du RGA. Les courbes a), ¢) et d)
correspondent & une efficacité de SFG maximale, obtenue pour trois longueurs d’onde du
NOPA : 630, 700 et 954 nm. La courbe b) montre le cas ot le faisceau du RGA est focalisé
dans le cristal de BBO. On observe alors un élargissement spectral de 'impulsion UV.

faisceau intense a 772 nm dans le cristal de BBO, la qualité du mode spatial n’est pas trés
bonne, et de plus efficacité p chute a 28%, soit Wyy = 1,3 uJ. Donc, exceptée une faible
diminution de la résolution temporelle, on a tout intérét a travailler dans les conditions de
la figure 1.18 a) pour obtenir des impulsions utilisables dans des expériences pompe-sonde.

La derniére étape de notre étude a consisté a s’assurer que les impulsions obtenues
par sommation de fréquence étaient “propres”, ¢’est-a-dire compressibles jusqu’a une limite
proche de la limite par transformée de Fourier. Nous aurions pu caractériser une des im-
pulsions obtenue entre 350 et 400 nm en réalisant une cross-corrélation par différence de
fréquence avec un autre NOPA| mais pour des raisons matérielles (il n’y avait pas d’autres
NOPA disponibles au moment de 1’expérience), nous avons compressé et caractérisé 1'im-
pulsion & 425 nm par autocorrélation intensimétrique avec un cristal de BBO type I de 50
pm d’épaisseur, taillé a 70°. La figure 1.19 présente le spectre et la trace d’autocorrelation
correspondante, avec le meilleur ajustement de cette derniére, obtenu en supposant un pro-
fil temporel de 'intensité en sech?. La compression, réalisée a 1’aide de prismes en SF10,
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Fi1G. 1.19 — Spectre et trace d’autocorrélation d’une impulsion centrée en Ayy = 425 nm.
Le meilleur ajustement de la trace d’autocorrelation (en supposant un profil temporel de
I'intensité en sech?) est représenté en trait plein.

permet d’atteindre une durée d’impulsion 7, = 36 fs. Le produit durée-largeur de bande,
T,Avy,, vaut 0,35 indiquant une impulsion “propre”, proche de la limite par transformée de
Fourier. Il est probable que I'on trouve des résultats similaires pour les autres impulsions
de longueurs d’ondes plus faibles.

Ainsi, I'obtention d’impulsions ultracourtes relativement intenses et accordables entre
350 et 400 nm par sommation de fréquence d’une impulsion issue d’'un NOPA et d’une
impulsion intense issue d’'un RGA semble étre une technique prometteuse.



Chapitre 11

CONTROLE DE TRANSITOIRES
COHERENTS

Le domaine de la Physique Quantique visant a controler I’évolution d’un systéme
via son interaction avec la lumiére s’est particuliérement développé ces dix derniéres an-
nées [65]. Initialement, des schémas de controle mettant en jeu des séquences ou des paires
d’impulsions lumineuses ont été proposés [1-3] et mis en ceuvre expérimentalement |6,
66-69|. Cependant, grace aux récents progrés faits dans le domaine de la mise en forme
d’impulsions [11] , il est maintenant possible de générer des impulsions de forme plus
ou moins complexe. Dans ces conditions, ’excitation du systéme n’est plus limitée a une
simple séquences d’impulsions. Ainsi, il a été possible de controler une large gamme de
phénoménes dans des systémes variés : dissociation moléculaire [14, 70] , transfert de po-
pulation entre états électroniques d’une molécule [71]| , processus multiphotoniques dans
des atomes ou des semiconducteurs [25, 27, 72, 73] , forme d'un paquet d’ondes d’état de
Rydberg [74] , mais aussi le flux d’energie dans des systémes biologiques [15]|. Les schémas
de controle utilisant des impulsions mises en forme se divisent en deux catégories : les
schémas en boucle ouverte, et les schémas en boucle fermée. Pour ces derniers, la forme
de 'impulsion réalisant I’'objectif désiré est obtenue & ’aide d’une boucle de rétroaction et
d’un algorithme d’optimisation (génétique ou d’évolution) [4, 14, 75, 76|, mais, en géné-
ral, sans une réelle compréhension du lien existant entre la forme de 'impulsion optimale
et la physique du processus optimisé. A I'opposé, dans les systémes simples, une analyse
théorique minutieuse de l'interaction rayonnement-matiére permet de déterminer la forme
précise de I'impulsion qui réalisera I'objectif désiré |25, 27, 77, 78].

Dans ce chapitre, nous considérons le cas simple de I'excitation d’un systéme a deux
niveaux par une impulsion & dérive de fréquence ou la fréquence instantanée varie linéai-
rement au cours du temps, en régime de champ faible. Dans ce cas, la population de 1’état
excité présente de larges oscillations avant d’atteindre sa valeur finale. Ces oscillations
sont la signature de transitoires cohérents [79-81]. Ils sont dus aux interférences entre
chemins d’excitations résonnants et non-résonnants. L’amplitude de probabilité transférée
dans I'état excité lors du passage par la résonance interfére avec les amplitudes de pro-
babilité transférées apreés la résonance. Notons que ces oscillations sont analogues a celles
présentes dans le modéle de Landau-Zener [82|. Ces transitoires cohérents ont été étudiés
théoriquement et expérimentalement, et constituent une partie du travail de thése de Sé-
bastien Zamith [83]. Dans cette thése, nous allons tirer avantage des impulsions a dérive
de fréquence, combinées avec une mise en forme en phase et en amplitude du spectre pour



34 Chapitre II. Contréle de transitoires cohérents

controler I’évolution temporelle des transitoires cohérents. Pour cela, nous nous appuie-
rons sur plusieurs analogies. Tout d’abord, il existe pour des impulsions fortement étirées,
une correspondance homothétique entre domaine temporel et domaine fréquentiel. En se
basant sur cette correspondance, nous montrerons qu’'un saut de phase dans le domaine
spectral a pour résultat de déphaser les oscillations des transitoires cohérents. Ensuite,
nous verrons qu’un trou spectral en amplitude centré a résonance conduit a ’apparition
d’oscillations symétriques dans le domaine temporel, oscillations que ’on peut déphaser en
applicant un saut de phase. En outre, nous démontrerons comment créer 1’équivalent d’une
lentille & zones de Fresnel dans le domaine temporel : tout comme en optique de Fourier ou
I’on focalise un faisceau lumineux en bloquant certaines parties de son profil spatial, nous
découpons le profil temporel de I'impulsion étirée. On observe alors, selon les cas, un ac-
croissement ou une diminution de la population transférée a la fin de ’excitation. De telles
expériences ont déja été réalisées dans le domaine spectral avec des impulsions a dérive de
fréquence pour créer des lentilles de Fresnel [84, 85|. Par exemple, une transition a deux
photons a été optimisée en supprimant toutes les fréquences conduisant a des interférences
destructives [84].

Dans un premier temps, nous rappelons les principaux résultats relatifs aux tran-
sitoires cohérents. En particulier nous dérivons et nous discutons l’expression de la po-
pulation transférée dans I’état excité en fonction des différents paramétres de 'impulsion
étirée. Expérimentalement, les transitoires cohérents sont observés sur une échelle de temps
de l'ordre de la dizaine de femtoseconde en sondant, durant I’excitation, la population de
I’état excité avec une seconde impulsion ultracourte. Aprés ces rappels, nous présentons la
démarche conduisant a 1’élaboration des impulsions mises en forme nécessaires pour mani-
puler les transitoires cohérents, et leurs mises en ceuvre expérimentales. Dans tous les cas,
les résultats expérimentaux sont confrontés aux résultats théoriques obtenus par résolution
de I'équation de Schrédinger.

I11.1 Transitoires cohérents

II.1.1 Etude théorique

Considérons un systéme a deux états, notés |g) et |e), d’énergies croissantes fiw, et
hw, (Fig I1.1), excité par une impulsion ultracourte a dérive de fréquence FE;(t) (impulsion
pompe) de fréquence centrale wy,, polarisée linéairement (direction de polarisation e).

Pour étudier la réponse du systéme nous nous placons en régime de champ faible. Au
premier ordre de la théorie des perturbations, I’amplitude de probabilité de 1’état excité
est donnée par 37|

1 o
wlt) = = J GV, (¢ )eeest (IL1)

ol nous avons posé Vo, (t) = — (e|D - e|g) E1(t) = —pegE1(t), D est I'opérateur dipolaire
électrique et wey = we — wy. Le champ électrique F;(t) est défini par

Bi(t) = 3 [€:(0) + £1(0) (112
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Fi1G. II.1 — Schéma d’excitation considéré. L’impulsion 1 présente une dérive de fréquence.
L’impulsion 2, ultracourte et limitée par transformée de Fourier, sonde la population de
I’état excité apres un délai 7.

ou & (t) est le champ complexe donné par :

|'T¢ 2
51(t> = E01 T—Oleirlt 672(w01t+(‘00/2)7 tan Yo = —OélTp21 (113)
p1

avec I'y = 1/T; +ioy et T, (resp. Ty, ) demi-largeur & 1/e en amplitude de I'impulsion étirée
(resp. limitée par transformée de Fourier). T}, et le paramétre ay, associé a la dérive de
fréquence linéaire, sont reliés a la dispersion quadratique ¢\ (¢§2) = d*¢;/dw? en w = wy,)
par :

262\
T =To, |1+ | (I1.4)
T3

et
242
) = L@) (I1.5)
5, + (2017)?

Cependant, dans ce chapitre, nous nous concentrerons sur le cas ot I'impulsion pompe est
fortement étirée (i.e. \¢§2)| > Tg), de telle sorte que T, ~ 2\¢52)|/T01 et ay ~ 1/2¢\%.

Dans l'approximation quasi-résonnante ou de I'onde tournante (RWA en anglais pour
Rotating Wave Approximation) :

By () ~ ;gl (t). (I1.6)
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Compte tenu de ce qui précéde, "amplitude de probabilité de I’état |e) vaut :

] e ;P T t 124 /
ac(t) = Zghg Epe"?, /TOJ di'e” A (IL7)
p1

—00

ol Ay} = we, — wy, est I'écart a la résonance. Faisons le changement de variable ¢t =t — ¢/,
il vient :

Z‘Meg —i£0 T01 —T1t2+iAqt e 1 =Tt — (t)t"
ae(t) = oF Eg e 2 T € dt’e (IL.8)
p1

0

en posant v, (t) = iA; — 2I'1t. Cette équation s’'intégre en utilisant le résultat suivant ( 86|
page 307) :

+oo xg
J doe™ 5% =\ /xBe” 1 — erf(fy\/g)], Re(f) > 0, (I1.9)
0

ou erf est la fonction erreur complexe définie par erf(z) = % I dte™" et sachant que :

1
Tpl T01

I, = e o (11.10)

Finalement, on obtient :

au(t) = iggg B (wey) l1 _erf (;j%ﬂ | (I1.11)

avec Fy(w) la transformée de Fourier du champ :
Ei(w) = %Eol\/%Tole(w“01>2T31/4ei¢52)<w—w01>2/2. (11.12)

La population de Pétat excité P.(t) est donnée par |a.(t)[?, soit :

La population P.(4o00) transférée a la fin de 'excitation ne dépend que du spectre
de I'impulsion a la fréquence de résonance et pas de la dispersion quadratique, puisque
P.(4+00) = ugg@l (weg)|?/R?, conformément aux résultats de la théorie des perturbations.

Le comportement de a.(t) peut étre prédit qualitativement a partir des expressions
I1.7 et I1I1.11. La premiére nous dit que :

2

. (I.13)

2
_ Heg

C4p?

Pe(t) | (weg)I?

¢
ae(t) o< J dt'e= ¥/ To)? gi(Aat —aat”) (I1.14)

elle fait intervenir le produit d’une enveloppe gaussienne lentement variable et d'un terme
rapidement oscillant ¢ avec @(t) = At — a;t?. D’aprés Papproximation de la phase
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F1G. I1.2 — Population de I'état excité créée par une impulsion pompe de durée 7, =
12,6 ps, (19, = 110fs, o = —5.10° fs?) et de fréquence centrale wy, = W,

stationnaire, la principale contribution a cette intégrale se produit pour les valeurs de ¢
annulant la dérivée de la phase ¢(t), soit pour t =ty = 2%1 > (Weg — wol)gb?). Cette valeur
de t correspond au passage de la fréquence instantanée de I'impulsion par la résonance.
Une étude de 'expression I11.11, basée sur un développement en série de la fonction erreur

complexe ( [87] p. 299) , montre alors que la population de I’état excité croit rapidement sur

I'intervalle de temps [ty — V2168, to + \/2|¢§2)|] (variation de |a.(t)|/|ac(4+00)| de 16 & 84
%), puis oscille autour de sa valeur finale P,(+00) en s’amortissant : ce sont les transitoires
cohérents. Ils résultent de I'interférence entre 'amplitude de probabilité transférée de ma-
niére résonnante au voisinage de l'instant ¢, et celle tranférée de maniére non résonnante
a un instant ¢ ultérieur, conduisant a des oscillations avec une phase dépendant du temps
P(t) = ﬁo w1 (') — weg|dt' = an (t—tg)?, soit une fréquence w(t) — we, variant linéairement.

La population de I’état excité induite par une impulsion pompe résonnante avec la
transition (wy, = wey) est représentée sur la figure I1.2. Cette impulsion est caractérisée par
les parameétres suivants : 7o, = 110fs, (;552) = —5.10° fs?, soit une durée Tp, = 12,6 ps. Les

temps tg — \/2|¢§2)| et to + \/2|¢§2)| sont figurés par des lignes verticales. Conformément
a I’étude théorique précédente, la population de I'état excité croit lentement au début

de I'excitation. Puis elle augmente fortement lors du passage par la résonance autour de
t = to. Ensuite elle oscille avec une large amplitude autour de 1, la fréquence des oscillations
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FiG. I1.3 — Amplitude de probabilité de I'état excité créée par une impulsion pompe de
durée 7,, = 12,6 ps, (19, = 110fs, ¢§2) = —5.10°fs®) et de fréquence centrale wy, = wWeg-

augmentant au cours du temps.

On peut expliquer les transitoires cohérents d’une autre maniére en examinant le
comportement de 'amplitude de probabilité dans le plan complexe. C’est ce qui est fait
sur la figure I1.3, o nous avons tracé Imja.(t)/a.(4+00)] en fonction de Re[a,(t)/a.(+0o0)].
On observe alors une spirale analogue a la spirale de Cornu obtenue lors de 1’étude de
la diffraction dans ’approximation de Fresnel, la population transférée dans I'état excité
étant donnée par le carré du module du rayon vecteur OM.

Précisons ce que nous venons de dire en décomposant en trois contributions 1’ampli-
tude de probabilité :

Pour t € [—o0,t; =ty — \/2|¢§2)|],
t / 2 . / 12
ae(t) = aer(t) x J dt' e~/ Tn)" gilArt —ant™) (I1.15)

Cette contribution décrit la premiére spirale s’enroulant autour du point origine O avec un
rayon croissant et correspond a la population transférée avant le passage par la résonance.
La probabilité résultante s’accroit lentement et réguliérement. Le fait que cette augmenta-
tion se fasse en spiralant est da a la variation rapide de la phase en dehors de 'intervalle
défini par 'approximation de la phase stationnaire.
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Pour t € [t = to — /261" t2 = to + /2l6{” ],
Cle(t) = ael(tl) + an(t)a (1116)

avec aes(t) oc ﬁl dt'e=/To1)* A1t —0at™) T ramplitude est la somme de deux contributions :
ae1(t1) constante et a.(t) associée au passage par la résonance, fournissant la principale
contribution a la population dans I’état excité. Dans le plan complexe, cela se traduit par
un accroissement rapide de |a.(t)| associé a une phase stationnaire. Le point d’inflexion
correspond au passage par la résonance (t = ty). Lorsque 'excitation est résonnante, il re-
présente le centre de symétrie de la figure et correspond 4 a.(ty) = 3a.(+00). La population
est alors donnée par : |a.(t)]? ~ |ae(t)]*
Pour t > t,,

ac(t) = aer1(t1) + aca(ta) + aes(t), (I1.17)

avec ag3(t) o J"; dt'e=W/To)* gi(A1t'=eat™) ~ Ayx deux termes précédents s’ajoute une troi-
siéme contribution a.3(t) correspondant aux transitoires cohérents. Dans le plan com-
plexe, elle se traduit par une seconde spirale qui s’enroule autour de la valeur asymp-
totique de ’amplitude de probabilité. Cette spirale, identique a la premiére, provient de
la population transférée aprés résonance et résulte elle aussi de la variation rapide de
la phase. Cependant cette spirale produit les oscillations de la population dans la ré-
gion III, car elle s’enroule autour d’une valeur non nulle. Ceci est évident si on consi-
dére la population P,(t) obtenue en négligeant une fois de plus a.i(t;) devant aes(ts) :
P.(t) = |aea(ta) + ae3(t)|* = |aca(ta)|* + |aes(t)|* + 2Re[aca(t2)al;(t)]. Cette derniére expres-
sion fait apparaitre explicitement le terme d’interférence 2Re[a.o(t2)a’;(t)] responsable des
transitoires cohérents.

Nous ne décrirons pas l'effet d’un écart a la résonance sur les transitoires, pour plus
de détails on se rapportera a la référence [83]. Par la suite, nous ne nous intéresserons qu’au
cas d’une impulsion pompe résonnante avec la transition |g) — |e) en régime de champ
faible.

Afin de pouvoir observer les transitoires cohérents on utilise une seconde impulsion
ultracourte pour sonder en temps réel la population de I'état |e). Cette impulsion, suf-
fisamment courte pour avoir une bonne résolution temporelle, excite le systéme vers un
troisiéme état |f), d’énergie hws. Nous supposerons qu'’il n’y a pas de recouvrement spec-
tral des impulsions pompe et sonde de sorte que ’on puisse assigner une seule transition a
chacune d’entre elles.

L’amplitude de transition de |g) & |f) (& ¢ — +00) est donnée par la théorie des
perturbations dépendant du temps au second ordre [37] :

1 +oo ) t ) ,
ap(T) = —F_lQ,ufeung dtEs(t — T)e““fetj dt' By (t) e, (I1.18)
ou 7 est le délai entre pompe et sonde et Es(t) = 5 E(t) = 5 As(t)e 02" le champ électrique

de la sonde dans la RWA. &(t) est le champ complexe associé a 'impulsion sonde, et Ay(t)
son amplitude (cf. annexe A).
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Une expression analytique du signal pompe-sonde en fonction des différents para-
métres des deux impulsions est donnée dans [83]. Pour simplifier nous supposerons que
I'impulsion sonde est limitée par transformée de Fourier et résonnante avec la transition
le) — |f). Dans ce cas la I1.18 devient une convolution représentant 1’amplitude de pro-
babilité de 1'état |e) vue pendant la durée de la sonde :

1 +oo
ag(r) = _WMfE/Lng dtAy(t — 7)ac(t), (I1.19)

—0o0

ce qui signifie que si la sonde est suffisamment courte, le signal pompe-sonde reproduit la
dynamique de I’état excité en fonction du délai 7.

I1.1.2 Reésultats expérimentaux
11.1.2.1 Principe de ’expérience

Expérimentalement, nous avons étudié les transitoires cohérents en excitant I’atome
de rubidium. Le principe de I'expérience est schématisé sur la figure 11.4.

L’impulsion pompe étirée excite la transition 5s 2S;5 — 5p Py 4 795 nm. Sa
largeur spectrale limite 'excitation de 'autre niveau du doublet de structure fine (5p *Ps/2)
a 780 nm. Aprés un délai 7 une seconde impulsion, limitée par transformée de Fourier et
centrée a 607 nm, vient sonder la population transitoire de 1’état excité via les transitions
5p — ns,n’d. Sa durée (~ 30fs) trés courte par rapport a celle de la pompe (de 10 & 20
ps) permet de suivre en temps réel 1’évolution de la population de I'état 5p 2P, /2 pendant
I'impulsion pompe.

Longueur d’onde | moment dipolaire Taux de
Etats Energie (cm™1) |  de transition de transition fluorescence vers
(nm) (en C.m) I'état 6p (%)

op 2P1/2 12578,96 794,98 1,467 10~%

6d 2D3/2 28687,15 620,08 -3,511 1073° 6

8s 281/2 29046,84 607,24 -1,604 10730 26

7d 2D3/2 30280,18 564,93 -2,570 1073 12

9s 281/2 30499,06 558,03 -1,054 10730 23

8d 2D3/2 31221,47 536,41 -1,962 10=3° 14

TAB. II.1 — Energies et moments dipolaires des niveaux impliqués dans ’expérience. Les
longueurs d’onde sont celles des transitions. La derniére colonne rassemble les taux de
fluorescence vers 1’état 6p.

Le signal pompe-sonde est détecté en enregistrant la fluorescence a 420 nm due a la
cascade radiative des états ns,n’d vers le fondamental via 1’état 6p, en fonction du délai
7. Elle est collectée a I'aide d’'un photomultiplicateur. La longueur d’onde de la sonde a
été choisie afin de maximiser la probabilité de transition vers les états ns,n’d d’une part,
et la fluorescence vers I’état 6p d’autre part, état a partir duquel se fait la détection. Le
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Fi1a. I1.4 — Principe de ’expérience.

tableau I1.1 regroupe I’ensemble des données relatives aux niveaux impliqués dans le schéma
d’excitation : énergies des niveaux, moments dipolaires de transition, longueur d’onde des
transitions, ainsi que les taux de fluorescence des différents états excités par la sonde.

Le dispositif expérimental est représenté sur la figure I1.5. Le systéme laser est celui
décrit au chapitre I. En sortie de 'amplificateur régénératif, on dispose d’impulsions limitées
par transformée de Fourier de durée 130 fs et d’énergie de I'ordre de 900 pJ. Une partie du
faisceau amplifié passe dans un étireur a réseaux en double passage. Cet élément introduit
une dispersion quadratique, de signe négatif, donnée par [29] :

@ _ LN,
1

(11.20)

 wetd? cos by
avec, dans notre cas, 1/d = 1800 traits/mm, 6; = 38° (soit un angle d’incidence 6; = 55°)
et L la distance entre les réseaux.

L’autre moitié du faisceau sert a pomper un amplificateur paramétrique optique non
colinéaire (NOPA) qui fournit des impulsions centrées 4 607 nm, de durée de 30 fs aprés
compression par des miroirs a dispersion controlée (miroirs “chirpés”) et d’énergie de Iordre
de 3 ud.

Les deux faisceaux sont recombinés dans la cellule de rubidium avec un léger angle,
le délai entre les deux impulsions étant modifié au moyen d’une ligne a retard placée sur
le trajet du faisceau a 795 nm.

La cellule de longueur 80 mm est fermée par des fenétres taillées a Brewster, d’épais-
seur 3 mm. Elle est constituée de deux parties : le queusot, contenant le rubidium solide, et
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Fia. I1.5 — Dispositif expérimental.

le corps de la cellule dans lequel se trouve le rubidium gazeux. La pression de vapeur dans
la cellule est controlée par la température du queusot (69°C, soit une pression d’environ
2,67107% Pa). On impose un gradient de température entre le corps (83°C) et le queusot
pour éviter les dépots de rubidium sur les fenétres.

La lumiére de fluorescence a 420 nm est collectée par deux lentilles de grande ouver-
ture, et filtrée spectralement par un verre colorée. Elle est détectée par un photomultipli-
cateur type RCA IP28 alimenté par une tension de 800 V et relié a un intégrateur.

I1.1.2.2 Reésultats

Dans ce paragraphe, nous présentons une courbe expérimentale obtenue avec un laser
de pompe de largeur de bande A), = 7,5nm, soit une durée de 124 fs, et une dispersion
quadratique introduite par 'étireur de —8,72 10°fs?, ce qui correspond & une distance de 7,4
cm entre les réseaux. Avec une telle dérive de fréquence, la durée de I'impulsion étirée est de
19,5 ps. A résonance, I’énergie par impulsion pompe (typiquement de I'ordre de 10 puJ pour
un faisceau d’environ 1 cm de diamétre) est largement suffisante pour que 1’on n’ait pas
besoin de focaliser les faisceaux pompe et sonde. La figure I1.6 représente les transitoires
cohérents obtenus dans ces conditions, ainsi que la courbe théorique calculée a partir de
I’expression I1.13. Dans les deux cas, nous avons normalisé les valeurs asymptotiques des
courbes & un. Comme on peut le voir, il y a un excellent accord entre théorie et expérience.

Pour calculer P,(7), nous avons utilisé la longueur d’onde centrale et la largeur spec-

trale de I'impulsion pompe déduites de 'expérience. Seul le paramétre gng) est libre de
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Fluorescence 5s-6p (u.a.)

F1aG. I1.6 — Courbes expérimentale (points) et théorique (trait plein) obtenues a résonance.
L’ajustement nous donne gbg,)o = —9,210°fs?, soit une durée d’impulsion de 20,6 ps.

varier afin de pouvoir ajuster le signal de fluorescence avec la courbe théorique. La valeur
de <;5§2) correspondant au meilleur ajustement vaut —9,2 10°fs? et différe de prés de 6% par
rapport a la valeur déduite de la géométrie de ’étireur. Cet écart peut provenir d’une part
de la mesure de la distance entre les réseaux, précise a un millimétre preés, et d’autre part de
la dispersion quadratique non compensée dans ’amplificateur régénératif ou introduite sur
le trajet du faisceau de pompe (par exemple, par un systéme de mise en forme d’impulsion
inactif non figuré ici). La comparaison entre théorie et expérience nous a également per-
mis de déterminer ’origine des temps pour les différentes courbes expérimentales obtenues
ultérieurement.

Le fait que nous ayons utilisé |a.(7)|* et non pas |a;(7)|? pour reproduire les résultats
expérimentaux repose sur I’hypothése que la durée de la sonde est courte devant 1’échelle
de temps des variations de la population excitée. Dans notre cas, ou l'oscillation la plus
courte & une période d’environ 1 ps > 7,, =~ 30fs, cette approximation est entiérement
justifiée. De méme 'effet de la dispersion résiduelle présente dans les impulsions du NOPA
est négligeable devant la dispersion quadratique de la pompe, ainsi que 'effet di a I’écart
a la résonance de la sonde par rapport a certains des états ns, n’d. Pour plus de détails sur
ces effets, on se rapportera a la thése de S. Zamith [83].
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I11.2 Controéle des transitoires cohérents

I1.2.1 Controle par modulation spectrale de 'impulsion
11.2.1.1 Principe

Jusqu’a présent nous n’avons considéré que des impulsions ayant une phase spectrale
purement quadratique, cependant on peut se demander ce qu’il advient des transitoires
cohérents lorsqu’on applique une modulation (en phase et/ou en amplitude) supplémentaire
au spectre de I'impulsion.

Comme nous allons travailler sur le spectre, nous allons réexprimer I'amplitude de
probabilité de I’état excité en fonction de celui-ci. Pour cela, nous partons de 1’expression
a.(t) donnée par la théorie des perturbations dans la RWA (cf. section I1.1.1) :

- t
alt) = WJ dE(t)e " (11.21)

L’amplitude de transition peut s’écrire comme un produit de convolution si on introduit
une fonction de Heaviside 6(t) [88],

it
oult) = gyt | U0~ E)g(t), (11.22)

—00

ou g(t) = & (t)e™est.
En vertu du théoréme de convolution, la transformée de Fourier de 11.22 est :

) = o e B0)3(), (11.23)
§(w) = E1(w + weg) (I1.24)

et
bw) = mo(w) + P (). (11.25)

ou P est la partie principale de Cauchy. La transformation de Fourier inverse de 1’équation
I1.23 s’écrit en tenant compte de 11.25 :

) 1~ 1 too o EW + w,
ae(t) = ﬁﬂeg [281 (weg) + 27-(-PJ dwle w tl((/u/!})‘| 3 <1126)

—00

qui, avec le changement de variable w = w’ + w,y, conduit a

Z’ 1 c Z I —t(w—w g w
ae(t> = ﬁueg [561(&)39) + %PJ dwe ( eg)t%] .
eg

—00

(11.27)
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FIG. 2. Transient population measurement as a function of the
probe delay for the pulse shapes: transform limited pump pulse
(solid black line), on resonant 7r-step shaped pulse (dashed line),
shifted 0.7 step (solid gray line).

Fi1G. I1.7 — Résultats expérimentaux obtenus par Silberberg et al. : la population transitoire
de I’état 5P /5 est accrue en appliquant un saut de phase de 7 centré a la résonance (figure
tirée de la référence [17].

Le premier terme de cette expression ne dépend que de la composante spectrale de I'im-
pulsion & la fréquence de résonance et correspond a la moitié de 'amplitude a.(400) trans-
férée a la fin de I'impulsion, alors que le second terme prend en compte la contribution
de toutes les autres composantes spectrales. Initialement, pour ¢ — —o0, ce terme tend
vers —%ae(+oo) et la population transférée est nulle. A l'instant t = 0, il est évident a
partir de I’équation I1.27 que I'intégrand de cette contribution “non résonnante” change de
signe autour de la résonance. Si le spectre complexe & (w) est symétrique par rapport a we,
(ce qui est le cas pour une impulsion gaussienne de fréquence centrale wy, = we, limitée
par transformée de Fourier ou présentant une dérive de fréquence linéaire) alors ce terme
est nul. En effet, des interférences destructives sont induites entre les parties “rouge” et
“bleue” du spectre et la population transférée ne dépend que de la contribution “résonnan-
te”. Cependant, Silberberg et al [17] ont montré, en excitant la transition 5S;/5 — 5P15
du rubidium a 795 nm, qu’il était possible de compenser le changement de signe de la
partie principale pour une impulsion limitée par transformée de Fourier, en appliquant un
saut de phase de 7 centré a résonance. On observe alors un accroissement de la population
transitoire dans I'état excité d’un facteur 2,5 par rapport au cas ou I'impulsion est limitée
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par transformée de Fourier (cf figure I1.7). Pour les temps positifs, ces deux termes inter-
féerent pour donner les transitoires cohérents. A la fin de I'impulsion la partie principale
vaut exactement 3a.(+00).

Bien que nous ayons exprimé I'amplitude de probabilité en fonction du spectre de
I’impulsion pompe, il est encore difficile de prédire de quelle maniére réagiront les transi-
toires cohérents (phénoméne bien décrit et bien compris dans le domaine temporel) a un
changement du spectre. On peut étre aidé en cela si on considére des impulsions fortement
étirées, car il y a alors une forte correspondance entre les domaines temporels et fréquen-
tiels. Cette correspondance et ses conséquences sont traitées dans la section suivante.

11.2.1.2 Homothétie temps-fréquence

Comme nous I’avons vu a la section II.1.1, le comportement de ’amplitude de pro-
babilité a.(t) est fortement lié a la phase ®(¢) du champ électrique excitateur. Donc, en
agissant sur £(t) on s’attend & pouvoir manipuler les transitoires cohérents. Cependant,
d’un point de vue pratique, la manipulation du champ de I'impulsion sur une échelle de
temps de l'ordre de la femtoseconde ne peut se faire qu’en agissant sur son spectre. On est
donc en droit de se demander dans quelle mesure ce que ’on fait dans le domaine spectral
se transposera dans le domaine temporel.

Pour une impulsion trés étirée (i.e. [0 > 72), il existe une homothétie entre le
domaine temporel et le domaine spectral avec t = ¢?(w — wy). Pour le champ électrique
complexe E.(t) de I'impulsion a dérive de fréquence, cela se traduit par la relation sui-

vante [89, 90] :
| 1wttt & t
E(t) = 727T¢(2) e 2637 E(w = wp + —¢(2) ), (11.28)

o € (w) est le spectre du champ électrique de 'impulsion limitée par transformée de Fou-
rier. Lorsqu’on travaille avec des impulsions d’une durée supérieure a 20 ps, I’homothétie
temps-fréquence est relativement bien vérifiée. Cependant, on peut se demander dans quelle
mesure elle demeure valable lorsqu’on applique & une impulsion a dérive de fréquence une
perturbation dans le domaine spectral. En particulier, une perturbation centrée en w, est-
elle centrée en t, = ¢ (we —wp) 7 Ou encore, une perturbation localisée spectralement sur
une bande de largeur dw, I'est-elle aussi dans le domaine temporel ?

A la question de la localisation d’une perturbation spectrale dans le domaine tem-
porel, on peut apporter une réponse a partir de considérations qualitatives. En effet, dans
I’hypothése ot I'impulsion est trés étirée, une perturbation spectrale de largeur caracté-
ristique dw se traduit sur le champ électrique £(¢) par une perturbation de durée ot telle
que :

ot = pPow. (11.29)

Cependant, ces deux perturbations sont aussi reliées entre elles par la relation d’incertitude
temps-fréquence

dtow > 41n 2, (I1.30)
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ce qui fixe la durée minimale de la perturbation temporelle 6t induite sur le champ électrique

a:
5t > 1/41In2|p3)]. (I1.31)

On peut retrouver ce résultat a partir d’'une approche quantitative dans le cas d’im-
pulsions gaussiennes. Pour cela, on considére une impulsion a dérive de fréquence, centrée
en w = wp, de spectre complexe gc(w) dans laquelle on effectue un trou en amplitude de
forme gaussienne, de profondeur b et de demi-largeur a 1/e égale & Aw. Ce qui correspond
a une impulsion & dérive de fréquence de spectre complexe ghole(w) donné par

ghole(w) = gc(w) (]- - be—(w—wo)2/Aw2) s (1132)

avec E,(w) = e~ (@w0)/4l gt L = T7 — 2i¢®. Le champ temporel associé s’'obtient par
transformation de Fourier inverse, et vaut

b1
C AT, ¢

avec T' = (/T3 + At2, ou At = 2/Aw est la demi-largeur temporelle a 1/e associée a la
perturbation spectrale, et

»w/ 2 . 142
5 —(t/Th) 6—z(w0t+at)

(&

Enote(t) = Ec(1) : (I1.33)

T = T/1+ (260/T7)2, (I1.34)
o = 202 /(T" + (29%)?), (I1.35)
tany = 203 /772 (11.36)

Si la perturbation spectrale est trés étroite par rapport a la largeur spectrale de
I'impulsion de départ (w < Aw,, avec dw = Awv2In2 FWHM du trou, c’est-a-dire
At > Ty), alors

T = A1+ (202 /A82)2, (IL37)
o = 202 /(A" 4 (262))?) (11.38)

ce qui correspond a une perturbation temporelle de durée ot > 1/41n2|¢p®@)|, avec 6t =
Tyv/2In 2. Si de plus, l'impulsion est trés étirée, de sorte que |¢| > At? > T2, 'homo-
thétie temps-fréquence reste satisfaite, et le champ électrique correspondant est donné par
la relation I1.28 avec

E(w) = e (w0 T3/4 [ be’(‘“’“’O)Q/A“ﬂ} : (11.39)

Ainsi, nous avons montré que pour une impulsion trés étirée, une perturbation en
amplitude dans le domaine spectral induisait dans le domaine temporel une perturbation
s’étendant sur un intervalle de temps de durée supérieure ou égale a /4 1n 2|¢®?)|, résultat
déja connu par ailleurs [92, 93]. On peut se demander si ceci est encore vrai lorsque la
perturbation n’affecte plus 'amplitude du spectre, mais sa phase. Pour cela, nous allons
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considérer ’exemple simple d’une impulsion gaussienne a dérive de fréquence a laquelle on
applique un saut de phase de 7w dans le domaine spectral. Nous modélisons le saut de phase
par la fonction ¢y, (w) suivante :

T siw < w,
¢step(w> - { 0 siw> w, . (1140)

Le champ électrique correspondant est donné par

"o

Estep(t) L [— ch dwgc(w)e_m + J+OO dwgc(w)e_m] , (I1.41)

—00 We

avec & (w) = e~ @0"/4 comme précédemment. L'équation 11.41 s’intégre facilement a
I'aide de I'intégrale suivante ( [86] page 307) :

Jm dwe™ 57 = \Jr3 1 — ent(yy/5 + ﬁ)}, (11.42)

avec Re(f) > 0 et w > 0. Finalement, on obtient

r o
Estep(t) = —\/;e_z(“’OtJFFtQ) x erf (it\/va wQ\/%u()) . (11.43)

Pour une impulsion trés étirée, ’expression 11.43 devient

Estep(t) = E() X erf{12_‘_i,/|¢(2)| L;(;) — (we — wo)] } , (11.44)

ou &.(t) est donné par I’équation 11.28. Donc, pour une impulsion trés étirée, un saut de
phase de 7w centrée en w = w,, conduit & un champ électrique temporel égal au produit
du champ en l'absence de saut de phase par une fonction erreur complexe. Celle-ci est
centrée en t, = (w, — wy)d?, et sa partie réelle passe de la valeur 0,9, pour t < t., &

la valeur —0,9, pour ¢ > t., sur un intervalle 6t ~ 3,6 x 4/|¢|. Ainsi, en dehors d’un

intervalle de temps 0t o< /|¢p@)], 'action du saut de phase de 7 dans le domaine spectral se
transpose dans le domaine temporel conformément a I’homothétie temps-fréquence définie
par t = @ (w — wy).

Comme la population transférée dans 'état excité résulte de l'interférence entre les
différentes contributions du champ électrique, un saut de phase de 7 sous la résonance
(We < wey) devrait conduire, pour une impulsion a dérive de fréquence négative, a un
déphasage de 7 de 'amplitude de probabilité transférée aprés passage par la résonance de
la fréquence instantanée, et donc a un déphasage de 7 des oscillations observées dans les
transitoires cohérents. Ce déphasage se produira aprés un intervalle de temps de largeur
St centré autour de t. = ¢ (w. — wy). Pour t < t, (t; = t. — 6t/2), seules les fréquences
supérieures a w, contribuent, et I’on observe les transitoires cohérents “normaux”. Pendant
0t les fréquences au-dessus et au-dessous de w,. contribuent a a., mais avec des signes
opposés conduisant a une période de transition. Pour ¢ > t5 (ty = t. + 0t/2), seules les
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Fi1G. I1.8 — Etude théorique de transitoires cohérents mis en forme en appliquant un saut
de phase de 7 centré en A\, = 797,6 nm (la résonance est a 794,97 nm) pour trois valeurs de
la dispersion quadratique : (a) ¢® = —50000fs* (7, = 1124 fs), (b) ¢® = —490000fs* (7,
= 10,9 ps), (c) ¢ = —920000fs® (7, = 20,6 ps). Figurent aussi l'instant ¢, correspondant
au saut de phase dans le domaine spectral, et t; et t5 définis dans le texte.
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Fi1G. I1.9 — Dispositif expérimental. LC SLM : modulateur & cristaux liquides.

fréequences au-dessous de w,. contribuent avec un signe opposé par rapport a la situation
initiale, produisant des oscillations en opposition de phase par rapport aux transitoires
cohérents normaux. Ceci est illustré sur la figure I1.8 pour une excitation résonnante et
trois valeurs du paramétre ¢(?). Le saut de phase, centré & la longueur d’onde A, = 797,6 nm,
est modélisé par la fonction de phase

Btep () = g {1 - tanh [B (@ — wo)]}, (I1.45)

avec 3 = 8589 fs.rad~!. Nous avons aussi représenté sur les trois graphes l'instant ¢, =
»? (we — wp) ou le saut de phase se produit. Ces trois courbes confirment bien le raison-
nement que nous avons fait précédemment : plus I'impulsion est étirée meilleure est la
transposition du domaine spectral au domaine temporel. Pour des impulsions de 10 ps et
plus, on observe bien un déphasage de 7 au dela de t, méme si le saut de phase de 7
commence a altérer légérement ce qui se passe dans le voisinage immédiat de la résonance.
Nous verrons plus loin, lors de I’étude systématique de l'effet du saut de phase, ce qui se
passe s’il est localisé apres la résonance.

11.2.1.3 Dispositif expérimental

Nous avons donc réalisé I'expérience consistant a déphaser les transitoires cohérents.
Cette expérience, ainsi que celles qui suivent, ont été réalisées a Toulouse en collaboration
avec le groupe de Marcus Motzkus du Max Planck Institute fiir Quantenoptik & Garching.
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F1G. I1.10 — Ligne a dispersion nulle.

Le dispositif expérimental, représenté sur la figure I1.9, est pratiquement identique a ce-
lui décrit a la section I1.1.2.1, si ce n’est que 'impulsion pompe passe maintenant par un
dispositif de mise en forme d’impulsions (LC SLM, Liquid-Crystal Spatial Light Modu-
lator). Le modulateur & cristaux liquides a été apporté par I’équipe de Motzkus. Comme
un tel dispositif n’est pas capable d’introduire une dispersion quadratique suffisante pour
que l'analogie temps-fréquence soit valable, la phase spectrale requise pour déphaser les
transitoires cohérents est appliquée en deux étapes : le saut de phase de 7 est appliqué par
le SLM, tandis que les réseaux étirent I'impulsion jusqu’a 20,6 ps (¢§2) = —9,210°fs?).

Le dispositif de mise en forme d’impulsions est constitué d’une ligne a dispersion nulle
et d’'un masque a cristaux liquides comportant deux barettes de 128 pixels [11, 54]. La
ligne & dispersion nulle, ou ligne 4f, est composée de deux éléments dispersifs identiques
(réseaux) et de deux miroirs cylindriques de focale f, utilisés hors d’axe. Pour plus de
simplicité, nous avons représenté sur la figure I1.10 une ligne & dispersion nulle & base
de lentilles de focale f. Le réseau R1 disperse angulairement les différentes composantes
spectrales de I'impulsion incidente. Elles sont ensuite focalisées par la lentille L1, placée
a une distance f, en différents points du plan focal image (F). Ainsi, dans le plan (F),
appelé plan de Fourier, les différentes composantes spectrales du faisceau incident sont
spatialement étalées et focalisées. Fondamentalement, le role de la lentille L1 est d’effectuer
la transformation de Fourier du profil spatial de I’amplitude de I'onde dans son plan objet.
Une lentille L2 et un second réseau R2, symétriques de L1 et R1 par rapport au plan
de Fourier, permettent de reconstruire un faisceau bien collimaté en sortie de la ligne a
dispersion nulle. Si on prend garde & minimiser la dispersion introduite par les lentilles, ou si
I’on utilise des miroirs en lieu et place de lentilles, la ligne 4 f n’introduit aucune dispersion.
Pour notre expérience, les réseaux utilisés ont 1800 traits/mm et les miroirs une distance
focale f = 140 mm. En négligeant les aberrations introduites par 1'utilisation des miroirs
cylindriques hors d’axe, le rayon wy attendu pour le faisceau gaussien représentant une



52 Chapitre II. Contréle de transitoires cohérents

2

/4450 |
>

@ (450 X

Z C,

<«

W, W

FiG. I1.11 — Modulateur a cristaux liquides. c¢; et co sont les directions d’ancrage des
molécules des barettes 1 et 2 respectivement.

seule composante spectrale dans le plan de Fourier est donné par

wy = 2030 Aof (I1.46)

Y
cos O mw;,

oll wj, est le rayon du faisceau a 'entrée du dispositif de mise en forme d’impulsions, et ; et
0,4 sont respectivement les angles d’incidence et de diffraction du faisceau laser sur le premier
réseau. Dans notre cas, wy ~ 15 pm. On tire avantage de la présence du plan de Fourier
(F), ou les différentes composantes spectrales sont spatialement séparées, pour moduler le
spectre de I'impulsion avec une bonne résolution. Pour cela, on y place un masque a cristaux
liquides (CRI SLM 256), représenté sur la figure I1.11 (épaisseur du masque suivant I’axe
z). Un tel masque est pixellisé, chaque pixel ayant une largeur w, = 97 um. Deux pixels
consécutifs sont séparés par une distance de 3 pum. Les cristaux liquides sont constitués
de molécules en forme de barreau. Par fabrication, elles sont orientées suivant un axe c
(axe d’ancrage) du plan z — y. Elles tendent a s’aligner avec un champ électrique créant
ainsi une biréfringence dépendant de la tension appliquée, et qui peut étre controlée pixel
par pixel. Les “gaps” inter-pixels ne sont pas controlables. Dans ces régions, les cristaux
liquides se comportent comme si aucun champ électrique n’était appliqué, et ne produisent
aucune biréfringence [11]. Lorsqu’une tension V' est appliquée a un pixel suivant I’axe
z, les molécules s’orientent de 1’axe ¢ vers 1'axe z dans le plan ¢ — z. Pour une lumiére
se propageant dans la direction z cela produit un indice de réfraction variable si elle est
polarisée suivant 1’axe c et constant si elle est polarisée perpendiculairement a c. Si on note
A¢p(V) le déphasage entre ces deux polarisations orthogonales, pour une lumiére polarisée
suivant I’axe c, le pixel n se comporte comme un masque de phase produisant un filtre B,,
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donné par [94]
B, = exp[iA¢ (V)] (I1.47)

On peut fabriquer un masque en phase et en amplitude en combinant deux barrettes
dont les molécules ont des directions d’ancrage a —45 et +45° de la direction de polarisation
e de la lumiére incidente, suivies d’un polariseur paralléle & e. C’est ce que fait notre
masque, ot la direction de polarisation de I'impulsion lumineuse coincide avec I'axe x (Fig.
I1.11). Dans ce cas, le filtre pour le pixel n est donné par

B, = e80T 8012 o5 {[[Ap1) — Ap®] 2} (I1.48)

ot ApM) et Ap® sont les retards introduits par les barrettes 1 et 2 respectivement. La
dépendance des retards en fonction des tensions V.V (i = 1,2) a été omise.
Du fait de la pixellisation, le filtre associé au masque est donné par

_N_
n==y 1

m(z) = ZN {Bnrect {x ;Wx”] + B, rect m:i)ﬁV] } (I1.49)

77/:—7

avec w le pas du réseau de pixels, r = w,/w, B, le filtre pour le pixel n, B, le filtre pour
le “gap” n. La fonction rect(x) est définie par

1 pour|z| <1/2

0 pour|z|>1/2 (11.50)

rect(z) = {

Si on considére a l'entrée du dispositif de mise en forme d’impulsions un champ de profil
transverse gaussien (rayon du faisceau w;,) :

Eim(T,y,t) = A (t)e™ ™0t x (2/mw?,)Y? exp[— (x2 + y2) Jwi ). (I1.51)

Alors, en tenant compte de la propagation du faisceau dans la ligne a dispersion nulle et
en négligeant la diffraction au niveau du masque, on a en sortie le champ suivant [94] :

Eout(T,y,t) = {Au (t)* [M (—t/a) g (t)]} e~0!
X (2/mw},)"? expl— (2% +¢?) Jwl)], (I1.52)

ot M (k) est la transformée de Fourier spatiale de m(x). g(t) est donné par
g(t) = exp (—w§t2/8a2) . (I1.53)

Le paramétre a caractéristique de la dispersion des différentes composantes spectrales dans
le plan de Fourier vaut a = \2f/2mcd cos 4, ou ¢ la vitesse de la lumiére dans le vide et d
le pas du réseau. Dans notre dispositif expérimental, il correspond & une dispersion sur la
masque de 0,26 nm /pixel (soit une largeur de bande par pixel Awpze; = 7,75 10 4 rad.fs 7).

Les expressions 11.49 a I1.52 sont particuliérement utiles lorsqu’on veut prendre en
compte de la maniére la plus rigoureuse qui soit les effets de la ligne & dispersion nulle et du



54 Chapitre II. Contréle de transitoires cohérents

09

0.8

06
05
04|
03 |

0.2 |-

Fluorescence 6p-5s (a.u.)

0.0 -

_0.1-.|.|.|.|.|.|.|.|.|
58 60 62 64 66 68 70 72 74 76

numeéro de pixel

Fi1G. I1.12 — Signal de fluorescence a t = 400 obtenu lorsqu’on effectue un trou en amplitude
de largeur égale a un pixel dans le spectre de 'impulsion. La fluorescence est tracée en
fonction de la position du trou sur le SLM.

masque sur I'impulsion mise en forme. Cependant, nous ne les utiliserons pas pour modéliser
les champs électriques générés lors de nos expériences. A la place, nous utiliserons des
expressions simplifiées prenant en compte les limitations imposées par le dispositif de mise
en forme d’impulsion : lors de I’étude de I'effet d’'un saut de phase de 7 sur les transitoires
cohérents (cf. section 11.2.1.4), nous tiendrons compte de la pixellisation du masque en
prenant un saut de phase de raideur ajustable. Pour simuler les résultats expérimentaux
relatifs & la réalisation d’une lentille de Fresnel (section I1.2.2), nous prendrons en compte
les effets de la résolution limitée du SLM en utilisant pour amplitude du champ théorique
I’amplitude du champ obtenu expérimentalement.

11.2.1.4 Effet d’un saut de phase de 7

Dans cette expérience, il est fondamental de calibrer le dispositif de mise en forme
d’impulsions en situant correctement la position du saut de phase par rapport a la ré-
sonance. Puisque la population finale transférée dans I'état excité est proportionnelle a
I’énergie de I'impulsion a la fréquence de résonance, nous avons utilisé le rubidium lui-
méme afin d’identifier précisement le pixel correspondant a la résonance. Ceci est accompli
en annulant la transmission du masque pixel par pixel jusqu’a ce que la valeur minimale
de a.(400) soit atteinte. On obtient ainsi une courbe d’extinction représentée sur la figure
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F1G. I1.13 — Résultats expérimentaux et théoriques (courbes noires) : transitoires cohérents
normaux (bleu) et transitoires cohérents aprés application d’un saut de phase de 7 centré
en A\, = 795,23 nm (soit a 0,26 nm de la résonance).

I1.12. La largeur a mi-hauteur de cette courbe est de 0,4 nm, ce qui correspond a 1,7 pixel.
Cet écart par rapport a la valeur théorique de un pixel, s’explique par la taille finie du
faisceau associé a la fréquence de résonance dans le plan de Fourier. Celle-ci dépend non
seulement de la taille du faisceau diffracté dans le plan de Fourier (cf. équation I1.46),
mais aussi des aberrations géométriques de la ligne 4f. En utilisant des miroirs de plus
grande focale et des réseaux moins dispersifs, on pourrait réaliser un montage replié avec
des miroirs éclairés sur ’axe, permettant ainsi de réduire les aberrations géométriques.

Une fois cette calibration faite, nous avons appliqué un saut de phase de 7 juste aprés
la résonance (pour w < w,). Conformément a I'analyse faite précédemment dans le contexte
de I’homothétie temps-fréquence, on observe bien un déphasage de 7 des oscillations comme
on peut le voir sur la figure I1.13. La position du saut de phase est \. = 795,23 nm, soit
un pixel aprés la résonance.

Dans chaque cas, les courbes expérimentales sont comparées avec une intégration
numérique de I’équation I1.27. La comparaison des transitoires cohérents normaux obtenus
par I'expérience avec la théorie a été utilisée pour ajuster, une fois pour toutes, 1'origine
des temps pour les différentes courbes expérimentales obtenues, ainsi que la valeur du
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Fiac. 11.14 — Enveloppe du champ électrique correspondant aux transitoires cohérents mis
en forme de la figure 11.13. Le saut de phase est placé un pixel aprés la résonance. L’insert
représente un agrandissement de la phase ®(¢) du champ au voisinage de t.. Pour plus de
clarté, nous avons retiré le terme linéaire wy, .

paramétre ¢§2’ de la pompe. Le seul paramétre ajusté pour les transitoires mis en forme
est la raideur du saut de phase de 7, qui est fixée par la résolution spectrale du dispositif
de mise en forme d’impulsion, dépendant de la forme de la tache de diffraction au niveau
du SLM. La fonction de phase est modélisée par :

Btep () = g {1 - tanh [B (0 — w.)]} . (IL.54)

Le meilleur ajustement entre théorie et expérience est obtenu pour 3 = 8589fs.rad ™",
correspondant a une pente 57! ~ Awye/7. Pour cette valeur, 'accord entre théorie et
expérience est excellent, comme on peut le voir sur la figure I1.13. Le contraste, aussi bien
que les déformations dues au saut de phase, sont extrémement bien reproduits. On observe
également l'intervalle de temps 0t = t; — t; pendant lequel les transitoires cohérents se
déphasent. Le champ électrique correspondant & ces transitoires cohérents mis en forme
est représenté sur la figure I[.14. On constate que 'amplitude du champ est fortement
modulée. Ces modulations apparaissent surtout pour des temps situés avant le passage par
la résonance, et s’é¢tendent sur un intervalle de temps d’autant plus grand que le saut de
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phase est plus raide. On observe aussi un trou en amplitude localisée en ¢t = t., d’autant
plus profond que le saut de phase est raide. Quant & la phase temporelle, elle présente un
saut de phase de 7 relativement doux en ¢t = t..

Nous avons ensuite décalé la position du saut de phase pixel par pixel. Un décalage de
un pixel translate l'intervalle de temps [t1, t5] d'une quantité At,;,¢, donnée par I'homothé-

tie temps-fréquence Aty e = ¢§2)Awpml ~ 730 fs, produisant un changement important
dans l'allure des transitoires cohérents, comme on peut le voir sur la figure 11.15. En com-
parant les différentes formes de transitoires cohérents engendrées par le déplacement du
saut de phase de 7, on est en mesure de tester le pouvoir de résolution du shaper avec une
sensibilité accrue par rapport a l'expérience d’extinction décrite ci-dessus, ceci sur quasie-
ment toute la largueur de bande du spectre de I'impulsion. En effet, nous ne sommes plus
limités par la taille finie du faisceau associé a chaque composante spectrale dans le plan de
Fourier, mais par la taille des pixels du masque. Cette différence de sensibilité est liée a la
nature de la mesure effectuée : interférométrique pour le saut de phase de 7 et intensimé-
trique pour ’expérience d’extinction, cette derniére ne permettant de tester la résolution
du dispositif de mise en forme d’impulsions que par une expérience sensible uniquement a
la fréquence de résonance.

Ainsi, 'utilisation de transitoires cohérents mis en forme par un saut de phase de 7
dans le domaine spectral pourrait constituer une bonne méthode pour tester des disposi-
tifs de mise en forme d’impulsion de plus haute résolution [95]. La résolution ultime de
cette méthode étant fixée par la durée 7,, de la sonde d’une part et le rapport signal sur
bruit de 'expérience. Si ce dernier est de I'ordre de un, alors I'incertitude sur le saut de
phase de m dans le domaine temporel devient du méme ordre de grandeur que l'intervalle

[t1,15], soit ~ 1/|¢|. On ne peut plus alors extraire d’informations sur la résolution du
dispositif de mise en forme d’impulsions a partir des transitoires cohérents. Cependant,

pour un rapport signal sur bruit raisonnable, cette incertitude est d’environ 4/ |¢52)| /10 (~
100 fs). Dans I’hypothése ou I'on n’est pas limité par la durée de la sonde, on voit que
I’on peut tirer de 'expérience, a partir d’un certain nombre de parameétres caractéristiques
de I'impulsion pompe (dérive de fréquence, position du saut de phase) et controlables par
I’expérimentateur, des informations sur les limites du dispositif de mise en forme d’impul-
sion. Considérons maintenant les effets de I'impulsion sonde. Pour extraire correctement
la dynamique induite par la pompe, il est nécessaire de bien connaitre les caractéristiques
de I'impulsion sonde. En particulier, il faut que celle-ci soit suffisamment courte si on veut
résoudre correctement la transition précédant le déphasage de m des transitoires cohérents.
Cependant, il est toujours possible de déduire de signaux pompe-sonde des informations
correspondant a des échelles de temps plus courtes que I'impulsion sonde a condition que
celle-ci soit suffisamment bien caractérisée pour que ’on puisse en tenir compte dans les
simulations et minimiser ainsi la différence entre les signaux expérimentaux et les courbes
théorique ajustées. Certains auteurs ont pu, ainsi, extraire des durées de vie 10 fois plus
courtes que I'impulsion pompe dans des expériences pompe-sonde sur des molécules poly-
atomiques [96]. Pour illustrer ce que nous venons de dire, nous avons supposé que la sonde
était infiniment courte, et nous avons tracé sur la figure I11.16 I’évolution des transitoires
cohérents mis en forme lorsqu’on décale le saut de phase spectral avec un pas divisé par
trois par rapport a nos expériences, ce qui correspond a un décalage de 240 fs dans le do-
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F1G. I1.15 — Sensibilité des transitoires cohérents a la position du saut de phase. (a) . =
795,23 nm (décalage de un pixel par rapport a la résonance). (b) A\, = 795,49 nm (décalage
de deux pixels par rapport a la résonance). (¢) A\. = 796,01 nm (décalage de quatre pixels
par rapport a la résonance). Les courbes en traits pleins sont les ajustements théoriques.
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Fi1G. I1.16 — Etude théorique de I’évolution des transitoires cohérents lorsqu’on déplacement
le saut de phase de m avec un pas égal au tiers du pas imposé expérimentalement par le
SLM (soit un pas de 0,087 nm). On explore la zone située entre la figure I1.15(b) et la
figure I1.15(c). Initialement (courbe en traits pleins) le saut de phase est centré un pixel
avant la résonance. Les courbes suivantes corresponde a un décalage de : 1,3 pixels (tirets),
1,6 pixels (pointillets), 1,9 pixels (tirets et pointillés).

maine temporel. Nous avons ainsi balayé la zone située entre la figure 11.15(b) et la figure
I1.15(c). Comme on peut le voir, les quatres courbes obtenues sont facilement identifiables
et pourraient donc étre utilisées pour tester un dispositif de mise en forme d’impulsions
ayant un plus grand pouvoir de résolution.

Une autre alternative pour tester la résolution d’un dispositif de mise en forme d’im-
pulsions en utilisant un saut de phase, consiste a supprimer la partie du spectre en résonance
avec la transition excitée. La population finale est alors nulle, mais on observe alors des
transitoires cohérents pendant toute la durée de l'impulsion. Avec de telles oscillations,
il est possible d’observer I'action d’'un saut de phase de 7 sur I’ensemble du spectre de
I'impulsion avec le méme rapport signal sur bruit, comme le montrent les résultats expéri-
mentaux de la figure I1.17. Ces deux courbes ont été obtenues en utilisant un fil de 300 pgm
placé devant le masque a cristaux liquides, afin d’atténuer au maximum la valeur asymp-
totique de la population transférée dans ’état excité. Notons que pour ces expériences,
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FiG. 11.17 — Transitoires cohérents obtenus en effectuant un trou dans I'amplitude du
spectre (courbe noire), puis en faisant un trou et un saut de phase de 7 (courbe grise). Le
trou, réalisé a 'aide d’un fil de 300 um placé devant le masque, est centré en \, = 794,64
nm. Le saut de phase est en A\, = 794,9 nm.

la dispersion quadratique introduite par les réseaux était de gb?) = —470000 fs?, ce qui
correspond a une durée 7, = 12 ps. Sur cette figure, on peut voir que le saut de phase a
pour effet de déphaser de 7 les oscillations observées pour t > 0, comme on s’y attend. La
forme des transitoires cohérents au voisinage de ¢ = 0 est typique d’un trou situé a une
longueur d’onde inférieure a A.,, comme nous le verrons a la section suivante. Ces résultats
sont en cours d’analyse.

I1.2.1.5 Etude théorique systématique de l’effet du saut de phase de 7 et/ou
d’un trou en amplitude

Dans cette section, nous allons étudier théoriquement I'influence des paramétres ca-
ractéristiques des différentes modulations spectrales que nous avons utilisées pour mani-
puler les transitoires cohérents. Nous commencerons par étudier l'effet de la pente et de
la position du saut de phase de 7. Puis, nous considérerons 'effet de la largeur et de la
position d’un trou en amplitude seul ou combiné avec un saut de phase.

Pour traiter numériquement ce probléme, nous avons modélisé la phase de I'impulsion
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FiG. I1.18 — (a) fonction de phase ¢stp(w) correspondant a un saut de phase de 7 centré
a résonance, de paramétre € = 5Awy;,¢. (b) amplitude spectrale d'une impulsion mise en
forme en appliquant un trou centré a résonance, de largeur Aw;, = 3Awpizer-

pompe par la fonction suivante :

1
gb(w) = igbgz) (W - WO1)2 + ¢step(w)> (1155)
avec ¢§2> = —935000 fs?, et ol ¢gep(w) la fonction associée au saut de phase de 7, donnée
par
T siw<w,—¢€
Dstep(w) = —TL2) LT Gy —e<w<w te - (I1.56)
0 Siw > w.+¢

w, est la fréquence a laquelle est centré le saut de phase, et £ est un paramétre variable
permettant de controler la raideur du saut. Pour cette étude systématique, nous avons
choisi de représenter la phase spectrale par cette fonction définie par morceaux au lieu
de la fonction tanh, car elle présente I'inconvénient de n’étre pas suffisamment raide lors-
qu’on s’éloigne de la fréquence de transition. L’amplitude a(w) du spectre est quant a elle
représentée par

) = ¢ TRES (] perlleen/), (IL57)
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Fi1G. 11.19 — Effet de la pente du saut de phase sur les transitoires cohérents. Les quatres
courbes correspondent respectivement a : € = Awpize (traits noirs), ¢ = 0,5 X Awpiges
(traits rouges), € = 0,1 X Awpze (traits verts), ¢ = 0,01 X Awy;ze (traits bleus). L'insert
représente un agrandissement des oscillations aux temps négatifs.

ou b est la profondeur du trou en amplitude, wy, sa position, et & est relié & sa FWHM Aw,
par Awy, = 26(In2)Y10. ¢ 0, (w) et a(w) sont représentés sur la figure T1.18.

Dans ce qui suit nous supposons que I'impulsion pompe est résonnante avec la transi-
tion (i.e. wey = wo, ), et pour tenir compte de la pixellisation du dispositif de mise en forme
d’impulsions (largeur de bande par pixel Awpize = 7,75 10 4rad.fs7') nous prenons pour
la position du saut de phase

We = Weg + kK X Awpiger, (I1.58)
pour la largeur du trou

Awh = [ X Awpmel, (1159)
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F1G. I1.20 — Influence de la position du saut de phase sur la forme des transitoires cohérents.
La pente du saut de phase est égale & Aw,;e/5. L'entier relatif k& est défini par I’équation
I1.58, et détermine la position du saut avant (k < 0) ou aprés (k > 0) la résonance.

et pour la position du trou
W = Weg +m X Au)pmd, (1160)

avec k, [ et m trois entiers relatifs.

Tout d’abord, nous avons considéré l'action du saut de phase seul (soit b = 0).
Dans un premier temps, nous avons centré le saut de phase un pixel avant la résonance
(i.e. we = Weg — Awpize), puis nous avons fait varier sa pente. Les résultats obtenus sont
représentés sur la figure 11.19. Dans tous les cas, on observe ’apparition d’oscillations aux
temps négatifs, oscillations que nous n’avons pas vues expérimentalement du fait de leur
faible amplitude, et du bruit présent dans nos expériences. De plus, si la transition de 0 a
7 se fait sur plus d’un pixel (cf. la courbe noire) on constate que les oscillations observées
pour t < 0 sont déphasées de 7 par rapport aux autres transitoires mis en forme. En dessous
de € = 0,1 X Awpjzer, I'allure des transitoires cohérents change peu lorsqu’on augmente la
raideur du saut. Cependant, quand le saut de phase est trop abrupt, on observe I'apparition
d’oscillations lentes dans la population de I'état excité aprés passage par la résonance.
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FiG. 11.21 — Effet de la largeur d’un trou en amplitude dans le spectre de I'impulsion a
dérive de fréquence. L’entier relatif [ est défini par ’équation 11.59, et détermine la largeur
du trou en amplitude. Dans ces calculs, il n’y a pas de saut de phase de 7.

Nous avons ensuite fixé la pente du saut de phase & Awyizer /5 (s0it € = 0,1 X Awpizer),
valeur proche de la valeur de [ trouvée précédemment, et nous avons déplacé le saut de
phase par rapport a la résonance. Les transitoires résultants sont représentés sur la figure
I1.20. Lorsqu’on se décale vers les valeurs de w. < w4, on constate, d'une part, la disparition
des petites oscillations situées avant le passage par la résonance, et, d’autre part, que la
période de transition précédant le déphasage de m des oscillations est de moins en moins
prononcée. En fait, lorsqu’on s’éloigne de la résonance, ces deux phénoménes sont encore
présents, mais “écrasés” par la population transférée a résonance par la premiére moitié de
I'impulsion. Lorsque le saut de phase est centré avant le passage par la résonance (k = 6
sur la figure I1.20), les amplitudes de probabilité transférées a et aprés résonance sont
toutes deux déphasées de 7, et il n’y a donc pas de déphasage des transitoires cohérents.
On observe encore la période de transition, mais elle est a peine visible, du fait du peu de
population transférée au moment du saut de phase.

Considérons maintenant le cas ou 'on effectue un trou en amplitude de profondeur
égale a un (b = 0), sans appliquer de saut de phase (@s,(w) = 0). Dans un premier
temps, nous avons centré le trou a résonance, et étudié I'influence de sa largeur sur les
transitoires cohérents. Pour cela, nous avons considéré deux largeurs de trou : Aw, =
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FiG. 11.22 — Champs électriques correspondants a un spectre gaussien, sans saut de phase
de 7, dans lequel on effectue un trou de paramétres : (a) b=1,1=1,m =0, (b) b =1,
I =3, m = 0. Ces spectres donne les transitoires cohérents représentés sur la figure 11.21.

Awpiger €t Awp, = 3Awpizer. Les résultats correspondants sont représentés sur la figure I1.21.
On constate que le signal tend vers zéro lorsque t — +00, conformément au résultat de la
théorie des perturbations. En supprimant la résonance, nous avons supprimé la principale
contribution & a.(t) responsable de la dissymétrie des transitoires cohérents par rapport au
temps t. Ainsi, ’amplitude de probabilité transférée avant le passage par la résonance n’est
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Fi1G. 11.23 — Etude des transitoires cohérents en fonction de la position du trou spectral de
largeur fixe (Awy, = 3Aw,izer). L'entier relatif m est défini par 'équation I1.60, et détermine
la position du trou en amplitude. La courbe bleue correspond aux transitoires cohérents
normaux.

plus négligeable devant I’amplitude de probabilité transférée ultérieurement, et conduit a
des interférences visibles aux temps négatifs sur les courbes de la figure I1.21. Lorsqu’on
élargit le trou on supprime de plus en plus de fréquences au voisinage de w,,, ce qui a pour
effet de réduire encore plus 'amplitude des oscillations dans P.(t), dont la forme dépend
fortement de la largeur du trou. Les champs électriques correspondants aux simulations de
la figure I1.21 sont représentés sur la figure 11.22.

Nous avons ensuite déplacé le trou de part et d’autre de la résonance en fixant sa
largeur & trois pixels. Ces simulations sont présentées sur la figure I1.23. L’évolution de P,(t)
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Fi1G. 11.24 — Action simultanée d’un saut de phase et d'un trou en amplitude. Le saut de
phase est fixe, centré en w. = wey — Awpizer, de pente 2 = Awpize /5. La largeur et la
position du trou sont déterminées par les nombres [ et m définis précédemment.

suivant que I'on déplace le trou dans le sens des m positifs ou négatifs s’explique par le
fait que lorsque m positif augmente, on supprime ’amplitude de probabilité avant passage
par la résonance. Comme cette derniére contribution est relativement faible comparée a la
contribution due a la résonance, la population P.(t) tend rapidement vers les transitoires
cohérents normaux, ce qui n’est pas le cas pour m < 0 ou 'on supprime une partie des
contributions du spectre de I'impulsion & a.(t) aprés passage par la résonance. Dans ce
cas 1a, P.(t) sera semblable aux transitoires cohérents normaux pour m grand en valeur
absolue, c’est a dire lorsque le trou sera situé au bord du spectre. Il est a noter que tant
que le trou est centré exactement a résonance, la population transférée dans I'état excité
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F1G. 11.25 — Comparaison des transitoires cohérents obtenus en appliquant un trou (courbe
noire), ou un trou plus un saut de phase de 7 (tirets) au spectre de I'impulsion. Le trou
et le saut de phase sont centrés en we,, le trou est caractérisé par les parametres suivants :
b=1et Aw, = 3Awp;ze. Le paramétre € du saut de phase vaut 0,1Awp;ze;.

est symétrique par rapport a t = 0.

Considérons maintenant ’action simultanée d’un saut de phase fixe, centré en w, =
Weg — Awpizer, de pente 26 = Awpize/5, et d’'un trou en amplitude descendant a zéro, de
FWHM égale & 3Awy;ze et de position variable. On voit sur la figure 11.24 que plus le
trou est éloigné de la résonance, plus son effet sur les transitoires cohérents est faible. Si
on est suffisamment loin de la résonance, un trou trés large (Awy, = 10Awpize) “tue” les
interférences, mais pas le transfert de population dans I'état excité (cf. courbe pourpre
sur la figure 11.24). Si le trou est centré a résonance, on voit apparaitre des oscillations
symétriques, comme précédemment en l'absence de saut de phase (courbe noire sur la
figure 11.23). Cependant, il est difficile de dire dans quelle mesure le trou et le saut de
phase contribuent a ces oscillations.

Afin de mieux cerner le role joué par le saut de phase et le trou en amplitude dans I’al-
lures des oscillations observées lorsque le trou éteint la résonance, nous avons fait quelques
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F1G. 11.26 — Comparaison des transitoires cohérents obtenus en appliquant un trou (courbe
noire), ou un trou plus un saut de phase de 7 (tirets) au spectre de I'impulsion. Le trou
et le saut de phase sont centrés en we, — Awp;zer, le trou est caractérisé par les parameétres
suivants : b = 1 et Awj, = 3Awp;ze. Le parameétre € du saut de phase vaut 0,1Awp;ze;-

simulations supplémentaires. En premier lieu, nous avons comparé les transitoires cohé-
rents induits par un trou en amplitude de 3 pixels de large, centré en w,,4, aux transitoires
cohérents résultant de ’action simultanée du méme trou et d’'un saut de phase, lui aussi
centré a résonance. Ces deux courbes sont représentées sur la figure 11.25. Tout d’abord,
on constate que ces courbes sont symétriques par rapport a l'origine des temps. Ensuite,
on se rend compte que lorsqu’on applique le saut de phase (tirets sur la figure I1.25), les
oscillations pour ¢ > 0 ne sont pas déphasées de 7 par rapport a celles obtenues avec le trou
seul. Ce résultat n’est pas surprenant si on considére I'expression 11.26 de 'amplitude de
probabilité a.(t). Pour une impulsion de spectre centré en w,, et symétrique par rapport
a cette pulsation (i.e. E(w + wey) = E(—w + wWey)), un calcul simple montre qu’un trou
rectangulaire centré en w.,, de largeur Awy, éteignant complétement la résonance donne
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F1G. I11.27 — Comparaison des transitoires cohérents obtenus en appliquant un trou (courbe
noire), ou un trou plus un saut de phase de 7 (tirets) au spectre de I'impulsion. Le trou
et le saut de phase sont centrés en we, + Awpizer, le trou est caractérisé par les parameétres
suivants : b = 1 et Awj, = 3Awp;ze. Le parameétre € du saut de phase vaut 0,1Awpige;-

une amplitude de probabilité de transition

1 +o00 dw’ _
ale(t) = = J — E(W + wey) sinw't. (I1.61)
™ Awh/Q w
Tandis que le méme trou combiné avec un saut de 7w de pente infinie centré lui aussi a
résonance donne

afewle—i-step (t) o

- — (W' 4 weg) cos W't (I1.62)

i J o dw
Awp/2 W
Ces amplitudes conduisent toutes deux & une population P,(t) telle que P.(t) = P.(—t),
c’est-a-dire symétrique par rapport a ¢ = 0, ce qui justifie 'absence de déphasage de 7w des
oscillations aprés résonance lorsqu’on applique le saut de phase.

Par contre, si on décale de la méme quantité le trou et le saut de phase par rapport a

la résonance, on retrouve le comportement attendu pour les transitoires cohérents, comme
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Fi1G. 11.28 — Champ électrique correspondant & un spectre gaussien dans lequel on effectue
un trou et un saut de phase centrés en we;—Awpizer, le trou est caractérisé par les parameétres
suivants : b = 1 et Awy, = 3Awpize. Ce spectre donne les transitoires cohérents représentés
en rouge sur la figure 11.26.

le montrent les figures 11.26 et I1.27 : pour un trou situé en-dessous de la résonance, ce
sont les oscillations aux temps positifs qui sont déphasées de 7 par rapport aux transitoires
cohérents obtenus avec le trou seul. Tandis que si le trou est situé au-dessus de la résonance,
on observe 'effet inverse. Dans tous les cas, ce sont les oscillations associées a la contribution
a a(t) de poids le plus faible qui sont déphasées de 7. Le champ électrique donnant les
transitoires cohérents représentés en rouges sur la figure I1.26 est tracé figure I1.28.

Cette étude systématique a mis en évidence ’extréme sensibilité des transitoires cohé-
rents a 'ensemble des parameétres intervenant dans un processus de mise en forme spectrale,
que ce soit en phase et/ou en amplitude. Cette sensiblité peut étre mise a profit pour tester
le pouvoir de résolution des dispositifs de mise en forme d’impulsions.

11.2.2 Controéle par modulation temporelle de I’impulsion

Actuellement, toutes les techniques permettant la mise en forme d’impulsions a
I’échelle de la femtoseconde agissent dans le domaine spectral. C’est la raison pour laquelle
nous avons raisonné, dans un premier temps, sur le spectre de I'impulsion afin de manipuler
les transitoires cohérents, tout en nous appuyant sur I’homothétie temps-fréquence. Dans
cette section, nous allons considérer un exemple de controle basé sur la modulation du pro-
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fil temporel de I'impulsion, mais en dans un contexte ot I’homothétie temps-fréquence ne
s’applique plus. L’idée de base de ce nouveau schéma repose sur la forte analogie existant
entre 'excitation d’un systéme quantique par une impulsion a dérive de fréquence et la
diffraction de Fresnel.

Cette similarité a déja été soulignée par plusieurs auteurs [84, 85|. Dans la réfé-
rence [85] les auteurs montrent que la réponse d'un cristal de YAG dopé au thulium était
analogue a la diffraction de Fresnel par un bord d’écran. Pour cela, ils gravent un réseau
holographique dans le cristal en 'excitant par deux impulsions rectangulaires limitées par
transformée de Fourier, séparée par un délai 7. Une impulsion sonde a dérive de fréquence
[ est ensuite diffractée par ce réseau, donnant un signal caractérisé par la polarisation
suivante :

+oo

P(8,1) J At = 7)em™Pe gy (11.63)

0
intégrale correspondant a la diffraction de Fresnel d’un impulsion triangulaire A(t' — 7)
par un bord d’écran localisé en ¢’ = 0. En variant le paramétre (3, ils ont mis en évidence
I’analogue temporel du passage de la diffraction de Fresnel a la diffraction de Fraunhofer.
La démarche présentée dans la référence [84] est différente, car elle se situe dans le domaine
spectral. Les auteurs soulignent 1’analogie existant entre la génération de la seconde har-
monique d’une impulsion a dérive de fréquence de spectre rectangulaire et la diffraction de
Fresnel d’une onde plane par un fente. En s’appuyant sur cette analogie, ils transposent
la notion de zones de Fresnel au domaine spectral, ce qui leur permet de concevoir expéri-
mentalement un réseau zoné spectral afin de “focaliser” ’énergie de la seconde harmonique
sur une largeur spectrale beaucoup plus petite que celle de I'impulsion fondamentale.

Ici, nous allons transposer la notion de zones de Fresnel au domaine temporel. Nous
verrons alors qu’il est possible, en théorie, d’accroitre la population finale transférée dans
I’état excité. Nous ferons ensuite une démonstration expérimentale de cet effet.

11.2.2.1 Analogie avec la diffraction de Fresnel

Outre les équations de Maxwell, la propagation des ondes lumineuses peut étre décrite
a partir du principe de Huygens. Cette approche intégrale est particuliérement puissante
pour traiter les phénoménes de diffraction. Dans I’approximation de Fresnel (ou approxima-
tion paraxiale), elle permet de déterminer la figure de diffraction a distance d’observation
finie. Si on considére une onde lumineuse tombant normalement sur un objet diffractant D
contenu dans le plan z —y (Fig. 11.29), 'amplitude de 'onde diffractée en un point P (X, 2)
du plan d’observation est donnée (a des facteurs de phase prés) par [97|

+oo
Y(X, 2) o J daipy ()l (W)= (/22027], (I1.64)
o ¥(x) est 'amplitude complexe de 'onde incidente dans le plan x — y faisant intervenir
la fonction caractéristique ou transmittance de D. Pour une onde gaussienne éclairant un
bord d’écran, et dont le waist coincide avec le plan de 1'objet diffractant, ¢o(x) vaut

Po(x) = O(x, — x)e” @ w07, (11.65)
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Xy

Fia. 11.29 — Diffraction de Fresnel d’un faisceau gaussien par un bord d’écran. Analogie
avec les transitoires cohérents.

ou O(x, — x) et x, sont respectivement la transmittance et la position du bord d’écran.
La comparaison de I1.64 et de I1.65 avec I’expression I1.22 de "amplitude de proba-
bilité de I’état excité faisant intervenir la fonction de Heaviside 6(t) :

“+oo
ao(t) o J ' (t —t') =t/ Tp)? gi(Aat/ —ont 2), (I1.66)
— 0o
permet d’établir les correspondances suivantes entre la diffraction de Fresnel d’un faisceau
gaussien par un bord d’écran et les transitoires cohérents :

T, «—— t

Wo < Tpl

kX/z «—— A4
k/2z «—— aj. (I1.67)

La position X du détecteur dans le plan d’observation joue le role de I’écart a résonance
Ay. Et pour une impulsion trés étirée pour laquelle a; = 1/ 2¢§2), la dispersion quadratique

52) est analogue a la distance d’observation z. L’enregistrement de l'intensité diffractée
en fonction de la position z, du bord d’écran reproduit alors la forme de la population de

létat excité.

11.2.2.2 Mise en forme d’impulsions : zones de Fresnel

Pour introduire la notion de zones de Fresnel, revenons au principe de Huygens-
Fresnel régissant la propagation de la lumiére [98]. Ce dernier stipule que la lumiére se
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propage de proche en proche. Chaque point M d’une surface Y atteinte par la lumiére
se comporte comme une source secondaire émettant des ondelettes sphériques dont 1’am-
plitude est proportionnelle & celle de I'onde incidente en M et a I’élément de surface d¥
entourant le point M. Les vibrations issues des différentes sources secondaires interférent
entre elles pour former la vibration lumineuse en un point P donné. Mathématiquement,
I'amplitude complexe de 'onde lumineuse au point P, 1(P), se met sous la forme :

eikr

u(P) = | dzn(nQ” (IL68)

3

ou r = ||MP]|, ¥o(M) est 'amplitude de la radiation incidente au point M et () est un
coefficient d’inclinaison qui dépend de I'angle 6 que fait MP avec la normale n en M a
la surface X. Il faudrait, pour calculer cette intégrale, expliciter le facteur (), ce que nous
ne ferons pas. Cependant, nous allons présenter une méthode d’évaluation simple de 1 (P)
due a Fresnel.

M

Fi1G. 11.30 — Zones de Fresnel.

Pour cela, considérons le cas particulier de la propagation d’une onde sphérique. Soit
S une source lumineuse ponctuelle. Prenons comme surface ¥ une sphére centrée en .S, c¢’est-
a-dire une surface d’onde des vibrations émises par .S. Suivant le raisonnement de Fresnel,
nous partageons la sphére Y en zones. Ces zones sont définies par l'intersection de X avec
des sphéres de centre P et de rayons OP, OP+\/2, OP+2)/2, ..., OP+n\/2, ... (cercles
en pointillé de la figure 11.30), leurs surfaces sont sensiblement égales, car OP > A varie trés
peu d’une zone & 'autre. Si nous décomposons 'intégrale I11.68 en termes correspondant
aux différentes zones, la vibration totale se présente alors comme la somme d’une série de
vibrations élémentaires alternativement positives et négatives, lentement décroissantes [99].
Soit, [100] :

ikSP

(P) ~ Z(—l)"anoes—P, (11.69)

n
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ou @, est le facteur d’inclinaison de la zone n. Ce facteur va décroissant d’une zone a
I’autre. On voit donc que toutes les zones paires produisent des vibrations en phase au
point P, tandis que les zones impaires y produisent des vibrations en opposition de phase
avec les premiéres. Ces deux contributions, en interférant, se détruisent en partie. En
particulier, 'intensité de 'onde limitée a la premiére zone est quatre fois plus grande que
I'intensité de l'onde entiére. On augmente donc considérablement l'intensité en P si 'on
supprime une de ces deux contributions en placant un masque sur le trajet de I'onde. Un
tel masque s’appelle un réseau zoné : il est constitué d’une série de couronnes concentriques
alternativement transparentes et opaques. Ces couronnes épousent la forme des zones de
Fresnel définies par les points .S, O et P, et sont opaques, par exemple, pour les zones paires.
Lorsqu’on place le masque au point O, seules les amplitudes provenant des zones impaires
sont transmises et interférent constructivement au point P. Un tel réseau se comporte donc
comme une lentille focalisant I’onde incidente au point P.

Ce que nous venons de dire pour la propagation libre d’une onde sphérique est encore
valable si 'on considére la diffraction d’un faisceau gaussien par un bord d’écran. Ainsi, en
introduisant un réseau zoné dans le plan de I'objet diffractant, on peut accroitre I'intensité
du faisceau diffracté en un point du plan d’observation. En transposant ce que nous venons
de dire au domaine temporel, on voit qu’il est possible d’augmenter la probabilité d’étre
dans I'état excité en créant ’analogue d’un réseau zoné pour I'impulsion pompe. Pour cela,
on découpe son profil temporel afin de ne laisser voir a 'atome que les parties du champ
électrique contribuant de maniére constructive a la probabilité d’excitation et avoir, ainsi,
un transfert de population plus grand.

La figure I1.31 montre deux exemples de simulations de cet effet pour une excitation
quasi-résonnante (Ao, = 794,4 nm). La pompe (durée initiale 75, = 110 fs) est étirée jus-
qu’a 12,2 ps (¢§2) = —490000 fsQ). Pour chaque cas, on a représenté I’enveloppe temporelle
du champ électrique, son spectre et la probabilité d’excitation, figurent aussi les mémes
grandeurs obtenues en l’absence de filtrage (courbes noires). Ces résultats ont été obte-
nus en résolvant numériquement I’équation de Schrodinger en régime de champ faible. Le
champ électrique est annulé pendant un (courbes rouges) ou trois (courbes bleues) inter-
valles de temps correspondant a une décroissance de la population transférée dans I'état
excité. On peut constater que tant que le champ électrique n’est pas coupé, la population
de I’état excité n’est pas affectée. Par contre, dés que ’on annule le champ, apreés le pre-
mier maximum, la population devient stationnaire, donnant lieu a un plateau. Ce plateau
perdure jusqu’a ce que le champ reprenne une valeur non nulle. La population recommence
a augmenter en exhibant le méme comportement que les transitoires cohérents “normaux".
A la fin de I'excitation, la population s’est accrue, ceci d’autant plus que I'on supprime de
parties du champ contribuant de maniére destructive a a.(t). La figure 11.32 présente la
situation inverse, ol I’on a supprimé la premiére contribution constructive & 'amplitude
de probabilité de transition aprés passage par la résonance.

Comme on travaille en régime de champ faible, la population transférée a la fin de
I’excitation est directement proportionnelle au spectre de 'impulsion a la longueur d’onde
de la transition. Donc dans les deux cas considérés ici, pour que la population finale varie,
il doit y avoir redistribution des fréquences dans le spectre de I'impulsion. En particulier,
a une augmentation (respectivement diminution) de la population doit correspondre une
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FiG. I1.31 — Application du principe des zones de Fresnels au domaine temporel. L’impul-
sion pompe (Ao, = 794,4 nm, 79, = 110 fs, ¢§2) = —490000 fs?) est découpée temporellement
afin d’accroitre la population asymptotique. Les trois graphes représentent respectivement
I’amplitude du champ électrique de I'impulsion pompe, la population de I'état excité en
fonction du temps et le spectre de 'impulsion. La courbe noire correspond aux transitoires
cohérents non modifiés, la courbe rouge au cas o I'on a supprimé la premiére contribu-
tion destructive a a.(t) et la courbe bleu au cas ou 'on a supprimé les trois premiéres
contributions destructives.
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FiG. I1.32 — Application du principe des zones de Fresnels au domaine temporel. L’impul-
sion pompe (identique a celle de la figure 11.31) est découpée temporellement afin de di-
minuer la population asymptotique. La courbe noire correspond aux transitoires cohérents
non modifiés, la courbe en pointillets au cas ot 'on a supprimé la premiére contribution
constructive a a.(t) aprés passage par la résonance.
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augmentation (respectivement diminution) de Uintensité spectrale a la fréquence de la
transition. C’est effectivement ce que 1’on observe sur les spectres des figures 11.31 et 11.32.
Le filtre temporel passif utilisé pour mettre en forme I'impulsion pompe se comporte donc
comme un filtre actif dans le domaine spectral capable d’amplifier certaines fréquences
au détriment des autres. On constate également sur la figure I1.31 que plus le nombre de
coupures dans 'amplitude du champ est élevé plus le spectre résultant est structuré, avec
des motifs de plus en plus fins spectralement.

11.2.2.3 Remarques

La mise en ceuvre expérimentale des idées présentées a la section précédente appelle
quelques remarques. Tout d’abord, il n’existe pas de dispositifs capables de découper le
profil temporel d'une impulsion sur une échelle de temps de 1’ordre de 100 fs, nous devrons
donc générer le champ électrique désiré en filtrant le spectre de I'impulsion de départ. De
plus, étant donné qu’il n’y a pas de filtres spectraux actifs, sauf si on place un amplifica-
teur aprés le dispositif de mise en forme d’impulsions, nous utiliserons un filtre passif (un
modulateur a cristaux liquides comme précédemment). Nous réaliserons donc 'expérience
avec une impulsion dont le spectre correspondra a I'un des spectres représentés figures 11.31
et 11.32, puis nous normaliserons les résultats ainsi obtenus afin de pouvoir les comparer
a ceux obtenus avec le spectre gaussien d’origine. En fait, on peut dire que nous allons
simuler expérimentalement 1’effet d’un filtre temporel a ’aide d’un filtre spectral passif.

La normalisation est faite comme suit. Pour chaque acquisition, on dispose : des
spectres théoriques de I'impulsion initiale (notée I) et de I'impulsion découpée (notée D),
des transitoires cohérents théoriques et expérimentaux (notés CTE) relatifs a chacun de
ces spectres, ainsi que des énergies par impulsions (W; et Wp) mesurées devant la cellule
de Rubidium. La comparaison entre les transitoires cohérents expérimentaux et théoriques
en I’absence de mise en forme d’impulsion permet de définir d’une part l'origine des temps
pour l'expérience, et d’autre part le rapport R,

[Pe(+oo)]theo

b= B (Fo0)emy

(11.70)

En champ faible, R = [|Er(weg)|*theo/[| E1(wWeg)|?]eap- Comme, de plus, le spectre expéri-
mental est pratiquement gaussien, avec une largeur égale a celle du spectre théorique, on
a: R=Wy,. /Wi, Ensuite, on calcule les grandeurs R; et R, :

Wp

R = [] , IL71

' WI theo ( )
Whp

R, = [] . 11.72
WI exp ( )

La courbe expérimentale normalisée correctement par rapport a la théorie (CTEDy) est
donnée par,

CTEDy = CTED x R X %. (IL.73)

e
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Se pose, ensuite, le probléme de la résolution spectrale du dispositif de mise en forme
d’impulsion. Typiquement, on a sur le masque de 128 pixels un spectre de support A\ ~
30 nm. Ce support correspond typiquement & environ 9000 points du spectre théorique.
Ainsi, a un pixel correspondra environ 70 points du spectre théorique, ce qui veut dire que
les structures les plus fines de ce dernier vont étre lissées a cause de la résolution spectrale
finie du SLM.

De plus, nous n’avons pas tenu compte de tous les termes de la phase spectrale. Celle-
ci est la somme de deux contributions : une phase purement quadratique, identique a celle
introduite initialement par les réseaux, et un terme de phase résiduel. Pour des raisons de
temps ce terme n’a pas été pris en compte lors de nos expériences. En effet, nous n’avons
disposé du dispositif de mise en forme d’impulsions que pendant une période d’une durée
d’environ dix jours, laps de temps trop court pour pouvoir introduire expérimentalement les
corrections de phase résiduelle. Le dispositif de mise en forme d’impulsions a donc été utilisé
en tant que modulateur d’amplitude seulement, la phase quadratique étant introduite par
I’étireur en double passage.

Notons aussi que le fait de découper de maniére abrupte le champ dans le domaine
temporel a pour effet de créer des pics secondaires dans le spectre en dehors de la fenétre
représentée sur la figure I1.31. Si on considére I'amplitude du spectre complexe € (w), la
hauteur de ces pics secondaires, typiques d’un sinus cardinal, est d’environ 2 % de la valeur
maximale. Cet effet étant difficilement reproductible expérimentalement, nous ne I’avons
pas pris en compte. Le fait d’éliminer ces pics secondaires conduit alors a un lissage du
découpage temporel : I'annulation du champ se fait sur un intervalle de temps de 'ordre
de la durée de I'impulsion limitée par transformée de Fourier.

11.2.2.4 Reésultats expérimentaux

La courbe expérimentale représentée en rouge sur la figure I1.33b correspond au
cas ou l'on supprime la premiére contribution destructive a ’amplitude de probabilité
ac(t). Dans cette expérience g, = 794,4 nm, A\, = 8,4 nm, ¢§2) = —490000 fs? soit
T, = 12,4ps. Sont aussi représentés sur cette figure le spectre théorique idéal (courbe
noire de la figure 11.33a) et le spectre réalisé expérimentalement (courbe rouge). Pour
obtenir ce spectre, nous avons procédé de la maniére suivante : dans un premier temps,
nous avons appliqué directement au masque une transmittance correspondant au spectre
idéal de la figure I1.33b. Puis pour tenir compte de la forme du spectre des impulsions
issues de 'amplificateur régénératif, nous avons ajusté a la main la tension appliquée a
chaque pixel afin de reproduire au mieux les principales structures du spectre idéal.

Les transitoires cohérents obtenus expérimentalement sont reproduits par une réso-
lution théorique (cf. figure I1.33b traits noirs) exacte de I’équation de Schrodinger dans
I'approximation quasi-résonnante en utilisant pour champ électrique Ej(t), le champ ob-
tenu par transformation de Fourier inverse du spectre complexe suivant :

Ey(w) =/ |Ei(w)] emi), (11.74)

exp

ou {El(w)} est le spectre expérimental et ¢ (w) = %gzng)(w — wo, )%, () gtant obtenu
erp
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F1a. I1.33 — Augmentation de la population transférée. (a) Spectre calculé (noir) et spectre
réalisé expérimentalement (rouge). (b) Population de 'état excité pour une impulsion dé-
coupée (rouge) et pour I'impulsion initiale (bleu), ainsi que les courbes théoriques obtenues
a partir des spectres expérimentaux (noir).

par ajustement de la théorie avec ’expérience pour les transitoires cohérents normaux®.
[’évolution du systéme sous l’action de ce champ est donnée par ’équation formelle sui-
vante :

- et
(1)) = T exp [—% J dt’H(t/)] [ (to)), (IL.75)
to
ou [1(t)) est le vecteur d’état du systéme a linstant ¢, H(¢) son hamiltonien dépendant
du temps, |1(ty)) le vecteur d’état a l'instant initial ¢, et 7 l'opérateur d’ordonnancement
temporel. Pour un intervalle de temps At = t — t; suffisamment petit devant ’échelle
de temps caractéristique des variations de H(t), ce dernier peut étre considéré comme

constant, et ’équation I1.75 se réduit a :

[0lto+ A1) = exp [~ AtH (1) v(to)). (1L76)

On calcule alors I'état du systéme a linstant ¢ = 5 + nAt en itérant n fois 'expression
I1.76 [101]. Dans notre cas, At est imposé par la transformée de Fourier de 1'expression

%Remarque : les corrections de phase résiduelle n’ayant pas été introduites expérimentalement, elles ne
sont donc pas incluses dans la simulation.
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I1.74, et vaut At = 27/NAw, avec Aw le pas d’échantillonnage optimal (i.e. satisfaisant
au critére de Nyquist) de Ey(w) et N le nombre de points d’échantillonnage. Afin d’avoir
un nombre de points suffisant pour bien échantillonner le spectre expérimental, nous avons
interpolé ce dernier.

Comme on peut le voir sur la figure I11.33 (b) I'accord entre les courbes expérimen-
tales et les courbes obtenues avec notre approche théorique est excellent. Le contraste des
oscillations et la forme du passage par la résonance sont particuliérement bien reproduits.
A T’aide de simulations supplémentaires, on peut expliquer les principales différences entre
les résultats attendus (Fig. I1.31) et les résultats obtenus (Fig. I1.33). Comme on s’y at-
tendait les structures les plus fines du spectre théorique ont été éliminées par la résolution
spectrale limitée du SLM. En fait, ces parties fortement oscillantes sont dues aux coupures
abruptes effectuées dans le profil temporel de I'impulsion pompe, et n’ont pas une grande
importance du point de vue de la physique du systéme. Comptent avant tout la position
et la largeur des oscillations les plus lentes, comme le confirme le résultat de la simulation
présentée figure 11.34.
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F1G. 11.34 — Effet du lissage de 'amplitude du spectre par le SLM. Courbes bleues : spectre
et transitoires cohérents idéaux. Courbes rouges : spectre lissé (sur 90 points) et signal de
fluorescence associé.

Pour la réaliser, nous avons résolu 1’équation de Schrédinger comme ci-dessus, mais en
utilisant cette fois comme amplitude spectrale, 'amplitude lissée du spectre théorique, et
comme phase spectrale, la phase théorique exacte (phase quadratique + terme résiduel).
Le lissage est effectué en moyennant chaque point du spectre théorique sur les 90 points
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adjacents. Il a pour principal effet d’altérer trés légérement le plateau présent lorsque le
champ électrique est nul et de diminuer la population finale, comme on peut le voir sur
la figure 11.34. En fait, les principales différences observées entre les résultats théoriques
et expérimentaux proviennent du terme de phase résiduel que nous n’avons pas pris en
compte, comme on peut le voir sur la figure 11.35.
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F1G. 11.35 — Effet de la phase spectrale sur I’allure des transitoires cohérents. Courbe noire :
transitoires cohérents mis en forme idéaux. Courbe rouge : transitoires cohérents obtenus
avec un spectre de méme amplitude que le spectre donnant la courbe noire (cf. figure
I1.31), mais de phase purement quadratique. Courbe en pointillé : effets cumulés d'une
phase quadratique et d’un spectre lissé (lissage sur 90 points comme pour la figure 11.34).

Nous avons représentés sur cette figure les transitoires cohérents obtenus pour trois
spectres différents : la courbe noire correspond aux transitoires cohérents mis en forme
obtenus dans le cas idéal, c’est a dire avec le spectre de la figure I1.31 (la phase spectrale
est alors la somme d’une phase purement quadratique et d’une phase résiduelle). La courbe
rouge a été obtenue avec un spectre d’amplitude identique a celle du spectre idéal, mais
avec une phase spectrale purement quadratique. Enfin, la courbe en pointillé correspond
aux transitoires cohérents obtenus avec un spectre d’amplitude lissée par rapport au spectre
idéal, et une phase purement quadratique. On voit que le simple fait de négliger le terme
de phase résiduelle conduit a la disparition du plateau et a la modification de la pente du
passage par la résonance. Le lissage du spectre, combiné avec une phase spectrale quadra-
tique, conduit simplement & une légére diminution du transfert de population, confirmant
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FiG. 11.36 — Champ électrique calculé en prenant 'amplitude spectrale de la figure 11.33
(a) et une phase purement quadratique. La phase ®(¢) correspond a la phase du champ
électrique a laquelle on a retirée le terme linéaire wyt.

les résultats de la figure 11.34. Le champ électrique calculé en prenant I'amplitude spectrale
de la figure 11.33 (a) et une phase purement quadratique est représenté sur la figure 11.36.
Ce champ présente bien un trou au méme endroit que le champ théorique de la figure 11.31,
cependant il ne descend pas jusqu’a zéro, a cause du lissage du spectre expérimental par
rapport au spectre théorique, et de la phase résiduelle dont nous n’avons pas tenu compte
expérimentalement. Ces deux effets introduisent aussi des modulations supplémentaires
dans 'amplitude de I'impulsion.

Pour terminer, nous présentons figure I1.37 les résultats obtenus lorsqu’on supprime
la premiére contribution constructive a a.(t). Les simulations ont été réalisées en utilisant
I’amplitude du spectre expérimental et une phase purement quadratique. Comme précé-
demment ’accord entre théorie et expérience est relativement bon, sauf en ce qui concerne
I’allure de la courbe avant le passage par la résonance et la valeur du transfert de population
a la fin de l'excitation. Comme on peut le voir sur la figure 11.37, le spectre expérimental
ne s’accorde pas aussi bien que précédemment avec le spectre théorique, en particulier on
observe un pic dans l'intensité spectrale a gauche de la résonance, alors que le spectre
idéal comporte un trou a cet endroit. Malgré tout, les transitoires cohérents présentent
un comportement qui est qualitativement en accord avec celui des résultats théoriques de
la figure 11.32. La bosse au voisinage de ¢t = 0 est due principalement au terme de phase
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F1G. 11.37 — Diminution de la population transférée. (a) Spectre calculé (noir) et spectre
réalisé expérimentalement (rouge). (b) Signaux expérimentaux obtenus avec une impulsion
mise en forme de phase spectrale purement quadratique (rouge) et une impulsion initiale
(bleu), ainsi que les courbes théoriques obtenues a partir des spectres expérimentaux et
une phase spectrale quadratique (noir).

résiduelle dont nous n’avons pas tenu compte lors de nos expériences. Le désaccord entre
les simulations et les résultats expérimentaux est peut-étre di a une résolution insuffi-
sante de notre spectrométre ne permettant pas de résoudre correctement, par exemple,
le trou a résonance. Ceci expliquerait alors la différence que 1’on observe entre les deux
courbes a t = 400, celles-ci étant directement proportionnelles a la composante spectrale
de I'impulsion & la fréquence de résonance.

Nous avons montré a la figure I11.31 une simulation ou 1’on supprimait les trois pre-
miéres contributions destructives & 'amplitude de probabilité de I’état excité. Comme on
peut le voir sur cette figure, plus on supprime de parties du champ électrique, plus le spectre
correspondant est structuré, avec des structures de plus en plus fines, et donc de plus en
plus difficiles & réaliser expérimentalement. Etant donné la résolution spectrale du dispo-
sitif de mise ne forme dont nous disposions et du peu de temps dont nous disposions pour
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réaliser nos expériences, nous n’avons pas cherché a reproduire ces résultats théoriques.

11.3 Conclusion

Dans ce chapitre nous avons étudié le régime transitoire induit, en champ faible, par
une impulsion a dérive de fréquence linéaire, d’amplitude plus ou moins complexe, lors de
I’excitation d’un systéme a deux niveaux. Il est caractérisé par des oscillations de la popula-
tion de I’état excité, appelées transitoires cohérents. Ils ont été observés expérimentalement
en sondant la population du niveau excité avec une autre impulsion ultracourte.

Apreés une premiére étude utilisant une impulsion pompe de profil temporel gaussien,
nous avons développé deux schémas de controle afin de manipuler ces transitoires cohé-
rents. En nous appuyant sur I’analogie temps-fréquence existant pour des impulsions trés
étirées, nous avons démontré qu’il était possible de déphaser de 7 les transitoires cohé-
rents en appliquant un saut de phase de m dans le domaine spectral. Nous avons montré
au passage 'extréme sensibilité de cet effet a la résolution du dispositif de mise en forme
d’impulsion. Ensuite, a partir d'une analogie avec la diffraction de Fresnel, nous avons
présenté I'équivalent d’un réseau zoné dans le domaine temporel. En théorie un tel réseau
permet de “focaliser” (i.e. accroitre) la population finale de 'état excité. En pratique, il
requiert un filtre spectral actif. Cependant, & ’aide d’un filtre passif, nous avons simulé
expérimentalement 'effet de ce réseau dans le cas le plus simple. Pour cela nous avons eu
recours a un controle en phase et en amplitude du champ.

La principale caractéristique des expériences présentées ci-dessus est qu’elles reposent
sur des schémas de controle en boucle ouverte. En effet, le design et la génération de
I'impulsion mise en forme ne font appel & aucun algorithme d’optimisation. En fait, notre
approche est a I'opposé de celles utilisant des schémas de controle en boucle fermée ou
I'on tente d’extraire des informations sur le systéme a partir de la forme de I'impulsion
optimale. Nos résultats montrent que si le systéme étudié est bien connu, on est alors
capable de comprendre les mécanismes régissant son évolution et, par voie de conséquence,
de déterminer a partir de la théorie la forme (analytique ou pas) de I'impulsion permettant
d’atteindre un objectif en particulier.






Chapitre II1

INTERFERENCES DE CHEMINS
QUANTIQUES

Considérons I'interaction d’un systéme atomique avec une impulsion ultracourte, peu
intense, couplant entre eux deux états notés |g) et |e). Si le processus d’interaction est
multiphotonique (transition a deux photons par exemple) toutes les composantes spectrales
de I'impulsion contribuent a la transition, par opposition a une transition & un photon ot
la population transférée dans 1’état excité ne dépend que du spectre de I'impulsion a la
fréquence de résonance [26]. De part sa grande largeur spectrale, comparable a 1’écart a
la résonance avec le (ou les) niveau(x) intermédiaire(s), I'impulsion est capable d’exciter
simultanément les chemins résonnant et non-résonnant menant vers le méme état final,
conduisant ainsi & des interférences. L’excitation peut étre réalisée avec une impulsion
unique ou avec deux impulsions séparées. Dans chaque cas, en jouant sur la phase spectrale
du champ laser on peut favoriser le chemin résonnant ou le chemin non-résonnant.

Dans ce chapitre nous allons montrer comment, en régime de champ faible, I’excitation
biphotonique d’une transition en échelon par une impulsion & dérive de fréquence donne lieu
a des oscillations dans la population de I’état excité en fonction de la dispersion quadratique
#?). Ces oscillations sont la signature des interférences quantiques introduites ci-dessus.
De telles oscillations ont déja été observées dans 1’échelle a trois niveaux 5s — 5Hp — 5d
du rubidium [23]. En ce qui nous concerne, nous allons les étudier dans 'atome de sodium,
avec deux différences importantes par rapport au rubidium :

— il y a non pas un, mais deux niveaux intermédiaires treés proches, contribuant avec
une intensité comparable a la population de I’état excité. Nous verrons alors que
les interférences observées sont considérablement plus riches.

— Du fait de la grande largeur spectrale de nos impulsions, deux états finaux net-
tement séparés peuvent étre atteints : ceci conduit a 'observation d’interférences
pour une dispersion quadratique ¢(?) positive et/ou négative suivant la longueur
d’onde centrale de 'impulsion.

Ces phénomeénes d’interférences quantiques seront étudiés en nous servant de la représenta-
tion de ’atome habillé. Nous verrons alors que le transfert de population peut étre accru de
maniére significative pour une impulsion a dérive de fréquence positive. Nous serons aussi
amenés & prendre en compte les effets des termes de dispersion d’ordre supérieur a deux.
Une partie de cette étude (observation des premiers signaux pour une dispersion quadra-
tique positive, et étude de Papplication a 1’étoile artificielle) a fait I'objet du Diplomarbeit
de Sabine Stock [102]. Pour finir, nous présenterons succinctement une application possible
a I’étoile polychromatique artificielle.
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IT11.1 L’atome de sodium

Les niveaux de ’atome de sodium susceptibles d’étre excités par notre systéme laser
dans le domaine de longueurs d’onde ot nous avons travaillé (569 nm jusqu’a 610 nm) sont
représentés sur la figure I11.1. Nous nous intéresserons plus particuliérement a I’excitation
a deux photons du doublet de structure fine (4ds/2,4ds5/2). Avec une impulsion de longueur
d’onde centrale \g ~ 579 nm, de largeur spectrale A\, ~25 nm, les principaux niveaux

impliqués dans cette transition sont : 1’état initial ‘381 /2>, les deux états intermédiaires
‘3p1/2> et ‘3p3/2> (doublet de structure fine de la raie D) et les deux etats finals ‘4d3/2> et

‘4d5 /2 > Toute la physique présentée dans les sections suivantes peut étre expliquée en ne
considérant que cette échelle de niveaux quasi-harmonique. Cependant, pour les simulations
numeériques, nous tiendrons compte de tous les niveaux.

L’ensemble des données relatives aux différentes transitions atomiques (énergies et
moments dipolaires de transition) est rassemblé dans le tableau II1.1.

£
Fia. III.1 — Niveaux de 'atome de sodium susceptibles d’étre excités par des transitions a

un ou deux photons induites par une impulsion ultracourte centrée en A\g = 579 nm. Les
longueurs d’ondes indiquées sont celles des différentes transitions excitées.

II1.2 Interférences dans la population de I’état excité

Dans cette section, nous allons présenter en détail I'origine des interférences obser-
vées dans la population de I’état excité. Pour cela, nous introduirons la représentation de
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Energie Moment
Niveau | (ecm™) Transition | Longueur d’onde dipolaire
(nm) de transition(C.m)
381/2 0
3p1/2 16956, 17 | 3s1/2 — 3p12 589,75 1,209 x 10=%
3p3/2 16973,37 | 3s1/2 — 3p3/2 589,16 —1,710 x 10~
Bsie | 33200,68 | 3py s — bsi/2 615,59 —2,558 x 10
3p3/2 — 512 616,25 3,620 x 103
ids;, | 34548,73 | 3psj2 — Ads) 568,98 6,802 x 10~
4(13/2 34548, 77 3p1/2 — 4d3/2 568,42 —6,629 x 10~3Y
3ps/2 — 4ds) 568,98 9,385 x 1073
Gsi2 | 36372,65 | 3py2 — 651/ 515,03 1,310 x 10
332 — 612 515,48 1,866 x 10~
5dss | 3703678 | 3p3/2 — bds/ 19841 3,571 x 10~
5d3/2 37036, 81 3p1/2 — 5d3/2 497,99 3, 473 % 10730
3ps/2 — 5ds)o 498,41 4,860 x 103!

TAB. III.1 — Energies des neuf niveaux de ’atome de sodium considérés dans I’expérience
et leurs données respectives.

I’atome habillé. Dans ce contexte, nous présenterons un modeéle simplifié nous permettant
de calculer I'interfrange pour une impulsion trés étirée. Puis nous donnerons une expression
de la population de I’état excité calculée en régime perturbatif. Pour finir, nous donnerons
un apercu de la méthode utilisée pour simuler I'excitation du sodium par une impulsion a
dérive de fréquence.

I11.2.1 Le modéle des états habillés

On peut traiter de maniére élégante 'interaction d’'un atome ou d’une molécule avec
une onde électromagnétique en habillant les niveaux d’énergie du systéme en question avec
I'énergie des photons [37, 103, 104]. Dans cette représentation, I'atome et le rayonnement
ne sont plus considérés individuellement, mais comme appartenant a un systéme global
{atome+champ}. Nous allons présenter ce modéle, ainsi que certaines de ses caractéris-
tiques, pour un systéme a deux niveaux avant de I'appliquer au sodium.

Notons |g) et |e), les deux états d’un systéme en interaction avec une impulsion lumi-
neuse de pulsation centrale wy, polarisée linéairement suivant ’axe e. Le champ électrique
de I'impulsion E(t) = E(t)e est couplé au systéme par I'opérateur dipolaire électrique D.
Dans la base diabatique {|g), |e)}, 'Hamiltonien de 'atome dans le champ laser externe
est :

H(t) = Hy— D-E(t), (IIL1)

Hy=hw, |g) (9] + hwe |e) (e (T11.2)
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est 'Hamiltonien du systéme a deux niveaux, d’énergies hw, et hw, (w, < we).
L’évolution du systéme, initialement dans I’état |g), est décrite par le vecteur |1(t)),

[0(8)) = ¢o(t) [9) + ce(t) le) (IL.3)

solution de I’équation de Schrodinger

G d e | | hwg V() Cg
wa (5] s 50 o) s

o1t Viy(t) = — (e[D - €| ) B(t) = —peg E().

Dans I'approximation quasi-résonnante (wy =~ w, —wy), seuls les termes de V,,(¢) don-
nant une contribution lentement variable a I’évolution du systéme sont conservés. Dans ces
conditions, on peut faire une transformation unitaire pour habiller les niveaux atomiques
de I’énergie des photons [105, 106|. L’équation de Schrodinger s’écrit alors

Ld | by | | hwy+hw(t) RQ(t)/2 by
e [ b, ] = [ hQ(t)/2<> h(w)/ ] lbe ] (HL.5)

ot w(t) est la pulsation instantanée de I'impulsion (qui peut étre différente de wq si 'impul-
sion n’est pas limitée par transformée de Fourier), A(t) son amplitude et Q(t) = —pe,A(t) /R
la pulsation de Rabi.

On peut voir que I'énergie du niveau fondamental a été décalée de hw(t), ce qui
correspond a I’absorption d’un photon pour passer de I’état |g) vers I’état |e). On constate
aussi que, dans cette représentation, le probléme de l'interaction d’une impulsion lumineuse
avec un atome se rameéne a un probléme de croisement de niveaux habillés (cf figure I11.2).
Ce probléme peut étre traité de deux maniéres différentes : soit en utilisant I’expression
ITII.5 de I'Hamiltonien dans la base diabatique, soit en travaillant dans la base des états
propres de ’'Hamiltonien H(¢) (base adiabatique) [21, 106]. Pour ’'Hamiltonien II1.5, ces
états propres sont :

| (t)) =sinf(t) |g) + cosd(t) |e) (I11.6)
lo_(t)) = cosO(t) |g) —sinb(t) |e), (IT1.7)

d’énergies propres :

Ey=h|w,+w(t)+ # + %\/92(1%) + A2(t)] , (IIL.8)

ot 6(t) est défini par tan26(t) = Q(t)/A(t), A(t) = wey — w(t) étant I'écart par rapport a
la résonance.

Sur la figure I11.2(a), nous avons représenté les niveaux habillés en I’absence de cou-
plage avec le rayonnement en fonction de I’énergie du photon. Ils se croisent lorsque la
fréequence du photon est égale a la fréquence de la transition. Les lignes en traits pleins de
la figure II1.2(b) représentent ces mémes niveaux d’énergies lorsque le terme de couplage
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(a) (b)
" |g +hw)
g S
g g
s =
R &) 5
() ()
S S
|9+ hw)
hw hw

Fi1G. TI1.2 — Niveaux habillés en fonction de I'énergie du photon : (a) en I’absence de
couplage, (b) lorsque le couplage dipolaire électrique est inclus.

dipolaire électrique est inclus (énergies adiabatiques). On observe alors une levée de dégé-
nérescence au point de croisement. En ce point I’écart entre les deux niveaux d’énergie est
directement proportionnel a la pulsation de Rabi :

AE =FE, — E_ = (1), (111.9)

et dépend donc de la force de la transition (u.,) et de I'intensité de 'impulsion.

Par la suite nous travaillerons avec des impulsions étirées pour lesquelles la fréquence
instantanée varie linéairement au cours du temps. On peut alors suivre I’évolution tempo-
relle du systéme en parcourant le diagramme des états habillés de gauche a droite pour
une impulsion a dérive de fréquence positive et de droite & gauche pour une impulsion a
dérive de fréquence négative.

Si le terme de couplage est faible (|Q(t)| < we, et |2(t)|7, < 7), les états adiabatiques
différent peu des états diabatiques. Dans ce cas, la base diabatique est la plus pratique pour
calculer la probabilité de transition de I'état |g) vers 'état |e). Celle-ci est faible, et la
majeure partie de la population reste dans I’état fondamental.

Dans le cas contraire, le transfert de population vers I'état excité peut étre total.
Pour cela, il faut que ’Hamiltonien évolue suffisamment lentement sous ’action du champ
électrique pour que le systéme demeure dans le méme état propre adiabatique, alors que
celui-ci change de composition au cours de ’évolution. On dit que le systéme suit adiaba-
tiquement 1’évolution du champ électrique. Ce processus est appelé passage adiabatique.
Alnsi, si le systéme est initialement dans I’état adiabatique |¢_(t)) (|p_(—o0)) = |g)), et
évolue le long de la courbe énergétique associée avec cet état lorsque la fréquence du laser
varie au cours du temps, alors, a la fin de I’excitation toute la population a été transférée
dans l'état |e).

La condition pour qu'un passage soit complétement adiabatique est donnée par I’in-

égalité suivante [107] :
Zf < \/Q2(t) + A%(1). (I11.10)
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I11.10 se simplifie si ’on suppose que le profil temporel de I'impulsion est constant et que
la dérive de fréquence est linéaire (dw/dt =constante)(modéle de Landau-Zener [108]). En
outre, comme l'intervalle de temps significatif se situe au voisinage de la résonance, i.e.
A(t) ~ 0, on a alors

dw

| < Q2. (I11.11)

Cette inégalité illustre le fait qu'un passage adiabatique requiert un champ relativement
fort, et une dérive de fréquence suffisamment lente.

IT1.2.2 Origine des interférences

Afin de simplifier I’analyse des processus mis en jeu, nous considérons dans un pre-
mier temps un systéme modéle & quatre niveaux représenté figure 111.3(a), excité par une
impulsion a dérive de fréquence linéaire, de pulsation centrale wy. Nous noterons |g) 1'état
initial, |k1),|ko) les deux états intermédiaires et |e) 'état final (correspondant aux niveaux
3s1/2, 3P1/2, 3p3/2 et 4dz/s du sodium). A notre échelle, I’état 4ds /o est quasi-dégénéré avec
le niveau 4ds/. Sa présence est prise en compte dans le modéle numérique, mais ne mo-
difie pas les résultats qualitatifs obtenus ci-dessous (cf. la fin de cette sous-section). La
grande largeur spectrale de I'impulsion fait que I'on peut exciter I’ensemble des transi-
tions a un photon d’énergies fiwy,, et hwey,, et donc aussi les transitions a deux photons
(d’énergies respectives fiw; et hws) satisfaisant a la condition de résonance we, = w; + ws
(dans ce qui suit nous supposerons que wy =~ w,,/2). Parmi toutes ces transitions on peut

A A Al® W|g+hw)

y e\
W 1
klg Zg "’, ( ) “{e _ hw>
| |
[ [

|
I

Oy O W, Ou
2

Fi1G. II1.3 — Les différents chemins quantiques d’excitation d’un systéme a quatre niveaux
par une transition a deux photons pour : (a) les niveaux atomiques nus, (b) les niveaux
atomiques habillés. Les fléches indiquent le sens de parcours du diagramme des niveaux
habillés pour une impulsion & dérive de fréquence positive.
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isoler trois chemins quantiques, conduisant a I’état final |e), particuliérement intéressants :
deux chemins séquentiels via les échelles de niveaux |g) — |k1) — |e) (chemin 1) et
lg) — |ka) — |e) (chemin 2) et un chemin direct correspondant a ’absorption de deux
photons d’énergies hwy (chemin 3).

Plagons nous maintenant dans la représentation de l'atome habillé. Si on choisit
comme énergie de référence du systéme {atome-+champ} I’énergie du doublet de structure
fine, on obtient le diagramme énergétique de la figure I11.3(b) en fonction de 1’énergie du
photon. Les courbes en pointillé et en trait plein représentent respectivement les niveaux
habillés en ’absence et les différents chemins quantiques.

En régime de champ faible, I’évolution du systéme aux points de croisement sera
principalement diabatique. Ainsi, un atome initialement dans son état fondamental, et
habillé par une impulsion a dérive de fréquence positive, évolue de la maniére suivante :
dans un premier temps, il suit I’état habillé |g 4+ hw ), puis croise diabatiquement I’état |k ).
La, une faible fraction de la population de I’état fondamental est transférée dans ’état |k )
(chemin 1). L’évolution temporelle de cette amplitude de population se poursuit jusqu’au
point de croisement de I'état |k;) avec 1’état final |e — hw), conduisant a un nouveau
transfert partiel de population diabatique entre ces deux états. La population restée dans
I’état fondamental aprés le premier croisement évolue en suivant deux chemins quantiques
différents : le chemin 2 de méme nature que le chemin 1 (transition séquentielle) et le
chemin 3 qui transfére de la population de I’état initial vers ’état final via une transition a
deux photons directe, non-résonnante avec les états intermédiaires. Ce dernier chemin est
possible bien qu’il n’y ait pas de moment dipolaire couplant directement |g) & |e) grace
au couplage combiné entre 1’état fondamental et le niveau intermédiaire, et entre le niveau
intermédiaire et 1’état final.

Un chemin j va donner une contribution a 'amplitude de probabilité de 1’état final
de la forme a; e, ou a; dépend de la pulsation de Rabi et de la dérive de fréquence aux
points de croisement, et ¢; est le déphasage accumulé le long de ce chemin. Comme les
contributions de tous les chemins d’excitation s’ajoutent de maniére cohérente, la popula-
tion finale dans I’état excité sera

Pe = P1 + P2 —+ Pg -+ 2\/P1P2 COSA(,OQl + 2\/P2P3 COS A(p32 -+ 2\/P1P3 COS Ag031, (11112)

o P; = |aj|* et Apj;i = ¢; — @i est la différence de phase accumulée entre deux chemins
différents. Suivant la valeur des Aypj;, les termes d’interférences cos Ag;; contribueront de
maniére constructive ou destructive, donnant lieu & des oscillations dans la population de
I’état final. Quand Agj; sera égale & un multiple entier de 27, les chemins ¢ et j donneront
une contribution maximale & la population transférée dans 'é¢tat |e — hw). P. est donc
la somme de trois interférogrammes avec des périodes différentes, périodes que I'on peut
estimer simplement dans la représentation de I’atome habillé [23]. Chaque chemin corres-
pond & un niveau d’énergie habillé E(t). Pour passer de I’état fondamental a I’état final en
suivant un chemin en particulier le déphasage accumulé est donné par ¢ = J'J_rzz dtE(t)/h.
Le déphasage Ayj; entre les chemins 7 et j est donc

1)

Agji = %J dt (E;(t) — Ex(t)) . (IT.13)

t1
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FiG. I11.4 — Diagrammes des surfaces délimitées par les différents chemins quantiques.

avec t, et ty les instants ou les deux chemins se séparent et se recombinent. Pour une
impulsion gaussienne a dérive de fréquence linéaire, la fréquence instantanée a l'instant ¢
est : w(t) = wy + 2at, ce qui donne en effectuant un changement de variable dans I11.13

1 (¢ du
Apji = J

20 ), B~ ). (ITL.14)

[’expression I11.14 nous dit que la différence de phase est simplement égale au rapport de
laire de la surface S;; comprise entre les chemins 7 et j de la figure II1.3(b) et du facteur 2«
caractéristique de la dérive de fréquence. Nous avons représenté sur la figure 111.4 les trois
surfaces pertinentes dans notre modéle & quatre niveaux. Les deux instants ¢; et ¢5 ne sont
pas vraiment bien définis, cependant en régime de champ faible, les niveaux adiabatiques
étant pratiquement confondus avec les niveaux non perturbés, nous les identifierons donc
avec les instants de croisement des niveaux diabatiques.

Surfaces Expression de S;; | Valeur de S;; (s72) | 65 (ji) (£s?)

triangle Si3 op, /4 3,593 x10%" 1749 fs?
triangle Sos or, /4 3,214x10% 1955 fs?
trapéze S1, | (07, — 62,) /4 0,379 10%7 16578 fs?

TAB. II1.2 — Périodes des trois termes d’interférences résultant des différents chemins d’ex-
citation (voir figure II1.4).

Pour une impulsion fortement étirée 20 = 1/¢? (cf chapitre I) , ce qui signifie que
chaque terme d’interférences va osciller en fonction de la dispersion quadratique ¢, avec
une période

2

o5 (i) = 5 (ITL.15)
j
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a)

16578 fs
0 1x10* 2x10* 3x10* ¢‘2’(fsz)\
chemin 1 et 3
/ d)
b) 0 1x10* 2x10" 3x10"
$2(fs”)
0 1x10*  2x10° 3x10° §@(fs?)
chemin 2 et 3
c) e)
0 1x10* 2x10" 3x10* @)(fs? . ‘ ‘ ‘
chemin 1 et 2 ¢ 0 1x10* 2x10* 3x10*

¢2(fs%)

FiG. II1.5 — Allure de la population dans I’état excité en fonction de la dispersion quadra-
tique ¢® (graphe e)). Ont aussi été tracés les trois contributions a), b) et ¢) a la population
de I’état excité résultant des différents chemins quantiques pris deux a deux.

Nous avons regroupé dans le tableau II1.2 les expressions et les valeurs numériques des

(T2 vz (A . . 4, . , . 2 ..
différentes quantités associées aux trois interférogrammes : aires S;;, périodes qbg,r) (7i) avec
Ok = We — 2wy, + wy, soit pour le sodium :

6, = 1,199 x 10" rad.s™*
et O, 1,134 x 10" rad.s™*.

Pour obtenir I’allure de la population dans I'état excité, nous avons sommé les trois
termes d’interférences (figure I11.5). Deux de ces contributions, de périodes trés proches,
vont battre pour donner un signal de la forme

2 cos (w ¢(2)) cos (@ ¢(2)> , (IT1.16)

ayant deux échelles de temps caractéristiques : une période courte

4
— = 184615, I11.17
S13 + Sa3 ( )
et une période de battement
1 47
X = 16578 fs%. 1118
2 Si3— S ( )
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F1G. II1.6 — Signal de fluorescence dii aux états 4ds/, et 4ds/; lorsqu’ils sont excités par une
impulsion centrée en \g = 579 nm, de largeur de bande A), = 25 nm. Courbe en traits
pleins : fluorescence provenant de I’état 4ds/,. Courbe en pointillés : fluorescence provenant
de I'état 4ds/o. Courbe en tirets : fluorescence provenant des deux états.

Ce battement se superpose a la troisiéme contribution (due aux chemins 1 et 2) de période
égale a cette période de battement pour donner les oscillations représentées en bas a droite
de la figure II1.5 e).

Notons qu’a une longueur d’onde de 579 nm, le laser excite aussi I'état 4ds/, du dou-
blet de structure fine via I'état 3ps/. Cet état ne peut, par contre, pas étre atteint via
I'état intermédiaire 3p; /5. Ainsi, le chemin 1 est interdit. Seule subsiste I'interférence entre
les chemins 2 et 3, donnant une oscillation rapide a la période de 1955 fs?. Cette population
va donner sa propre contribution au signal de fluorescence observé expérimentalement. La
figure I11.6 présente les résultats de simulations numériques correspondant au calcul du
signal de fluorescence dii aux états 4ds/ et 4ds/, lorsqu'ils sont excités par une impulsion
centrée en Ay = 579 nm, de largeur de bande A\, = 25 nm. La méthode utilisée pour effec-
tuer cette simulation est présentée ci-dessous a la section I11.2.4. Les courbes représentées
correspondent aux signaux de fluorescence obtenus pour : I'état 4ds/, seul (traits pleins),
I'état 4ds/, seul (pointillés) et les deux états ensembles (tirets). Comme on peut le voir,
la période d’oscillation lente est peu affectée lorsqu’on somme les contributions provenant
des états 4d;/» et 4ds,o (elle passe de 16625 fs* a 16575 fs?). Par contre, chacune des contri-
butions a une période courte différente (1950 fs* pour I'état 4ds/o et 1750 fs* pour I'état
4ds/5). Comme l'état 4ds/, a le poids le plus important, elle domine dans le résultat final
(période courte de 1949 fs?). Les écarts observés entre les périodes données par I’analyse
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faite ci-dessus et cette simulation proviennent du fait que dans le premier cas, nous avons
fait une approximation en considérant que les niveaux diabatiques et adiabatiques étaient
confondus lors du calcul du déphasage Aypj; entre deux chemins.

I11.2.3 Approche analytique perturbative

Dans la section II1.2.2 nous avons présenté 'origine des interférences a partir d’une
approche qualitative basée sur la représentation de I’atome habillé. Un calcul simplifié nous
a alors permis de déterminer la période des oscillations en fonction de la dérive de fréquence.
Nous allons maintenant établir de maniére rigoureuse I'expression de la population finale
transférée dans I'état |e) en considérant que la phase spectrale du champ est purement
quadratique.

En champ faible, 'amplitude de probabilité de transition a.(+o0) est donnée par
la théorie des perturbations dépendant du temps. Comme ’état |e) est excité via une
transition & deux photons, le calcul doit étre poussé jusqu’au second ordre. On a alors

1 +oo ) t
ae(+00) = —2 > uekung' th(t)elwektJ dt' E(t")e™rs? (IT1.19)
k=k1, ko —00 —0o0
OU figy (resp. jex) est le moment dipolaire de la transition |g) — |k) (resp. |k) — |e)),
w;j = w; — w;. Les changements de variables t” = ¢ — ¢/, puis ¢’ = t”, conduisent a

“+oo
ac(+00) = == uekung dtE(t)e’ !
k: k1, k2 00

+oo
xJ dt' E(t — t')e™ra(t=1), (111.20)
0

Nous supposerons que 'impulsion lumineuse a dérive de fréquence est gaussienne.
Dans I'approximation quasi-résonnante son champ électrique E(t) est donné par :
1 r ,
E(t) = —Egy| — e T emiwot, (II1.21)
2 Ty
avec 1/T = 1/Ty—2i¢?, 1/Ty = T¢ (T demi-largeur a 1/e du champ limité par transformée
de Fourier, ¢(? dispersion quadratique en w = wy).
En insérant I’expression A.2 dans I11.20, on obtient aprés développement des différents
carrés et permutation des intégrales

1 E2 12 _ A (R) s
. — ___ =0~ . dtl —I't 77,A1 t
a (+OO) h2 4 FO N ;]@/’L k:quJ €
+oo _ ' AR (k)
XJ dte 2Ft2+[21“t+ (Al +45 )}t’ (TT1.22)

ol Ag ) — Wiy — wo et Aé ) — Wer — Wo sont les écarts & la résonance associés a chacune des
transitions. L’intégrale sur ¢ est évaluée en utilisant la relation suivante [86] :

+oo 2 5
J dre” 3" = 2,/n3e®” Re(B) > 0. (I11.23)

—0o0
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Ce qui donne

1 E2T [ INCIUNCANSS
ae(+oo) _ﬁiﬁo Z ek kg € ( ' ’ )

k klv

I N RN Y
xJ are Fr(a-al)s (I11.24)
0

Cette derniére équation peut s’intégrer en utilisant ( [86] page 307)

“+oo 2 5
J dee” 87" =\ [xBeP[1 — erf(v\/g)], Re(B) > 0, (II1.25)
0
ou erf est la fonction erreur complexe définie par erf(z) \F Io dte=t".

Finalement I’amplitude de I'état excité est donnée par :

a.(+00) = > fertingE B (wep) E (wiy)

h k=k1, ko
. . ,Agk) N Ag’f)
—er 1——F—
220

ot ’'on a introduit le spectre complexe E(w) de Pimpulsion (cf chapitre T).

Le contenu physique de I’équation I11.26 est conforme a ce que nous avons dit qua-
litativement au paragraphe I11.2.2. On distingue deux contributions a a.(400) associées
aux deux échelles de niveaux |g) — |k1) — |e) et |g) — |k2) — |e), chacune
ayant un poids proportionnel au produit des moments de transitions et a 'amplitude du
champ lumineux aux fréquences we, et wi,. Pour chaque échelle, les transitions directes et
séquentielles apparaissent dans la partie entre crochet, sous la forme d’une fonction erreur
complexe pour la premiére et d’'un terme constant pour la seconde. La fonction erreur com-
plexe est une fonction oscillante dépendant des paramétres §;, = A(k — A (k) — We — 2wk +wy
et . Lorsqu’on éléve au carré le module du terme entre crochet, on obtient une fonction
de ¢® oscillante, de période ¢§33(k:) = 87 /07. Comme la population dans I'état final est
égale & |a.(+00)|?, elle contient les doubles produits entre ces différentes contributions,
synonymes d’interférences entre les différents chemins quantiques d’excitation.

A T'aide de I’équation I11.26, nous avons représenté sur la figure I11.7 la population
dans I'état |e) en fonction de la dispersion quadratique. Conformément a I'analyse quali-
tative du paragraphe II1.2.2, on retrouve bien les deux échelles de temps caractéristiques,
a savoir 1750 fs? pour les petites oscillations et 16578 fs? pour les grandes. De plus, il
est tout a fait remarquable que la population au premier maximum des oscillations soit a
peu prés 3,5 fois supérieure a celle transférée par une impulsion limitée par transformée
de Fourier, alors que la puissance créte de 'impulsion a été divisée par un facteur 4,7.
Cet effet vient confirmer d’autres études expérimentales et théoriques montrant que des
impulsions limitées par transformée de Fourier ne sont pas optimales pour les transitions
multiphotoniques résonnantes avec un niveau intermédiaire [27].

, (I11.26)
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F1a. II1.7 — Population dans I'état |e) = ‘4d3/2> obtenue a partir de la formule I11.26. Les
paramétres de la simulations sont A\g = 579 nm, A\, = 25 nm, diamétre du faisceau 500
pm, énergie par impulsion 0,3 pJ. La population au premier maximum des oscillations est a
peu preés 3,5 fois plus grande que celle transférée par une impulsion limitée par transformée
de Fourier, alors que la puissance créte de I'impulsion a été divisée par un facteur 4,7.

111.2.4 Simulations numériques

Pour traiter ce probléme d’interférences de chemins quantiques, nous avons choisi de
résoudre numériquement I’équation de Schrédinger en incluant tous les niveaux susceptibles
d’étre excités par I'impulsion laser (figure II1.1 et tableau III.1). Le principal intérét de
cette approche est qu’elle demeure valable quelle que soit 'intensité du laser contrairement
a approche analytique perturbative présentée ci-dessus. Notons qu’a la section I111.4.2
ou nous prendrons en compte tous les ordres de dispersion, nous utiliserons une autre
approche. Pour simplifier, nous numérotons les niveaux atomiques de 1 4 9 (voir tableau
I11.3).

Niveau 381/2 3p1/2 3p3/2 581/2 4d5/2 4d3/2 681/2 5d5/2 5d3/2
Label 1 2 3 4 ) 6 7 8 9

TAB. II1.3 — Niveaux du sodium intervenant dans les simulations numériques.

Dans la base diabatique, I’équation de Schrédinger s’écrit :

dby

5.1
i = lwr +w(t)] b1+ 5 ()b

k=2
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db 1 9.1
i = 5 Ob Wbt 3 S Qb k=23 (IT1.27)

dt 2 =2

dby, ° 1
i = Y 5 (b + o —w(O)] by, n=4,..,9

dt k=2 2

ou l'on a introduit w(t) la fréquence instantanée de I'impulsion & dérive de fréquence, la
pulsation de Rabi Q;;(t) = —pu;; A(t)/h, avec 11;; le moment dipolaire de la transition i — j
et A(t) Pamplitude gaussienne de 'impulsion (voir chapitre I),

T
A(t) = Egy | = e~ W), (I11.28)
T
On peut réécrire les équations I11.27 d’une maniére plus concise en introduisant la matrice

colonne des coefficients b; (notée B) et la matrice hamiltonienne H dans la base diabatique,
ce qui donne

_dB
ih-— = HB. (111.29)

La solution formelle de I’équation I11.29 est donnée par :
_—
B(t) = T exp [—% J dt’H(t’)] B(to), (IT1.30)
to

ol ty est 'instant initial et 7 l'opérateur d’ordonnancement temporel. Pour un intervalle
de temps At = t — t, suffisamment petit devant d€2;;/dt et dw/dt, H peut étre considéré
comme constant, et cette équation se réduit a :

Blto + At) = exp {—%At?—((to)} Blty). (TT1.31)

On calcule alors I'état du systéme a linstant ¢ = ¢y + nAt en itérant n fois la formule
I11.31 [101]. Sauf indication contraire, toutes les simulations qui suivent ont été réalisées
en utilisant cette méthode.

IT1.3 Observation des interférences

Le principe de I'expérience est représenté sur la figure I11.8(a). Une transition a deux
photons induite par une impulsion a dérive de fréquence centrée au voisinage de 579 nm
(A)\, = 25nm) excite principalement le niveau 4d du sodium. La fluorescence a 330 nm de
I’état 4p vers I’état 3s est détectée en fonction de la dispersion quadratique de I'impulsion.

I11.3.1 Dispositif expérimental

Le dispositif expérimental est représenté sur la figure I11.8(b). Les impulsions lumi-
neuses délivrées par un NOPA, sont étirées dans un dispositif constitué d’un étireur a
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Fi1G. TI1.8 — Schéma de principe et dispositif expérimental de I'expérience d’interférences
de chemins quantiques dans le sodium.

réseaux en double passage et d'un barreau de matériau dispersif, permettant d’introduire
une dispersion quadratique positive ou négative. L’impulsion passe alors a travers une
cellule remplie de sodium a I’état gazeux. La fluorescence & 330 nm est collectée par un
photomultiplicateur suivi d’un amplificateur et d’une chaine de comptage de photons. Tous
ces éléments sont décrits en détail dans les sections suivantes.

Notons que I'expérience s’est effectuée en plusieurs étapes. Dans un premier temps,
nous avons utilisé comme matériau dispersif un barreau de SF58 ayant une longueur de
11 cm. Cependant, avec ce barreau, nous avons observé des oscillations avec un mauvais
contraste. Nous pensons que ce probléme est lié a des effets de dispersion inhomogéne dans
ce grand barreau. Par la suite, nous avons choisi de travailler avec des barreaux plus courts,
et pour obtenir une dispersion suffisante, nous avons utilisé simultanément deux barreaux :
un de SF58 (3,8 cm) et un de SF10 (6 cm).

111.3.1.1 Reéalisation d’une dérive de fréquence variable

Le systéme laser a déja été décrit en détail au chapitre I. Les impulsions en sortie
du NOPA sont accordables en longueur d’onde entre 500 et 700 nm avec une largeur
de bande variant de 20 & 35 nm. L’énergie par impulsion est typiquement de I'ordre de
10 pJ avant compression. Pour minimiser au maximum les pertes en énergie, nous avons
travaillé directement avec des impulsions non compressées, c’est a dire ayant une dispersion
quadratique de I'ordre de 1300 fs?.

Afin d’observer la dynamique du signal de fluorescence sur une échelle convenable
(au moins deux périodes des oscillations lentes), la dispersion quadratique ¢ doit varier
d’environ —20000 fs? jusqu’a 40000 fs® (figure I11.7). De plus, le pas de variation de ¢ ne
doit pas excéder 500 fs? afin de résoudre convenablement les petites oscillations (période ~
1900 fs2). Il faudra veiller aussi a éviter tout phénomeéne susceptible de brouiller les franges
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Fi1a. II1.9 — Etireur a réseaux.

d’interférences, comme par exemple la dispersion des différentes composantes spectrales
dans le plan tranverse du faisceau, appelée “chirp” spatial. Le moyennage résultant de la
présence d'un “chirp” spatial est d’autant plus important que les impulsions sont large
bande, ce qui est notre cas.

Pour satisfaire a toutes ces contraintes, nous avons utilisé un systéme a dispersion
variable constitué d’une paire de réseaux en double passage introduisant une dispersion
quadratique négative fonction de la distance entre les réseaux, et d’'un matériau dispersif
introduisant un ¢® constant et positif. Nous avons préféré travailler avec un dispositif
hybride plutét qu’avec un étireur/compresseur en simple passage (paire de réseaux et té-
léscope de grandissement -1 [109]) capable de générer un ¢®) positif ou négatif [23], car ce
dernier introduit un “chirp” spatial. Nous avons choisi, par exemple, comme matériau dis-
persif un barreau de SF58, de longueur L = 11 cm. Il introduit une dispersion quadratique
»? = 50900 fs* calculée & partir de la formule suivante [28]

)\3
@ _20 ,@r 111.32
80 = n, (111.32)
oit n(\)® est l'indice du matériau et n(® = (%)A o Le compresseur a réseaux doit
=A0

étre capable de faire varier la dispersion quadratique sur une large gamme de valeur avec
une précision suffisante. Nous avons répondu a ces deux exigences en utilisant des réseaux
blazés a 600 traits par millimétre, dont I'un était monté sur une table de translation Physik
Instrumente M535.22 pilotée par ordinateur, de course 45 cm avec un pas minimum de 25
nm (voir figure I11.9). Afin de préserver 'alignement lors du déplacement de la table, nous
avons travaillé avec un faisceau diffracté normal aux réseaux. Dans ces conditions ’angle
d’incidence sur le premier réseau est 6; = 20,39°, et la dispersion quadratique introduite a
579 nm vaut 2420 fs* pour une distance entre les réseaux de 1 cm.

02 = Ag+ AN+ AN 2H AN A AN O+ A50 78, Nen um, ot Ag =3,4782654, A =-1,0766912x 1072,
Ay =5,8675907x1072, Az =4,2207315x1073, A4 =-2,2895268x 10~ % et A5 =4,0847905x10~° (Paramétres
tirés du catalogue Schott "Optical glasses" 2001).
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Typiquement, lors de nos expériences, la distance entre les réseaux variait entre 5
et 40 cm, avec un pas de 0,5 mm, ce qui correspond a une variation de la dispersion
quadratique introduite par ensemble du dispositif de ~ —45000 fs® jusqu’a ~ +40000 fs?,
avec un pas de 120fs* (voir figure I11.10).

Etireur a réseaux
NOPA 11cm SF 58 5mn< D< 40cm Dispersion quadratique totale

o =130 fs’| + | ¢ =50893 18|+ |- 96800 i’ < ¢ < - 12100 S| = | 44600 15’ < ¢ < +4010D fs]

Fi1G. II1.10 — Reéalisation d’une ligne a dispersion variable.

Les impulsions obtenues en sortie de ce dispositif sont ensuite envoyées dans une
cellule de sodium.

I11.3.1.2 Cellule de sodium

La cellule de sodium utilisée lors de nos expériences nous a été prétée par Jean-
Paul Pique du laboratoire de Spectrométrie Physique a Grenoble, travaillant sur le projet
de Détoile polychromatique artificielle (ELP-OA), ou elle était utilisée pour optimiser la
fluorescence de la transition |[4p) — |3s) par une excitation bichromatique avec deux
lasers nanoseconde. Elle est en silice fondue avec deux fenétres de 1,5 mm d’épaisseur. La
dispersion introduite par la traversée de la fenétre d’entrée est négligeable.

La cellule est constituée de deux parties : le queusot, qui contient du sodium solide, et
le corps ou le sodium est a ’état gazeux. L’ensemble est placé dans une enceinte en cuivre
reliée a un systéme de chauffage. La pression de vapeur dans la cellule est controlée par la
température du queusot, qui est de 130°C, ce qui correspond a une densité de sodium de
p = 8,25 x 10° atomes /cm®.

Le signal de fluorescence est collecté par un ensemble de 18 fibres optiques disposées
suivant deux cercles concentriques (voir figures II1.11(a) et II1.12). 11 est filtré par un filtre
passe-bande de largeur 10 nm, centré a 330 nm. La fluorescence est alors détectée par un
photomultiplicateur. Le facteur de collection de la fluorescence en bout de chaine F. prenant
en compte ’angle solide de collection de la fibre, les effets de bords, la transmission de la
fibre, de la lentille de collection, du filtre et du photomultiplicateur est F, ~ 3,7 x 107*.

Le volume d’interaction dans la cellule est calculé de la maniére suivante (figure
[I1.11(b)) : le demi-angle de collection « de la fibre vaut 12,7° et la distance de la fibre a
la zone d’interaction est de 12 mm. La longueur de la zone d’interaction est donc 2L =
2D tan a = 5,4mm. Le volume d’interaction V; est alors donné par

d2
V; =2L x T (II1.33)
ou d est le diamétre du faisceau laser (=~ 300 um), ce qui correspond & un volume d’inter-
action V; = 3,8 x 107%cm? et & un nombre d’atomes présents dans la zone d’interaction
Natomes = 3,1 x 10% atomes.
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FiGg. III.11 — Cellule de sodium : (a) arrangement des 18 fibres optiques collectant la
fluorescence a 330 nm, (b) zone d’interaction pour une fibre.

111.3.1.3 Comptage de photons

La fluorescence a 330 nm de la transition |4p) — |3s) a été utilisée comme signal
expérimental. Nous avons représenté sur la figure I11.13 la cascade de fluorescence condui-
sant au peuplement de 1'état |4p) [110]. Comme on peut le voir, cette cascade résulte
non seulement des états 4ds/, et 4ds/p, mais aussi de tous les niveaux d’énergie excités
par I'impulsion large bande. Chacun de ces états contribue a peupler I'état |4p) avec un
pourcentage donné dans le tableau I11.4.

On peut alors calculer la probabilité P(330 nm) qu’un atome émette un photon de
fluorescence a 330 nm. Celle-ci s’obtient en multipliant la population des différents états

FiG. I11.12 — Cellule de sodium : arrangement des fibres optiques.
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FiG. II1.13 — Schéma de fluorescence des niveaux de I'atome de sodium excités par une
impulsion large bande centrée en Ay = 579 nm avec leurs taux de fluorescence.

excités par leur taux de branchement a I’état |4p) et en sommant toutes les contributions
ainsi obtenues, soit

P(330 nm) = C5S|a5s|2 + C4d|a4d|2 + CGS|6L65|2 + C5d|a5d|2. (11134)

On peut donner une estimation de cette probabilité & partir des simulations numériques.
Celles-ci montrent que pour une impulsion d’énergie de l'ordre de 0,4 puJ et de diamétre de
faisceau égal a 300 um, P(330 nm) vaut environ 0,001. Ce qui correspond, compte tenu de
I'efficacité de collection, & un nombre moyen de photon détecté par impulsion nypesons :

Nphotons = P(330 nm) X Ngtomes X Fc
Niveau 5s 4d 6s 5d
Taux de contribution Css = | Cag = | Ces = | C5q =

a la fluorescence |[4p) — |3s) | 0,138 | 0,115 | 0,0995 | 0,102

TAB. TI1.4 — Pourcentage de la population des états excités contribuant au signal de fluo-
rescence de |4p) — |3s).
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= 1,1 (111.35)

Comme le laser a un taux de répétition de 1kHz, on s’attend & détecter environ 1100
photons par seconde.

Le photomultiplicateur et le pré-amplificateur utilisés pour collecter et amplifier le
signal de fluorescence ont une bande passante de 20 MHz, c’est a dire qu’en sortie du pré-
amplificateur un photon correspond & une impulsion de durée 50 ns. Ce systéme a été congu
pour des expériences avec des lasers continus ou nanosecondes ou les photons sont émis
aléatoirement au cours du temps. Dans notre cas, comme nous travaillons avec des impul-
sions lasers, les photons seront émis, aprés chaque impulsion, sur un intervalle de temps de
I'ordre de quelques durées de vie de 'état 4p (7,,(4p) ~ 1101ns), induisant deux difficultés
majeures dans le comptage du nombre de photons. D’une part, comme nous travaillons
a bas taux de répétition, nous serons particuliéerement sensibles aux photons thermiques
émis entre deux impulsions consécutives. Ce probléme peut étre résolu en multipliant le
signal délivré par le pré-amplificateur avec une porte de durée adéquate. D’autre part la
bande passante de 20 MHz ne permettra pas de séparer plus de deux ou trois photons
émis aprés une impulsion. Pour rester dans un régime de comptage linéaire, ou 1’on peut
assigner sans ambiguité un photon a une impulsion, il est nécessaire de travailler dans la
limite de 0,1 photons détectés par impulsion, sinon la probabilité qu’'une paire de photons
émis simultanément soit comptée comme un seul photon est trop importante (= n2,..,)-
Dans notre expérience Nppotons ~ 0,25 (cf. figure I11.15). Cependant le bon accord entre
les courbes expérimentales et théoriques semble indiquer que I'on n’est pas trop éloigné du
régime linéaire. Notons au passage que I’écart entre la valeur de nppeons Observée expéri-
mentalement et celle calculée précédemment peut s’expliquer par le caractére approximatif
du calcul du facteur de collection et 'incertitude sur le diamétre du faisceau. Or, comme
ce dernier agit a la fois sur le nombre d’atomes dans le volume d’interaction et sur la po-
pulation transférée dans les états excités (via la puissance créte), on comprend facilement
qu’il puisse y avoir un facteur quatre entre la valeur expérimentale et la valeur calculée de
Nphotons-

Le pré-amplificateur délivre des impulsions de quelques volts qui sont directement
envoyées dans un systéme de comptage’ acceptant des signaux TTL en entrées. Nous
avons aussi utilisé un discriminateur suivi d’un amplificateur sans obtenir de différences
significatives vis a vis du résultat.

Pour supprimer le bruit thermique, nous avons filtré le signal de sortie du pré-
amplificateur par une porte de 2 us, ouvrant ainsi une fenétre de détection de l'ordre de
20 x 75,(4p). Ce signal a ensuite été multiplié par une seconde porte intégrant le signal sur
une durée de 5 s. Pendant les 5 us séparant deux portes consécutives, le nombre de photons
comptés est lu par le programme d’acquisition. Le principe de la chaine du comptage de
photons est illustré sur la figure I11.14.

I11.3.2 Reésultats

Le signal de fluorescence obtenu avec le dispositif expérimental décrit ci-dessus est
représenté par des points sur la figure I11.15. Pour obtenir cette courbe, nous avons utilisé

bCarte PCI 6602 de National Instruments
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Fi1G. II1.14 — Principe du comptage de photons :

(a) Signal en sortie du photomultiplicateur.

(b) Porte de 2 us limitant le bruit thermique.

(c) Porte d’intégration de 5 s.

(d) Produit des portes (b) et (c) : signal de comptage.

exclusivement le barreau de SF58 de 11 cm. Comme on peut le voir il est en parfait accord
avec le résultat fourni par la résolution numérique de I’équation de Schrodinger.

La simulation nous donne la probabilité P(330 nm) qu'un atome émette un photon
de fluorescence a 330 nm en fonction de ¢. Ce résultat est ensuite ajusté avec la courbe
expérimentale en multipliant P(330 nm) par un facteur d’échelle permettant d’exprimer
le signal en photons par seconde. La période des oscillations est particuliérement bien
reproduite par la simulation. Cependant, le contraste des oscillations est moins bon dans
I’expérience. Ceci peut s’expliquer par un léger désalignement du faisceau, di a la grande
distance sur laquelle se déplace le second réseau, et par la présence d’un “chirp” spatial
résiduel.

Notons aussi que nous avons di décaler I'origine de la dispersion quadratique de la
courbe expérimentale afin de pouvoir la superposer a la courbe théorique. Expérimenta-
lement, la valeur attendue pour la dispersion quadratique est déduite des caractéristiques
du NOPA, du barreau de SF 58 et du compresseur a réseaux. D’aprés ce qui précéde (sec-
tion I11.3.1.1), ¢® devrait s’annuler pour une distance de 21,5 cm entre les réseaux. Dans
I’expérience, le zéro de dispersion quadratique apparait pour une distance de 21 cm, ce qui
correspond a un décalage de 1200fs%. Ce désaccord est peut-étre dii & une erreur dans la
mesure de la distance entre les réseaux ou a4 une mauvaise estimation du ¢ propre au
NOPA. Cependant, ces deux erreurs correspondent tout au plus a une dispersion quadra-
tique d’environ 400 fs2. Nous pensons plutot que ce décalage de 1200 fs? est dii aux ordres de
dispersion supérieurs introduits par le SF 58 d’une part et par les réseaux d’autre part, et
que I’on ne peut plus négliger compte tenu de la grande largeur spectrale de nos impulsions.
Ces effets seront étudiés plus en détail a la section suivante.
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FiG. II1.15 — Signaux de fluorescence expérimentaux et théoriques en fonction de la dis-
persion quadratique ¢ pour une longueur d’onde excitatrice Ay = 583 nm, et une largeur
spectrale A\, = 21,5 nm. Le diamétre du faisceau est d’environ 300 ym et 1'énergie par
impulsion 0,38 uJ. Cette courbe a été obtenue en moyennant trois acquisitions consécu-
tives. Chaque point correspond & une durée d’acquisition de 5 s. Le pas de la table est de
0,4 mm.

II1.4 Influence de la longueur d’onde excitatrice

111.4.1 Premiére approche

Aprés avoir étudié le cas ot I'impulsion étirée était non seulement résonnante a deux
photons avec le niveau final, mais aussi quasi-résonnante avec les deux niveaux intermé-
daires, nous avons voulu savoir comment évoluait le signal de fluoresence lorsqu’on s’éloi-
gnait de cette situation idéale. Pour cela, nous avons étudié 1’évolution du signal de fluo-
rescence en fonction de la longueur d’onde centrale \g. Les résultats sont représentés sur la
figure II1.16 : on voit que lorsqu’on s’éloigne de A\g ~ 579 nm le signal de fluorescence dimi-
nue progressivement pour ¢ > 0 tandis que des oscillations apparaissent pour ¢ < 0.
Cet effet s’amplifie au fur et & mesure que la longueur d’onde augmente. Pour A\g = 605 nm,
le signal de fluorescence n’est présent que pour les valeurs négatives de ¢, avec un ex-
cellent contraste des oscillations, bien que son intensité ait diminué d’un facteur proche de
trois.

Ceci peut se comprendre si on considére le diagramme des états habillés du sodium
représenté figure II1.17, ot nous avons tracé les niveaux excités par I'impulsion lumineuse
lorsque sa longueur d’onde varie entre 580 et 605 nm. On voit que lorsqu’on accroit la
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Fig. TI1.16 — Signal de fluorescence a 330 nm en fonction de la dispersion quadra-
tique calculé pour quatre impulsions de largeur spectrale A), = 30nm, centrées en
Ao = 580, 590, 595 et 605 nm. L’énergie par impulsion est 0,5 uJ, et le diamétre du fais-
ceau vaut 300 pm.

longueur d’onde, I'impulsion étirée devient résonnante avec la transition a deux photons
‘381 /2> — ‘581 /2 >, ouvrant trois nouveaux chemins quantiques (notés 5, 6 et 7) conduisant
vers ’état final [5s). Le systéme emprunte ces chemins lorsque I'impulsion a une dérive
de fréquence négative (diagramme des états habillés parcouru de droite a gauche). Tout
comme pour les chemins 1, 2 et 3 étudiés précédemment, on a donc des oscillations dans
la population de I’état |5s). Comme tous les états excités par I'impulsion contribuent a la
fluorescence a 330 nm avec un poids comparable, ces oscillations sont aussi présentes dans
le signal de fluorescence. A \y = 580 et 605 nm, seule une des deux transitions contribue.
Pour des valeurs intermédiaires de la longueur d’onde centrale (590 nm < Ay < 595 nm), le
spectre de I'impulsion est suffisamment large pour exciter simultanément les deux transi-
tions |3s) — T4d3 /2> et [3s) — |5s), c’est la raison pour laquelle on voit des oscillations
quel que soit le signe de la dispersion quadratique.

En reprenant le raisonnement de la section II1.2.2 on peut calculer la période des
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energie

A 615 nm 602 nm 589 nm 579 nm 569 nm

Fi1G. II1.17 — Niveaux habillés de I'atome de sodium impliqués dans I’étude en longueur
d’onde, avec les différents chemins quantiques relatifs a une impulsion & dérive de fréquence
positive (chemins 1, 2, 3 et 8) et & une impulsion a dérive de fréquence négative (chemins
4,5 6 et 7).

oscillations apparaissant pour une dispersion quadratique négative. On rappelle que 9§, =
We — 2wy, + Wy, Oll Wy, we et wy, sont respectivement les pulsations du niveau fondamental,
du niveau final et du niveau intermédiaire. Soit pour une dispersion quadratique négative :

6, = —1,405 x 10" rad.s™*
et Op, = —1,340 x 10" rad.s™".

Ce qui correspond a des oscillations dans la population de I'état 5s;/, avec une période
courte

47
— = 13331, 111.36
Ss7 + Ser ( )
et une période de battement
27
———— = 14119 . 11.37
Ss7 — Ser ( )

Comme notre dispositif expérimental est capable de produire une dispersion quadra-
tique aussi bien négative que positive, nous avons fait varier la longueur d’onde centrale
du NOPA afin de vérifier les résultats de la figure I11.16. Dans un premier temps, nous
avons utilisé le barreau de SF58 de 11 cm de longueur. Le signal de fluorescence obtenu
a A\g = 607nm avec ce barreau est représenté sur la figure I11.18. Contrairement a la si-
mulation de la figure II1.16, on observe un trés mauvais contraste des oscillations pour
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Surfaces Expression de S;; | Valeur de Si; (s72) | 65 (ji) (fs2)

triangle Ss7 O, /4 4,937x10%7 1273 fs?
triangle Sg7 0. /4 3,214 x10%" 1399 fs?
trapeze Ssq (5,35 — 5,36) /4 0,445x 1027 14119 fs?

TAB. II1.5 — Périodes des trois termes d’interférences résultant des différents chemins d’ex-
citation pour une dispersion quadratique négative (voir figure II1.17).

»? < 0 et la présence d’oscillations pour ¢(® > 0. Ces écarts a la théorie ne sont pas bien
compris, mais nous pensons qu'’ils sont liés a des effets de propagation dans le barreau de
SF58, diis a une mauvaise qualité de I’échantillon utilisé. C’est la raison pour laquelle nous
avons repris I’expérience en utilisant deux autres barreaux de matériaux dispersifs en lieu
et place du barreau de SF58. Ces deux barreaux sont respectivement un barreau de SF58
de 3,8 cm, et un barreau de SF10 de 6 cm.

Les résultats obtenus avec ce nouveau dispositif expérimental sont représentés sur la
figure 111.19. La courbe noire a été obtenue & 574 nm, et la courbe noire avec des points a
611 nm. La période courte coté ¢ > 0 est de ~ 1850 fs?, tandis qu’elle vaut ~ 1400 fs?
du coté négatif. Quant aux oscillations lentes, dues au doublet de structure fine du niveau
3p, elles ont, coté ¢ < 0, une période d’environ 14600 fs?. Toutes ces valeurs sont en bon

0.8 -

Fluorescence a 330 nm (u.a.)

0.0 " 1 " 1 " 1 " 1 A 1
-3x10* -2x10* -1x10* 0 1x10* 2x10° 3x10°

0 (fs®)

F1aG. I11.18 — Signal de fluorescence obtenu a 607 nm en utilisant le barreau de SF58 de 11
cm de longueur.
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F1G. I11.19 - Signal de fluorescence expérimental tracé en fonction de la dispersion quadra-
tique ¢, Pour ces acquisitions on utilise un barreau de SF58 (L = 3,8 cm) et un barreau
de SF10 (L = 6 cm). La courbe noire (respectivement noire-+points) a été obtenue avec
une impulsion centrée & 574 nm (respectivement 611 nm), de largeur de bande A\, =
23 nm (respectivement A\, = 28 nm). Chaque courbe a été obtenue en moyennant trois
acquisitions consécutives, la pas de la table de translation est de 0,34 mm.

accord avec les prévisions théoriques faites a partir du modéle simplifié de la section 111.2.2.
Notons qu’avec ce dispositif expérimental, on ne peut plus aller aussi loin qu’avant dans le
domaine des ¢ positifs, il n’est donc plus possible de déterminer la période de battement
de ce coté-ci. Notons, toutefois, que le paramétre ¢® dépend de la longueur d’onde centrale
de I'impulsion laser. Il n’est donc pas forcément le paramétre le plus pertinent a utiliser
comme abscisse pour représenter le signal de fluorescence comme nous allons le voir a la
section suivante.

Le trés bon contraste (C' ~ 70%) des oscillations lentes pour une dispersion quadra-
tique négative est dii au rapport des moments dipolaires des transitions menant de 1’état
3s1/2 vers I’état 5s1/o. On peut s’en convaincre en reprenant le modele simplifié de la sec-
tion I11.2.2, avec les notations de la figure I11.17. La partie de la population de 1’état excité
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oscillant lentement est alors une fonction de la forme

P = |as|* + |ae|® + 2|as||as| cos Apss, (II1.38)

ou
lag] o H3s, jo—3D1 o 3Dy 15 =551 /o (II1.39)
|a5| X M381/2—3p3/2,u3p3/2—551/27 (111.40)

et Apsg est le déphasage entre les chemins 5 et 6. Le contraste C' vaut donc

Pmax_Pmin _ 2|CL5HCL6’
Pmax+Pmin ’&5’2_‘_‘&6’2.

C = (I11.41)

Avec les données du tableau II1.1, on calcule que |as|/|ag| = 2, ce qui conduit & un contraste
C ~ 80%, en bon accord avec I'expérience vu la simplicité du modéle utilisé. Pour une
dispersion quadratique positive, le contraste mesuré pour les oscillations lentes vaut environ
15%. Une analyse théorique analogue a celle faite ci-dessus, et prenant en compte les
contributions des états 4ds/ et 4ds/, au signal de fluorescence, donne

2|as|as|
P+ o + a2 (TH.42)
avec
|ar]  oC H3s,0—3p, 0 HBpy o —ads (I11.43)
las| o 35, jo—3D3 /2 H3D3 /0 —4d3 2 5 (T11.44)
et |CL/2| XX M3sl/2—3p3/2ﬂ3p3/2—4d5/2- (11145)

Cependant, contrairement aux simulations de la figure I11.16 ou les flancs montants
sont confondus en ¢ = 0, on observe expérimentalement un décalage des maxima prin-
cipaux aux deux longueurs d’onde considérées. Ce décalage est de 2380 fs? a 574 nm et de
—2510 fs? a4 611 nm. Il est principalement di & la dispersion cubique ¢®) introduite par
I’ensemble des éléments dispersifs traversés, et qui n’est plus négligeable quand on travaille
avec des impulsions trés larges spectralement. Comme nous I'avons dit précédemment, ces
écarts par rapport a la théorie ne peuvent s’expliquer que si I'on prend en compte les
termes de dispersion d’ordre supérieur dans les simulations. C’est ce que nous faisons dans
la section suivante en prenant en compte la phase spectrale totale introduite par les réseaux
et les deux barreaux.

I11.4.2 Effet des ordres supérieurs de dispersion

A la section II1.2.4 nous somme partis du champ électrique dans le domaine tem-
porel pour calculer la réponse d’une échelle de niveaux a une excitation multiphotonique.
Lorsque la phase spectrale est purement quadratique, cette approche est la plus appropriée
pour traiter ce probléme, car il existe une expression analytique de E(t). Lorsqu’on inclut



114 Chapitre III. Interférences de chemins quantiques

des termes de phase cubiques et d’ordre supérieur nous sommes obligés d’évaluer E(t) nu-
mériquement par transformée de Fourier inverse du spectre complexe F (w), ce qui rend
les calculs particuliérement lourds et longs. Cependant, on peut tirer avantage du fait que
nous travaillons en régime de champ faible. En effet dans ce cas 14, il existe une expression
donnant 'amplitude de I'état excité a. due a une transition a deux photons résonnante
avec plusieurs niveaux intermédiares (ici les états |k1) et |ky)) en fonction du spectre de
I'impulsion [27]

J*w B(w)B(wey — )

duw . (I11.46)

1 oY !
Qe = CR2 Z Hek kg EE(Wek)E(Wkg) +5-P

Kty ko 2 W — Wiy

—0o0

ou P est la partie principale de Cauchy.

Si l’on ne tient compte que des niveaux impliqués dans 1’étude en longueur d’onde (e =
5s, 4dg)s et 4ds)2), la probabilité qu'un photon de fluorescence soit émis aprés I'interaction
d’une impulsion avec un atome est donnée par

P(330nm) = eslasel? + caal|asay ol + g, o). (I1L.47)

Avec cette approche, le calcul du signal de fluorescence devient aisé, car on dispose
d’une expression analytique du champ électrique dans le domaine spectral. Nous avons
travaille avec un spectre complexe E(w) d’amplitude a(w) gaussienne centrée en wy. Sa
phase spectrale ¢(w) est la somme de trois termes dus au NOPA, au compresseur a réseaux
en double passage et aux barreaux de SF58 et de SF10. La contribution introduite par le
NOPA est supposée purement quadratique

e

CbNOPA(W) = 5 NOPA(W - CU())z. (11148)

Par contre, pour les deux autres termes, nous avons pris la phase spectrale totale, soit pour
les réseaux [29]

¢réseau;r (Cd) = Q%D COs ed(W), (11149)

ot D est la distance entre les réseaux et 6;(w) est I'angle de diffraction sur le premier
réseau. Quant a la phase introduite par les deux barreaux®, elle vaut simplement

w
Gvarreaus (W) = E[nSFE)S(w)LSFE)S + ngp10(w) Lsrio)- (I11.50)

Avec les diverses expressions introduites ci-dessus, nous avons, dans un premier temps,
calculé le signal de fluorescence pour trois longueurs d’onde différentes en fonction de
la distance entre les réseaux (courbes grises sur la figure I11.20). Nous n’utilisons plus
la dispersion quadratique ¢ en abscisse, car lorsqu’on prend en compte les termes de
dispersion d’ordre supérieur ce n’est plus le parameétre le plus pertinent, contrairement a
la distance entre les réseaux. A titre de comparaison, nous avons aussi tracé les courbes
obtenues en ne prenant en compte que la dispersion d’ordre deux (courbes noires).

“Le SF10 est caractérisé par, ndp;o = Ao + A1A% + AoA ™2 + AsA ™ + AN 76 + AsA 78, Nen um, avec
Ap—2,8784725, A;—-1,0565453x10~2, Ay—3,3279420x1072, A3—2,0551378x 1073, A,—1,1396226x10~*
et A5=1,6340021x10~° (Paramétres tirés du catalogue Schott "Optical glasses" 2001).
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F1a. II1.20 — Signaux de fluorescence en fonction de la distance D entre les réseaux, calculés
pour trois valeurs du couple (Ao, A),). Les courbes noires correspondent aux signaux
calculés avec une phase spectrale totale purement quadratique. Les courbes grises sont
obtenues lorsqu’on prend en compte toute la phase spectrale introduite par les réseaux et
les barreaux de SF58 et de SF10.

Globalement la période des grandes et des petites oscillations n’est pas trop affectée
par les termes de phase d’ordre supérieur (écart de 'ordre du dixiéme de millimétre). La
principale différence entre les courbes grises et les courbes noires provient du décalage
du flanc montant. A \g = 580 nm cet effet est relativement faible, alors qu’a 607 nm le
décalage vaut environ 6 mm. Mais c’est & une longueur d’onde intermédiaire (lorsqu’on
excite simultanément deux états distincts) que ce phénoméne est le plus surprenant.

Pour finir, nous avons représenté sur le figure I11.21 I’ensemble des résultats obtenus
lors de notre étude de l'influence de la longueur d’onde excitatrice sur les interférences de
chemins quantiques. Chaque courbe est la moyenne de trois acquisitions. Les courbes grises
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FiG. I11.21 — Résultats expérimentaux de I’étude en longueur d’onde et les courbes théo-
riques correspondantes.

correspondent aux résultats théoriques obtenus en utilisant les équations I11.46 a II1.50.
On voit qu’il y a un excellent accord entre les deux. La forme des oscillations, aussi bien
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que la position des pics sont particuliérement bien reproduits. Pour ajuster la théorie et
I’expérience, nous sommes partis de la longueur d’onde centrale Ay et de la largeur de bande
A), mesurées expérimentalement pour I'impulsion provenant du NOPA. Cette démarche
donne de trés bons résultats pour les deux longueurs d’ondes extrémes (574 et 611 nm),
c’est a dire quand I'impulsion n’excite qu'un seul état final. Par contre, pour des longueurs
d’onde intermédiaires, ou 'on excite simultanément les niveaux 4d et 5s du sodium, il
s’avére nécessaire d’ajuster les valeurs prises pour A\g et A\, (de I'ordre de 0,5% pour Ao,
et 12% pour A),). Ceci est di au fait que dans ce domaine de longueur d’onde, le poids
dans le signal de fluorescence des contributions obtenues pour ¢® positif et négatif dépend
fortement du poids des différents chemins quantiques, et donc de l'intensité de 'impulsion
aux différents points de croisements dans le diagramme des états habillés. Théoriquement,
nous modélisons 'amplitude du spectre de 'impulsion par une gaussienne, ce qui n’est pas
forcément le cas expérimentalement. Les ajustements nécessaires pour faire coincider la
théorie et I'expérience servent donc a compenser ces petites différences. Ainsi, la courbe
obtenue expérimentalement pour (Mg, A),) = (596 nm, 28 nm) s’ajuste avec la courbe
théorique obtenue pour (Ao, A),) = (594 nm, 25 nm). De méme, la courbe expérimentale
correspondant a (Ao, A\,) = (599 nm, 24 nm) s’ajuste avec la courbe théorique obtenue
pour (Ao, AN,) = (595 nm, 20 nm). Sachant que chaque courbe est la moyenne de trois
acquisitions (durée deux heures), le spectre du laser a pu évoluer pendant ce temps.

II1.5 Conclusions et perspectives

Nous avons étudié le transfert de population induit par une impulsion a dérive de fré-
quence linéaire dans une échelle de niveaux, mettant en évidence la présence d’interférences
entre les chemins d’excitation non-résonnants et les chemins d’excitations séquentiels. Ces
interférences se traduisent par la présence d’oscillations dans la population de I’état excité
en fonction de la dispersion quadratique. La période des oscillations a été calculée en fonc-
tion des caractéristiques de 1’échelle de niveaux. La figure d’interférences a été observée
expérimentalement dans le sodium en excitant la transition 3s — 3p — 4d et en détec-
tant le signal de fluorescence a 330 nm provenant de la transition 4p — 3s. Une étude en
longueur d’onde nous a permis de montrer qu’il était possible d’observer ces oscillations
quel que soit le signe de la dispersion quadratique. Du fait de la grande largeur spectrale
de nos impulsions, nous avons été amenés a étudier 'effet des ordres de dispersion élevés
sur la population transférée.

Lors de notre étude, nous avons montré, qu’en champ faible, on pouvait accroitre
par un facteur 3,5 le transfert de population par rapport & une impulsion limité par trans-
formée de Fourier. Nous avons aussi montré que pour ¢® < 0 on pouvait maximiser ou
annuler presque complétement le transfert de population selon la valeur de la dispersion
quadratique. En champ fort, Noordam et al ont démontré qu’il était possible d’effectuer
un transfert adiabatique de population dans 1’échelle de niveaux 5s — 5p — 5d du
rubidium [22]. La possibilité de réaliser un tel transfert de population dans le sodium est
particuliérement intéressante pour le probléme de 1’étoile artificielle dont le principe est le
suivant [111, 112] : sur terre, la résolution des images obtenues par les télescopes est limitée
par les turbulences atmosphériques. L’optique adaptative permet de corriger les déforma-
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tions de la courbure du front d’onde induite par I’atmosphére. Cependant la détermination
locale, en temps réel, de cette courbure pose probléme. Une étoile peut servir de point de
référence, permettant de calculer les déformations du miroir. Malheureusement, la densité
d’étoiles brillantes n’est pas suffisante pour avoir une probabilité élevée d’en trouver une a
proximité de I’objet observé. Pour pallier cet inconvénient, on crée une étoile polychroma-
tique artificielle proche de celui-ci, qui servira de source de référence pour la détermination
du front d’onde. Pour créer cette étoile, on excite la transition 3s — 3p — 4d du sodium
meésosphérique. Le spectre de la cascade radiative collecté est suffisant pour permettre
une correction pour plusieurs longueurs d’onde, ce qui permet de corriger non seulement
la dispersion mais aussi la déviation du front d’onde. Les premiéres expériences réalisées
en grandeur réelle utilisaient des laser nanoseconde [113, 114]. L’inconvénient de tels la-
sers est qu’ils limitent 'intensité du signal émis par 1’étoile artificielle puisqu’ils n’excitent
qu’une classe de vitesse atomique, ce qui ne serait pas le cas avec des lasers de durée in-
férieure a la centaine de picoseconde. Des travaux théoriques allant dans ce sens ont déja
été faits [115].Un autre inconvénient des lasers nanoseconde et picoseconde est la nécessité
d’utiliser deux lasers différents, chacun étant résonnant avec une des transitions du sodium.
Une impulsion femtoseconde avec son spectre large permet de remédier a ce probléme. Il
semble donc intéressant d’étudier au laboratoire, les potentialités offertes par les impulsions
femtosecondes pour optimiser le signal de fluorescence.

Cette étude a représenté une partie du Diplomarbeit de Sabine Stock réalisé au sein
de notre équipe [102]. Ses travaux, basés sur des simulations numériques, ont montré que
pour optimiser le signal de fluorescence a 330 nm il valait mieux se placer dans un régime ot
le transfert de population de I’état 3s vers I'état 4d n’était pas adiabatique afin d’optimiser
au mieux tous les paramétres contribuant a la cascade radiative. En effet, si 'on désire
travailler avec des énergies par impulsions raisonnables (5 pJ devant la cellule), il faut pour
réaliser un transfert adiabatique de population une énergie par unité de surface (fluence)
aussi élevée que possible. La fluence requise est obtenue en focalisant fortement le faisceau
laser (diamétre ~ 150 um), ce qui se fait au détriment du nombre d’atomes excités et donc
du nombre de photons de fluorescence émis. Pour une taille de faisceau plus raisonnable
(= 400 pm), le signal de fluorescence est trois fois plus important alors que le transfert de
population dans |3d) est de I'ordre de 40%. Puisqu’il est plus efficace de travailler avec des
gros faisceaux, c’est-a-dire en champ faible, on a tout intérét a bien choisir les paramétres
de 'impulsion (par exemple en se plagant sur le premier maximum des oscillations lorsque
#? > 0). L’étape suivante serait donc d’améliorer notre dispositif afin de pouvoir réaliser
les conditions expérimentales décrites ci-dessus. Il serait aussi intéressant d’optimiser le
transfert de population en utilisant des impulsions de formes plus complexes que les impul-
sions a dérive de fréquence, pour superposer, par exemple, les deux pics principaux associés
aux états 4d et 5s. Ces impulsions seraient alors générées en utilisant un dispositif de mise
en forme d’impulsion en conjonction avec un algorithme génétique utilisant la fluorescence
a 330 nm comme signal de “feed-back”.



Chapitre IV

ETUDE DE LA PREDISSOCIATION D'UNE
MOLECULE

Dans les chapitres précédents, nous avons étudié divers processus de controle avec des
impulsions femtosecondes dans des systémes simples ne comportant que quelques niveaux.
Nous allons maintenant envisager des expériences de controle dans un systéme comportant
un plus grand nombre de degrés de liberté : une molécule diatomique. Le controle de pro-
cessus moléculaires par des impulsions ultracourtes a fait I'objet de nombreuses études tant
théoriques qu’expérimentales [5, 7, 69, 116-119]. Ici, nous allons étudier un processus par-
ticulier : la prédissociation d'une molécule diatomique. Pour cela, nous nous intéresserons
dans un premier temps a 1’étude pompe-sonde de ce phénomeéne.

Les expériences pompe-sonde avec des impulsions femtosecondes sont un outil de
choix pour explorer en temps réel la dynamique des noyaux dans une molécule [120, 121].
En particulier, le mouvement de vibration de molécules de petite taille aussi bien que la
rupture de liaisons chimiques peuvent étre observées en temps réel, que ce soit en phase
gazeuse ou en phase liquide ou le systéme interagit avec un environnement [121-124|.
Des informations d’une grande richesse peuvent étre obtenues lorsque la méthode pompe-
sonde est combinée avec des méthodes de détection élaborées telles que la spectroscopie de
photoélectrons [125-130] ou les techniques d’imageries [131, 132] comme l'ont récemment
démontré Davis et al. en mesurant des distributions angulaires de photoélectrons résolues
en temps [133], et Assion et al. qui ont pu mesurer I’évolution de la forme d’un paquet
d’ondes vibrationnel par spectroscopie de photoélectrons résolue en temps [134, 135|. Une
autre maniére de suivre la dynamique des paquets d’ondes nucléaires repose sur 1’explo-
sion coulombienne des molécules, comme 'ont démontré Stapelfeldt et al. [136-138]. Le
caractére ultracourt des impulsions femtosecondes permet non seulement de détecter le
mouvement des noyaux ou encore la rupture d’une liaison chimique, mais il permet aussi
de suivre en temps réel le processus de formation des fragments, puisque ce dernier se
déroule sur un intervalle de temps fini. Un exemple particuliérememt intéressant de pro-
cessus de fragmentation résolue en temps a été observé par Zewail et al. [139-141] dans la
prédissociation de Nal, ou les atomes de sodium sont formés au cours de plusieurs étapes
successives a des intervalles de temps réguliers aprés excitation de la molécule.

Dans un processus tel que la prédissociation, on peut aussi explorer de quelle maniére
la distribution de I’énergie cinétique relative des fragments évolue au cours du temps. Dans
des systémes simples comme les molécules diatomiques, la distribution des fragments aux
temps longs refléte le spectre d’absorption de la molécule [142]. Ce qui n’est pas le cas
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dans les premiers temps de la prédissociation a cause du principe d’incertitude. Dans des
systémes plus complexes, une mesure résolue en temps de la distribution des fragments peut
permettre de faire la différence entre plusieurs canaux de fragmentation, chacun ayant sa
propre échelle de temps caractéristique.

Afin d’étudier les possibilités offertes par cette méthode, ainsi que ses contraintes et
ses limitations, nous avons choisi d’étudier la prédissociation de la molécule Nal qui consti-
tue un systéme de référence. Cette molécule a fait 'objet d’études théoriques et expéri-
mentales poussées. En particulier, la distribution d’énergie cinétique relative des fragments
a été étudiée théoriquement en analysant I’évolution de la fonction d’onde nucléaire dans
le canal de fragmentation au cours du processus de prédissociation [143-146]. L’analyse de
cette distribution dans les premiers temps de la prédissociation a montré qu’elle était rela-
tivement différente de celle obtenue lorsque la molécule s’est complétement dissociée. Dans
cette étude, la fonction d’onde asymptotique, i.e. la fonction d’onde des molécules ayant
déja dissocié, était définie comme étant la partie de la fonction d’onde totale se trouvant
dans la région de 'espace ou les surfaces de potentiel sont constantes, ce qui correspond a
une énergie cinétique relative des fragments constante. Cependant, cette définition n’était
pas appuyée par un schéma expérimental réaliste permettant de sélectionner effectivement
la fonction d’onde asymptotique. De plus la détection des fragments neutres produits par
la dissociation n’est pas chose aisée a réaliser.

Dans ce chapitre, a partir des résultats de nos simulations, nous proposons un schéma
réaliste qui devrait permettre de mesurer en temps réel la distribution énergétique des
fragments. En effet, nous montrerons qu’en utilisant une impulsion sonde de paramétres
judicieusement choisis d’une part, on peut sélectionner la fonction d’onde asymptotique en
ionisant les atomes de sodium produits par la dissociation, et d’autre part que la distribu-
tion énergétique de ces ions différe peu de la distribution des atomes de sodium apparaissant
dans la région asymptotique. Puis nous montrerons qu’en tirant parti des caractéristiques
de la prédissociation de Nal, il est possible de manipuler la distribution des fragments en
agissant sur les degrés de liberté électroniques de la molécule avec une impulsion laser in-
tense. Ces changements affectent alors la fonction d’onde nucléaire asymptotique, et donc
la distribution des fragments. Plusieurs types d’impulsions de controle seront envisagés.

Ce chapitre est organisé de la maniére suivante : dans un premier temps, nous rap-
pelons les principales caractérisques de la molécule Nal, et nous décrivons le processus de
prédissociation. Ensuite nous présentons les méthodes numeériques utilisées pour simuler
I'interaction de la molécule avec les impulsions pompe et sonde. En nous appuyant sur une
approche analytique simplifiée, nous donnons une image claire du role de la sonde dans
I'observation de la distribution des fragments. Puis aprés avoir présenté les résultats des
simulations numériques de I'expérience pompe-sonde, nous discuterons de la faisabilité de
I’expérience. Cette étude sera suivie de I’exposition du principe du controle de la distri-
bution des fragments par interaction de la molécule avec une impulsion intense. Plusieurs
schémas de controle impliquant des impulsions de Rabi ou a dérive de fréquence seront
alors présentés.
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IV.1 Systéme modéle et théorie

IV.1.1 La prédissociation de Nal
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Fi1Gg. IV.1 — Courbes de potentiel de la molécule Nal intervenant dans 1’étude la prédisso-
ciation avec les longueurs d’onde de la pompe et de la sonde.

L’expérience pompe-sonde que nous nous proposons de simuler peut étre décrite en
utilisant quatre états électroniques diabatiques de la molécule Nal, dont les surfaces de
potentiel sont représentées en fonction de la distance internucléaire r sur la figure I1V.1.
Initialement la molécule est dans I'état ionique X7, noté |G) par la suite, de nombre
quantique = 07 (A est la composante suivant 1’axe internucléaire du moment cinétique
total de la molécule), qui corréle asymptotiquement avec Na™+1~. L’impulsion pompe excite
la molécule vers deux états covalents de nombre quantique 2 = 0% et 2 = 1 et de limite
asymptotique Na(3s) +1(5p®). Ces états coupent 1’état fondamental ionique a une distance
internucléaire R, ~ 7 A. L'état Q = 0%, que nous noterons |C), est fortement couplé
avec 'état |G), ce qui se traduit dans la base des états adiabatiques par un croisement
évité en r = R, entre les courbes de potentiel diabatiques correspondantes, conduisant a
la formation d’un puits de potentiel adiabatique (tirets sur la figure IV.1). L’état Q = 1,
non couplé avec I'état |G), est purement dissociatif. Par voie de conséquence, les molécules
excitées dans cet état dissocient trés rapidement (~ 50 fs), ajoutant simplement un fond
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constant au signal pompe-sonde observé pour des délais plus grands que 50 fs. Comme nous
sommes uniquement intéressés par les phénoménes résultant du couplage entre |G) et |C),
nous ne prendrons pas en compte I'état 2 = 1 lors de nos simulations [147, 148]. L’étape
sonde est une transition a deux photons vers 'état fondamental |I) de I'ion Nal* via un
état de Rydberg |R) qui corréle avec Na(4p) 4+ I(5p°). Nous noterons H; 'Hamiltonien des
noyaux dans chacun de ces états, et V;, i = G, C, R, I les surfaces de potentiel diabatiques
correspondantes. Ces surfaces, ainsi que le terme de couplage entre les états |G) et |C), sont
issues d’études pompe-sonde antérieures ayant données des résultats en excellent accord
avec I'expérience [143, 144, 149, 150].

Nous supposons que les molécules considérées se trouvent toutes initialement sur
le niveau vibrationnel de plus basse énergie de I'état |G ), ou elles sont excitées par une
premiére impulsion ultracourte limitée par transformée de Fourier de durée 7 = 60 fs,
avec une longueur d’onde centrale de 310 nm. Cette impulsion crée un paquet d’ondes
nucléaire bien localisé, superposition cohérente de plusieurs niveaux vibrationnels du puits
adiabatique. Comme 1’énergie d’excitation est au-dessous de la limite de dissociation de
létat |G), le paquet d’onde oscille ensuite dans ce puits de potentiel anharmonique avec
une période donnée par I’écart entre les différents niveaux vibrationnels excités, soit, dans
notre cas, une période d’oscillation T, ~ 1,2 ps [151]. Cependant, I’évolution du systéme
au point de croisement n’est pas complétement adiabatique. En effet, chaque fois que le
paquet d’ondes passe par le point de croisement, il a une probabilité Pog ~ 97% de passer
de l’état |C) al’état |G) et inversement. Initialement, le paquet d’ondes créé par 'impulsion
pompe se trouve dans I'état |C) au point de rebroussement interne (r ~ 2,5 A). Soumis a
I’action répulsive du potentiel V¢, il évolue dans le sens des r croissants. Lorsqu’il atteint
le point de croisement, il est scindé en deux parties : environ 3% continue sur 'état |C)
et se dissocie, tandis que le reste est transféré sur I’état ionique |G) ou il est réfléchi et
repart dans le sens des r décroissants. En passant par le point de croisement, ce paquet
d’ondes est encore une fois scindé en deux parties : 'une oscillant dans le puits adiabatique
et l'autre dans I’état ionique avec des périodes sensiblement égales. Aprés réflexion aux
points de rebroussement internes des courbes de potentiel, ces deux parties se rejoignent
au point de croisement ou elles donnent une nouvelle contribution dissociative, et ainsi
de suite. De sorte qu’aprés plusieurs oscillations, il y a une succession de paquets d’ondes
partiels séparés par un intervalle de temps 7T, = 1,2 ps évoluant sur la partie asymptotique
de I’état |C). Chaque paquet d’ondes partiel étant la somme de deux contributions & peu
prés synchronisées. Ce scénario représente la vision dépendant du temps du processus de
prédissociation de la molécule Nal. Elle a été étudiée expérimentalement pour la premiére
fois par A. Zewail, et a aussi fait 'objet d’une étude théorique intensive [139-141, 143, 144,
147-153].

Notons que dans I’analyse précédente nous avons négligé le role joué par la rotation
de la molécule dans la dynamique du paquet d’ondes, ce qui revient a considérer qu’ini-
tialement toutes les molécules se trouvent sur le niveau v = 0, J = 0 de I'état |G). Cette
approximation est justifiée par le fait que la rotation se déroule sur une échelle de temps
beaucoup plus longue que les intervalles de temps considérés ici. L’effet des niveaux rota-
tionnels initialement peuplés sur les signaux pompe-sonde sera discuté a la section 1V.2.4.

Quand les paquets d’ondes partiels atteignent la partie asymptotique de 1’état co-
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Séparatrice (C)

C

e

F1G. IV.2 — Equivalent optique du processus de prédissociation. Les miroirs C; et Gj cor-
respondent respectivement aux points de rebroussement interne des états |C) et |G). Ge
est ’analoge optique du point de rebroussement externe de 1’état |G). La lame séparatrice
joue le role du point de croisement. C, correspond au canal de dissociation sur I'état |C).

valent, les deux atomes n’interagissent plus et le mouvement de recul des noyaux se déroule
sur une surface de potentiel plate. Il s’ensuit un étalement de ces paquets d’ondes libres,
qui aprés un certain temps de vol se recouvrent. Comme ils sont mutuellement cohérents,
on observe alors des interférences. La phase relative entre les différents paquets d’ondes
partiels dépend du retard accumulé lors de la propagation sur les deux surfaces de poten-
tiel couplées, c’est a dire de I’énergie cinétique relative des fragments (dispersion des ondes
de matiére). On observe donc des oscillations en fonction de I’énergie des fragments ou du
temps d’arrivée sur le détecteur. Elles reflétent le spectre d’absorption de la molécule, et les
écarts entre les différents maxima de la distribution énergétique des fragments sont égaux
aux écarts existant entre les différents niveaux vibrationnels de 1’état prédissocié excités
par 'impulsion pompe. Ce comportement est analogue a celui d’un interférométre a ondes
multiples, combinant les propriétés des interférométres de Michelson et de Fabry-Pérot (fi-
gure IV.2). Les miroirs C; et G; jouent respectivement le role des points de rebroussement
interne des états |C) et |G). G, est I'analogue optique du point de rebroussement externe
de I'état |G). La lame séparatrice joue le role du point de croisement : elle a un facteur
de réflexion en intensité R = Pcg = 97%, et un facteur de transmission 7'=1 — R = 3%.
C. correspond au canal de dissociation sur 'état |C). Le Fabry-Pérot génére les paquets
d’ondes successifs arrivant sur la partie asymptotique de I’état |C) toutes les 1,2 ps. Tandis
que l'interférométre de Michelson permet de tenir compte du fait qu’il y a deux contribu-
tions a chaque paquet d’ondes partiel : 'une ayant oscillé dans le puits covalent et ’autre
dans I'état ionique, avec des périodes sensiblement égales. Notons cependant qu’il y a une
différence fondamentale avec les interféromeétres optiques usuels : les différents bras de
I'interférométre sont naturellement dispersifs puisqu’on considére des ondes de matiére se
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propageant sur des courbes de potentiels anharmoniques. Ainsi, la propagation suivant les
bras (C) et (G) de l'interférométre va introduire un déphasage ¢g(p) — ¢c(p), dépendant
de la vitesse relative des noyaux dans le référentiel du centre de masse, a priori différent
de zéro (cf. discussion a la section I1V.2.3). Tout comme pour la molécule, on peut exciter
la cavité avec une impulsion ultracourte. En sortie, on obtient un train d’impulsions, et la
structure de mode de la cavité est observée en envoyant ce train dans un systéme disper-
sif (un spectrométre par exemple) qui étire les impulsions de sorte qu’elles se recouvrent
temporellement et interférent.

IV.1.2 DModélisation numérique

La simulation de I'expérience commence par le calcul du vecteur d’état [¢(t)) du
paquet d’ondes créé dans le puits de potentiel adiabatique par absorption d'un photon de
I'impulsion pompe. Celle-ci étant supposée peu intense, I'état |®(¢)) de la molécule est
donnée par la théorie des perturbations au premier ordre [154] :

[@(t)) = e7 0 o(r)|G) + ;L L di'U(t —1') |C) pea (G Bi(t)e " Mo (r) |G, (IV.1)

ol po(r) est la fonction d’onde de I’état fondamental vibrationnel de la molécule dans
I'état |G), et ¢y I’énergie correspondante. Le moment dipolaire de transition pcg entre les
états électroniques |G) et |C) est supposé indépendant de r (approximation de Condon).
Dans I’approximation de I'onde tournante (RWA), le champ électrique décrivant I'impulsion
pompe de fréquence centrale wy, et de durée 79 = THv/21In2 s’écrit :

E )
Eq(t) = % e~ (/To)* g=iwort, (IV.2)
Dans toutes les simulations qui suivent, nous avons supposé que les impulsions avaient
un support temporel de 475. En dehors de cet intervalle, I’amplitude du champ est suf-
fisamment petite pour que ’on puisse considérer que I'impulsion est effectivement nulle.
L’opérateur U(t —t') = exp[—iH (t —t’)/h] propage ’amplitude de probabilité transférée a
I'instant ¢’ depuis I’état fondamental sur les états couplés |C) et |G). Le vecteur représen-
tant le paquet d’onde créé initialement dans 1’état |C) par I'impulsion pompe est donné
par le second terme de 1’équation IV.3
ot
7/ —’iE !
6(0) = 3 | U= 1) O s (G E(e)e (1) G (1v.3)
0
Pour évaluer numériquement 1’équation IV.3, on discrétise la variable d’intégration
(t = NAt), ce qui donne [155]

[9(0) = $AL S U((N = ) ArcaBa(nA)e () [C), (IV.4)

expression que 'on peut réécrire sous la forme :
1

hAt,uC(;El(t + At)e oAy (1) |C) (IV.5)

[9(t + At)) = U(AL) [¢(t)) +
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Le principe du calcul est alors évident : pour obtenir la fonction d’onde a I'instant
t + At, on propage |¢(t)) pendant un pas de temps sur les états couplés |G) et |C)
(premier terme de I’équation IV.5), puis on lui ajoute la partie de la fonction d’onde de
I'état fondamental transférée vers 1’état excité pendant cet intervalle de temps (deuxiéme
terme de ’équation IV.5). Ce processus est répété jusqu’a la fin de I'impulsion pompe,
I’évolution du systéme est alors celle d’un paquet d’ondes se propageant sur deux surfaces
de potentiel couplées, et [1)(t)) est déterminée itérativement a partir de I’équation suivante :

[(t + At)) = U(AL) [(1)) - (IV.6)
Comme le propagateur couple les deux surfaces de potentiel, |¢(t)) s’écrit
[¥(t)) = va(r,t) |G) + ve(r,t) |C), (Iv.7)

ot Yg(r,t) et Ya(r, t) sont les fonctions d’onde nucléaires diabatiques de 1'état ionique et de
I'état covalent respectivement. Dans la base diabatique {|G), |C)}, I'équation IV.5 prend
la forme suivante :

Ya(r,t+ At) _imaen | Ya(rt) i —ieo(t+atyn | 0
= = + At Ei(t + At)e " V.8
[ bolr,t + At) e Yol(r,t) 5 pea B ( Je o(r) IV .8)
ou H est la matrice de 'Hamiltonien H dans la base diabatique, donnée par
H=FK+H, (IV.9)
avec
T 0 h? d?
_ - = V.1
K [O T}’ 2M dr?’ (1V-10)
et ﬂe = K + Kcoup? ou
. VG (T’) 0
et
. 0 VGC (7“)
Kcoup - [ VCG(T) 0 . (IV12)

Iei M et H, sont respectivement la masse réduite et I’'Hamiltonien électronique. Vi et Vi
sont les surfaces de potentiel diabatiques, et Vog = Voo est ’élément de couplage entre
|G) et |C).

La principale difficulté numérique provient justement de la propagation de la fonction
d’onde sur des états couplés. Les variations spatiales de la fonction d’onde sont représen-
tées sur une grille de points équidistants. Pour calculer le propagateur e *£4%" intervenant
dans lexpression IV.8, nous avons utilisé la technique “FFT-split-operator” [156], qui a été
adaptée par Alvarellos et Metiu pour traiter les cas faisant intervenir des croisements de
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niveaux [157|. La principale idée de cette technique est de séparer dans I'opérateur d’évo-
lution les contributions associées a 'opérateur énergie cinétique et a ’énergie potentielle.
Pour cela, on utilise la séparation suivante [156, 158|

efzﬂAt/h ~ esztK/QhesztZﬂheszthoup/hef'LAtZ/QhesztK/Qh. (IV 13)

Avec cette séparation, la propagation se raméne au calcul de trois étapes élémentaires :

1. action de l'opérateur exp(—iAtV /2h). Comme la matrice V est diagonale dans la
base diabatique, elle revient a multiplier chaque composante v;(r,t) (i=G, C) de la
fonction d’onde [¢(t)) par un facteur de phase exp(—iAtV;(r)/2h).

2. action de I'opérateur exp(—iAtV,,,,/h). Par analogie avec I'opérateur de rotation
d'une particule de spin 1/2, on peut montrer que I'opérateur exp(—iAtV,,,,/h) trans-
forme le fonction d’onde de la maniére suivante (cf. [159] complément Arx) :

e | e Tueen ] v

avec ( = AtVog(r)/h.

3. action de l'opérateur exp(—iAtK /2h). Elle se calcule facilement dans I’espace des
moments. On commence donc par prendre la transformation de Fourier rapide (FFT)
de chaque composante 1;(r, t) (i=G, C) de la fonction d’onde dans I’espace direct, on
obtient ainsi les fonctions d’onde nucléaires @/szi(p, t) dans I'espace des moments. Ces
fonctions d’onde sont ensuite multipliées par un facteur de phase exp(—iAtp?/2Mh).
Une autre FFT nous permet alors de retourner dans 1’espace des coordonnées.

De cette maniére, on peut calculer complétement la prédissociation de la molécule
Nal. L’étape suivante est la détection de ce processus. A cette fin, on définit une fonction
d’onde asymptotique ¥& (r,t) comme étant la fonction d’onde de 'état covalent pour des
distances internucléaires supérieures a une certaine valeur r,,, valeur au-dela de laquelle 1a
surface de potentiel V(1) peut étre considérée comme constante. Soit

&rt) = f(r)ve(r), (IV.15)

ou f(r) est une fonction de coupure définissant la partie asymptotique de ¥q(r,t), ¢’est-a-
dire une fonction valant 1 dans la région asymptotique, et 0 ailleurs [145].
La distribution de I’énergie cinétique relative des fragments est alors donnée par
2

P (B 1) o ;E Udreim/h Fro(rn ) (IV.16)

ot E = p?/2M est I’énergie cinétique relative des fragments. Cependant, comme la largeur
des distributions de fragments calculées par la suite est trés petite devant 1’énergie cinétique
relative moyenne E des fragments, nous négligerons le facteur 1/v/E par la suite.

Cependant, bien que la distribution énergétique des atomes neutres contienne de
précieuses informations sur le train de paquets d’ondes produit par la predissociation,
elle n’est pas directement mesurable par une expérience résolue en temps. Dans ce qui
suit, nous allons montrer qu’avec des impulsions de paramétres judicieusement choisis la
distribution P (F,t) définie ci-dessus est accessible expérimentalement par une ionisation
a deux photons suivie de la détection des ions produits.
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IV.2 Distribution des fragments résolue en temps

IV.2.1 Observation par ionisation a deux photons résonnante avec
un niveau intermédiaire

Dans cette section, nous allons étudier en détail I’étape sonde qui va nous permettre
d’observer 1’évolution temporelle de la distribution des fragments. Pour cela, nous suppo-
sons qu’aprés un délai 7 une deuxiéme impulsion ultracourte de durée 75 = 60 fs et de
longueur d’onde centrale Ao, = 330 nm vient sonder I’état |C) par ionisation a deux pho-
tons via un état intermédiaire |R). A la fin de la sonde, la molécule se trouve dans I’état
fondamental |I) de I'ion Nalt qui corréle asymptotiquement avec Nat+1. |R) ayant un fort
caractere d’état de Rydberg, nous avons choisi sa courbe de potentiel Vi paralléle a celle
de I'état |I) [150]. La fonction d’onde totale dans le continuum d’ionisation s’écrit [160,
161]

ir(t)) = j dB |Bu) i, (). (1v.17)

| ;) représente la partie électronique de la fonction d’onde totale, incluant le photoélectron
éjecté avec une énergie cinétique E,; et les électrons de coeur de la molécule. g, (r,t) est la
fonction d’onde nucléaire de I'ion lorsqu’un électron d’énergie E,; est éjecté. e est ’énergie
cinétique maximale transférable au photoélectron en ’absence d’ionisation au-dessus du
seuil. Dans ce qui suit, nous ne tenons pas compte de I'interaction entre ’électron éjecté et
les électrons liés. Y, (1, t) est donnée par la théorie des perturbations au second ordre [154,
162]

1 t t/ ) ,
’(,DEel (7", t) == J dt/ J dtlle_Z(HI+E8l)(t_t )/h/,LIREQ (t/ — ’7')

hZ 7—2Tp 7279
X eiiHR(tLt")/h,URC E2 (t// — T)eiiHC (t/LT)/hQ/JC (7’, T)' (IV‘ 18)

Ure et g sont les moments dipolaires de transition, qui sont supposés constants vis-a-vis
de la distance internucléaire (approximation de Condon) et indépendants de I’énergie du
photoélectron éjecté. Le champ électrique Es(t) est défini par

1 )
Ey(t) = 5 Ao(t) e, (IV.19)

Comme nous sommes principalement intéressés par ’observation des paquets d’ondes par-
tiels issus de la prédissociation, la longueur d’onde de la sonde a été choisie pour étre
résonnante avec la transition entre les parties asymptotiques des courbes de potentiel des
états |C) et |R). De cette maniére, nous sommes sirs de ne transférer dans le conti-
nuum d’ionisation que la partie asymptotique de la fonction d’onde ¢ (r,t). Notons que
dans I’équation IV.18, nous avons seulement considéré la contribution de 1’état covalent
au processus d’ionisation, c’est a dire que nous avons négligé la contribution au signal
d’ion provenant de I’état ionique. A cette longueur d’onde, une transition de 'état |G)
vers I’état |I) est peu probable car fortement non-résonnante, excepté pour une trés étroite
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fenétre Franck-Condon au voisinage du point de croisement, qui produit une contribution
négligeable au signal d’ionisation.

La distribution P!(E,7) de I'énergie cinétique relative des fragments provenant de
I'ion Nal* est donnée par [145, 146]

€ 2
PYE,7) x lim JdEel

J dre? My (r,t) (IV.20)
t—-+4o00 0

Pour calculer numériquement P!(E, 7) nous avons procédé a une discrétisation de
I’énergie cinétique de I’électron. Apreés calcul de la réponse du systéme a I'excitation pompe-
sonde, le paquet d’onde créé est propagé sur la partie asymptotique de I’état |I). Ce calcul
est répété pour dix valeurs différentes de ’énergie cinétique E,; de ’électron éjecté couvrant
le support du spectre de I'impulsion sonde. Aprés une transformation de Fourier, les dix
résultats ainsi obtenus sont sommeés.

A priori, il semblerait surprenant que ’étape sonde produise une distribution d’éner-
gie cinétique relative des fragments ionisés différant radicalement de la distribution des
fragments neutres sur I’état covalent. En effet, puisque les surfaces de potentiel des états
covalent, de Rydberg et de I'ion sont paralléles dans la région asymptotique, une simple
application du principe de Franck-Condon conduit & la conclusion que les paquets d’ondes
sur les états |C) et |I) ont la méme position et la méme distribution d’impulsion relative.
Ceci est vrai, mais uniquement sur la partie asymptotique de ces deux états. En fait, le
principal effet de I'impulsion sonde est d’isoler la partie asymptotique de la fonction d’onde
de celle piégée dans le puits adiabatique, nous fournisant ainsi un moyen de la détecter.

IV.2.2 Expression de la distribution des fragments dans le conti-
nuum d’ionisation

Avant de présenter a la section suivante les résultats de simulations prenant en compte
toutes les caractéristiques du processus étudié (impulsions de durées finies, propagation sur
des courbes de potentiel couplées), nous allons pousser un peu plus loin le calcul de g, (1, t)
a partir de ’équation IV.18 afin de quantifier les conclusions énoncées au dernier paragraphe
de la section précédente, a savoir que I’étape sonde décrite ci-dessus, est bien capable de
sélectionner la partie asymptotique de la fonction d’onde de I’état |C) définie par I’équation
IV.15, et que PY(E,7) = P*(E,t = 7). A cette fin, nous utiliserons I'approximation dite
des “temps courts” [162, 163|, qui permet d’expliquer que les spectres de photoélectrons
obtenus lors d’expériences de photoionisation pompe-sonde refléte la dynamique du paquet
d’onde vibrationnel créé par 'impulsion pompe [160, 164].

L’approximation des “temps courts” est basée sur ’'utilisation du théoréme de Baker-
Hausdorff [165]

edeB = ¢ 8AB), (IV.21)
avec

€A, B)= A+ B+ J[A B+ [, B, Bl + (1B, A 4] + . (1V.22)
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en ne gardant que les deux premiers termes de £(A, B). Dans notre cas, cela revient a né-
gliger 'opérateur énergie cinétique apparaissant dans les divers propagateurs de 1’équation
IV.18, ce qui conduit aux simplifications suivantes :

iHt' h ,~iHRt [h DR ()Y /B (IV.23)

etProMt"/h. (1V.24)

e
GiHRt" /B ,—iHot" [h
ot 'on a introduit le potentiel différentiel D;;(r) = V;(r) — V;(r).

Cette approximation est exacte si le potentiel différentiel est constant, sans quoi
elle est d’autant mieux vérifiee que I'impulsion excitatrice est courte, que D(r) varie peu
dans la région ou le paquet d’onde est localisé lors du processus d’excitation et que les
noyaux sont massifs. Physiquement, cette approximation est valable si les impulsions sont
suffisamment courtes pour que l'on puisse négliger le mouvement des noyaux durant le
processus d’excitation (approximation justifiée dans notre cas, puisque nous avons des
impulsions de durée 75 = 60 fs, et une période de vibration T, = 1,2 ps).

Dans le cadre de cette approximation, la fonction d’onde nucléaire de 'ion Nal*
devient

—+00
Vg, (r,T) J dt'AQ(t’—T)ei[DIR(r)f(thQ*Eel)]t’/h
; . 1
" J dt" Ay (1" — 7)e ProM—woslt” [l (. 1), (IV.25)

ou l'on a omis les constantes et les termes de phase sans importance et pris la limite
t — 4o00. De plus, I'impulsion sonde étant nulle a l'instant 7, nous avons étendu le
domaine d’intégration jusqu'a —oo. As(t) est amplitude gaussienne de I'impulsion sonde

Ay(t) = Eg,e /T, (IV.26)

Finalement, un calcul analogue a celui présenté a la section 111.2.3 du chapitre III donne
[Dir(r)/h=(woy = Eet/R)PTg /4 o=[Dra (r)/h—wo, ]*T§ /4

« {1 +orf P(DIR(T) + By - DRC(T))%] } vo(r7),  (IV.27)

ou erf est la fonction erreur complexe. Si 'on tient compte de 'équation V.2, on voit
que c(r,7) correspond a la fonction d’onde nucléaire de 1'état covalent au centre de
I'impulsion sonde. Dans I'expression V.27, les deux gaussiennes ne prennent de valeurs
notables que dans les régions de I'espace ott Drc(r) —hwo, = 0 et Dig(r) — (hwo, — Eer) = 0,
ce qui traduit simplement la conservation de ’énergie pour les transitions |C) — |R)
et |R) — |I) en tenant compte du principe de Franck-Condon [149]. On peut alors
considérer que sur Uintervalle de distance ou la fonction d’onde g, (r,7) est non-nulle
I’argument de la fonction erreur complexe, que I’on peut écrire sous la forme plus explicite
i[Dir(r) — (hwo, — Eo) — (Dre () — hwo, )| To/2h/2, vaut zéro. Dans ces conditions, le terme
entre accolades dans I'expression IV.27 vaut 1.

Ypy(r,m) o e
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Fi1G. IV.3 — Fonction de coupure définissant la partie asymptotique de la fonction d’onde
sur I’état |C) pour une impulsion sonde de 75 = 60 fs et de longueur d’onde centrale A\, =
330 nm.

De plus, si 'on tient compte du fait que la courbe de potentiel de ’état de Rydberg
est quasiment paralléle a celle de I’état fondamental de Iion, c¢’est a dire que Dig(r) ~ 0V r,
on voit que la distribution énergétique des fragments P'(E,7) prend la forme approchée
suivante

. T2 2 2
PA(E,7) ‘Jdrem/h‘f‘f“)“(”/ el o) (IV.28)

expression analogue a ’équation IV.16 avec une fonction de coupure f(r) définie par

2

F(r) = e~ 1Pre()/hewo]?, (IV.29)

f(r) est tracée sur la figure IV.3 pour les paramétres de I'impulsion sonde donnés a la
section IV.2.1. On peut voir qu’elle se comporte comme un filtre qui supprime complétement
la partie de la fonction d’onde covalente situé en deca de 7 A, excepté pour une tres
petite région centrée en r ~ 2.4 A. On peut éviter tout transfert de population depuis
cette région en choisissant le délai pompe-sonde de maniére a ce que le paquet d’ondes
dans le puits adiabatique ne se trouve pas en r ~ 2.4 A au moment de l'ionisation. La
fonction d’onde dans le voisinage immédiat du point de croisement est fortement atténuée,
tandis qu’au dela de r ~ 15 A, la fonction d’onde n’est pas affectée par 1’étape sonde.
En somme, en ayant recours a une transition a deux photons dont la premiére étape est
résonnante avec un état de Rydberg de la molécule, nous avons été, d'une part, capable
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Fi1G. IV.4 — Probabilité P2, (t) définie par 1'équation IV.30 représentée en fonction du
temps. L’allure de la courbe en forme de marches d’escalier est révélatrice du caractére
discontinu du processus de prédissociation.

de définir expérimentalement la fonction d’onde asymptotique ¥& (r,t), et d’autre part, de
la rendre détectable par une deuxiéme étape ionisant la molécule. Ainsi, moyennant les
approximations décrites ci-dessus, a savoir une impulsion sonde suffisamment courte pour
que I'on puisse négliger le mouvement des noyaux durant le processus d’excitation et un
niveau intermédiaire presque paralléle a I’état fondamental de I'ion, I’évolution temporelle
de la distribution énergétique des fragments issus de la prédissociation peut étre observée
dans une expérience d’ionisation pompe-sonde en détectant la distribution énergétique des
ions produits. PY(E,7) et P*(E,t = 1) doivent donc coincider comme nous allons le
vérifier numériquement a la section suivante.

IV.2.3 Résultats
IV.2.3.1 Evolution temporelle de la distribution des fragments

Dans cette section, nous considérons donc la prédissociation de la molécule Nal,
étudiée numériquement avec les courbes de potentiel et la méthode de propagation de
paquets d’ondes présentées ci-dessus.

Nous avons représenté sur la figure IV.4 la probabilité de dissociation totale, calculée
en utilisant la fonction de coupure f(r) définie a la section précédente, en fonction du
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temps. Elle est définie de la maniére suivante :
fialt) = | 4B P(E.). (IV30)

On trouve la courbe bien connue en forme de marches d’escalier qui est la signature des
paquets d’ondes partiels atteignant successivement la partie asymptotique de 1'état co-
valent [140, 141, 151].

Chaque plateau apparait a des instants 717, Ts, ... séparés par la période de vibration
T, de la partie de la fonction d’onde piégée dans le puits adiabatique. Autour de T =
400 fs le premier paquet d’ondes partiel résultant du premier passage de la molécule par le
point de croisement entre dans la région asymptotique, et s’y propage seul jusqu’a l'instant
T, = 1600 fs ou il est rejoint par un second paquet d’ondes localisé a I'entrée de la région
asymptotique, c’est a dire en 7,5 >~ 8 A At =1900 fs, il y a exactement deux paquets
d’ondes dans cette région. Cependant, le puits adiabatique étant fortement anharmonique,
le paquet d’ondes quasi-lié s’étale progressivement, de sorte que seuls les premiers passages
par le point de croisement conduisent a la formation de paquets d’ondes spatialement
bien séparés (environ 7 ou 8). Par la suite, le flux sur la partie asymptotique est plus
continu, et les plateaux présents sur le figure IV.4 sont de moins en moins prononcés. On
remarque aussi que le second plateau a une hauteur plus grande que le premier. Cette
différence peut s’expliquer qualitativement & partir du raisonnement suivant : notons Fy
la population transférée dans I'état |C) par I'impulsion pompe. Nous savons qu’a chaque
fois que le paquet d’onde quasi-lié passe par le point de croisement il y a une probabilité
Pec =~ 97% pour que la population présente dans I'état |C) soit transférée dans I'état |G)
et inversement. Le premier plateau correspond a la fraction P; de la population initiale
restant sur 'état |C) aprés un passage par le point de croisement, P, est donc donnée
par P, = (1 — Pcg) Py, la fraction restante (PogFp) demeure dans le puits adiabatique
ou elle effectue une oscillation compléte avant de donner une nouvelle contribution a la
population asymptotique, elle passe donc deux autres fois par le point de croisement. Au
total, la hauteur du second plateau est P, = 2P3;(1 — Pog)FPy. Avec la valeur de Pog
donnée ci-dessus, on trouve que P,/ P, = 2P2, = 1,9, résultat en désaccord sensible avec
la figure IV.4 ou l'on trouve que Py/ P, = 2,4.

Cependant, une remarque s’impose vis-a-vis du raisonnement que nous venons de
faire : en effet, dans ce qui précéde nous avons supposé implicitement que les deux contri-
butions donnant le second paquet d’ondes partiel s’ajoutaient de maniére incohérente, mais
apparemment ce n’est pas le cas. Pour voir ce qui se passe réellement, raisonnons a par-
tir de la figure IV.2. Dans ce contexte, exprimons la fonction d’onde piégée dans le puits
adiabatique en la développant sur une base d’ondes planes, soit

) = Ja(p) p) dp, (IV.31)

ot p est 'impulsion relative des noyaux (nous avons normalisé |¢) a1, i.e. [|a(p)|?dp = 1).
Initialement, [¢)) se trouve dans le bras C de l'interférométre et se propage vers la lame
séparatrice. Juste aprés le premier passage par le point de croisement (i.e. la lame), la
partie de la fonction d’onde correspondant au premier paquet d’ondes partiel est donnée
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FiGg. IV.5 — Evolution de la fonction d’onde asymptotique et de la distribution des frag-
ments au cours de la prédissociation pour deux longueurs d’onde de pompe différentes :
Ao, = 310 et 312 nm. A t = 700 fs, il y a un paquet d’ondes sur la partie asymptotique de
I'état |C). Pour ¢t = 1900 fs, nous avons considéré le second paquet d’ondes partiel unique-
ment : Les courbes allant de (b) jusqu’a (g) et de (j) jusqu’a (o) correspondent aux deux
contributions donnant le second paquet d’ondes partiels, prises séparément. Les courbes
(d) et (1) représentent la fonction d’onde asymptotique du second paquet d’ondes partiel.
(h) et (p) sont les spectres de fragments neutres observés lorsqu’il y a deux paquets d’ondes
partiels sur la partie asymptotique.
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par
[60) = VT [alp)e 9 o) dp. (1v.32)

ou 'l =1— Prg est le facteur de transmission en intensité de la lame, qui varie lentement
avec p, et que nous prenons indépendant de p. ¢;1(p) est le déphasage accumulé lors de la
propagation le long du bras C, déphasage dépendant de p. Ceci correspond a une population
P = gw(l) ]w(1)> = 1— Pgg. La partie demeurée piégée dans le puits de potentiel (v/R [¢),
avec R = Pcg) passe a nouveaux par la séparatrice, générant ainsi deux paquets d’ondes
d’amplitude |¢p¢) = R [1) et |oq) = VRT |¢) se propageant respectivement suivant les
bras C et G de l'interférométre. Au cours de leur propagation, ces ondes de matiére sont
dispersées, de sorte qu’aprés un aller-retour, juste avant le point de croisement

Yy = RJa(p)ei¢C(p)|p>dp (Iv.33)
ve) = VET | alp)e™® |p) dp, (V.34

ol ¢c(p) et pc(p) sont respectivement les déphasages accumulés lors de la propagation le
long des bras C et G. Aprés un nouveau passage par la séparatrice, il y a apparition d’un
second paquet d’ondes partiel sur la partie asymptotique, de fonction d’onde ﬁp@) > somme
de deux contributions :

6 = RVT J a(p)ee® p) dp + RVT J a(p)e ) p) dp. (1V.35)

Ce qui correspond a une population
Py = (p@p®) (IV.36)
= 2P¢c(1— Pea) {1 + Re U |a(p)|2€m¢(p)dp] } : (IV.37)

ot Ad(p) = ¢c(p) — ¢ (p). Si 6 = AP(Pmaz) — AP(Dmin) > 27 alors le terme d’interférence
dans P, donne une contribution nulle, et le raisonnement fait au paragraphe précédent
est valable. Dans le cas contraire, suivant la valeur de §, on observera des interférences
constructives ou destructives. Ceci est illustré sur la figure IV.5, ol nous avons représenté

& (r,t) et P*(E,t) pour deux longueurs d’onde de pompe différentes : Ao, = 310 nm et
312 nm. Pour ¢t = 700 fs, il n’y a qu'un seul paquet d’onde sur la partie asymptotique.
Lorsque A\p, = 310 nm, ’énergie cinétique relative des fragments est légérement plus grande,
comme le montre la comparaison des courbes (e) et (m). Pour ¢t = 1900 fs, il y a deux
paquets d’ondes sur la partie asymptotique. Pour chaque longueur d’onde d’excitation,
nous avons tracé séparément les contributions de 1'état |C) (courbes (b) et (j)) et de
I'état |G) (courbes (c) et (k)) au second paquet d’ondes partiel, ainsi que les spectres de
fragments correspondants (courbes (f), (n), (g) et (0)). Nous avons aussi tracé le profil
spatial du second paquet d’ondes partiel (courbes (d) et (1)), ainsi que la distribution
des fragments résultant de 'interférence des deux premiers paquets d’ondes partiels dans
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F1G. IV.6 — Phénoménes d’interférences dans la génération du second paquet d’ondes par-
tiel. Pour chaque longueur d’onde d’excitation, nous avons représenté le carré du module
de la fonction d’onde des deux contributions au second paquet d’ondes partiel prises sé-
parément (tirets et trait plein), leur somme (pointillés) et le carré du module de la fonc-
tion d’onde du second paquet d’ondes partiel (tirets-pointillés). A 310 nm on observe un
phénomeéne d’interférences constructives, tandis qu’a 312 nm les interférences entre les
contributions provenant des états |C) et |G) sont destructives.

I'espace réciproque (courbes (h) et (p)). Comme on peut le voir, pour les deux longueurs
d’onde d’excitation, les contributions provenant des chemins |C) et |G) sont légérement
décalées spatialement, mais dans un cas elles s’ajoutent de maniére constructive (courbe
(d)) et dans 'autre de maniére destructive (courbe (1)). Ceci est confirmé par la figure IV.6
ol nous avons représenté, dans I'espace direct, la fonction d’onde des deux contributions
au second paquet d’ondes partiel prises séparément (tirets et trait plein), leur somme
(pointillés) et la fonction d’onde du second paquet d’ondes partiel (tirets-pointillés). On
remarque aussi sur la figure IV.5 (p) que le spectre des fragments présente un minimum au
voisinage de 0.9 eV. Ce minimum est di au fait qu’a cette longueur d’onde, on excite des
niveaux vibrationnels avec une durée de vie trés longue (~ 100 ps). Donc, a ¢t = 1900 fs, ces
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F1G. TV.7 — Spectres des fragments résolus en temps calculés & trois instants différents :
les courbes en traits pleins correspondent a la distribution P*(E, t) des fragments neutres,
donnée par I'équation IV.16, et calculée en utilisant la fonction de coupure définie par
I'équation 1V.29. Les courbes en tirets correspondent a la distribution P'(E,7) des ions
produits aprés ionisation de la molécule par 'impulsion sonde.

états n’ont pas encore donné de contributions aux paquets d’ondes présents dans la région
asymptotique, et ne sont donc pas observables dans la distribution des fragments [146,
166].

D’autre part, cette dissociation fragmentée donne lieu a des spectres de fragments
transitoires radicalement différents suivant le degré d’avancement de la réaction comme
l'ont souligné Meier et al. dans une étude théorique antérieure [146]. La figure IV.7 pré-
sente ces spectres P (E,t) calculés a trois instants différents (700, 1900 et 3200 fs) aprés
excitation par le laser de pompe, ainsi que les spectres des fragments ionisés P'(E, ) cal-
culés pour t — +o0 apres interaction de la molécule avec I'impulsion sonde appliquée aux
délais 7 = 700, 1900 et 3200 fs respectivement. On voit que dans chaque cas P*(E,t = T)
et PY(E,T) se superposent presque parfaitement. Puisque 'état de Rydberg a été choisi
paralléle a I’état fondamental de I'ion Nalt [150], la transition de 1’état |R) a l'état |I)
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Fi1G. IV.8 — Lien entre la fonction d’onde asymptotique et le spectre des fragments. La
fonction d’onde asymptotique est représentée sur partie gauche de la figure & ¢ = 700 et
1900 fs, avec les distributions énergétiques des fragments correspondantes sur la partie
droite.

n’altére pas la distribution énergétique des fragments, comme nous 'avons expliqué a la
section IV.2.2 & partir de I’équation IV.27. Les différences observées entre les deux courbes
proviennent du fait que durant I'impulsion sonde les noyaux peuvent se déplacer sur une
petite distance, effet qui n’a pas été pris en compte lors du calcul dans I'approximation
des “temps courts” de l'expression IV.27 qui prévoyait un transfert sans déformation de
la distribution des fragments neutres dans le continuum d’ionisation. Ce mouvement des
noyaux serait sans importance si les courbes de potentiel Vi et Vi était rigoureusement
paralléles, mais ce n’est pas le cas par exemple pour r = 20 A (f(r =20 A) # 1 sur la
figure 1V.3), position a laquelle se trouve localisé un des paquets d’ondes sélectionnés par
I'impulsion sonde (cf. figure IV.8).

[’évolution en fonction du temps de 'allure de la distribution énergétique des frag-
ments s’explique de la maniére suivante : a ¢t = 700 fs, un seul paquet d’onde se trouve sur
la partie asymptotique de 1'état |C) (cf. figure IV.4). Il est alors promu dans le continuum
d’ionisation par I'impulsion sonde. Dans I’espace direct, ce paquet d’onde a une forme
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gaussienne. Par transformée de Fourier de ce paquet d’onde on obtient le profil du spectre
des fragments dans l’espace réciproque en fonction de I'impulsion relative p, ou encore
en fonction de I’énergie cinétique relative E = p2/2M, et qui est représenté sur la figure
IV.7. Ce spectre est équivalent a celui que ’on obtiendrait par dissociation directe de la
molécule, étant donné que le premier paquet d’onde partiel est issu d’un paquet d’onde
qui n’a jamais oscillé dans le puits adiabatique. Il ne transporte donc pas d’information
concernant le mouvement quasi-lié du reste de la fonction d’onde, ce qui explique ’absence
de résonances dans le spectre des fragments [145]. La situation est différente a ¢t = 1900 fs
(deuxiéme plateau sur la figure IV.4). Il y a maintenant deux paquets d’onde bien séparés
dans la partie asymptotique, et comme ils sont mutuellement cohérents, ils vont pouvoir
interférer. Ces interférences sont visibles dans le spectre des fragments, et sont encore plus
prononcées a t = 3200 fs ou un troisiéme paquet d’ondes partiel a rejoint la partie asymp-
totique (figure IV.7). Au fur et & mesure que la molécule prédissocie, de plus en plus de
paquets d’ondes partiels atteignent la région asymptotique et contribuent a la distribution
énergétique des fragments, dont les structures s’affinent de plus en plus. Lorsque la molé-
cule a entiérement dissocié, le spectre des fragments s’identifie avec le spectre d’absorption
de la molécule, la largeur des raies de résonance étant alors déterminée par la durée de vie
de I'état prédissocié. Une analyse semi-classique détaillée des résonances de I'état quasi-lié
et de leur durée de vie est donnée dans la référence [166].

Afin de mieux cerner le lien existant entre la fonction d’onde asymptotique et la
distribution des fragments accessible expérimentalement, nous allons étudier plus en détail
les situations associées aux instants ¢ = 700 fs et ¢ = 1900 fs. La figure IV.8 représente
la fonction d’onde asymptotique, i.e. f(r)ic(r,t), a ces deux instants avec les spectres
PY(E, T) correspondants que I'on pourrait détecter si une impulsion ionisait la molécule a
ces instants. 700 fs aprés excitation de la molécule par 'impulsion pompe, on voit qu’il y
a un seul paquet d’onde, provenant du premier passage du paquet d’onde quasi-lié par le
point de croisement, localisé en 71 ~ 20,5 A. A cette distance f(r) vaut pratiquement 1, de
sorte que le processus d’ionisation a deux photons sélectionne juste ce paquet d’onde sans
le modifier. Le spectre correspondant est une gaussienne centrée en £ ~ 0,925 eV, énergie
déterminée par la longueur d’onde centrale de I'impulsion pompe et ’énergie initiale de la
molécule. Dans la partie inférieure de la figure IV.8, sont représentées les mémes quantités,
mais a ¢t = 1900 fs. Le premier paquet d’onde, maintenant localisé en r; ~ 57 A, a été
rejoint par un deuxiéme localisé en ro ~ 20,5 A. Le spectre des fragments associé n’est
rien d’autre que la transformée de Fourier de ces deux paquets d’ondes. Il est caractérisé
par une enveloppe gaussienne centrée a la méme valeur moyenne E que précédemment,
multipliée par un terme d’interférence dont l'interfrange vaut h/T,. La séparation spatiale
Ar = ry — rq entre les deux paquets d’ondes partiels correspond a un délai temporel
At = Ar x \/M/2F qui est égal a 1,2 ps, c’est & dire a une période d’oscillation dans le
puits adiabatique.

A partir de la figure IV.8 on voit que, du fait des interférences, la probabilité de trou-
ver des fragments avec une énergie cinétique relative comprise entre E—AFE /2 et E4+AFE /2
évolue de maniére complétement différente suivant que 1’on considére une énergie corres-
pondant & une résonance, ou une énergie se trouvant entre deux résonances consécutives.
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Fig. IV.9 — Evolution temporelle de la distribution énergétique des fragments ionisés
Pl (E,7) pour deux valeurs de I’énergie cinétique relative correspondant a des interfé-
rences constructives (E,) et destructives (Ey).

La figure IV.9 représente 1’évolution en fonction du délai 7 de

E+AE/2

Pl (E,T)= J dE'P'(E',T), (IV.38)

E—AE/2
calculée pour deux valeurs voisines de ’énergie relative (nous discutons a la section 1V.2.4
de la possibilité de détecter ces deux énergies trés proches). Ces valeurs E, = 0,9270 eV
et F; = 0,9283 eV correspondent respectivement & un maximum et & un minimum de
la distribution des fragments pour ¢ — +o00. Dans un premier temps, lorsqu’il n’y a
qu'un seul paquet d’ondes sur ’asymptote, la quantité de fragment s’accroit de la méme
maniére pour les deux énergies considérées. L’arrivée du paquet d’ondes suivant provoque
un accroissement de nombre d’ions dans les deux cas, mais moins prononcé pour E = FEj.
L’évolution de la hauteur des plateaux successifs de la courbe correspondant & I’énergie
E. est différente de celle observée pour le signal intégré de la figure IV.4. Ceci s’explique
simplement par le fait que lorsqu’on évalue le signal intégré le terme d’interférences est
moyenné sur ’ensemble de la distribution des énergies, il donne donc une contribution
faible, alors qu’il donne une contribution maximale dans le cas de la courbe P (E., 7). En
ce qui concerne la courbe P (E,, 7), chaque nouveau paquet d’ondes présent dans la région
asymptotique apporte une contribution supplémentaire au signal d’ion, mais qui s’ajoute
aux précédentes de maniere destructive, d’ou la décroissance progressive de la courbe.
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1V.2.3.2 Dépendance de la résolution en énergie en fonction du délai pompe-
sonde

L’évolution de la résolution de la distribution des fragments en fonction du délai 7
peut-étre interprétée de deux manieéres différentes. Une premiére approche consiste a relier
la résolution énergétique au principe d’incertitude [145]. En effet, aux premiers instants de
la prédissociation (500 < 7 < 1600 fs) la fraction de molécules ayant dissocié est représentée
par un paquet d’ondes spatialement localisé, donc 'incertitude Ar sur la distance entre les
fragments est faible, ce qui correspond en vertu de la relation d’incertitude a une incertitude
Ap sur I'impulsion relativement grande. Ultérieurement le nombre de paquets d’ondes sur la
partie asymptotique s’accroit, et les molécules ayant dissocié sont localisées sur une portion
de l'espace Ar de plus en plus large au fur et & mesure que le processus de prédissociation
avance, et par voie de conséquence, 'incertitude sur la distribution des fragments devient
de plus en plus petite. La limite ultime de 'incertitude Ap est atteinte lorsque la molécule
a entiérement dissocié. La largeur des raies de résonance est alors fixée par la durée de vie
de I'état quasi-lié.

La deuxiéme approche définit la résolution énergétique AFE comme étant la largeur
de la plus fine des structures observables dans la distribution des fragments ionisés. Cette
résolution est constante sur chacun des plateaux de la figure IV.4, mais elle change brus-
quement de valeur lorsqu’on passe d’un plateau au suivant (voir figure IV.7). Le produit
AFE x 7 présente alors une variation en dents de scie en fonction du délai 7. Mais dans tous
les cas, la largeur spectrale de 'impulsion sonde n’affecte pas la résolution énergétique.

IV.2.4 Conclusion : faisabilité de ’expérience

Dans cette partie, nous avons étudié ’évolution temporelle des fragments apparais-
sant dans un processus de prédissociation. Nous avons montré, en utilisant la molécule Nal
comme exemple, qu’avec des lasers de paramétres judicieusement choisis il était possible
d’observer la distribution énergétique des fragments neutres dans le continuum d’ionisa-
tion via un processus d’ionisation a deux photons résonnant avec un niveau intermeédiaire
(R2PI, resonance enhanced two-photon ionization). Expérimentalement, ’énergie des ions
Na™ ainsi produits peut étre détectée en utilisant des techniques de temps de vol ou d’ima-
gerie d’ions. Nous avons montré que la distribution d’énergie cinétique relative des ions
était trés proche de la distribution d’énergie cinétique relative des fragments présents sur
la canal de dissociation. En effet, dans la limite ou les impulsions lumineuses utilisées sont
suffisamment courtes devant la période de vibration des noyaux, la distribution des frag-
ments est déterminée par la fonction d’onde de I’état covalent dissociatif, multipliée par une
fonction de coupure sélectionnant uniquement la partie asymptotique de la fonction d’onde,
c’est a dire celle correspondant aux molécules étant déja dissocié. De cette maniére, il est
possible d’analyser les fragments tandis que le processus de dissociation n’est pas encore
terminé. Ainsi, I’évolution temporelle de la distribution énergétique des fragments peut
étre mesurée en temps réel.

La molécule Nal est particuliérement intéressante a plusieurs titres : d’une part le
processus de prédissociation est suffisamment lent pour que ’on puisse suivre I’évolution
de la distribution des fragments, d’autre part sa structure électronique est telle que les



IV.2 Distribution des fragments résolue en temps 141

longueurs d’onde nécessaires pour réaliser I’expérience pompe-sonde peuvent étre aisément
obtenues a partir des sources lasers femtosecondes disponibles a ’heure actuelle. En fait,
ce n’est que récemment qu'une expérience avec détection du nombre d’ions Na™ et Nal™
en fonction du délai pompe-sonde a été réalisée [153|. L’étape suivante serait de combiner
ce type d’expériences avec une mesure de la distribution en énergie des ions Na™, ce qui
nécessite une résolution énergétique AE meilleure que 3,5 meV (écart d’énergie entre les
niveaux vibrationnels considérés ici), soit AF ~ 1 meV, pour une énergie cinétique totale

d’environ 0,9 eV (AE/E ~ 0,1%).

De plus, dans le modéle présenté ci-dessus, nous avons négligé le role de la rotation
de la molécule. L’effet de ce degré de liberté supplémentaire est expliqué qualitativement
ci-dessous. L’impulsion pompe excite une molécule se trouvant initialement dans I’état rota-
tionnel |.J) de I’état fondamental électronique |G), dans les états rotationnels |J' = J + 1)
et |J'=J —1) de I'état |C) (transition paralléle). Chacun de ces états donne une distri-
bution énergétique des fragments ayant une énergie cinétique relative moyenne E et un
espacement des résonances différents [143]. La distribution énergétique observée étant la
moyenne (avec une loi statistique de Boltzmann) de toutes les contributions associées a la
distribution rotationnelle initiale de la molécule, on observe un élargissement des structures
du spectre des fragments de l'ordre de kgT', ou T est la température des molécules. A T' =
873 K (température a laquelle ont été faites les expériences de Zewail), cela correspond a
un élargissement d’environ 75 meV, c¢’est a dire & un brouillage complet des franges d’inter-
férence. On peut minimiser ce phénoméne de brouillage en travaillant avec des molécules
“froides” obtenues par exemple en réalisant I’expérience dans un jet moléculaire.

Nous allons maintenant discuter de deux techniques susceptibles d’étre mises en
ceuvre pour détecter la distribution d’énergie cinétique des fragments au cours d’une ex-
périence pompe-sonde. Il s’agit de I'imagerie d’ions [167| et de la spectroscopie & temps
de vol d’atomes de Rydberg [168]|. Nous avons choisi celles-ci en particulier, car elles nous
semblent les plus prometteuses a I'heure actuelle. Lorsqu’on utilise I'imagerie d’ions, le
résultat final de I'expérience pompe-sonde est la production d’ions Na® par R2PI. Ces
ions sont ensuite accélérés par une lentille électrostatique dans la direction d'une galette a
microcanaux (MCP, microchannel plate) suivie d’un écran phosphorescent. Cette lentille
est congue de maniére a ce que les ions ayant le méme vecteur vitesse initial soient focalisés
en un méme point de I’écran phosphorescent, ceci quelle que soit leur position. Par une
procédure d’inversion, on peut reconstruire la distribution tridimensionnelle des vitesses
des ions Na*t a partir de I'image bidimensionnelle de I’écran. Dans le laboratoire de M.
Vrakking (AMOLF, Amsterdam), I'application de cette technique a permi d’obtenir une
résolution de 14 meV pour des électrons d’énergie £ = 0,62 eV (AE/E = 2,2%) issus de
la photoionisation d’atomes d’argon métastables. Dans cette expérience, la résolution était
limitée par la caméra CCD utilisée pour enregistrer les images. Nous estimons que, dans
les années a venir, une amélioration de cette technique devrait conduire & une résolution
de Tordre de 0,2-0,5%, satisfaisant ainsi aux exigences de ’expérience proposée. Jusqu’a
présent, la technique ayant donnée la meilleure résolution dans une expérience de mesure
de distributions d’énergie cinétique de photofragments est la spectroscopie a temps de vol
d’atome de Rydberg développée par Welge et al. [168]. Dans cette technique, le fragment
que l'on désire détecter est excité dans un état de Rydberg métastable. Le temps de vol
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des atomes de Rydberg dérivant vers un détecteur (ou les atomes sont ionisés et les ions
résultants comptés) est enregistré par un ordinateur. Dans leurs expériences, Welge et al.
ont obtenu une résolution en énergie cinétique AE/E de 0,3-0,4% typiquement, et sont
méme descendus jusqu’a 0,1%. L’extension de cette technique a la détection d’atomes de
sodium semble faisable, I'excitation d’états de Rydberg de haute énergie dans des expé-
riences pompe-sonde ayant été démontrée dans le dimére d’iode [127]. Un désavantage de
cette technique par rapport a l'imagerie d’ions est qu’on ne peut détecter qu’une faible
fraction des atomes de sodium (i.e. ceux qui se déplacent dans la direction du détecteur).
Notons aussi I'expérience récemment réalisée par Stapelfeldt et al. [138|, dans laquelle avec
deux impulsions de 110 fs séparées de 310 fs, ils générent deux paquets d’ondes sur un état
dissociatif de la molécule I,. Les auteurs détectent ensuite la distribution des fragments par
ionisation multiphotonique et la dépendance radiale de la fonction d’onde par explosion
coulombienne, avec une résolution en énergie de 'ordre de 4 meV (soit AE/E ~ 5%).
[’avantage de cette méthode est qu’elle permet de controler I’espacement des pics dans la
distribution des fragments en jouant sur le délai entre les deux impulsions pompe, et ainsi
s’adapter a la limite de résolution du détecteur.

La prédissociation de Nal considérée ici est un cas idéal pour discuter du probléme
de la détection résolue en temps et en énergie de la distribution des fragments. Cepen-
dant, les idées développées pour Nal s’appliquent aussi si I'on envisage des situations plus
complexes. Parmi celles-ci, nous allons discuter briévement de la prédissociation de IBr et
de la photodissociation des molécules polyatomiques. La molécule IBr est un systéme de
référence pour I'étude de réactions de prédissociation moléculaire résultant d’un couplage
de force intermédiaire entre deux surfaces de potentiel diabatiques. Dans ce systéme, ni la
représentation diabatique, ni la représentation adiabatique ne permettent d’avoir une des-
cription satisfaisante de le spectroscopie et de la dynamique de la molécule. La dynamique
du paquet d’ondes vibrationnel créé par 'impulsion pompe est compliquée par le caracteére
fortement oscillant de la durée de vie des états vibrationnels excités [169, 170]. On s’attend
a observer dans la distribution des fragments résolue en temps et en énergie des structures
nécessitant une résolution comparable a celle de Nal. Une autre classe de systémes, ou
la mesure résolue en temps et en énergie de la distribution des photofragments, semble
étre trés prometteuse est constituée par les molécules polyatomiques. Nous ’avons vu a la
section IV.2.3 que pour les molécules diatomiques il existait une forte relation entre les com-
portements observés dans le domaine temporel et dans le domaine énergétique. Cependant,
pour les molécules polyatomiques, la situation est relativement différente du fait du grand
nombre de degrés de liberté impliqués dans le probléme. En général une mesure résolue en
temps du processus de dissociation nous apportera peu d’information sur la distribution
énergétique des fragments produits au cours de la dissociation. Maintenant, si ’on fait une
mesure résolue simultanément en temps et en énergie, les deux types d’informations ainsi
obtenus ont de fortes chances de se renforcer I'un 'autre, révélant par exemple I'existence
de plusieurs mécanismes en compétition dans la dissociation (chacun ayant son propre
comportement temporel et sa propre distribution énergétique de fragments), ou encore,
permettant de savoir si le processus de dissociation est statistique ou non [171].
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IV.3 Manipulation de la distribution des fragments

Dans la partie précédente, nous avons vu que la prédissociation de la molécule Nal
conduisait a une succession de paquets d’ondes partiels sur la partie asymptotique de 1’état
covalent et que par interaction résonnante de la molécule avec la lumiére, il était possible
d’agir sur la fonction d’onde asymptotique tout en laissant intact le paquet d’ondes piégé
dans le puits de potentiel adiabatique. Nous allons tirer parti de ces différentes constatations
pour développer un schéma de controle du processus de prédissociation.

IV.3.1 Principe

D’abord, revenons sur 'expression de la fonction d’onde [i(t)) de la molécule pré-
dissociant. Dans les sections précédentes, nous avons vu qu’il était possible de définir
théoriquement, mais aussi expérimentalement une fonction de coupure f(r) permettant de
séparer |¢(t)) en deux parties :

(1)) = | (1)) + |4 (1)) (IV.39)
Dans la base diabatique, la fonction d’onde interne |¢)™(t)) s’écrit
0" (t)) = ¢ (r, 1) |C) + va(r, 1) |G), (IV-40)
avec Y&t(r;t) = [1 — f(r)|vc(r,t). Tandis que le fonction d’onde asymptotique associée

aux molécules ayant déja dissociées est

[ (t)) = & (r,t) |C), (IV.41)

avec Y& (r,t) = f(r)vc(r,t). D’autre part, dans la région asymptotique les atomes de
sodium et d’iode n’interagissent plus et le mouvement des noyaux a lieu sur une surface
de potentiel plate. Dans ces conditions, le vecteur d’état électronique |C) est simplement
égal au produit tensoriel des fonctions d’onde atomiques des deux atomes dans leurs états
fondamentaux respectifs. Soit

[ (1)) = & (r,£) [Na(3s)) [1(5p°) ) . (IV.42)

Comme le montrent les équations précédentes, I'état du systéme ne peut pas s’écrire sous
la forme d’un état produit d’une fonction d’onde nucléaire par une fonction d’onde élec-
tronique, il s’agit donc d’un état intriqué [172|. Cette intrication traduit simplement le fait
que le paquet d’ondes créé par I'impulsion pompe évolue sur deux surfaces de potentiel
couplées. Elle perdure jusqu’a ce que la molécule ait complétement dissocié. La fonction
d’onde du systéme se réduit alors a la fonction d’onde asymptotique pour laquelle tous les
paquets d’ondes nucléaires partiels ont la méme fonction d’onde électronique.
Maintenant, comment allons nous procéder pour manipuler la distribution des frag-
ments 7 Tout simplement en utilisant une impulsion ultracourte résonnante avec une tran-
sition électronique entre la région asymptotique de I’état |C) et un autre état. Ainsi nous
pouvons manipuler la fonction d’onde électronique asymptotique sans affecter la fonction
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d’onde interne. De plus, comme l'indique 'expression V.41 les manipulations effectuées
sur la fonction d’onde électronique se répercutent sur la fonction d’onde nucléaire. Donc, en
appliquant plusieurs impulsions de controle a des instants bien définis entre la pompe et la
sonde, on peut manipuler la fonction d’onde nucléaire via la fonction d’onde électronique,
et comme le processus de controle décrit ci-dessus permet de préserver la cohérence du ou
des paquets d’ondes partiels manipulés avec les paquets d’ondes suivants, 1’effet résultant
se reflétera dans la distribution énergétique des fragments.

Puisque la fonction d’onde électronique dans la région asymptotique est un produit
tensoriel de fonctions d’onde atomiques, on pourra manipuler facilement le systéme en
excitant I'un des deux atomes. En définitive, I'action de I'impulsion de contréle sur la mo-
lécule se raméne a 'interaction d’'un atome a deux niveaux avec une impulsion lumineuse.
L’étude de ce probléme a permis de mettre en évidence plusieurs processus permettant de
manipuler ’état du systéme atomique au travers de son interaction avec une impulsion lu-
mineuse intense [19], processus parmi lesquels on trouve : les oscillations de Rabi a et hors
résonance, le transfert adiabatique de population avec une impulsion a dérive de fréquence.
Dans ce qui suit, nous allons étudier plus particuliérement les schémas de controle mettant
en jeu des oscillations de Rabi a résonance et le transfert adiabatique de population. Notons
que les oscillations de Rabi sont communément utilisées en électrodynamique quantique en
cavité pour manipuler des états intriqués de I'atome et du rayonnement [173], tandis que
les passages adiabatiques rapides ont été utilisés avec succes pour effectuer des transferts de
population efficaces et sélectifs dans des systémes & plusieurs niveaux complexes (molécule
Iy) [21].

Nous avons choisi d’exciter la transition 3s — 3p du sodium a 589 nm. Selon la
nature des impulsions de controle utilisées, nous sonderons soit 1’état |[Na(3p)) (noté do-
rénavant |3p)) avec une impulsion de 60 fs & 390 nm, soit les états |3s) et |3p) avec une
impulsion centrée en Ao, = 330 nm. Le choix de la raie D du sodium comme transition
de controle présente les deux avantages suivants : il faut d’une part que le processus de
controle ne vienne pas “interférer” avec I'étape de détection de la distribution des frag-
ments par ionization a un ou deux photons. Ce qui est le cas lorsqu’on travaille a 589 nm.
D’autre part, nous disposons d’une expression analytique pour la courbe de potentiel de
I'état |E) corrélant asymptotiquement avec Na(3p)+I(5p?). Cette expression est issue de
simulations visant a reproduire les signaux de fluorescence observés par Zewail et al. lors
de ses premiéres expériences sur Nal [147]. La courbe de potentiel Vi(r) est représentée en
tirets sur la figure IV.10.

I1V.3.2 Oscillation de Rabi

I1V.3.2.1 Présentation générale

Dans un premier temps, nous allons considérer le cas ou 1'on applique a la molécule
une seule impulsion de controle d’aire € quelconque®. Le timing de la séquence d’impulsions
est le suivant : a t = 0 I'impulsion pompe crée le paquet d’onde initial. Celui-ci se propage
jusqu’au point de croisement des surfaces de potentiel covalente et ionique. La, une fraction

2Rappelons que si Q(t) est la pulsation de Rabi de I'impulsion, 1aire 0 est définie par 6 = firzz dtQ(t).
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F1G. IV.10 — Courbes de potentiel intervenant dans la manipulation de la prédissociation
de la molécule Nal. Figurent aussi les longueurs d’onde de la pompe et de 'impulsion de
controle. Les niveaux sondés varient selon la nature de I'impulsion de contréle (voir texte).

du paquet d’onde poursuit son chemin sur ’état dissociatif |C) tandis que la partie restante
oscille dans le puits de potentiel adiabatique. A ¢ ~ 500 fs, le premier paquet d’onde
partiel pénétre dans la région asymptotique. Il y demeure seul jusqu’a ¢ ~ 1600 fs ou il est
rejoint par un second paquet d’ondes (cf. figure IV.4). On dispose donc d’un laps de temps
d’environ 1,1 ps pour manipuler de paquet d’onde a I'aide d’une impulsion de controle de
durée 60 fs. Celle-ci est appliquée a un délai 7/ entre impulsions pompe et controle égal a
800 fs. L’impulsion sonde est appliquée 1,9 ps aprés I'impulsion pompe, quand le second
paquet d’ondes partiel se trouve dans la région asymptotique. Sa longueur d’onde centrale
égale a 330 nm fait qu’elle ionise simultanément les états [3s) et |3p). Les spectres de
photoélectrons obtenues par photoionisation a partir de ces deux états ne se recouvrant
pas, leurs contributions au signal d’ions s’ajoutent de maniére incohérente. Dans ce qui
suit, nous allons calculer I’évolution de la distribution des fragments en fonction de 'aire
de I'impulsion controle.

Le traitement numeérique du schéma de controle précédent est analogue & la mé-
thode présentée a la section IV.1.2. Cependant, nous devons non seulement propager
le paquet d’onde initial sur les surfaces de potentiel couplées, mais aussi tenir compte
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du fort couplage induit par I'impulsion de controle entre les états |C) et |E) que 'on
ne peut pas traiter de maniére perturbative. Pour résoudre ce probléme nous nous pla-
cons dans I'approximation quasi-résonnante, puis effectuons une transformation unitaire
permettant d’habiller les niveaux d’énergie moléculaires avec les photons de I'impulsion
de controle, d’énergie hwy,. Dans la base {|G), |C), |E)}, le vecteur d’état [i(t)) =
Ya(r,t) |G) + ¥e(r,t) |C) + Yg(r,t) |E), et la nouvelle matrice hamiltonienne s’écrit

H(t) = Hy + Hg(1), (Iv.43)
avec
T—i—V(;(T) VC(;(T) 0
H, = Vog(r) T+ Vi(r) 0 , (IV.44)
0 0 T + Vi(r) — hwo,
et
0 0 0
Hp(t)=10 0 —hQt—1")/2 |. (IV.45)
0 —hQt—1")/2 0
Q(t) est la pulsation de Rabi de I'impulsion de controle, reliée & son amplitude As(t) par
Qt) = “’%C % As(t). (IV.46)
Pour nos simulations, nous avons choisi une amplitude gaussienne, i.e.
As(t) = By, e U707, (IV.47)

et un moment dipolaire de transition pugc indépendant de r et égal au moment de la
transition 3s — 3p du sodium. Dans ces conditions, la relation liant ’aire de I'impulsion
et les trois quantités Ey,, Ty et ppc est

0= M%CEOSTO\/?T. (IV.48)

Dans la base des états moléculaires habillés, 'hamiltonien H(t) est une fonction
lentement variable du temps. Si le pas de temps de la propagation est suffisamment petit
pour que ’on puisse considérer que I'enveloppe de I'impulsion de controle ne varie pas entre
t et t + At, alors 'évolution du systéme est donnée par [101]

wG(’n t+ At) ' @Dg(T, t)
Yo(r,t+ At) | = e BEOM | () | . (Iv.49)
¢E(T‘, t+ At) ’QDE(T, t)
I’évaluation du propagateur e “*(1)/" est analogue a celle présentée a la section
IV.1.2 : on sépare 'hamiltonien H, en trois contributions K, V et V,,,, avec
K——g rol| T P (IV.50)
B = ) = 535 a2 .
00 T 2M dr
[ Va(r) 0 0
V= 0 Vo(r) 0 (IV.51)
I 0 0 VE(’I“) — hUJo3
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et
0 VGC (7“) 0
Kcoup = VCG (T) 0 0 . (IV52)
0 0 0

Puis on effectue la décomposition suivante

. A A A - A
o—IAH) /R o —iSLK SV —i S H () —i ALV

~e

- At - At - At
coup eizﬁﬂR(t) eilﬁzeilﬁg’ (IV‘53)

dans laquelle Vopérateur e "r(M/2h ge comporte de la méme maniére que le terme

e~ "MW eoup/M (cf. équations IV.52 et IV.14), soit

' @/JG (’I", t) 1 0 0 w(;(r, t)
eTIAHRM/2 | e (rt) | = | 0 cosé  —isiné Yao(r,t) |, (IV.54)
Yr(r,t) 0 —isiné cosé ()

avec & = —Q(t — 7')At/4.

Les distributions des fragments obtenues pour différentes valeurs de 'aire de I'im-
pulsion de controle sont représentées sur la partie gauche de la figure IV.11. Pour cette
simulation deux valeurs consécutives de 6 sont séparées par 7/5. Lorsque 6 = 0, le premier
paquet d’ondes partiel n’est pas modifié, et la distribution des fragments est identique a
celle représentée sur la figure IV.7. Au fur et & mesure que 6 se rapproche de 7, une fraction
de plus en plus importante du premier paquet d’ondes est transférée dans 1'état |3p), ce
qui a pour effet de détruire le contraste des franges d’interférences. Lorsque 6 = 7, la dis-
tribution des fragments a un profil gaussien, car les contributions des deux paquets d’ondes
partiels au signal d’ion proviennent de deux états électroniques orthogonaux, et s’ajoutent
de maniére incohérente, comme nous le verrons plus loin. Le transfert du premier paquet
d’ondes vers I’état |3p) est alors total. Pour 7 < 6 < 27, la population dans I’état |3p)
est progressivement transférée vers I'état |3s) par émission stimulée, on observe alors une
résurgence des interférences dans la distribution des fragments. Lorsque 6 = 27, les deux
paquets d’ondes sont a nouveau dans I’état |3s), ce qui correspond & un contraste des
franges maximal, mais inversé par rapport au cas ou § = 0 (voir figure IV.12).

Les résultats précédents, en particulier la disparition des interférences pour 6 = 7,
et I'inversion du contraste pour # = 27 s’expliquent simplement a partir de la théorie des
systémes a deux niveaux en champ laser intense : pour 500 < ¢t < 7 (i.e. avant application
de I'impulsion de controle) la fonction d’onde asymptotique est

[05()) = g1(r,t) [3s) [1(5p°) ). (IV.55)
g1(r, t) est la fonction d’onde nucléaire du premier paquet d’ondes partiel. Aprés I'impulsion

de controle, le fonction d’onde électronique de I'atome de sodium est une combinaison
linéaire des états |3s) et |3p), plus précisément [20]

|v*(t)) = g1(r,t) (cosg |3s) — ising ]3p>> ’I(5p5)>, (IV.56)
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F1G. IV.11 — Evolution de la distribution énergétique P'(E,7) des fragments ionisés en
fonction de I'aire € de 'impulsion de controle. L’impulsion de controle est appliquée 0,8 ps
aprés 'impulsion pompe, et I'impulsion sonde 1,9 ps aprés la pompe. Sur la droite de la
figure, nous avons représenté schématiquement 1’état électronique des deux paquets d’ondes
nucléaires.

soit dans les deux cas qui nous intéressent

asion | gi(rt) (=i |3p)) [I(5p°)) si@=m
)= { 20D O i) 03 (rv.5)

Plus tard (pour 1800 < ¢ < 2900 fs), lorsque le second paquet d’ondes partiel, de fonction
d’onde nucléaire go(r,t), arrive dans la partie asymptotique, 1’expression de la fonction
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P\(E, ?) (unité arbitraire)

0 1 s 1 s 1 s 1
0.9225 0.9250 0.9275 0.9300
E (eV)

F1G. IV.12 — Distributions énergétiques de fragments obtenues pour § = 0 (traits pleins)
et § = 2m (tirets) avec une représentation schématique des paquets d’ondes nucléaires
correspondants.

d’onde asymptotique devient

(ga(r,t) [38) 4+ g1(r, 1) [3s)) [1(5p°)) sif=0
() = (g2(r,1) [3s) —igi(r,t) [3p)) [1(5p°)) sif =7 . (IV.58)
(g2(r, 1) [38) — g1 (r, 1) [3s)) [1(5p°)) sif =27

~—

La distribution des fragments détectée suite a I’ionisation de la molécule par I'impulsion
sonde a l'instant ¢ = 7 est donc

|\ lg2(r, ) + g1 (r, 7)] 2 si0=0
PYE,T) < § |Felgalr, DI + | Folgu(r, D) si=m (IV.59)
\Frlg2(r,7) — g1(r, 7)]|? sif =27

ou F, est la transformation de Fourier par rapport a r.

Ainsi, pour 6 = 7, chacun des paquets d’ondes partiels se trouve dans un état élec-
tronique différent, d’ott une distribution des fragments égale a la somme des distributions
associées a chacun des paquets d’ondes, ce qui explique la disparition des interférences.
Pour 6 = 2m, le premier paquet d’ondes partiel effectue une oscillation de Rabi compléte
qui le transfére de I’état |3s) vers I'état |3p), puis le raméne dans son état initial, avec
changement de signe de sa fonction d’onde électronique. Mais comme a cet instant la fonc-
tion d’onde asymptotique est simplement le produit de la fonction d’onde nucléaire g;(r,t)
par la fonction d’onde électronique (équation IV.57), I'oscillation de Rabi compléte revient
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—_— Ec=0,92702 eV
10b—0 Ed=0,92873 eV
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P\(E,2)
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6 (en unité de )

F1G. IV.13 — Evolution de la distribution énergétique P'(E,7) des fragments ionisés en
fonction de l'aire 6 de l'impulsion de contréle pour deux valeurs de I’énergie cinétique
relative des noyaux. E,. correspond au maximum de la distribution des fragments lorsque
0 =0, et E; est ’énergie du premier minimum suivant F,.

a changer le signe de la fonction d’onde nucléaire. Ce changement de signe est équivalent
a un déphasage de 7 entre les deux paquets d’ondes partiels, déphasage qui se répercute
ensuite sur la distribution des fragments (cf. équation IV.59).

D’aprés ce qui précéde, nous voyons que nous sommes capables de controler la pro-
babilité de produire des fragments avec une énergie cinétique relative donnée grace a 1'im-
pulsion de controle. Cette constation est illustrée sur la figure IV.13, ol nous avons tracé
PY(E,7) en fonction de l'aire de I'impulsion de controle pour deux valeurs de ’énergie
relative. Ces deux énergies, E,. et Ejy, correspondent respectivement au maximum de la
distribution des fragments lorsque # = 0 et au premier minimum suivant E.. Pour § = 27,
on observe une redistribution de 1’énergie des fragments sans modification de 1’énergie ci-
nétique relative moyenne : de nouvelles énergies ont été “créées”, alors que d’autres ont
“disparu” par interférences dans la voie de sortie.

L’exemple précédent implique une excitation résonnante avec la transition atomique,
mais on peut aussi réaliser des oscillations de Rabi avec une impulsion non-résonnante.
Lorsque # = 27 par exemple, la fonction d’onde de I’état initial est multipliée par un
facteur de phase dépendant de 1’écart a résonance [174|. Cependant, dans ce chapitre,
nous ne considérerons que des impulsions résonnantes. Nous allons maintenant appliquer
le schéma de controle précédent a un plus grand nombre de paquets d’ondes partiels, en
ne considérant que deux cas particuliers : I'impulsion de controle est soit une impulsion 27
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Fi1G. IV.14 — Distributions énergétiques des fragments obtenues pour trois paquets d’ondes
partiels. Les deux premiers paquets d’ondes sont manipulés par une ou deux impulsions
de contréle. Le troisiéme paquet d’ondes sert de référence de phase. Les quatres combi-
naisons possibles sont : (a) pas de controle, (b) premiére impulsion de controle seule, (c)
deuxiéme impulsion de controle seule, (d) les deux impulsions de controle sont appliquées
successivement.

(f = 2m), soit une impulsion 7 (0 = 7).

IV.3.2.2 Impulsion 27

La figure IV.14 présente les différents spectres de fragments obtenus lorsqu’on mani-
pule trois paquets d’ondes partiels avec une ou deux impulsions de controle d’aires égales
a 2m. La premiére peut étre appliquée entre 'apparition du premier et du second paquet
d’ondes partiel dans la région asymptotique (0,8 ps aprés I'impulsion pompe) et la deuxiéme
entre les deuxiéme et troisiéme paquets d’ondes (1,9 ps aprés la pompe). Il est clair que la
seconde impulsion de controle, si elle est appliquée, agit simultanément sur les deux pre-
miers paquets d’ondes partiels, multipliant la fonction d’onde asymptotique & (r,t) par
—1. Ainsi, pour changer le signe du deuxiéme paquet d’ondes uniquement, il faut appli-
quer deux impulsions de controle : une premiére multipliant la fonction d’onde nucléaire
g1(r,t) par —1, puis une seconde rendant au premier paquet d’onde son signe initial tout
en changeant celui du deuxiéme. Nous associons a la j%™¢ impulsion de controle un coef-
ficient C; valant 1 si cette impulsion est appliquée a la molécule, et 0 sinon. 3,2 ps apres
I'impulsion pompe, on sonde le systéme par R2PI avec une impulsion de 60 fs a 330 nm,
ce qui laisse le temps a un troisieme paquet d’ondes d’atteindre la région asymptotique.
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F1G. IV.15 — Fonctions S(r) calculées a partir des distributions de fragments des figures
IV.14a et d. On voit que dans les deux cas Iallure de S(r) refléte 'allure de la fonction
d’onde asymptotique, en particulier le changement de signe du second paquet d’ondes
induit par I'impulsion de controle.

Ce dernier n’est pas soumis a I'action d’une impulsion de contréle (i.e. C5 = 0), et sert
de référence de phase. Ce choix permet de supprimer la dégénérescence existant entre plu-
sieurs séquences de controle, par exemple les séquences {C;} = {0,0,0}° et {C;} = {0,0,1}
sont redondantes car elles donnent le méme spectre de fragments, il en est de méme pour
{C;} ={0,1,0} et {C;} ={0,1,1}. En fait, une troisiéme impulsion de controle altére de
la méme maniére les trois paquets d’ondes partiels, ce qui revient a multiplier la fonction
d’onde asymptotique par un facteur de phase global sans effet sur la distribution des frag-
ments. La figure 1V.14 présente les spectres de fragments résultant des quatres combinai-
sons possibles d’impulsions controle : le spectre de références (pas d’'impulsions de controle,
{C;} = {0,0,0}) de la figure IV.14a, le spectre obtenu lorsque le signe du deuxiéme pa-
quet d’onde est changé (deux impulsions de controle successives, soit {C;} = {1,1,0}) est
déphasé de 7 par rapport au spectre de référence (voir figure IV.14d). Lorsqu’on applique
une seule impulsion de controle, on obtient des spectres de photofragments de structure
beaucoup plus complexe, comme on peut le voir sur les figures IV.14b et c.

Comme nous Pavons vu a la section IV.2.2, le spectre des fragments P(p, 7), exprimé
en fonction de I'impulsion relative p = vV2M FE, est relié & la transformée de Fourier de la
fonction d’onde asymptotique (équation IV.15) par

Pl(p,7) o< | Fp[b& (r, 7)] . (IV.60)

®Nous désignons par {C;} le triplet {C1,C2, C5}.
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Il est possible en ayant recours a la transformation de Fourier en cosinus de Pl(p,7) de
retrouver le signe de la fonction d’onde nucléaire des différents paquets d’ondes partiels.
Cependant, avant tout calcul, nous devons tenir compte du fait que P'(p,7) est centrée
en p, impulsion relative moyenne des fragments dans la région asymptotique. En effet, un
calcul direct de la transformée de Fourier en cosinus de P'(p,7) donnerait un résultat égal
au produit d’une fonction lentement variable S(r) reflétant le signe de 1’enveloppe de la
fonction d’onde nucléaire par un terme oscillant rapidement en cos(p x r), terme qui a
pour effet de masquer le comportement de la fonction S(r). Il est donc nécessaire dans un
premier temps de décaler le spectre des fragments de p pour le centrer en 0. Soit P!(p, 7),
le spectre des fragments centré en 0. On a alors

2 [to°
S(r) = WJ PX(p,7) cos (pr) dp. (IV.61)
0
Nous avons représenté sur la figure IV.15 les fonctions S(r) relatives aux spectres de frag-
ments a et d de la figure IV.14. On voit que cette fonction reproduit correctement la lo-
calisation relative des trois paquets d’ondes partiels présents dans la région asymptotique,
ainsi que le signe des fonctions d’onde g;(r,t), i = 1,2, 3. En toute rigueur, la fonction S(r)
devrait étre la somme de trois gaussiennes, ce qui n’est pas le cas sur la figure IV.15. Cette
différence s’explique par le fait que, pour nos calculs, nous travaillons avec une variable p
discrétisée. Il n’est donc pas possible de connaitre p avec une précision meilleure que p.

Le centrage en 0 de P!(p, ) s’en ressent, ce qui fait que nous observons S(r) X cos (rép) au
lieu de S(r).

IV.3.2.3 Impulsion 7

Considérons maintenant, le schéma de controle basé sur 'utilisation d’impulsions 7.
Ici, chaque impulsion de controle transfére le ou les paquets d’ondes partiels de 1'état |3s)
dans I'état [3p) et vice versa. De sorte qu’a la fin du processus de controle, la fonction
d’onde asymptotique ne s’écrit plus simplement sous la forme d’un état Born-Oppenheimer

V(1) = 2 o) |39) 1(5p%) ), (IV.62)

mais comme un état intriqué des noyaux et des électrons.

Comme précédemment, 1’état final d’'un paquet d’ondes partiel dépend du nombre
d’impulsions de controle qu’il a “vues”. Plus précisément, si N;,; est le nombre total d’im-
pulsions de controle appliquées a la molécule, a la fin du processus de contrdle le n*eme
paquet d’ondes a subi I'action de N impulsions 7, avec N = Zj-v:“;; Cj;. Si N est pair, le
ni®me paquet d’ondes partiel se trouve dans I’état |3s), sinon il est dans I’état |3p). Si on
sonde la partie asymptotique avec une impulsion centrée a 330 nm, les états |C) et |E) de
la molécule sont simultanément ionisés, et nous observons un signal d’ions égal a la somme
des signaux d’ions provenant de chacun de ces états, ce qui a pour effet de diminuer le
contraste des franges d’interférences. Pour remédier a ce probléme, on ne sonde plus que
I'état |E) en utilisant une impulsion de longueur d’onde centrale )y, = 390 nm. Un avan-
tage de ce schéma de controle combiné avec une détection a 390 nm est qu’il permet de
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F1G.1V.16 — Distributions énergétiques des fragments obtenues en manipulant trois paquets
d’ondes partiels avec des impulsions 7. Dans tous les cas, le troisiéme paquet d’ondes
est promu dans l'état |3p), et sert de référence. Pour les quatres combinaisons possibles
d’impulsions 7 sont aussi présentées les paquets d’ondes présents dans I'état |3p), ainsi
qu’une vue schématique de ’ensemble des paquets d’ondes partiels.

retrouver immédiatement quels sont les paquets d’ondes présents dans 1'état |3p), ainsi
2
que leur position relative. Il suffit pour cela de calculer ‘]-',,_1 [PI (p, 7')” .

Nous avons représenté sur la figure IV.16 les résultats obtenus avec une séquence de
controle impliquant 'interaction d’impulsions 7 avec trois paquets d’ondes partiels. Sont
aussi représentés sur la partie droite de la figure les paquets d’ondes partiels transférés
dans I’état |3p). La premiére impulsion de contrdle est appliquée 900 fs aprés I'impulsion
pompe, la deuxiéme 1 ps plus tard et la troiséme 3,2 ps aprés la pompe. L’impulsion
sonde ionise la molécule immédiatement aprés la derniére impulsion de controle, ce qui
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correspond a un délai pompe-sonde 7 = 3,4 ps. Comme précédemment avec les impulsions
27, il n’est pas possible de distinguer a partir des signaux d’ions toutes les combinaisons
possibles d’impulsions 7. En particulier, la séquence {C;} = {0,1,0} conduit a un résultat
identique a celui de la séquence {C;} = {1,0,1}. Pour cette raison, le dernier paquet
d’ondes est systématiquement promu dans I'état |3p), ce qui permet d’éliminer toutes
les combinaisons superflues. Notons la différence existant entre les séquences {1,0,1} et
{1,1,1} ou la période des franges d’interférences est multipliée par deux. Ce résultat n’est
pas surprenant dans la mesure ou la période des franges dépend directement de I'intervalle
de temps, et donc de la distance, entre deux paquets d’ondes consécutifs. Ainsi, en laissant
le deuxiéme paquet d’ondes dans I’état |3s) nous avons doublé la distance relative entre
deux paquets d’ondes consécutifs, et donc la fréquence des franges observées a partir de
I'état |3p).

Dans les calculs qui précédent, nous avons considéré un modéle simplifié ne prenant en
compte ni la structure fine du niveau 3p du sodium, ni le profil transverse du faisceau laser.
Ces deux caractéristiques du systéme font que différentes molécules du jet supersonique
verront des impulsions d’intensités crétes variées. On obtient ainsi une distribution d’angles
de Rabi (et non pas une valeur unique pour toutes les molécules). Une solution alternative,
en particulier par rapport aux impulsions 7, consiste a réaliser un transfert de population
total en ayant recours a un passage adiabatique rapide, que 1’on peut réaliser en appliquant
aux molécules une impulsion intense a dérive de fréquence linéaire [21, 22|.

IV.3.3 Passage adiabatique

Considérons donc une impulsion de controle a dérive de fréquence. Dans 'approxi-
mation de I'onde tournante, son champ électrique s’écrit :

Ey(t) = %Ag(t) eflingthar?], (IV.63)

avec Ag(t) = Fo, /2 e 0T T, = Ty\/1+ (265) /T3)? et o = 260 /(T3 + (26)?). Ta
fréquence instantanée w(t) de cette impulsion est linéaire en temps, i.e. w(t) = wy, + ot.
L’aire 6. de 'impulsion étirée est reliée a I'aire 6 de I'impulsion limitée par transformée de
Fourier par I'équation suivante

0. =0 x /=2 (IV.64)

D’un point de vue numérique, le traitement d’'une impulsion a dérive de fréquence
intense différe peu de celui d'une impulsion de Rabi. La principale différence réside dans
le terme H p(t), qui s’écrit maintenant

A 0 0 0
Hp(t) = -5t =7 | 0 (0 . elet=m) | (IV.65)
0 e—ia t—r1’ 0

expression que l’on peut réécrire sous une forme plus compacte

Hlt) = ~ 200t =) [o,,(0) + 0y, (1) (IV.66)
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ou o, et o, sont les matrices de Pauli habituelles, et

uy(t) = cosla(t —1')?, (IV.67)
u,(t) = —sinfa(t—71)%. (IV.68)

exp [—iAtH p(t)/h] est alors donné par [159]

1 0 0
exp [—iAtHR(t)/h] = | O cos&(t) [—iu,(t) — uy ()] sin&(t) | (IV.69)
0 [—iug(t) + uy(t)] sin&(t) cos &(t)

avec £(t) = —Q(t — 7)At/2. Cependant, pour que le calcul du propagateur converge, il
est nécessaire de réduire la valeur de At afin que "hamiltonien H (t) puisse étre considéré
comme constant sur un pas de temps. Dans les simulations avec des impulsions de Rabi,
At valait typiquement 1 fs, ici une valeur de 0,1 fs assure la convergence de la propagation.
Pour un systéme a deux niveaux |1) et |2), d’énergies w; et wy (w1 < wy) la condition
d’adiabaticité d'un transfert de population se traduit par I'inégalité suivante [21]
dA(t)

A(t)d(zh(f) — Q(t)7 < [A%(t) 4+ Q%(1)]%/2, (IV.70)

ot A(t) est I’écart a la résonance, défini par A(t) = wy — wy — w(t). L’équation précédente
illustre le fait qu’'un passage adiabatique rapide requiert une variation de I’écart a résonance
(et donc de la fréquence instantanée) et de 'enveloppe de I'impulsion suffisamment lente,
ainsi qu'une impulsion d’aire relativement grande. Dans Nal, la réalisation d’un passage
adiabatique est soumise a une contrainte majeure : la durée de 'impulsion de controle est
limitée par l'intervalle de temps dont on dispose pour manipuler chaque paquet d’ondes
partiel individuellement lorsqu’il se trouve dans la région asymptotique. Pour évaluer cet
intervalle de temps, considérons la fonction de coupure f(r) associée a la transition de
controle. Elle est représentée sur la figure IV.17, ot nous avons aussi tracé la probabilité
pps (1) définie par I'équation IV.30 et calculée en utilisant cette fonction. D’aprés les
variations de f(r), on peut considérer qu'un paquet d’onde partiel se trouve dans la région
asymptotique lorsque la distance internucléaire est supérieure a 18 A, soit pour ¢ > 650
fs. Au dela de cet instant, on dispose d’un intervalle de temps de 'ordre de 700 fs pour
manipuler le paquet d’ondes, ce qui correspond a 7), ~ 175 fs. La figure IV.18 présente
I'évolution des populations de la partie asymptotique et de 1'état |E) lorsqu’on manipule
le premier paquet d’ondes partiel, les résultats sont représentés en fonction du signe de la
dérive de fréquence de I'impulsion de controle. Celle-ci est caractérisée par une dispersion
quadratique |¢((]§)| = 3900 fs? et une aire 0. ~ 3,6w. On voit la population de la région
asymptotique (courbes en tiret) diminuer progressivement pour tendre vers zéro lorsque
I’impulsion est terminée, ce qui indique un transfert total du paquet d’ondes partiel dans
létat |E). Cependant, vers la fin de I'impulsion de contrdle, la population présente dans
I'état |E) (courbes en pointillé) devient supérieure a la population initialement présente
dans la région asymptotique, ce qui indique que nous avons transféré dans cet état une
partie du paquet d’onde piégé dans le puits de potentiel adiabatique. Cet effet est plus
marqué lorsque la dérive de fréquence est positive (courbe rouge).
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Fi1G. IV.17 — Fonction de coupure f(r) définissant la partie asymptotique de la fonction
d’onde sur I’état |C) pour une impulsion de controle de durée 75 = 60 fs et de longueur
d’onde centrale Ao, = 589 nm. Probabilité P2  (t) définie par I’équation IV.30, calculée en
utilisant la fonction de coupure associée & 'impulsion de controle.

Ce phénomeéne peut se comprendre si on regarde de plus prés la fonction P%,,(t). En
effet, on voit qu’au alentour de ¢ = 1150 fs elle présente une petite excroissance que 1’on
peut associer au pic de la fonction f(r) enr = 2,4 A. Cette excroissance traduit simplement
le fait qu’a cet instant le paquet d’ondes piégé dans le puits de potentiel adiabatique a une
probabilité non nulle d’étre transféré dans I’état |E) par 'impulsion de controle, et c’est ce
qui se produit dans notre cas. Précédemment, nous avons évité tout transfert de population
depuis cette région de I'espace en choisissant judicieusement le délai pompe-controle. Avec
les impulsions a dérive de fréquence nécessaires pour réaliser un passage adiabatique rapide,
nous n’avons plus cette possibilité, car elles ont un support temporel occupant quasiment
tout le plateau. Une étude de la dynamique du paquets d’ondes évoluant dans le puits de
potentiel adiabatique permet de mieux comprendre pourquoi une dérive de fréquence posi-
tive conduit a un transfert de population plus important. Pendant la durée de 'impulsion
de controle, ce paquet d’ondes se propage vers le point de rebroussement externe qu’il at-
teint a peu prés a la fin de 'impulsion, mouvement correspondant a une augmentation du
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F1G. IV.18 — Evolution des populations de la partie asymptotique (tiret) et de I'état |E)
(pointillé) durant I'impulsion de contrdle a dérive de fréquence. Les paramétres de cette
derniére sont : |gbg§)] = 3900 fs? (i.e. T, = 165 fs) et 6. ~ 3,67 (i.e. § = 27). Les courbes en
rouges (respectivement noir) correspondent a une dérive de fréquence positive (respective-
ment négative).

potentiel différentiel Dgc(r) = Vi(r) — V(7). Le processus de transfert au voisinage de r =
2.4 Aest d’autant plus efficace que la fréquence instantanée suit Pévolution du potentiel
différentiel en ce point, ce qui semble étre le cas pour une impulsion a dérive de fréquence
positive. Pour remédier a ce transfert de population indésirable, il faut réduire la durée
de I'impulsion de controle afin qu’elle n’interagisse pas avec la molécule pendant la fenétre
temporelle o le paquet d’onde quasi-lié se trouve en r = 2,4 A. Mais dans ce cas, le critére
d’adiabaticité n’est plus aussi bien satisfait, et il y a compétition entre les oscillations de
Rabi et le passage adiabatique, d’ott un transfert de population qui n’est égal & un, comme
le montrent les simulations de la figure 1V.19, calculées pour gzﬁ(()? = —2100 fs? (i.e. T, = 98
fs) et 0. = 567 (i.e. 6 = 40m).

IV.3.4 Conclusions et perspectives

Dans cette seconde partie, nous avons étudié plusieurs schémas de controle permet-
tant de manipuler la distribution d’énergie cinétique relative des fragments produits par la
prédissociation de Nal. Ces schémas tirent parti de la dissociation fragmentée de la molé-
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F1G. IV.19 — Evolution des populations de la partie asymptotique (trait plein) et de 1’état
|E) (tiret) durant I'impulsion de controle & dérive de fréquence. Les paramétres de cette
derniére sont : gbéi) = —2100 fs? (i.e. T, = 98 fs) et A, = 567 (i.e. # = 407). La courbe en
pointillé représente la somme des deux courbes précédentes.

cule, et reposent sur 'application d’une impulsion intense en résonance avec la transition
électronique 3s — 3p du sodium. Ainsi, on est capable d’induire une transition électro-
nique dans la région asymptotique uniquement, et via cette transition de manipuler la
fonction d’onde nucléaire de chaque paquet d’ondes partiel. Cette possibilité de manipuler
la fonction d’onde nucléaire de la molécule en agissant sur la partie électronique de la fonc-
tion d’onde totale peut étre vue comme une conséquence de I'intrication naturelle existant
entre ces deux degrés de liberté. Elle résulte de la variation de la fonction d’onde életro-
nique avec la distance internucléaire [172]. Les schémas démontrés ici avec une ou deux
impulsions de controle sont facilement généralisables & un plus grand nombre de paquets
d’ondes partiels. Cependant, du fait de la dispersion dans le puits de potentiel adiabatique,
le paquet d’ondes piégé s’étale rapidement, ce qui limite en pratique le nombre de paquets
d’ondes partiels manipulables & six ou sept.

En utilisant une impulsion de Rabi d’aire 27 nous sommes capable de multiplier la
fonction d’onde nucléaire de n’importe quel paquet d’ondes partiel par —1. Tandis qu’une
impulsion de Rabi d’aire m permet de réaliser un transfert de population total depuis
I'état 3s vers I’état 3p (ou inversement). De cette maniére, on peut produire des fragments
dans une superposition cohérente de I’état électronique fondamental et de I'état excité.
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Dans tous les cas, les modifications du train de paquets d’ondes sont visibles dans la
distribution énergétique des fragments ionisés, quantité mesurable. Ainsi, on peut remonter
a la séquence d’impulsions de controle appliquées a la molécule a partir de la distribution
des fragments. En quelque sorte, on peut voir I’ensemble des n paquets d’ondes partiels
comme un registre dans lequel on vient coder une séquence d’impulsions ultracourtes.

En vue d’une réalisation expérimentale, il reste plusieurs voies a explorer : effet de la
rotation de la molécule sur le train de paquets d’ondes partiels, influence du profil transverse
de I'impulsion de controle sur son aptitude & manipuler les paquets d’ondes partiels. Une
possibilité intéressante pour surmonter les difficultés de détection liées a la résolution des
spectrométres actuels, serait d’étudier le méme type de manipulation avec une molécule plus
légére du type NaX avec X = Cl, F ou Br, c’est a dire une molécule ayant une période de
vibration plus courte. De plus la récente expérience de Stapelfeldt et al. [138] montre qu’un
train de paquets d’ondes généré dans I’état dissociatif d’une molécule diatomique & partir
d’un train d’impulsions pompe pourrait constituer une solution alternative a l'utilisation
d’une molécule se prédissociant.
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CONCLUSION

Au cours de cette thése, nous avons étudié plusieurs exemples de manipulation de sys-
témes quantiques par des impulsions ultracourtes mises en forme. Pour chaque cas abordé,
nous avons toujours cherché a élaborer la forme d’impulsion permettant de réaliser 1’ob-
jectif désiré en nous appuyant sur les caractéristiques du systéme étudié et du processus
a controler. Cette démarche a été rendue possible car nous avons considéré des systémes
modeles, présentant un petit nombre de degrés de liberté, pour lesquels la dynamique est
aisément calculable. Par rapport aux approches en boucle fermée utilisant un algorithme
d’optimisation, notre approche présente ’avantage de pouvoir explorer des régions de 1’es-
pace des phases qui ne seraient pas accessibles autrement. Comme exemple, on peut citer
les expériences de controle dans les transitoires cohérents ol nous avons utilisé des dis-
persions quadratiques allant bien au-dela des dispersions quadratiques faisables avec les
dispositifs de mise en forme d’impulsions standard.

Comme premier exemple de controle cohérent, nous avons manipulé les transitoires
cohérents présents dans la population de I’état excité d’un systéme a deux niveaux lorsqu’il
est excité par une impulsion & dérive de fréquence, de faible intensité. Ces oscillations
résultent de l'interférence entre I'amplitude de probabilité transférée lors du passage de la
fréquence instantanée de 'impulsion excitatrice par la résonance et celle transférée apres le
passage par la résonance. On peut donc les manipuler en jouant sur la phase de 'amplitude
de probabilité transférée a chaque instant ¢ dans 1’état excité, phase qui dépend de la phase
temporelle du champ électrique de I'impulsion excitatrice. Lorsque celle-ci est trés étirée, il
existe une homothétie entre les domaines temporel et fréquentiel : ¢t = ¢(?)(w —wy). Dans ce
contexte, nous avons montré qu’en dehors d’un intervalle de temps de durée proportionnelle
a la racine carrée de la dispersion quadratique, on pouvait transposer ce que l'on faisait
sur le spectre de I'impulsion dans le domaine temporel. Nous nous sommes ensuite servis
de ce résultat pour manipuler les transitoires cohérents. En appliquant un saut de phase
de 7 dans le domaine spectral, nous avons été capables de produire des oscillations en
opposition de phase par rapport aux transitoires cohérents normaux. Cette expérience
étant trés sensible a la résolution du dispositif de mise en forme utilisé, elle pourrait servir
a tester, par exemple, le pouvoir de résolution des nouveaux modulateurs a cristaux liquides
comportant 640 pixels.

A partir de ’analogie existant entre les transitoires cohérents et la diffraction de Fres-
nel d’un faisceau gaussien par un bord d’écran, nous avons développé, toujours en régime
perturbatif, un schéma de controle pour réaliser une lentille de Fresnel dans le domaine tem-
porel, lentille permettant de “focaliser” (i.e. accroitre) la population transférée dans 1’état
final. Pour cela, on supprime les parties de 'impulsion correspondant aux interférences des-
tructives. Dans le domaine spectral, cela ce traduit par une augmentation de la composante
du spectre a la fréquence de la transition. Comme il n’y a pas de filtres temporels a I’échelle
de la femtoseconde, il faut utiliser un filtre spectral passif pour réaliser cette expérience,
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ce qui oblige a renormaliser les spectres mis en forme pour simuler ’effet de la lentille de
Fresnel. L’expérience a été réalisée avec succes, avec une analyse théorique des résultats
obtenus prenant en compte les contraintes expérimentales (limitations du dispositif de mise
en forme d’impulsions, effets fins non pris en compte lors de I'expérience). Il serait intéres-
sant de reprendre cette expérience avec un dispositif de mise en forme d’impulsions ayant
640 pixels. La résolution étant meilleure, il serait alors possible de réaliser des transitoires
cohérents avec un plus grand nombre de marches. On pourrait aussi rendre constructives
les parties du champ électrique temporel donnant des interférences destructives en les mul-
tipliant par moins un, avec pour avantage par rapport a la lentille de Fresnel de travailler
a énergie par impulsion constante. Notons aussi qu’en mesurant a chaque instant la pente
des oscillations, on a accés a la partie réelle du champ électrique. Les transitoires cohérents
pourraient donc servir a caractériser des champs électriques mis en forme.

Nous nous sommes ensuite intéressés aux interférences de chemins quantiques dans
une échelle de niveaux lorsqu’elle est excitée & deux photons par une impulsion a dérive de
fréquence. Si le spectre de I'impulsion est suffisamment large, on peut exciter un méme état
final via plusieurs états intermédaires. En champ faible, ces différents chemins interférent,
conduisant a I’observation d’oscillations dans la population de I’état excité en fonction de la
dispersion quadratique de I'impulsion. Ces oscillations ont été étudiées expérimentalement
et théoriquement dans I'atome de sodium. Dans un premier temps, nous avons mis en évi-
dence un phénomeéne de battements quantiques dit au doublet de structure fine 3p; /2, 3ps/2
du sodium. Nous avons aussi montré qu’en choisissant convenablement la dipersion quadra-
tique de 'impulsion, il était possible de multiplier le transfert de population par un facteur
3,5 par rapport a une impulsion limitée par transformée de Fourier. Une autre conséquence
de la grande largeur spectrale de nos impulsions, est qu’il est aussi possible d’exciter si-
multanément plusieurs états finals via les mémes états intermédiaires. On observe alors
des interférences quel que soit le signe de la dispersion quadratique. Théoriquement, nous
avons été amenés a prendre en compte la phase spectrale totale de I'impulsion pour pouvoir
reproduire les résultats expérimentaux.

Une des motivations de ces expériences dans le sodium est liée au probléme de 1’étoile
artificielle polychromatique, dont le principe est le suivant : lorsqu’on observe une étoile
avec un télescope terrestre, la surface d’onde incidente est déformée par la turbulence atmo-
sphérique. Afin de corriger ces déformations on a recours a I'optique adaptative. Une étoile
polychromatique artificielle, proche de I’objet observé, peut servir de référence, permettant
de calculer en temps réel les déformations du miroir. Pour créer cette étoile, on excite
le sodium mésosphérique, puis on détecte la fluorescence provenant de I'état 4d. Cette
étoile doit étre suffisamment brillante pour étre observable, d’ou la nécessité d’optimiser le
transfert de population vers I’état 4d. Les impulsions femtosecondes sont particuliérement
intéressantes pour ce probléme, car elles permettent d’exciter toutes les classes de vitesses
atomiques. De plus, si I'impulsion est suffisamment intense, et suffisamment étirée pour
satisfaire au critére d’adiabaticité, les interférences de chemins quantiques disparaissent,
et on observe un transfert total de population depuis I’état fondamental vers 1'état ex-
cité. Cependant, des simulations réalisées dans notre équipe ont montré que si I’on désire
maximiser le signal de fluorescence, on a plutot intérét a travailler dans un régime inter-
médiaire ou les interférences sont encore visibles [102]. Il est alors indispensable de bien
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les comprendre pour les exploiter. Il serait intéressant de pouvoir vérifier ces résultats ex-
périmentalement, et de les comparer avec ceux donnés par d’autres méthodes utilisant des
lasers nanosecondes. Une autre alternative pour optimiser le signal de fluorescence serait
de combiner une dérive de fréquence avec une mise en forme plus complexe en phase et/ou
en amplitude afin de privilégier un ou des chemins quantiques par rapport aux autres.

D’un point de vue théorique, nous avons étudié la prédissociation et le controéle d’'une
molécule diatomique modéle. Nous avons porté notre choix sur la molécule Nal, bien connue
depuis les études de Zewail dans les années 80. Dans un premier temps, nous avons dé-
veloppé un schéma réaliste permettant une détection résolue en temps de ’apparition des
fragments dans le canal de fragmentation, ceci via leur distribution énergétique. Nous avons
montré qu’une ionisation a deux photons des atomes de sodium produits par la prédisso-
ciation en utilisant une impulsion sonde résonante avec un état intermédiaire permettait
de sélectionner la partie de la fonction d’onde nucléaire correspondant aux molécules ayant
déja dissocié. Nous avons aussi montré que la distribution énergétique des ions ainsi pro-
duits différait peu de la distribution énergétique des fragments neutres. La faisabilité de
I’'expérience a été envisagée en discutant de deux techniques de détection de photofrag-
ments, et des possibilités d’étendre leur résolution dans la gamme nécessaire pour Nal.

Une des caractéristiques de la prédissociation de Nal, est que I'on dispose d’un inter-
valle de temps notable (1,2 ps) entre I'apparition de deux paquets d’ondes partiels consé-
cutifs dans le canal de fragmentation (région asymptotique de ’état excité par I'impulsion
pompe). Cet intervalle de temps peut étre mis a profit pour manipuler chaque paquet
d’ondes partiel, et controler ainsi la prédissociation. Pour cela on applique une impulsion
de controéle résonnante dans la région asymptotique avec un autre état moléculaire. On peut
ainsi manipuler un paquet d’ondes partiel tout en préservant sa cohérence avec les paquets
d’ondes ultérieurs. Suivant le raisonnement précédent, nous avons montré qu'une séquence
d’impulsions de Rabi d’aire égale & m ou a 27 pouvait conduire a I'apparition ou a la dis-
parition de nouvelles énergies dans la distribution des fragments par interférences dans la
voie de sortie. Ce type de schéma a été démontré pour trois paquets d’ondes partiels, mais
peut étre facilement étendu jusqu’a six ou sept paquets. Au dela, le caractére dispersif des
états moléculaires fortement anharmoniques, et la rotation de la molécule conduisent & un
flux continu de fragments dans le canal de dissociation. Une alternative intéressante serait
de remplacer les états électroniques couplés conduisant a la prédissociation par un seul
état dissociatif, excité par un train d’impulsions ultracourtes. Ainsi, en controlant le délai
entre les impulsions nous pourrions augmenter 1’espacement des pics dans la distribution
des fragments, et donc nous affranchir plus ou moins des problémes liés & la résolution du
détecteur.
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Annexe A
Impulsions lumineuses ultracourtes

Cet appendice a pour but d’introduire les principales définitions relatives aux impul-
sions femtosecondes et les notations utilisées dans ce document.

A.1 Représentations d’une impulsion lumineuse ultracourte

Nous noterons FE(t) le champ électrique, réel, décrivant les variations temporelles
d’une impulsion lumineuse et £(t) sa représentation complexe telle que

E(t) = Re[£(1)] (A1)
E(t) = A(t)e'®® (A.2)

ou A(t) et ®(t) sont respectivement 'amplitude et la phase temporelles.
Dans le domaine spectral nous utiliseront le spectre complexe £(w) défini par :

E(w) = J " )t = a(w)e (A.3)

—00

ou a(w) est 'amplitude spectrale et ¢(w) la phase spectrale.
La fréquence wy a laquelle est centrée a(w), est appelée fréquence centrale ou porteuse.
On définit aussi la fréquence instantanée w(t) comme étant la dérivée de la phase
totale ®(t) :

w(t) = ——2 = d(t). (A.4)

Si w(t) varie au cours de l'impulsion, on parle alors d’impulsions a dérive de fréquence
(chirp en anglais). Si w(t) croit (resp. décroit) au cours du temps la dérive de fréquence est
dite positive (resp. négative).

On associe a £(t) U'intensité temporelle moyennée sur une période optique [37] :

1) = Sl (A3

et & (w) Vintensité spectrale ou spectre [91] :

I(w) = [EW)]?. (A.6)
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A.2 Grandeurs expérimentales
A.2.1 Durée temporelle et largeur spectrale

Par définition la durée d’'une impulsion 7, est la largeur totale & mi-hauteur ( Full
Width at Half Maximum (FWHM) en anglais) de l'intensité temporelle et la largeur spec-
trale, ou largeur de bande, Aw, est la FWMH du spectre [32].

Ces deux grandeurs sont reliées entre elles par la relation suivante :

Aw, 1, = 21Av, 7, > 21K (A7)

ou K est une constante de I'ordre de 1/2; dépendant du profil temporel de I'impulsion.

A(t) ™ K
exp|—(t/T,)?] V2In2T, 2In2/7
117747, 0.4413
sech(t/T,) | 2In(v2+1)T, | th(r/2V/3)
1.7628 T, 0.3148

TAB. I.1 — Durée temporelle et produit durée-largeur de bande pour deux profils standards.

Le tableau 1.1 donne les valeurs de K pour les deux profils les plus utilisés : la
gaussienne et la sécante hyperbolique [175]. Nous avons introduit le paramétre 7, plus
commode pour les calculs. L’égalité est réalisée pour des impulsions sans dérive de fréquence
qui sont dites limitées par transformée de Fourier. De telles impulsions présentent la durée,
que nous noterons 7y, la plus courte possible pour une largeur spectrale et une forme
d’impulsion données.

A.2.2 Puissance, énergie

Soit T, le taux de répétition du train d’impulsions délivré par le systéme laser. Le
faisceau a un profil transverse gaussien, c’est a dire que I'intensité associée a ce champ est
donnée par [37] :

I(r,t) = ;|<€'(15)|2 exp (—i}f) (A.8)

ol w est le rayon du faisceau (demi largeur & 1/e* en intensité) et r la distance a laxe de
propagation. On définit alors la puissance instantanée P(t) [32] :

+oo 2

Pt) = 50an I ty2mrdr = Cnsle@P, s="0 (A.9)
0

ou c est la vitesse de la lumiére dans le vide, gq est la permittivité du vide, n I'indice de

réfraction a la pulsation wy, ’énergie par impulsion W :

W= rw Pt)dt (A.10)

— 00
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et a la puissance moyenne P, :
Proy = WThe,p. (A.11)

On voit qu’une mesure du diamétre 2w du faisceau et de la puissance moyenne permet,
grace a l'expression A.9, de remonter & 'amplitude du champ.

On définit aussi la puissance créte P, valeur approchée de la puissance instantanée,
par :

Pcr -

w
—. A12
- (A12)
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Annexe B

Transformation de Fourier

Dans cette annexe nous allons présenter un certain nombre de propriétés relatives a la
transformation de Fourier. Nous nous intéresserons plus particuliérement a la transformée
de Fourier d’un signal discrétisé et aux problémes d’échantillonnage sous-jacents [176].

B.1 Définition et propriétés
B.1.1 Définition

N’importe quel processus physique peut étre aussi bien décrit dans le domaine tem-
porel, par une fonction h(t), que dans le domaine fréquentiel, ou il est représenté par la
fonction (complexe en général) h(w) . h(t) et h(w) sont en fait deux représentations diffé-
rentes de la méme fonction et 'on passe de I'une a I’autre au moyen de la transformation
de Fourier,

+o0
hw) = J h(t)e“tdt = FIh(t)
—0oQ

h) = — J T hw)e tdw = FU[h(w)].

T or

—00

Il existe d’autres conventions de norme ou de signe de I’argument dans I’exponentielle,
mais elles ne changent pas les propriétés essentielles de la transformation de Fourier.

B.1.2 Propriétés

Les propriétés de symétries de la fonction h(t) ( fonction réelle ou imaginaire, paire ou
impaire) ont des conséquences sur celles de h(w). En particulier, on a les correspondances
suivantes : si

1

h(t) paire (resp. impaire) <= h(w) paire (resp. impaire)
h(t) réelle <= h(w) = h*(—w)
= h"

(w) = —h(—w).

=

h(t) imaginaire

De plus on peut énoncer les deux propriétés suivantes de le transformation de Fourier
relatives a la translation et a I’homothétie :

hw) = F[h(t)] = Fh(t —to)] = h(w)e™"
- 1. /w
hw) = FIhD) = Flhten)] = (E) .
On peut aussi définir, a partir de deux fonctions g(t) et h(t), deux “ produits ” utiles
en analyse du signal. Le produit de convolution de deux fonctions, noté g h, est défini par

gxh = J+Oog(7-)h(t — 7)dr.

—00
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C’est, une fonction du temps dont la transformée de Fourier est simplement égale au produit
des transformées de g et h :

Flg * h] = g(w)h(w).
La fonction de correlation, notée Corr(g,h), est défini par

400
Corr(g,h) = J g(T + t)h(t)dr.

—o0
On a alors .

FlCorr(g, h)] = g(w)h(~w).
La corrélation d’une fonction avec elle-méme est appelée autocorrélation, si de plus cette
fonction est réelle, on a le théoréme de Wiener-Khinchin

FlCorr(g,9)] = [g(w)|*.
Pour finir rappelons le théoréme de Parseval-Plancherel qui traduit I'égalité des
normes entre une fonction et sa transformeée :

roo (1) 2t roo 1o(w) 2.

—0o0 —00

B.2 Transformation de Fourier discréte

Dans la plupart des cas la fonction h(t) est échantillonnée | c’est a dire que 'on a
acces a I'ensemble des valeurs prises par h(t) pour N valeurs de la variable ¢ réguliérement
espacées. Soit At le pas d’échantillonnage, la séquence de valeurs échantillonnées est définie
par

h; = h(t;) = h(jAt) j=0,...,N—1.

Pour des raisons de simplicité nous supposerons, par la suite, que N est pair.

B.2.1 Echantillonnage et repliement spectral

[’échantillonnage d’un signal avec un pas At dans l'espace direct implique que sa
transformée de Fourier est évaluée sur l'intervalle | ] dans 'espace réciproque. Ce-

AL’ Al
pendant, si le support de h(w) n’est pas limité & ce domaine de fréquences, i.e. h(w) #
0 pour |w| > 7/At, les composantes de h(w) a Uextérieur de [— A7, A7) sont ramenées a
Iintérieur de cet intervalle conduisant a une transformée de Fourier du signal échantillonné
fausse. Ce phénomeéne est appelé repliment spectral (aliasing en anglais). Pour éviter il

faut choisir At de telle sorte que
s
At < —
We
ol w, est la pulsation de coupure du spectre ﬁ(w), c’est a dire la pulsation au-dela de laquelle
on peut négliger le spectre. C’est le critére de Nyquist. Pour une fonction a support compact
présentant une variation sinusoidale, il correspond a au moins deux points d’échantillonnage
par période.
De plus, si le critére de Nyquist est satisfait, toute I'information “ utile ” contenue dans
la fonction h(t) est complétement restituée par ses échantillons h;. Ce résultat constitue le
théoréme d’échantillonnage ou de Whitaker-Shannon
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B.2.2 Transformée de Fourier d’un signal échantillonné

Les N échantillons de h(t) dans lespace direct donnent N nombres indépendants
sur l'intervalle [—Z7, X7] avec un échantillonnage de pas Aw = 27 /NAt dans I'espace
réciproque, c’est a dire N valeurs de h(w) évaluées aux fréquences

N N
kiNAt l{:——;,...,;.

Notez que bien qu’il y ait N + 1 valeurs de wy, il y a IV valeurs indépendantes de lNz(w) En
effet, il apparaitra que les deux valeurs extrémes h(w_y/2) et h(wyy/2) sont égales.
L’ expressions de la transformation de Fourier définie au paragraphe B.1.1 devient

N—

Z AL = Aty

oil l'on a posé hy = Z;V:_Ol hjet2mki/N

On voit immédiatement que B_N/Q = EN/Q, confirmant ce que nous avons dit pré-
cédemment. Désormais la valeur redondante de B( ), par exemple celle correspondant a
k = —N/2, sera systématiquement éliminée. Si le support de h; est défini par I'intervalle
[to, to + (N — 1)At], ie. t; = to + jAL, alors h(wg) = Ate™ oy,

La transformation de Fourier discréte a les mémes propriétés de symétrie que la
transformation de Fourier continue. Par exemple, les symétries définies au paragraphe
B.1.2 sont encore valables si on lit h; pour h(t), hy, pour h(w), et hy_, pour h(—w).

La formule pour la transformée de Fourier discréte inverse est :

1 % _ ) 1 N-1
hi=o- X Mege ™ Aw =53 hye ki /N
2
k=—& 41 k 0

ol lindice k de hy varie de 0 jusqu’a N — 1. Avec cette convention la fréquence nulle
correspond a k = 0, les fréquences positives 4 0 < k < N/2 et les fréquences négatives a
N/2 <k <N -—1.

D’un point de vue numérique les transformées de Fourier discrétes sont évaluées grace
a un algorithme de transformation de Fourier rapide (en anglais Fast Fourier Transform)
mis au point par Cooley et Tukey dans les années 60. Cet algorithme calcule h; et hy, avec
un nombre d’ opérations de 'ordre de N log, V.
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Annexe C

Description de amplificateur régénératif Spitfire de Spectra
Physics

Le Spitfire est schématisé sur la figure C.1. A 'entrée de 'amplificateur régénératif le
faisceau issu de ’oscillateur est polarisé verticalement. Il passe a travers un isolateur optique
qui assure qu’il n’y ait pas de retour du faisceau dans 'oscillateur, ce qui I’empécherait
de fonctionner correctement. Le faisceau est ensuite envoyé dans l'étireur qui allonge la
durée des impulsions jusqu’a ~ 200 ps. Il s’agit d'un étireur replié a miroir sphérique utilisé
sur ’axe comportant un seul réseau, le faisceau passant quatre fois sur ce dernier. Le
réseau disperse les différentes longueurs d’onde. Le réle du miroir sphérique est double :
il change le signe de la dispersion de vitesse de groupe introduite par le réseau, ce qui
permet d’obtenir des impulsions a dérive de fréquence positive (les longueurs d’onde les
plus courtes parcourent un chemin optique plus grand que les grandes longueurs d’onde,
soit une dispersion quadratique ¢ > 0), tout en changeant la hauteur du faisceau, ce
qui facilite son extraction. Notons aussi que ce montage permet d’éliminer les aberrations
chromatiques. Le repliment est réalisé en plagant un miroir plan (miroir M4) dans le plan
focal du miroir sphérique. Un diédre de repli (M5) permet de passer une deuxiéme fois dans
I’étireur afin de compenser ’étalement transverse des différentes composantes spectrales de
I'impulsion introduit lors du premier passage. De plus I’ajout de ce diédre permet de doubler
la dispersion introduite par 1’étireur. Un tel dispositif est équivalent a une paire de réseaux
anti-paralléles entre lesquels est intercalé un télescope de grandissement -1.

Le faisceau est extrait de I’étireur par le miroir M6 pour étre envoyé vers le résonateur
via un périscope qui rend la polarisation du laser verticale. Le milieu amplificateur est un
barreau de titane-saphir pompé par un laser déclenché Nd :YLF (Merlin, Spectra Physics)
délivrant des impulsions de 250 ns a 526,5 nm, avec un taux de répétition de 1 kHz et une
énergie par impulsion de 10 mJ. Le fonctionnement de la cavité laser requiert un faisceau
polarisé horizontalement. En effet, le barreau de titane-saphir est taillé a 'angle de Brews-
ter ce qui introduit des pertes importantes pour les impulsions polarisées verticalement
par reflexion sur ses faces, de plus le polariseur est concu pour avoir une haute réflectivité
pour la lumiére polarisée verticalement et une haute transmission pour la lumiére pola-
risée horizontalement. Afin de synchroniser correctement le laser de pompe et le faisceau
injecté (taux de répétition de 76 MHz) pour n’amplifier qu’une seule impulsion a la fois, on
utilise deux cellules de Pockels permettant, par effet de polarisation, de piéger et de faire
sortir 'impulsion & amplifier aux moments adéquats. Une cellule de Pockels est une lame
biréfringente dont le retard de phase est commandé par une tension externe. Dans notre
cas, les cellules de Pockels se comporteront comme une lame quart d’onde lorsqu’on leur
appliquera une tension V,,, = 3500V et comme une lame d’onde en I'absence de tension
appliquée.

Le processus d’amplification se déroule comme suit : initialement, aucune tension
n’est appliquée aux cellules de Pockels. Les impulsions sont injectées dans la cavité par
réflexion sur la face du cristal. Rappelons qu’elles sont alors polarisées verticalement. Elles
sont réfléchies par le miroir M8 vers le miroir de fin de cavité en passant a travers la lame
A/4 et la cellule de Pockels numéro 1 (PC1). Apreés reflexion sur ce miroir, I'impulsion est
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1ms Impulsionsde 100 fs.
espacees del13ns
b) Impulsions de 250 ns
: espacéesde 1 ms
1t = )t

D Cellule de Pockels 1 (3500V)

Tempsde montée <5ns

t

impulsions étirées ~200 ps
espacées de 13ns

t

Cellule de Pockels 2 (3500V)
Tempsde montée <5ns

FiGg. C.2 — Fonctionnement de 'amplificateur régénératif :
a) Train d’impulsions issues de l'oscillateur.

b) Train d’impulsions du laser de pompe de I'amplificateur.
¢) Haute tension appliquée a la cellule de Pockels 1.

d) Amplification des impulsions dans la caviteé.

e) Haute tension appliquée a la cellule de Pockels 2.

passée deux fois par la lame quart d’onde et sa polarisation est maintenant horizontale. Elle
peut donc passer a travers le cristal de titane-saphir et les autres optiques de la cavité. Dés
que l'impulsion quitte la cellule de Pockels PC1, on lui applique la tension V) 4. L’ensemble
lame quart d’onde et cellule de Pockels PC1 se comporte alors comme une lame d’onde
laissant la polarisation de I'impulsion inchangée lors de ses allers et retours ultérieurs dans
la cavité : 'impulsion est piégée dans la cavité. Une photodiode placée derriére le miroir
M8 permet de visualiser passages aprés passages, le niveau de I'amplification. Au moment
ou I’énergie est maximale, aprés une quinzaine d’allers et retours, on applique une tension
V4 @ la cellule de pockels 2, polarisant ainsi verticalement I'impulsion piégée apres qu’elle
soit passée deux fois au travers de celle-ci. Elle est alors éjectée de la cavité par réflexion
sur le polariseur.

La bonne synchronisation entre I'impulsion pompe, I'impulsion injectée et I'activa-
tion des cellules de Pockels est assurée grace a un boitier de commande électronique. Un
signal externe fournie par une photodiode placée dans la cavité de I'oscillateur permet de
synchroniser le déclenchement du laser de pompe et le piégeage d’une impulsion dans le
résonateur par la cellule de Pockels 1. On ajuste le délai entre 'impulsion a amplifier et
I'impulsion du Merlin (environ 200 ns) a I’aide d’un générateur de délai variable. Environ



176 Annexe C

200 ns plus tard la deuxiéme cellule de Pockels est activée pour éjecter I'impulsion de la
cavité, le délai entre le premier et le deuxiéme échelon de tension étant ajusté a ’aide d’un
deuxiéme retard variable. Le taux de répétition de commutation des cellules de Pockels
est synchronisé sur celui du laser de pompe (1 kHz). La figure C.2 présente le principe de
fonctionnement de 'amplificateur régénératif.

Aprés amplification, 'impulsion est compressée par un systéme analogue a 1’étireur,
mais introduisant une dispersion quadratique ¢ de signe opposée afin de remettre en
coincidence les différentes longueurs d’onde de I'impulsion. Les optiques de I’'amplificateur
étant toutes traitées pour un fonctionnement a 800 nm, la plage d’accordabilité en longueur
d’onde est réduite entre 790 et 810 nm. Un changement de longueur d’onde ne nécessite
qu’un réalignement de I’ensemble étireur-compresseur.
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RESUME

Cette thése présente I’étude théorique et expérimentale de la manipulation cohérente de systémes
atomiques et moléculaires avec des impulsions mises en forme.

Dans un premier temps, nous présentons plusieurs expériences de manipulation de transitoires
cohérents dans le rubidium. Ces transitoires cohérents apparaissent lorsqu’on excite un systéme a
deux niveaux avec une impulsion a dérive de fréquence en champ faible, et se traduisent par des
oscillations dans la population de I’état excité. Pour une impulsion trés étirée, nous montrons qu’un
saut de phase dans le domaine spectral modifie la phase des oscillations. Puis, en nous appuyant
sur une analogie avec la diffraction de Fresnel, nous concevons une impulsion a dérive de fréquence
d’amplitude fortement modulée, permettant de supprimer les contributions destructives au transfert
de population.

Dans une deuxiéme série d’expériences, nous nous intéressons aux interférences de chemins quan-
tiques dans les transitions & deux photons induites par des impulsions a dérive de fréquence. Du
fait de la grande largeur spectrale des impulsions ultracourtes, les chemins d’excitation séquentiel
et direct contribuent au transfert de population dans I’état excité. Les oscillations provenant de
I'interférence entre ces différents chemins d’excitation sont observées dans le sodium atomique. De
plus, nous montrons qu’elles sont observables quel que soit le signe de la dérive de fréquence.

D’un point de vue théorique, nous étudions le controle de la prédissociation d’'une molécule
diatomique modéle : Nal. La prédissociation conduit a l’observation d’interférences d’ondes de
matiére dans la distribution des fragments. Nous montrons dans un premier temps qu’il est possible
d’observer ces interférences en sondant la molécule avec une impulsion judicieusement choisie. Puis,
en utilisant une séquence d’impulsions de controle induisant une transition entre deux niveaux
électroniques de la molécule, nous mettons en évidence la possibilité de manipuler la distribution
énergétique des fragments.

Mots clés : Impulsions a dérive de fréquence, Transitoires cohérents, Mise en forme d’impulsion,
Interférences de chemins quantiques, Prédissociation, Propagation de paquets d’ondes, Expérience
pompe-sonde, Interférences d’ondes de matiére, Oscillations de Rabi, Passage adiabatique rapide

This thesis deals with the theoretical and experimental study of coherent control of atomic and
molecular systems with shaped pulses.

At first, we present several experiments of control of coherent transients in rubidium. These
transients appear when a two-level system is excited by a perturbative chirped pulse, and are
characterized by oscillations in the excited state population. For a strong chirp, we show that a
phase step in the spectrum modifies the phase of the oscillations. Then, by direct analogy with
Fresnel zone lens, we conceive & chirped pulse with a highly modulated amplitude, allowing to
suppress destructive contributions to the population transfer.

In a second set of experiments, we focus on quantum path interferences in two-photon transitions
excited by linearly chirped pulses. Owing to the broad bandwidth of ultrashort pulses, sequential
and direct excitation paths contribute to the excited state population. Oscillations resulting from
interferences between these two paths are observed in atomic sodium. Moreover, we show that they
are observable whatever the sign of chirp.

Theoretically, we study the control of the predissociation of a benchmark diatomic molecule : Nal.
Predissociation leads to matter wave interferences in the fragments distribution. First, we show that
a suitably chosen probe pulse allows the observation of theses interferences. Next, using a sequence of
control pulse inducing electronic transition, we demonstrate the possibility to manipulate fragment
energy distribution.

Keywords : Chirped pulses, Coherent transients, Pulse shaping, Quantum path interferences, Pre-
dissociation, Wave packets propagation, Pump-probe experiment, Matter wave interferences, Rabi
oscillations, Adiabatic rapid passage



