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Introduction 

 

La cohérence d’un système ondulatoire est définie par l’étude des corrélations de la phase du 

système. 

En optique, le phénomène se traduit par l’observation d’interférences. La cohérence temporelle est 

intrinsèque à la nature de la source lumineuse, et peut être décrite par le temps caractéristique de 

corrélation des trains d’ondes émis. Le phénomène a été mis en évidence pour la première fois dans la 

célèbre expérience des trous d’Young (1802) dans laquelle deux sources secondaires issues d’une 

même source donnent un profil d’interférences. 

Pour une source étendue S, l’amplitude de l’onde émise résulte de la superposition d’un grand 

nombre de sources quasi-ponctuelles déphasées entre elles. Pour un dispositif optique donné, recevant 

de la lumière de S, la sensibilité aux relations de phase entre les différentes sources composant S est 

gouvernée par la géométrie et la dimension de S. Si un détecteur peut enregistrer des variations 

spatiales de l’intensité émise, S est dite spatialement cohérente. Lorsqu’elle est observée sous une 

largeur angulaire trop importante, les interférences se brouillent et disparaissent, et elle est dite 

incohérente. 

En physique quantique, il est possible d’introduire de façon analogue la cohérence d’un état pur. Il 

s’agit de la relation entre la phase de la fonction d’onde de la particule et une phase de référence. Dans 

le cadre de la spectroscopie laser, où la source est cohérente optiquement, la phase de la fonction 

d’onde évolue de façon déterministe. Elle est imposée par l’onde optique. Le temps de cohérence de 

l’exciton est le temps caractéristique de relaxation associé à cette phase, au sens où celle-ci commence 

à présenter un caractère aléatoire. 

D’autre part, pour un état quantique possédant un degré de liberté spatial, la fonction d’onde peut 

être considérée comme un paquet d’ondes. La longueur caractéristique pour laquelle ses composantes 

présentent des déphasages bien définis s’appelle la longueur de cohérence spatiale. Des effets 

spectaculaires de cohérence quantique ont été découverts expérimentalement dans la deuxième moitié 

du XX
ème

 siècle. On peut citer parmi d’autres : l’effet laser lui-même, la superfluidité, la condensation 

de Bose - Einstein. Dans ces systèmes, l’occupation d’un même état propre par un nombre 

thermodynamique de bosons entraîne la formation d’un état collectif de cohérence quantique à 

l’échelle macroscopique. 

A la différence des effets de cohérence à N corps, l’attention est portée dans ce mémoire sur le 

problème de la cohérence d’un état quantique unique. En matière condensée, la coordination de 

techniques modernes d’élaboration et de dispositifs à haute résolution spatiale a ouvert la voie vers   

l’étude d’un objet unique à l’échelle nanométrique. En ce qui concerne les propriétés électroniques et 

optiques il peut être question de spectroscopie, de microscopie en champ proche, ou d’imagerie. Dans 

les systèmes localisés, les phénomènes liés à la quantification apparaissent sous l’effet du confinement 

des porteurs de charge, comme dans les boîtes où la manipulation d’un qubit a été démontrée ces 

dernières années. Dans les fils, la situation est différente : pour l’une des directions de l’espace z, il 
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existe un continuum d’états électroniques. La délocalisation d’un état est alors liée également à des 

effets quantiques dépendant de z, comme par exemple le transport électronique dans un conducteur 

quantique. Dans un semi-conducteur, l’interaction avec la lumière dans un système aux électrons 

corrélés conduit à la formation d’une quasi-particule. Suivant la nature du système, et celle du 

couplage lumière-matière : exciton polariton, d’onde de spins …  

 En spectroscopie des systèmes organiques, des études d’un type nouveau sont apparues ces 

dernières années avec l’apparition des lasers en impulsions et de la spectroscopie non linéaire. Des 

travaux ont été entrepris sur les mécanismes de transfert d’électrons en physique moléculaire. 

L’application aux mécanismes réactionnels constitue un enjeu pour la chimie fondamentale. Le 

contrôle optique des états moléculaires est susceptible d’apporter des informations jusqu’alors 

inaccessibles sur le plan expérimental. Dans cette voie, les polymères π-conjugués sont des systèmes 

organiques prometteurs. L’attention s’est portée récemment sur les agrégats chromophoriques. Ces 

systèmes 1D désordonnés sont formés par l’assemblage d’unités moléculaires donneur - accepteur, 

appelées chromophores. La mise en évidence d’effets quantiques collectifs (fluorescence intermittente, 

superéchange) a motivé plusieurs groupes. Le transfert  cohérent d’un exciton sur l’agrégat a même été 

démontré récemment à température ambiante. Des phénomènes de transfert d’énergie intramoléculaire 

et cohérente ont aussi été mis en évidence dans des structures biologiques  tels des fils à base d’ADN. 

Les travaux de spectroscopie présentés dans ce mémoire se situent dans le cadre de la 

spectroscopie sur un objet unique, à l’interface entre la physique des semi-conducteurs, la physique 

moléculaire et l’optique. On s’intéresse à un objet 1D dont la structure est très originale en matière 

condensée. L’objet est une chaîne de polymère π-conjugué nommée polydiacétylène, parfaitement 

ordonnée, longue de 10 à 20 µm, et isolée dans sa matrice de monomère. L’excitation électronique 

élémentaire est un exciton. Le fil organique fait office de système quantique modèle pour l’étude de la 

nature, de la délocalisation et de la cohérence de l’exciton 1D. Le premier intérêt d’étudier un tel objet 

consiste en la possibilité de confrontation aux travaux théoriques développés pour des fils parfaitement 

cristallins. De plus, en vertu du mode de préparation et de la résolution optique du dispositif 

d’excitation et de détection, il est possible d’étudier une chaîne individuelle et isolée.    

 

Le chapitre I est consacré à la présentation de la chaîne de polydiactéylène. La structure est 

d’abord décrite et le caractère de cristal parfait est exposé. Pour la spectroscopie, les propriétés 

électroniques et optiques sont déterminantes. On fait alors le lien entre les propriétés électroniques de 

la chaîne, déterminées par des expériences de spectroscopie, et sa nature 1D quasi-parfaite. Deux 

résultats expérimentaux fondamentaux ont été obtenus par des expériences antérieures de  

photoluminescence sur chaîne unique. Le premier résultat est la mise en évidence, par analyse 

spectrale en fonction de la température, d’une densité d’états de l’exciton en 1/ E . Ce résultat 

apporte une confirmation du caractère modèle à 1D de la chaîne du point de vue électronique. Le 

second résultat a été obtenu dans le cadre d’une expérience d’interférométrie de la luminescence issue 

de deux points de la chaîne, distants de plusieurs µm : la figure d’interférences obtenue démontre la 
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cohérence spatiale de l’état excité sur la chaîne entière. De ce fait la chaîne apparaît comme un 

émetteur quantique remarquable aux caractéristiques spectrales et spatiales attendues pour un objet 

quantique unidimensionnel  macroscopique. Un tel comportement est inédit en matière condensée.  

Suite à ces faits expérimentaux, il semble naturel de représenter l’exciton en terme de paquet 

d’ondes planes, où chaque composante est un niveau de la bande. Dans une expérience de 

microphotoluminescence, l’excitation initiale est localisée. Il se pose alors la question de l’évolution 

du paquet d’ondes excitonique depuis l’instant de sa formation, et ainsi l’étude du régime transitoire 

qui précède la formation  de l’état spatialement cohérent sur la chaîne. Afin de pouvoir mesurer la 

cohérence temporelle de l’exciton, il est indispensable de sonder l’évolution libre de l’exciton 

photocréé, donc de recourir à une technique d’optique impulsionnelle.  

 

Le chapitre II est consacré aux aspects expérimentaux.  Les aspects liés au laser impulsionnel, la 

spectroscopie par microphotoluminescence ainsi que le contrôle cohérent sont décrits. Après avoir 

présenté les propriétés de la source laser, on montre comment le dispositif d’optique en champ lointain 

permet la focalisation du laser sur une dimension typique de 1 µm
2 
et qui justifie l’appellation 

précédente. On aborde ensuite les aspects concernant le spectromètre détecteur : celui-ci offre la 

possibilité d’une très bonne résolution à la fois spectrale et spatiale. La technique permettant la mesure 

du temps de cohérence de l’exciton est ensuite présentée : le contrôle cohérent de l’état excité.  Il 

renseigne sur le temps caractéristique de déphasage de la fonction d’onde du système. Le dispositif 

permet de générer des doublets d’impulsions, stabiliser et contrôler le déphasage optique entre les 

deux impulsions formées. Il est construit à partir d’un interféromètre de Michelson stabilisé, et son 

fonctionnement est décrit au sein du chapitre. La dernière partie du chapitre est consacrée à la 

présentation d’une technique que nous avons mise au point et qui permet la focalisation du laser en 

deux points distincts de la chaîne et séparés de 5 µm.  

 
 

Dans le chapitre III, l’essentiel des résultats du contrôle cohérent de l’exciton est présenté ainsi 

que ceux obtenus par contrôle d’un état excité de nature vibronique, à plus haute énergie que l’exciton. 

En ce qui concerne l’exciton, les résultats de dynamique de luminescence obtenus sont interprétés 

dans le cadre d’un modèle d’équations de Bloch optiques à quatre niveaux. En conséquence, le temps 

de cohérence de l’exciton est mesuré à plusieurs températures comprises entre 4 K et 25 K. Au cours 

de la discussion des résultats, on montre en quoi, dans le cadre de ce modèle, il est permis de vérifier 

certaines hypothèses sur la nature de la relaxation de l’exciton. On constate par ailleurs un bon accord 

avec les données spectrales de la luminescence de l’exciton. 

Dans le cas du contrôle de l’état vibronique, le contrôle cohérent en régime femtoseconde apporte 

une information sur l’ordre de grandeur du temps de vie et du temps de cohérence de l’état. 

L’originalité d’une étude de ce type tient au fait que le temps de relaxation est mesuré pour un état non 

luminescent, l’exciton luminescent et la raie 0-phonon jouant alors le rôle de sondes de la cohérence 

de l’état préparé par la lumière. 
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Dans ce chapitre, après avoir défini l’exciton et donner ses propriétés générales,  nous passons 

en revue quelques résultats remarquables concernant les systèmes ou nanostructures unidimensionnels 

présentant des propriétés analogues à celles des fils organiques qui sont l'objet de ce travail de thèse. 

L'intérêt porté aux systèmes 1D a énormément grandi au cours des dernières années : les propriétés de 

transport de l'excitation sont en général au centre des études avec en point de mire la possibilité d'un 

transfert cohérent de l'énergie le long des fils. La structure des états excités et l'impact de cette 

structure sur les propriétés d'émission constituent également des points fortement débattus.  

Dans un deuxième temps nous dressons un état des lieux approfondi des propriétés du système à 

l'étude, la chaîne d'un polymère π-conjugué (polydiacétylène) isolée dans la matrice de son propre 

monomère. D'abord le mode de polymérisation de ces chaînes conjuguées est rappelé puis nous 

décrivons de façon détaillée les propriétés de relaxation et de cohérence des excitations photogénérées. 

 

 

I- Objets localisés et unidimensionnels individuels : un état des lieux sur les 

excitations électroniques et les transferts d’énergie 

 

 

 

A.  Généralités sur l’exciton 

 

 

Les états propres des électrons d’un cristal ont une structure de bande. Ce résultat très général 

est une conséquence de la périodicité du potentiel dans lequel est plongé chaque électron. En 

particulier, le théorème de Bloch énonce que les fonctions d’onde des états propres, ou états de Bloch, 

sont décomposables comme le produit d’une onde plane par une fonction ayant la périodicité spatiale 

du potentiel [AshcroftMermin]. Dans l’état fondamental, les niveaux sont remplis depuis les bandes 

d’énergies les plus profondes (états de cœur), jusqu’à la bande de valence, dernière bande occupée par 

les électrons. 

Dans les isolants ou les semi-conducteurs inorganiques, suite à l’absorption d’un photon, le trou créé 

de la bande de valence de charge + e et l’électron excité de charge - e de la bande de conduction 

peuvent former un état lié par l’attraction coulombienne. L’excitation collective élémentaire des 

électrons de la mer de Fermi est alors considérée comme une quasi-particule composite électron-trou 

appelée exciton.  

Pour paramétriser l’exciton on utilise les coordonnées réduites r
r

 et R
r

, déduites à partir des 

coordonnées de l’électron et du trou par la transformation standard du problème à deux corps :  
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he rrr
rrr

−= , coordonnée relative, et 
he

hhee

mm

rmrm
R

+

+
=

rr
r

 , coordonnée du centre de masse. L’étude est 

très souvent traitée dans deux cas limites. Dans le premier cas la distance entre l’électron et le trou est 

inférieure à la distance interatomique et l’exciton est semblable à un état excité de type moléculaire : il 

s’agit de l’exciton de Frenkel. Dans le second cas l’électron et le trou sont séparés par une distance très 

supérieure à la distance interatomique et on parle d’exciton de Wannier.   

L’exciton de Frenkel  a été historiquement introduit pour représenter les états excités dans un système 

moléculaire : la représentation est valable lorsque la distance r  électron-trou est inférieure à la 

distance moléculaire. Le modèle s’étend à la physique des cristaux moléculaires et des solides 

organiques. La construction des états excitons consiste en un modèle de sites de type « liaisons fortes » 

pour l’électron et le trou, avec un couplage électronique d’un site vers ses plus proches voisins. Les 

sites  utilisés comme base des états sont les états propres atomiques ou moléculaires du motif de la 

structure. Pour illustrer cette représentation, on peut donner dans le cas d’un système 1D l’image 

d’une chaîne de puits couplés de proche en proche. La  fonction d’onde du centre de masse s’exprime 

comme combinaison linéaire de ces états localisés [Agranovitch], [Knox], [Frenkel1931], 

[Combescot2008]. 

Dans les semi-conducteurs inorganiques, les spectres d’absorption présentent une ou plusieurs raies 

discrètes présentes à plus basse énergie que le continuum. La description du système électron-trou est 

dans ce cas souvent traitée dans le modèle de Wannier, dans lequel la distance r  électron-trou est 

grande devant la distance interatomique. L’électron ressent le potentiel coulombien du trou superposé 

à une moyenne du potentiel du réseau. La prise en compte globale de l’ensemble de l’interaction entre 

un électron et les ions du réseau, et de l’interaction électron-électron, se fait au moyen d’une constante 

diélectrique introduite dans le potentiel coulombien effectif 
r

e
rV

1

4
)(

2

πε

−
= . La constante diélectrique 

du cristal ε  traduit l’écrantage des charges nues portées par l’électron et le trou, du fait de l’ensemble 

des électrons de la mer de Fermi. Elle est d’autant plus élevée que les interactions électron-électron 

sont fortes.  

Le problème  se ramène donc à une équation de Schrödinger de type hydrogénoïde pour la coordonnée 

relative, avec la masse réduite µ de la paire électron-trou qui remplace la masse de l’électron et qui est 

définie par : 
*

1

*

11

cv mm
+=

µ
. Les masses effectives utilisées pour décrire la dynamique de l’électron 

et du trou sont définies par les courbures de la bande de valence et de la bande de conduction au 

voisinage de k = 0. A la manière de l’atome d’hydrogène on définit le rayon de Bohr de l’exciton 

comme la distance caractéristique d’atténuation de la fonction d’onde en fonction de la coordonnée 

relative. Le rayon de Bohr donne une idée de la distance caractéristique entre l’électron et le trou. 
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Paire électron-trou liée 
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Figure [I.1]. Schéma illustrant le passage de la paire électron-trou liée par l’interaction coulombienne à la 
représentation exciton, dans le cas de l’exciton de Wannier. La constante diélectrique, le potentiel 
d’interaction et les masses effectives de l’électron et du trou n’apparaissent plus dans la représentation 
exciton. Le système à deux corps est paramétré par la masse réduite µµµµ  = mc*mv*/(mc*+mv*) (où mc*, mv* 
sont les masses effectives de l’électron et du trou), et le  rayon de Bohr «effectif » r de l’exciton.  
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 Dans le cas à 3D le calcul donne 
222

0
22

4 1

2 n

e
En

εεπ

µ

h
−= : les énergies varient en 

2

1

n
 comme attendu 

pour un système hydrogénoide [Knox].  

 

L’exciton apparaît donc comme une quasiparticule qui représente un état propre électronique collectif 

en matière condensée. Dans une structure infinie et parfaitement cristalline, quelque soit le modèle 

d’exciton employé (Frenkel ou Wannier), l’invariance par translation du cristal conduit à des états de 

Bloch formant des bandes d’énergie. Formellement, dans cette hypothèse, les états du centre de masse 

de l’exciton libre sont représentés par des ondes planes de vecteur d’onde k
r

 et l’énergie du centre de 

masse présente une structure de bande. 

 

B.  Spectroscopie de systèmes inorganiques 

 

Dans les semi-conducteurs inorganiques, de façon très générale les excitons sont de type 

Wannier. Dans les fils quantiques, l’exciton présente des propriétés particulières dues à la 

dimensionnalité 1D : un confinement latéral de l’électron et du trou, ainsi qu’une singularité de la 

densité d’états en 1/ E .  

Pour des fils d'arséniure de gallium (GaAs), de formes particulières nommées « V » et « T » 

[Goldoni1997], l’énergie de liaison et le rayon de Bohr de l’exciton ont été calculés en tenant compte 

de la structure de bande du fil. En 2002, un calcul analytique complet mené à partir de l’équation de 

Schrödinger à 1D et d’un potentiel coulombien effectif électron-trou, a permis de déterminer les 

fonctions d’onde et les énergies propres d’un exciton 1D confiné sur un fil infini de géométrie 

rectangulaire ou cylindrique [Combescot2002]. 

Sur le plan expérimental, les nanotubes de carbones sont des systèmes intéressants pour l’étude 

spectroscopique des propriétés électroniques d’états excités : ce sont des fils semi-conducteurs, 

fortement luminescents et pouvant atteindre une longueur de plus de 10 µm, et de dimension 

transversale de l’ordre du nm. Un nanotube de carbone est obtenu par enroulement d’un feuillet de 

graphène parfaitement bidimensionnel. La possibilité d’isoler un nanotube unique (nanotube 

monofeuillet unique, ou Single Walled Nano Tubes - SWNT) a donné lieu à d’intenses études depuis 

les années 2000. 

A température ambiante, le spectre de photoluminescence d’un nanotube unique a montré des 

caractéristiques d’une raie homogène de nature excitonique : un profil lorentzien et un pic étroit d’une 

largeur de l’ordre de 5 meV. L’imagerie en champ lointain de la photoluminescence d’un nanotube 

unique a été réalisée par différents groupes [Lefebvre2004], [Lefebvre2006], [Berciaud2008]. La 

nature polarisée de l’émission du nanotube attribuée à l’anisotropie du fil vu comme une antenne 

émettrice, a été mise en évidence dans une expérience de photoluminescence résolue en angle.  

Le phénomène de fluorescence intermittente, connu à l’origine dans les molécules, a été observé en 

2005 à température ambiante sur un nanotube isolé et interprété comme une réorganisation structurale 
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du nanotube sous l’effet des interactions de Van der Waals  avec le substrat sur lequel il est fixé 

[Matsuda2005]. 

La question de la nature des états excitoniques dans les nanotubes est encore débattue à l’heure 

actuelle. L’énergie de liaison typique d’un exciton est de l’ordre de plusieurs centaines de meV. Des 

considérations de symétrie entraînent l’existence d’un état « noir » non couplé au rayonnement par les 

règles de sélection. Le premier état exciton luminescent, ou état « brillant » se trouve à plus basse 

énergie avec une séparation de quelques meV seulement. Plusieurs études quantitatives de l’intensité 

de luminescence en fonction de la température ont été réalisées [Lefebvre2008], [Mortimer2007], 

[Berger2007]. Le décalage d’énergie entre les états excitons noir et brillant en a été déduit, et sa 

sensibilité avec le diamètre du nanotube démontrée [Mortimer2007]. Le processus de relaxation de 

l’exciton luminescent a également été interprété à partir de déclins de luminescence résolus en temps, 

démontrant un premier déclin rapide dans les premières picosecondes indépendant de T, ainsi qu’une 

composante lente sur quelques dizaines de picosecondes, fortement dépendante de T car dominée par 

les processus non radiatifs à T > 40 K. Il est également mis en évidence que le couplage entre les états 

noir et brillant n’affecte pas les propriétés de la luminescence [Berger2007]. 

La dynamique complexe des états excitoniques a révélé une cascade rapide de l’état noir vers l’état 

brillant, de l’ordre de plusieurs dizaines de femtosecondes, et un temps de vie bien plus long pour 

l’état brillant, d’environ 300 picosecondes [Seferyan2006]. Enfin, une émission depuis un état à plus 

basse énergie que l’exciton brillant a été récemment mise en évidence [Murakami2009]. 

Des mesures du temps de déclin de la luminescence résolue en temps ont aussi donné accès à 

l’estimation de la section efficace d’absorption d’un nanotube [Berciaud2008] ; en mesurant en plus 

les rendements quantiques d'émission, le temps de vie radiatif des tubes a également été atteint et la 

longueur de cohérence de l'exciton (environ 10 nm) déduite [Miyauchi2009]. 

Les fils de ZnO constituent un autre objet d'étude aux propriétés remarquables [Lambert2006]. La 

mise en évidence d’une émission laser depuis la face terminale d’un fil individuel a été démontrée par 

l’analyse spectrale de plusieurs pics dans l’émission du fil, l’espacement entre les fréquences des pics 

se trouvant être en accord avec la relation classique de l’intervalle spectral entre les modes propres 

d’une cavité Fabry-Pérot [Lambert2006]. Une confirmation de la nature « cavité laser » du fil a 

rapidement été apportée par la suite. En 2007, l’interprétation microscopique proposée est la formation 

de modes de polaritons délocalisés sur le fil, conséquence d’un couplage fort lumière-matière 

[Ruhle2007]. En 2009, l’analyse du  spectre d’émission d’un ensemble de fils de ZnO désordonnés a 

mis en évidence que l’effet d’amplification laser provient d’une superposition de modes guidés dans le 

fil [Zalamai2009].  

 

C. Systèmes organiques : transfert d’énergie électronique et cohérence 

 

Le domaine de la photonique moléculaire a connu dans les années 2000 des avancées 

importantes avec l’étude de systèmes de nature biologique. Des avancées récentes et originales ont été 
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effectuées sur la question du transfert d’énergie électronique et de la cohérence dans ces systèmes ; 

parmi ces derniers deux types de structures, analogues par leur propriétés, sont au centre des études : 

les polymères π-conjugués et les agrégats moléculaires. Nous rappelons dans ce paragraphe quelques 

résultats récents et importants concernant l'établissement et le transfert de cohérence spatiale dans les 

agrégats. 

Les agrégats chromophoriques sont des assemblages d’unités moléculaires (chromophores), préparés 

en général dans un solvant. L’assemblage des chromophores conduit à la formation d'édifices 

unidimensionnels sur lesquels une délocalisation des excitations est possible. Dans cette structure 

supramoléculaire 1D, les chromophores sont couplés de proche en proche, par un couplage de type 

donneur D – accepteur A. Du point de vue structural, les aggrégats sont souvent désordonnés.  

Dans ces systèmes non cristallins, donc ne présentant pas l’invariance par translation, l’excitation 

élémentaire n’est pas en toute rigueur un exciton. Il existe toutefois une parenté avec l’exciton de 

Frenkel et le terme d’exciton est néanmoins couramment employé dans ces systèmes.  

L’excitation est localisée sur une unité chromophore de la structure, et la question du transfert 

d’énergie de l’excitation le long de l’agrégat a été abondamment étudiée. 

Un enjeu important concerne la compréhension du transfert d’énergie d’une excitation électronique sur 

l’agrégat ainsi que la  nature cohérente ou incohérente du régime de transfert. 

Dans ce cadre, le transfert de type D – A est décrit par l’interaction coulombienne de type dipôle-

dipôle en 1/R3. La théorie FRET (Förster Resonance Energy Transfer) a été développée à l’origine 

pour décrire le couplage entre un état et un quasi continuum. La prise en compte du recouvrement 

entre le spectre d’émission du donneur et le spectre d’absorption de l’accepteur assure la possibilité de 

délocaliser une excitation électronique présente initialement sur un état D. 

Le transfert d’énergie peut conduire, dans certains cas, au phénomène remarquable de superéchange 

entre D et A par médiation de liaisons ou chromophores, et à une délocalisation de l’excitation 

électronique sur l’agrégat [Scholes2002]. Des résultats récents sur le transfert d’énergie d’agrégats 

chromophoriques de nature biologique ont été interprétés par une théorie plus générale que la FRET, 

appelée GFT [Beljonne2009]. Cette théorie s'impose dès lors que D et A sont eux mêmes composés de 

molécules fortement couplées et dont les excitations prennent un caractère délocalisé. Le rôle du 

milieu environnant joué par le solvant a aussi été étudié. Des effets de champ local peuvent induire des 

interactions effectives dans un milieu fortement polarisable, et renforcer les forces de couplage entre D 

et A [Scholes2002], [Beljonne2009]. 

Le passage d’un régime de transfert incohérent 1D à un régime cohérent 1D dans lequel la phase de 

l’état quantique excité est préservée, dépend de l’intensité du couplage [Collini2009]. Si le couplage 

entre les segments est suffisamment fort, la cohérence quantique de l’excitation est maintenue lors du 

transfert de l’excitation sur la chaîne. 
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Très récemment, l’existence d’un régime de transfert cohérent a été démontrée, ainsi que l’influence 

de la conformation de la chaîne et l’influence du désordre [Hwang2010]. Suite à ce résultat, la 

migration cohérente a été confirmée à température ambiante dans une expérience de spectroscopie 

d’absorption non linéaire (Two Time Anisotropy Decay Experiment). La technique utilise deux 

faisceaux pompe dont le délai est balayé sur une durée typique pendant laquelle intervient la 

décohérence  entre le fondamental et l’état D, ou le transfert d’énergie entre D et A, opérant sur 

quelques dizaines de femtosecondes. Un deuxième délai T entre les deux faisceaux pompe et le 

faisceau sonde est varié et la polarisation est ajustée entre les faisceaux pompe et la sonde. La mesure 

du déclin d’anisotropie est définie par le contraste entre les signaux détectés, pour les composantes 

parallèle et perpendiculaire à la polarisation de la pompe. Le transfert d’énergie cohérent est ainsi 

discriminé du déclin de fluorescence. Les effets de transport quantique de l’excitation mis en évidence 

sont attribués à la nature chimique des liaisons entre chromophores [Collini2010]. 

La fluorescence excitonique d’agrégats multi-chromophoriques ordonnés, de longueur inférieure à 100 

nm a fait l’objet de travaux, sur un fil photonique organique 1D d’une dizaine de nm, dont le squelette 

est constitué par un brin d’ADN. Un transfert d’énergie incohérent de type FRET entre sites voisins a 

été mis en évidence [GarciaParajo2005]. Sur un fil individuel de squelette pérylène-polyisocyanides et 

ordonné à longue portée, des expériences de spectroscopie à température ambiante ont été menées. 

Des sauts quantiques entre états moléculaires singulet et triplet moléculaires formés par les unités 

dimères et trimères du fil ont dans un premier temps été montrés. Ils sont la signature d’effets de 

cohérence quantique. Dans un deuxième temps, l’analyse de l’émission a révélé une  fluorescence 

intermittente sur le fil entier, signe d’effets collectifs caractéristiques du couplage entre chromophores. 

Une interprétation en termes de  délocalisation d’un exciton cohérent sur l’agrégat a été donnée 

[GarciaParajo2005]. 

 Une expérience d’écho de photons à deux fréquences réalisée en 2007 a montré une cohérence d’une 

excitation électronique dans le centre réactionnel de la photosynthèse de la bactérie Rhodobacter 

sphaeroides à temps long, supérieur à 400 femtosecondes. La cohérence, présente jusqu’à 180 K, est 

préservée par les fluctuations de l’environnement constitué de protéines  [Lee2007]. 

Un système biologique bien particulier a été étudié théoriquement en 2009. Le système est formé par 

un complexe multichromophorique photoinduit : il s’agit de bactéries constituées par des unités 

moléculaires à plusieurs cycles enfermées dans un environnement de protéines.  

Des simulations numériques à partir de l’équation d’évolution de la matrice densité ont montré la 

possibilité d’une cohérence et d’une intrication quantique à température ambiante [Sarovar2009]. Les 

effets d’intrication calculés sont présents sur des échelles de temps de quelques picosecondes, et le 

résultat attend une confirmation expérimentale par des techniques de spectroscopie ultrarapide. 
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D. Cohérence quantique et désordre à 1D 

 

Le transport d’un exciton sur un objet unidimensionnel peut obéir à plusieurs régimes bien 

distincts. Le régime diffusif correspond à une longueur de cohérence de l’état excité inférieure au 

degré d’excursion sur le fil : il s’agit d’un mécanisme qui peut se décrire classiquement par une 

équation de diffusion. Mais dans certains cas l’évolution de l’exciton obéit aux lois quantiques : c’est 

le phénomène de « cohérence spatiale ». Il faut alors prendre en compte le fait que la fonction d’onde 

de l’excitation, plus ou moins étendue, résulte d’une superposition des états stationnaires du fil. 

Des études théoriques récentes ont donné des résultats importants concernant la détermination de la 

frontière entre les lois de transport classiques et quantiques. Traditionnellement, il est admis que le 

couplage à l’environnement a tendance à induire un comportement quasi-classique, diffusif, pour une 

particule quantique, à temps suffisamment long. En 2006, N. V. Prokof’ev a étudié le phénomène de 

désordre induit par l’environnement sur un objet quantique et montré qu’un comportement balistique 

du transport de l’exciton est possible aux temps longs [Prokof’ev2006]. 

L’évolution d’un tel paquet d’ondes peut être classifiée suivant plusieurs comportements : celui où 

seule la moyenne des observables est utilisée, appelé régime d’Erhenfest, et le régime semi-

classique  correspondant à la description quantique traditionnelle en terme de paquet d’ondes.  

Le phénomène de « retour quantique » pour lequel le paquet d’ondes retrouve sa forme initiale à temps 

long a pu être prédit par la théorie semi-classique pour deux modèles de systèmes 1D : le puits infini et 

le potentiel de Morse 1D [Wang2009]. 

Dans le domaine des fils quantiques de semi-conducteurs inorganiques, le désordre est quantifié 

expérimentalement par ses effets sur le spectre, déplacement Stokes (différence entre le pic de 

photoluminescence et le pic d’absorption), et élargissement spectrale de la raie d’émission.  

Le désordre causé par l’environnement du fil a en général pour conséquence une localisation des 

porteurs de charges ou de l’exciton. L’étude de l’évolution de paires électrons - trous dans des fils de 

GaAs/AlGaAs a montré un transfert de caractère diffusif et la mesure du coefficient de diffusion en 

fonction de la température a été effectuée par déclin temporel de la luminescence [Moret2008].  

Dans les meilleurs fils en V étudiés, les excitons sont délocalisés en moyenne sur des distances de 

l'ordre de 400 nm et des longueurs de cohérence de quelques microns ont même été observés ; dans 

ces fils la longueur de localisation est bien supérieure à la longueur d'onde de De Broglie des excitons 

et le fil doit être envisagé comme un ensemble d'ilôts 1D de dimension somme toute limitée. L’étude 

du désordre a été réalisée par l’imagerie de la luminescence du fil et une analyse statistique des images 

obtenues. L’élargissement inhomogène du spectre de luminescence a finalement été imputé dans ces 

fils à la diffusion coulombienne entre excitons et porteurs libres photogénérés [WangVoliotis2006]. 

 

Dans les agrégats chromophoriques, l’influence du désordre est également débattue de façon intensive 

depuis une vingtaine d'année et le développement d'expériences porte sur un objet unique 

[Scholes2002]. Les résultats généraux sont bien établis depuis les premières investigations théoriques 



Chapitre I

 

 15 

(voir par exemple [Wiersma1991]) mais il reste difficile dans les systèmes réels de (i) caractériser la 

nature du désordre et (ii) corréler la présence de désordre à des effets spectroscopiques spécifiques.  Il 

est bien établi que les désordres diagonal et non diagonal conduisent aux mêmes effets de localisation : 

les états en bord de bande sont plus localisés et concentrent la force d'oscillateur alors que des états de 

nature étendue sont prédits en centre de bande. Les raies d'absorption peuvent être déformées et 

s'écartent de raies à profil lorentzien mais la quantification du degré de désordre, décrit généralement 

de façon statistique, passe par la simulation numérique des profils. 

Ces aspects sont actuellement au centre des études portant sur le complexe biologique modèle 

"collecteur d'énergie" (Light Harvesting) LH2. Le transfert d'énergie s'effectue d'un état localisé d'un 

premier sous ensemble vers un état étendu d'un second système chromophorique ; des résultats 

étonnants sont mis en évidence : par exemple, dans le cadre d'un transfert d'énergie de type GFT, il est 

montré par l'intermédiaire de simulations numériques, que le taux de transfert de l'excitation (moyenné 

sur les différentes configurations du complexe) devient relativement insensible à la présence de 

désordre ce qui est effectivement observé. Les auteurs montrent que le caractère robuste du transfert 

est dû au caractère délocalisé de l'excitation sur l'accepteur [Jang2007]. 

 

 

 

II- Le polydiacétylène : un fil quantique organique quasi-parfait 

 

 

A.  Structure cristalline du polydiacétylène (PDA) 

 

 

La molécule de polydiacétylène, d’abréviation PDA, est un polymère conjugué formé par 

l’assemblage d’unités diacétylènes appelées monomères, de formule semi-développée  

243211 RCCCCR ≡−≡ . L’assemblage périodique de n unités monomères conduit à la formation 

d’une chaîne de polydiacétylène désignée par [ ]
n

RCCCRC =−≡−= 243211 .  

La chaîne de PDA est une macromolécule linéaire formant un système π-conjugué : son squelette 

carboné présente une alternance de liaisons chimiques C-C simples et de liaisons insaturées doubles et 

triples. La structure particulière de ces orbitales π du carbone, pour les états électroniques de valence, 

assure la délocalisation des électrons le long de la chaîne de polydiacétylène. Les groupements 

latéraux indiqués par R1 et R2 ne sont pas conjugués au squelette : il y a absence de couplage entre les 

orbitales des groupements latéraux et les orbitales π des atomes de carbone du squelette. Les 

groupements R1 et R2 sont spécifiques à chaque variété de polydiacétylène.  

On étudie la variété de PDA appelée  poly-3BCMU pour laquelle R1  et R2  ont même formule : 

')( 32 RNHCOOCH −−−−  avec  R’ = CH2COOC4H9. 

La figure [I.2] montre la formule d’une molécule de polydiacétylène de type 3BCMU. 
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Figure [I.2]. Représentation d’une molécule de polydiacétylène de type poly-3BCMU 

 

 

La longueur de répétition du cristal 1D est de 4,9 Å pour tous les PDA. Les liaisons hydrogène O---

H ont ici comme rôle d’assurer une distance favorable à la réaction (y compris la propagation). La 

chaîne de liaisons O---H  unidimensionnelle induit une direction de propagation unique lors de la 

polymérisation. De plus, l’énergie d’activation de polymérisation par voie thermique est augmentée, ce 

qui ralentit la polymérisation à température ambiante. La structure chimique des groupements latéraux 

favorise la solubilité du PDA [SchottWegner1987], [Schott2005]. 
 

 

 

 

 

 

B.  Formation de la chaîne de PDA : polymérisation par voie topochimique 

 

Les PDA sont les seuls polymères conjugués pouvant être obtenus sous forme de monocristaux de 

taille macroscopique. La chaîne de PDA seule constitue d’ailleurs un véritable monocristal 

unidimensionnel. Les chaînes sont formées dans des cristaux du monomère diacétylène correspondant 

par voie thermique ou sous l’action de diverses radiations (UV, rayons X ou γ, électrons lents), et la 

cristallinité de la matrice monomère est conservée quel que soit le taux de polymère. La nature même 

R’ = -CH2COOC4H9 

 



Chapitre I

 

 17 

du mécanisme réactionnel conduisant à la polymérisation est à l’origine de l’obtention des chaînes 

dans un état d’ordre aussi parfait : il s’agit de la polymérisation dite « topochimique ». Dans ce mode 

de polymérisation la réactivité dépend uniquement de la position relative des unités monomères au 

sein du cristal, c’est-à-dire de l’organisation des molécules. L’organisation moléculaire est elle-même 

fortement influencée par la nature des groupements latéraux. Lors de la réaction de polymérisation les 

carbones C1 et C4 de deux monomères consécutifs se lient, ce qui entraîne un allongement du squelette 

conjugué. 

La figure [I.3] montre le principe de la polymérisation topochimique en phase solide des diacétylènes. 
 

                              
 

Figure [I.3]. Mécanisme de la polymérisation topochimique en phase solide des diacétylènes : le carbone 
C1 d’un monomère s’additionne sur le carbone C4 d’un autre monomère, en formant un système conjugué 
de liaisons carbonées simple, double et triple 

 

Les  chaînes de PDA présentent deux structures électroniques différentes : la phase dite “bleue” très 

peu luminescente présentant un maximum d’absorption vers 630 nm ; la phase “rouge” luminescente 

au maximum d’absorption vers 550 nm. 

La polymérisation en phase solide s’effectue par le passage du cristal de monomère non polymérisé à 

la formation du cristal fortement polymérisé, en préservant la symétrie cristalline. Dans le cas d’une 

polymérisation partielle, à faible taux de polymère le matériau est décrit comme une solution solide de 

polymère dans le monomère. Le cristal au taux de polymère contrôlable a donc une  structure mixte 

monomère/polymère dont les paramètres de maille et les constantes élastiques varient de façon 

progressive en fonction du taux de polymère.  

La polymérisation topochimique entraîne que la croissance des chaînes se fait sans défaut chimique ni 

conformationnel, et sans dislocation. Celles-ci possèdent donc un caractère parfaitement cristallin. Les 

chaînes, rectilignes et toutes alignées suivant une même direction, peuvent atteindre plus d’une dizaine 

de microns de longueur, donc formées par plus de 20 000 unités monomères. A faible taux en 
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polymère elles sont de plus non contraintes et situées dans le potentiel périodique de la matrice 

cristalline.  

Le confinement latéral imposé par le squelette conjugué ne dépassant pas typiquement 10 Å, les fils 

organiques conjugués sont d’une anisotropie exceptionnelle. Le rapport d’anisotropie défini comme le 

rapport entre la longueur de la chaîne et son diamètre transverse, est de l’ordre de 104. 

Pour des taux de polymère très bas, les chaînes luminescentes sont complètement isolées les unes des 

autres avec une distance interchaîne supérieure à 1 µm. Un des avantages du système est l’absence 

d’interaction électronique directe entre la matrice monomère et les chaînes dans les gammes de 

longueurs d’onde considérées.  

Les échantillons qui contiennent les chaînes de poly-3BCMU sont cristallisés au laboratoire. Dans une 

première étape, la poudre de monomère synthétisée au laboratoire est purifiée. Elle est ensuite dissoute 

dans un solvant (acétone ou MBC) dans un cristallisoir à 4°C dans l’obscurité. Après une lente 

évaporation du solvant, deux-trois semaines plus tard, on observe la formation de minces cristaux 

faiblement bleutés, d’une épaisseur d’environ 0,2 mm.  

 

 

C.  Propriétés optiques générales des chaînes de poly-3BCMU 

 

  

Comme tous les PDA cristallins, les chaînes de poly-3BCMU ont une structure de semi-conducteur 

organique à grand gap, compris entre 2 et 3 eV [Horvath1996]. Alors que le cristal de monomère 

absorbe dans l’UV, le gap optique des PDA se situe à plus basse énergie, dans le visible. L’excitation 

optique de la chaîne est un exciton d’énergie de liaison élevée d’environ 0,5 eV, typique d’un solide 

organique, dont le rayon de Bohr vaut environ 20 Å. La réponse en absorption des chaînes a un 

caractère fortement anisotrope. L’anisotropie optique résulte de l’alignement des chaînes dans le 

cristal de monomère. On définit les coefficients d’absorption //a  et ⊥a   associés à l’absorption pour 

une excitation laser respectivement parallèle et perpendiculaire à l’axe des chaînes. Le rapport 

dichroïque //a / ⊥a  a été mesuré sur des chaînes  isolées à une valeur typique de 600 (ce sont des 

chaînes « bleues »,  dont la nature est rediscutée ci-après). 

 

 

 

 

 

c1. Chaînes bleues et rouges, nature de l’échantillon de travail 
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Des études approfondies de spectres d’absorption et d’émission d’un ensemble de chaînes isolées sont 

présentées dans la  thèse de R. Lécuiller [Lécuiller1998-2000]. Elles mettent en évidence l’existence 

des deux types de chaînes, les chaînes dites rouges et bleues. 

La figure [I.4] montre le spectre d’absorption obtenu à T = 10 K de chaines bleues de poly-3BCMU 

(en pointillé). Le spectre d’émission (trait plein), à la même température, est obtenu en excitant 

l’échantillon à 2,49 eV. 

Le spectre d’absorption est constitué d’une raie origine (exciton purement électronique) et de satellites 

vibroniques où un phonon de l’état excité est créé en même temps. 

 

 

 

 

 

 

 

 

 

 

 

 

 

 
Figure [I.4]. Spectres d’absorption (pointillés) et émission (ligne pleine) excitoniques de chaînes isolées de 
poly-3BCMU dispersées dans la matrice cristalline de monomère 3BCMU. T = 10 K. Le taux de polymère 
est d’environ 10

-4
 en masse, [Lécuiller1998]. 

 
 

L’origine de l’absorption et de l’émission des chaines  bleues est proche de 1.9 eV. Le spectre met en 

évidence un certain nombre d’états vibrationnels associés à l’étirement de la double liaison du 

squelette (phonon « D »), ou à la triple liaison (phonon « T »). 

Les spectres d’absorption et d’émission sont images l’un de l’autre dans un miroir. 

Le rendement quantique de fluorescence, défini comme le rapport entre le nombre de photon émis et le 

nombre de photons absorbé dans l’unité de volume, a été mesuré pour les chaînes bleues et pour les 

chaînes rouges de poly-3BMCU. 

A T = 15 K, les valeurs suivantes ont été trouvées : rougeη  = 0,3 et bleueη ~ 10-4 : les chaînes rouges 

minoritaires sont donc beaucoup plus fluorescentes que les chaînes bleues. L’explication d’une telle 

différence de comportement tient à l’efficacité bien plus importante, pour l’exciton bleu, des canaux 

de relaxation non radiatifs situés dans le gap excitonique. Le temps de vie radiatif de l’exciton bleu a 

été estimé à environ 1 ns tandis que le temps de vie effectif est de l’ordre de 130 fs à basse 
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température : le rendement de fluorescence des chaînes bleues est donc beaucoup plus faible que celui 

des chaînes rouges. 

Nos échantillons d’étude comportent une fraction massique de chaînes dites bleues xp bleue ~ 10-4 qui ne 

sont pas fluorescentes et une fraction massique de chaînes dites rouges xp rouge ~ 10-7 en masse. Les 

chaînes bleues sont des chaînes dont la composition chimique est identique à celle des rouges. La 

différence entre les deux types de chaîne réside dans leur conformation géométrique : les chaînes 

bleues sont planes, tandis que les chaînes rouges sont alternativement « twistées » d’une entité 

monomérique à l’autre [Barisien2007], [AlChoueiry2010]. Contrairement aux chaînes bleues, 

caractérisées par le fait que les éléments C1 à C4 appartiennent au même plan, l’hypothèse qui a été 

émise sur la conformation des chaînes rouges est celle d’une disposition « en ruban » des atomes C du 

squelette. Les unités de répétitions seraient inclinées d’un angle θ  alternativement au dessus et au 

dessous du plan moyen de la chaîne : contrairement aux chaînes  bleues, les chaînes rouges ne sont 

donc pas planes. 

La figure [I.5] schématise la géométrie de la conformation d’une chaîne rouge. 

 

 
 
 
Figure [I.5]. Conformation proposée pour la chaîne rouge de poly-3BCMU (les groupements latéraux ne 
sont pas représentés). Les unités de répétition sont décalées alternativement d’un angle +/- θθθθ par rapport à 
l’axe moyen de la chaîne. Contrairement à la chaîne bleue, elle n’est pas plane et se présente sous la forme 
d’un ruban ondulé. 
 

Les unités de répétitions étant inclinées d’un angle θ , alternativement au dessus et au dessous du plan 

moyen de la chaîne. Une valeur de θ  de 30° permet par exemple d’augmenter l’énergie de la 

transition de l’exciton de 0,3 eV par rapport à la configuration plane. Cette modification permet le 

passage de la transition bleue à la transition rouge [Schott2005]. 

L'examen du spectre de macro-luminescence d'un ensemble de chaînes isolées fournit un premier 

schéma des niveaux de plus basse énergie mis en jeu dans les processus de relaxation. Pour un 

échantillon très dilué en polymère, comportant une fraction massique de polymères xP de l'ordre de 

10-6, les chaînes sont suffisamment espacées les unes des autres pour être considérées comme isolées 

Direction de 

l’axe  moyen 

Π – 2 θ 
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(dinterchaîne > 100 nm typiquement) c'est-à-dire sans interaction électrostatique ni couplage quantique 

entre elles, les couplages de type radiatif étant alors extrêmement réduits. 

On dispose d’une solution solide de chaînes rouges dans le cristal dont la densité surfacique peut être 

localement inférieure à une chaîne par µm2. De cette façon les chaînes luminescentes dites rouges 

peuvent être étudiées une à une dans des expériences de spectroscopie à haute résolution spatiale : la 

microphotoluminescence (chapitre II paragraphe II B)). Leur émission sert alors pour sonder des 

propriétés électroniques caractéristiques de ce système parfait quasi-unidimensionnel. 

 

c2. Fluorescence des chaînes rouges 

 

Toutes les expériences de spectroscopie présentées dans la suite du mémoire (chapitres II et III) 

concernent la fluorescence d’une chaîne rouge unique : dans ce paragraphe on expose les principales 

propriétés de l’émission des chaînes rouges. 

Parmi les états propres de la chaîne, il existe en plus de l’état exciton un grand nombre d’états dits 

vibroniques, formés par un état exciton et un mode de vibration de la chaîne de type phonon optique.  

On s’intéresse en particulier aux états nommés D et T. Ce sont des états composites exciton- phonon 

optique de la chaîne, dans le premier état excité. Le mode de D correspond à l’étirement de la double 

liaison C=C de la chaîne, et celui de T à l’étirement de la triple liaison. L’émission de résonance de 

l’exciton est appelée raie « zéro phonon » car aucun phonon n’intervient dans le processus de 

recombinaison directe de l’exciton.  

 

Le schéma de la structure en termes de niveaux moléculaires est représenté figure [I.6]. 
 

 
 

 
 
 
 
 
Figure [I.6]. 

 
Schéma des niveaux moléculaires 

caractéristiques du poly-3BCMU rouge, avec 
l’exemple d’une excitation sur l’état D constitué 
de l’exciton et d’un phonon optique « D » de la 
chaîne. La recombinaison directe de l’exciton, 
Ex���� état fond (flèche en gras), est le processus 
d’émission de la raie « 0-phonon ».  
La recombinaison vers l’état D’ (respectivement 
T’) est assistée par l’émission d’un phonon 
optique de la chaîne, défini par l’étirement de la 
double (respectivement triple) liaison carbone-
carbone du squelette. 

 

Pour pouvoir détecter le spectre d’émission du fil, l’excitation est accordée par exemple en résonance 

sur un état composite exciton - mode de vibration à 2.47 eV. L’absorption est alors assistée par 

l’émission d’un phonon optique d’énergie 0.18 eV, dans l’état excité, et associé au mode d’étirement 

des doubles liaisons C=C de la chaîne (état D).   
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Le spectre de fluorescence, ou spectre d’émission d’un ensemble de chaînes rouges isolées 

(macroluminescence) a été obtenu en excitant l’échantillon à une longueur d’onde de 502 nm 

[Lécuiller2000], [Lécuiller2002]. 

La figure [I.7] montre le spectre en émission à T = 15 K d’un tel échantillon, entre 1,95 et 2,3 eV. 

 

 

 
 

 
 

 
 
Figure [I.7].  Spectre d’émission (macroluminescence) caractéristique d’un cristal faiblement polymérisé 
(xP ~ 10

-6
), [Lécuiller1999], [Lécuiller2002] 

 

 

Le spectre comprend une raie principale intense centrée à 2.28 eV (~ 543 nm) caractéristique des 

chaînes rouges fortement luminescentes. Il correspond à la luminescence d'un état purement exciton et 

une progression vibronique typique, identifiée comme provenant de désexcitation de l'état exciton vers 

des niveaux vibroniques de l'état fondamental : les états D’ et T’. Dans les conditions d’une excitation 

d’un ensemble de chaîne, la raie zéro phonon à 2.28 eV montrée sur la figure [I.7] est élargie de façon 

inhomogène, et sa largeur à mi-hauteur vaut typiquement  2 meV. Au paragraphe III-C., on présentera  

la  raie zéro phonon homogène, c’est-à-dire issue d’une chaîne unique, et ses propriétés seront 

discutées en relation avec les mécanismes de relaxation de l’exciton. 
 
 
 
 
 
 
 



Chapitre I

 

 23 

III- Propriétés électroniques et optiques de la chaîne de polydiacétylène  
 

 

A. L’exciton sur la chaîne de PDA 

 

Dans une représentation de type « liaisons fortes », où les électrons sont supposés indépendants et 

soumis au seul potentiel de la chaîne, les orbitales π des atomes de carbone constituent les briques 

élémentaires de la structure. A la limite d’un grand nombre d’unités monomères, donc un grand 

nombre d’états mis en jeu, les états dispersés en énergie par l’interaction entre les briques se resserrent 

en énergie et se fondent en bandes d’énergie. La chaîne étant un monocristal 1D, la périodicité de la 

structure à grande échelle incite à travailler dans l’espace réciproque plutôt que dans une 

représentation moléculaire de l’espace direct. Dans un modèle où les électrons n’interagissent pas, la 

dimérisation de la chaîne, causée par la non équivalence de toutes les liaisons au sein d’un même 

motif, conduit à un état semi-conducteur. 

 

La question de la nature de l’excitation électronique élémentaire dans les PDA s’est posée dans les 

années 1970. Aujourd’hui il est admis que l’excitation électronique élémentaire est un exciton et non 

une transition bande à bande entre porteurs électron et trou (la force d’oscillateur est concentrée dans 

les transitions excitoniques). 

Dans le cas des chaînes bleues, énergie de liaison et rayon de Bohr ont été déduits de mesures 

d’électro-absorption [Horvath1996]. L’énergie du gap a été mesurée à  2,4 eV et l’énergie de liaison 

de l’exciton bleu de l’ordre de 600 meV. L’énergie de liaison  est typiquement 10 fois celle des semi-

conducteurs inorganiques. Une valeur aussi élevée s’explique par la forte corrélation entre électrons et 

par la dimensionnalité réduite 1D du système, qui favorise l’attraction coulombienne entre l’électron et 

le trou. 

La polarisabilité de l’exciton est obtenue à partir du déplacement Stark des raies d’absorption sous 

l’effet du champ électrique. Le rayon de Bohr de l’exciton bleu est alors estimé à une valeur de 12 Å. 

L’électron et le trou sont séparés de quelques unités monomères (de l’ordre de 3) et l’exciton présente 

un caractère intermédiaire entre un exciton de Wannier et un exciton de Frenkel. 

 

D’après la proximité des conformations des chaînes bleues et rouges, les paramètres de l’exciton rouge 

doivent être du même ordre de  grandeur que ceux de l’exciton bleu. La détermination des paramètres 

de l’exciton rouge a fait l’objet d’une étude numérique dans la thèse de F. Dubin [Dubin2004]. La 

modélisation prend comme point de départ le résultat de la résolution analytique de l’équation de 

Schrödinger à 1D du mouvement relatif r  pour un électron et un trou confinés sur un fil infini de 

géométrie rectangulaire ou cylindrique [Combescot2002]. Dans ce traitement, la forme exacte du 

potentiel d’interaction électron-trou est approximée par un potentiel effectif 
*

)(
2

bz

e
zVeff

+
−=  où *b  

est un paramètre proportionnel au rayon de Bohr de l’exciton, et z la coordonnée de l’axe de la chaîne. 



Chapitre I

 

 24 

L’expression de )(zVeff permet de calculer le rayon de Bohr de l’exciton à partir de la fonction d’onde 

de l’état fondamental obtenue. Par des calculs d’électrostatique utilisant la méthode du potentiel image 

et prenant en compte la constante diélectrique de la matrice mε  = 2,5 0ε  et celle de la  chaîne 

cε  = 10 0ε , caractéristique des polymères conjugués, le potentiel d’interaction électron-trou a été 

calculé numériquement, les conditions de passage du champ étant exprimées à l’interface entre la 

chaîne et la matrice. Le potentiel a pu être ajusté avec la forme effective donnée par le traitement 

théorique précédent, avec comme paramètre libre la masse réduite µ  de l’exciton rouge. Afin 

d’obtenir des valeurs acceptables, du même ordre de grandeur que pour l’exciton bleu, la valeur 

µ =  0,1 0m , a été retenue, où 0m  est la masse de l’électron. Le rayon de Bohr de l’exciton a alors été 

estimé à environ 20 Å. L’énergie propre correspondant est l’énergie de liaison et la valeur trouvée est 

d’environ 900 meV. 

Les caractéristiques d’autres excitons rouges ont aussi été déterminées sur des matériaux développés 

au laboratoire et de très grande qualité cristalline [Barisien2007], [AlChoueiry2010], [Weiser2010]. 

Les énergies de liaison vont de 0,6 à 0,8 eV, et les dimensions du rayon de Bohr de près de 8 Å. 

Que ce soit pour les approches théoriques ou numériques, et expérimentales, les caractéristiques 

calculées ou mesurées des excitons de PDA sont en bon accord. 

 
 
 

B. Temps de vie de l’exciton 

 

On considère un exciton photocréé sur la chaîne. Son temps de vie effectif 1T  est le temps 

caractéristique tenant compte de l’ensemble des processus de relaxation de son énergie : émission 

spontanée, ou bien transfert non radiatif de l’énergie. 

Il dépend de la température.  La compétition entre les deux mécanismes est exprimée par la relation 

radnonrad −+= κκκ . La grandeurκ représente le taux de dépeuplement par unité de temps de 

l’exciton, et on a donc : 

radnonrad TTT −

+=
111

1

. 

Dans une représentation de type Wannier d'un exciton délocalisé et parfaitement 1D, la dépendance en 

température de radT  a été étudiée théoriquement. Le calcul prédit une loi d’évolution en T  pour le 

temps de vie radiatif : 
10

1

3

*2

E

Tk

fE

m
T B

L

rad
πα

=  [Citrin1992]. Dans cette expression, α est la 

constante de structure fine, 0E  = 2,28 eV l’énergie de l’exciton à k = 0 et 
*2

22

1
m

k
E

phh
= , est l’énergie 

de l’état de l’exciton dont le moment k est égal à celui du photon émis, le paramètre *m  désignant la 

masse réduite de l’exciton. La force d’oscillateur de l’absorption excitonique par unité de répétition de 

la chaîne est notée Lf . La force d’oscillateur de la chaîne entière F ~ 109 m-1 a été évaluée en 

intégrant le spectre d’absorption, ce qui a permis de déduire Lf  ~ 0,5 pour un PDA [Schott2005]. 



Chapitre I

 

 25 

Le temps 1T  a été mesuré en fonction de la température sur des ensembles de chaînes rouges par des 

expériences de détection de la luminescence 0-phonon résolue en temps. La technique utilise une 

source laser impulsionnelle et la détection se fait par une caméra à balayage de fente synchronisée sur 

le train d’impulsions laser. Le temps de vie radiatif de l’exciton radT  a été déduit par la mesure 

complémentaire du rendement de fluorescence [Lécuiller2002]. 

Les expériences ont mis en évidence la loi d'évolution de radT  ~ T .  Les valeurs suivantes ont été 

trouvées : 

radnonT − = 150 ± 15 ps et radT  = (80 ±  20) T  ps.K-1/2  [Lécuiller2002], [Blumer2006]. 

Le temps de vie effectif de l’exciton a été extrait pour des températures comprises entre 2 K et 50 K. A 

10 K, on trouve 1T  = 80 ps. Cette valeur du temps de vie effectif sera retenue dans la modélisation de 

la dynamique temporelle de l’exciton, présentée au chapitre III. 
 
 
 
 
C. Raie 0-phonon et cohérence temporelle de l'exciton 
 
 

La figure [I.8] présente un exemple de spectre d’émission 0-phonon d’une chaîne unique. 
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Figure [I.8]. Spectre de luminescence de la raie 0-phonon d’une chaîne unique à T ≈≈≈≈ 10 K (carrés vides) et 
ajustement par une fonction lorentzienne (courbe rouge) 

 
 
 

La raie 0-phonon d’une chaîne unique, ou raie homogène, est centrée à l’énergie proche de 2,28 eV. 

Elle présente un profil de courbe lorentzienne. D’après la figure [I.8], la largeur à mi-hauteur Γ0  de la 

raie 0-phonon vaut environ 0,5 meV à 10 K. Le grand nombre d’expériences de spectroscopie d’une 
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chaîne unique permet de dresser une correspondance empirique entre Γ0  et la température. Lors d’une 

expérience, le caractère lorentzien et la valeur de Γ0  à la température de travail attestent du caractère 

unique de l’objet d’étude. En outre la valeur de Γ0  est utilisée comme un indicateur de la 

température « locale », au voisinage de la chaîne. L’augmentation systématique de Γ0  avec la 

température a été constatée dans toutes les expériences réalisées sur chaîne unique [Dubin2002], 

[Dubin2004] dont nos plus récentes. Une modélisation de la variation en température de la largeur de 

raie 0-phonon a été réalisée dans le cadre d’un modèle d’interaction exciton-phonon [Dubin2002] dans 

l’approximation du « potentiel de déformation » à une dimension. Le modèle utilisé permet 

d’exprimer l’élément de matrice d’un hamiltonien d’interaction qui traduit la diffusion de l’exciton par 

les phonons acoustiques de la matrice. La valeur de l’élément de matrice est reliée au taux de la 

transition au moyen de la règle d’or de Fermi. Le couplage aux phonons fait donc intervenir un temps  

beaucoup plus court que 1T , de l'ordre d'une ou de quelques ps. La valeur de ce temps pour les états 

préparés à k ∼ 0 doit donc être attribuée à une dynamique beaucoup plus rapide que le temps de vie de 

recombinaison de l’exciton. Le mécanisme envisagé est l’effet de la diffusion inélastique de l’exciton 

avec les phonons acoustiques de la matrice.  

Dans les boîtes quantiques une étude théorique a montré que les mécanismes de déphasage pur 

agissent dans un temps comparable à celui du couplage aux phonons [Takagahara1999]. Des travaux 

théoriques plus avancés ont été menés sur le sujet de la dynamique temporelle sous-jacente à 

l'absorption et à l'émission 0-phonon [HsuSkninner1987], [Skinner1988] pour une molécule dans un 

cristal environnant. Le calcul du temps de cohérence est dérivé à partir d’un hamiltonien d’interaction 

entre le système à deux niveaux et le bain environnant, et dans le formalisme de l’opérateur densité. 

Dans le cas le plus idéal, le bain est décrit par un ensemble d’oscillateurs harmoniques, mais des bains 

de type phonons acoustiques, phonons optiques, et modes pseudo-locaux ont également été choisis 

pour les calculs. Un mode pseudo-local consiste en un mode hybride entre une déformation élastique 

du réseau et un mode de vibration délocalisé tel le phonon ; ces modes peuvent se coupler à la 

molécule dans son voisinage. A chaque fois, un couplage diagonal entre le bain et la molécule modifie 

l’énergie de l’état excité. Le temps de cohérence de l’état excité est calculé analytiquement pour 

chaque type de bain. Les modèles employés par Skinner ont été testés avec succès sur des résultats 

d’expériences de spectroscopie d’absorption sur certains types de cristaux contenant des impuretés. 

A notre connaissance, aucun travail théorique sur les mécanismes de transfert d’énergie et de pure 

relaxation de la phase, du type de ceux évoqués dans ce paragraphe, n’ont été réalisés pour une 

quasiparticule à 1D. Le degré de liberté spatial de l'exciton dans le problème rend le problème bien 

plus complexe que celui de la molécule à deux niveaux, puisque la bande d’états k de l’espace 

réciproque doit alors, en toute rigueur, être incorporée dans le modèle de dynamique temporelle. 
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D. La raie  D  
 

La transition observée est alors la transition exciton → état D’ dans la nomenclature de la figure [I.6]. 

Il s’agit d’une émission spontanée assistée par un phonon. L’exciton donne naissance à un phonon LO 

de la chaîne appelé phonon D, émis dans l’état fondamental électronique, et à un photon de 

luminescence à 2,09 eV.  L’énergie du phonon est fixée par la différence entre l’énergie de l’exciton et 

celle du photon de fluorescence. La conservation de l’énergie impose en effet 

photonphononLOExciton EEE += et on en déduit : phononLOE ≈  2.28 eV - 2.09 eV  ≈ 0.19 eV.  Dans ce 

processus du premier ordre, la conservation du moment total du système des trois particules doit aussi 

être respectée, ce qui impose la condition : phononDphotonEx kkk += // .  

La relation de dispersion phonons LO de la chaîne étant quasiment plate, la loi de conservation du 

moment n'interdit aucune transition depuis les états de la bande excitonique dans le processus 

d’émission D. L’émission d’un photon de luminescence D est ainsi autorisée depuis n’importe quel 

état de bande de l’exciton. 

La figure [I.9] montre des spectres de la raie D  d’une chaîne unique à différentes températures 

(courbes en noir). Chaque spectre a été ajusté par une fonction lorentzienne (courbes en rouge). 

 
Figure [I.9].  Spectres de luminescence de la raie D d’une chaîne unique à T = 4 K, T = 7 K, T = 22 K et 
ajustements par une fonction lorentzienne (courbes rouges) à chacune des trois températures. 
 
 

L’émission de la raie D d’une chaîne unique est caractéristique d’un système unidimensionnel 

ordonné, dans lequel aucun effet d’élargissement inhomogène n’intervient. D'après les résultats de 

mesure de spectres d’émission de la raie D d'une chaîne unique, on dispose aussi d'une correspondance 

entre DΓ  et la valeur de la température au voisinage de la chaîne. De la sorte, on s'assure, au cours 
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d’une expérience de spectroscopie, de pouvoir discriminer ici encore la réponse de luminescence 

homogène de celle d'un ensemble de chaînes. De façon similaire à ce qui a été observé pour la raie 0-

phonon, on remarque que les raies D d’une chaîne unique ont d’une part une forme de lorentzienne, et 

leur largeur DΓ  augmente lorsque la température augmente. Le mécanisme gouvernant l’émission D 

est cependant différent, et l'interprétation du profil lorentzien est bien plus délicate dans la mesure où 

le mécanisme ne fait pas intervenir l’exciton seul mais également le phonon optique D de la chaîne 

dans l’état fondamental.  

L’émission de luminescence D (spectres de la figure [I.9]) peut provenir de tous les états peuplés de la 

bande. La largeur à mi-hauteur de la raie D peut être exprimée comme la somme des deux 

contributions : phononDD Γ+Γ=Γ 0 . Le terme 0Γ  représente la largeur naturelle en énergie issue de 

l’émission depuis l’état initial des états k  ~ 0. Les largeurs naturelles de chaque état k sont supposées 

identiques. Le second terme phononDΓ  a pour origine le processus d’émission du phonon D qui possède 

un temps de cohérence. Une analyse expérimentale des largeurs des raies 0-phonon et D a révélé que 

l’écart 0Γ−ΓD varie peu avec la température. L’écart en énergie a pu être confronté à l’inverse du 

temps de cohérence du phonon LO impliqué dans l’émission D : une valeur du temps de cohérence de 

300 fs, valable jusqu’à T = 30 K , a été déterminée [Dubin2002].  

L’étude de l’évolution de DΓ  avec la température a montré une légère asymétrie de la raie D du côté 

des hautes énergies. L’asymétrie est d’autant plus marquée que la température augmente. Ce résultat 

expérimental a été interprété de la façon suivante : si l’exciton est parfaitement 1D, à l’équilibre 

thermodynamique, la distribution des populations des états émetteurs de la bande est caractérisée par 

une densité d’états  en énergie 
0

1
)(

EE
ED

−
∝  où 0E désigne l’énergie de l’exciton à k ~ 0, 

E - E0, représente donc l’énergie cinétique du centre de masse de l’exciton.  La matrice jouant pour la 

chaîne le rôle d’un thermostat à la température T, l’intervalle en énergie des états peuplés 

thermiquement a une largeur caractéristique donnée par Tk B  et la distribution des états )(Eg est 

supposée suivre une statistique de Maxwell-Boltzmann. Dans l’hypothèse de l’existence d’un 

continuum d’états k à 1D pour l’exciton, elle  s’exprime comme : 
0

0 )/)(exp(
)(

EE

TkEE
Eg B

−

−−
∝ . 

La raie D est une somme de contributions à énergie donnée, sous forme d’un  produit de convolution 

entre la fonction )(Eg  et une fonction lorentzienne de largeur DΓ  : 

)(*
)(

)( 22
0

Eg
EE

A
EI

DΓ+−
= . Le facteur A  et l’énergie 0E  sont fixés expérimentalement par 

l’intensité et la position du maximum du spectre d’émission. Le seul paramètre ajustable est la largeur 

de raie DΓ . La variation de DΓ en fonction de k est supposée suffisamment faible pour être négligée, 

étant donné l’intervalle relativement restreint en énergie, de quelques centaines de µeV sur lequel 

porte la somme précédente. A titre de comparaison la largeur en énergie des états k pouvant absorber 

la lumière vaut 10 µeV (paragraphe IV B.), elle est donc très inférieure à celle qui fixe l’intervalle 
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d’intégration : il est donc légitime de considérer que le peuplement de la bande est de nature 

thermique. 

Il a été possible d’ajuster les spectres de la raie D à toute température entre 5 K et 50 K. De 

cette façon, l’hypothèse formulée pour la densité d’états en 
0

1

EE −
de l’exciton a été 

finalement vérifiée [Dubin2002].  

 

IV- Cohérence spatiale et cohérence temporelle de l’exciton 

Désormais, on s’intéresse uniquement aux propriétés de la fonction d’onde du centre de masse 

de l’exciton. Dans le but de ne pas appesantir le texte, le terme « exciton » désignera toujours le centre 

masse de l’exciton. 

 

A. Cohérence spatiale macroscopique de la fonction d’onde excitonique 

Des informations importantes ont été obtenues en analysant les profils spectraux et spatiaux 

d'émission de la raie 0-phonon d'une chaîne unique, la luminescence pouvant être aussi imagée. La 

chaîne est excitée par un laser continu sur une dimension typique de ~ 1 µm2  via la transition état 

fondamental → état D à 2.47 eV. La raie zéro-phonon est détectée. Le dispositif d’imagerie est un 

spectromètre imageur dont le détecteur est constitué par une caméra CCD bidimensionnelle. La 

détection suivant la variable spatiale est  optiquement équivalente à celle d’une observation dans le 

plan focal d’une lentille L de focale f, la lentille d’entrée du spectromètre. 

La figure [I.10] présente l’image d’une chaîne d’environ 20 µm de long. 

 

 

 

Figure [I.10]. Image de la luminescence de la raie 0-phonon d’une chaîne unique. L’excitation est réalisée 
sur l’état vibronique D, et la fluorescence est collectée à l’énergie de l’exciton soit  ~ 2.28 eV. 
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L’axe vertical de l’image correspond à la position spatiale le long du fil alors que l’axe 

horizontal est l’axe des énergies. Il a été observé que le profil spatial de luminescence reste inchangé 

lorsque l'excitation est déplacée le long du fil. De même le profil spectral lorentzien reste identique, en 

position et en largeur (à la résolution expérimentale près) quelque soit la position sur la chaîne, 

donnant l’idée qu'un unique état est couplé au rayonnement dans le processus d’émission. Une telle 

situation a incité à faire interférer deux points sources sélectionnés le long du fil luminescent.  

Le principe de l’expérience consiste à former l’image agrandie verticalement de la luminescence d’une 

chaîne unique sur deux fentes en biseau, et ainsi d’isoler deux points sources appartenant à la chaîne 

sur le trajet de la détection de la luminescence. L’image qui résulte de l’interférence entre les deux 

points est imagée à l’infini, dans le plan focal du spectromètre. Les figures [I.11.1] et [I.11.2] illustrent 

la configuration expérimentale et le résultat observé. 

 

 

 

 

Figure [I.11.1]. La fluorescence de la chaîne (montrée sur la figure [I.9]) est d’abord agrandie puis deux 

points sources sont sélectionnés au moyen de masques optiques. L’émission des deux sources secondaires 

ainsi obtenues  est observée à l’infini, dans le plan de Fourier formé dans le plan focal de la lentille 

d’entrée du spectromètre. 
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Figure [I.11.2]. Figure d’interférences obtenue à partir de deux régions émettrices de ~1µµµµm, d’une chaîne 
longue de ~ 10 µ µ µ µm. La partie de droite est une coupe à l’énergie 2,2875 eV : le profil d’intensité sinusoidal, 
de période i = λλλλf/a, est celui de deux sources cohérentes séparées d’une distance a  [Dubin2006] 

 
 

L'observation de franges bien contrastées sur la quasi-totalité de la chaîne démontre que les états 

luminescents sont effectivement étendus. La cohérence spatiale a été sondée sur des distances de 

l'ordre 10 µm en variant la distance de séparation a  entre les points sources. L’analyse des données a 

permis de vérifier la formule qui résulte de l’interférence  à l’infini (dans le plan focal image d’une 

lentille L de focale f ) entre deux sources ponctuelles, cohérentes, séparées par une distance a  : 

afaI /)( λ=  (f est ici la focale de la lentille d’entrée du spectromètre).   

 

Le résultat prouve que la cohérence optique des deux points sources reste conservée sur la longueur de 

la chaîne. L’interprétation est celle d’une cohérence spatiale macroscopique de la fonction d’onde du 

centre de masse de l’exciton [Dubin2006]. Une telle extension spatiale de l’état quantique d’une 

quasiparticule unique est inédite en matière condensée. La question alors soulevée est celle de la 

nature et de la formation de cet état étendu spatialement cohérent à l’échelle de la chaîne entière. Pour 

y apporter des réponses il est nécessaire d’étudier le régime transitoire de l’exciton aux premiers 

instants de sa formation, et les mécanismes de relaxation associés à sa cohérence temporelle.  
 
 
 
B. Nature de paquet d’ondes de l’exciton 

 

 

Le résultat précédent traduit le haut degré d'ordre du fil étudié dans lequel les processus de 

localisation semblent jouer un rôle mineur. Le modèle actuel permettant d'expliquer la formation de 

l'état spatialement cohérent prend en compte la structure de bande de l'exciton. L'excitation localisée 

i = λf/a  
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utilisée dans la configuration de micro-photoluminescence (décrite au chapitre II) force la formation 

d'un paquet d'ondes d’états k. Les règles de sélection impliquent que ces états soient ceux dont le 

moment dans la direction parallèle au fil est inférieure à k0,//  où  k0,//  est la plus grande valeur du 

moment des photons incidents dans la direction parallèle au fil fixé par l’ouverture angulaire du 

faisceau incident. En conséquence les seuls états de la bande formant cet exciton couplés au 

rayonnement se trouvent centrés autour de  k ∼ 0. Leur dispersion supposée parabolique est 

caractéristique d’une particule libre sur le fil :
*2

)(
22

m

k
kE

h
= , où *m désigne la masse réduite de 

l’exciton. Le schéma de la figure [I.12] représente, dans l’espace réciproque, les états de la bande 

couplés au laser en absorption. 

 

 
 
Figure [I.12]. Schéma illustrant la structure de bande du centre de masse de l’exciton et l’ensemble des 
niveaux couplés au rayonnement en absorption. 

 

Les états couplés au laser par absorption d’un photon se trouvent à l’intérieur de la région définie par 

les deux droites correspondant à la dispersion du photon kcE h= . Il est possible d’estimer le vecteur  

d’onde maximal //0k  transféré à la chaîne, à partir de la géométrie de l’expérience où le laser est 

focalisé sur la chaîne. L’angle d’incidence d’excitation de la chaîne est compris entre 0 et l’angle 

maxθ défini par le rayon le plus incliné qui transfère un moment parallèle à l’axe de la chaîne.  

Par un calcul simple maxθ  est donné par la relation maxsinθ = ON = 0,6 donc maxθ  = 36°. 

L’abréviation O.N désigne l’ouverture numérique de l’objectif de focalisation (voir chapitre II) : 

)sin(
2

)sin( max
0

max0//0 θ
λ

π
θ == kk ~ 7 10-4 Å-1  où 0λ ~ 0,5 µm est  la longueur d’onde du laser.  

Le pas entre deux états dans l’espace réciproque vaut 
L

k
π

δ
2

= ~ 6 10-5 Å-1 pour une chaîne de 

longueur L = 10 µm. On estime finalement le nombre d’états composant le paquet d’ondes à 

k

k
N

δ
//02

= ~ 25 états. Le domaine d’énergie correspondante rad∆  en bas de bande est calculée à partir 
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de la relation de dispersion et la valeur de *m ~ 0,1 0m , où 0m  est la masse de l’électron : on trouve 

rad∆ ~ 10 µeV.  

En conclusion le vecteur d’onde des états excités est toujours très proche de k = 0 : en comparaison la  

dimension de la première zone de Brillouin vaut 
d

π2
~ 1,2 Å-1, où d ~ 5 Å est la taille de la cellule 

unitaire ou motif de la chaîne. Dans l’espace des k, ils occupent une fraction inférieure à un centième 

de la  première zone de Brillouin. Sur la figure [I.12] « l’angle de dispersion» est en fait très petit. 

L’émission spontanée de photons, par la relaxation directe des états radiants de l'exciton à k ~ 0 vers 

l'état fondamental, conduit à la raie 0-phonon.  

 

 

C. Régime transitoire de l’exciton. Délocalisation du paquet d’ondes initialement formé  

 

Le résultat spectaculaire d’une cohérence quantique de l’exciton à l’échelle de la chaîne 

entière (figure [I.11.2]), donc à l’échelle macroscopique, motive la compréhension du régime 

transitoire d’étalement du paquet d’onde excitonique, associé à sa perte de cohérence temporelle. 

Avec l’hypothèse du modèle de paquet d’ondes présenté au paragraphe B. précédent, l’explication 

qualitative qui a été proposée [Dubin2006] est la suivante. A cause du couplage des excitons de la 

chaîne avec les phonons acoustiques de la matrice les composantes spatiales du paquet d'ondes 

initialement photocréé (figure [I.12]) se déphasent. La dynamique d’étalement est alors donnée par le 

temps d’interaction avec les phonons acoustiques. L’émission provient de l’ensemble du fil et doit être 

considérée comme la somme des contributions de chacune des composantes du paquet initial. Il s'agit 

d'un processus temporel dont la dynamique est de l'ordre de la picoseconde, mais qui a une 

répercussion sur les propriétés spatiales c'est-à-dire de  délocalisation de l'exciton créé.  Depuis l’étude 

théorique de la dynamique de thermalisation d’un exciton 2D dans un puits quantique 

[Takagahara1984], de nombreux travaux théoriques et expérimentaux on été effectués sur ce même 

problème [Piermarocchi1996], [Kalt1998]. La dynamique hors d’équilibre d’un exciton 2D sous 

l’effet d’un bain de phonons acoustiques est calculée ou étudiée par des mesures de luminescence 

résolue en temps, dans le cas d’une excitation résonnante sur l’exciton ou à plus haute énergie dans la 

bande. Les temps caractéristiques de relaxation de l’exciton trouvés sont dans la gamme de la centaine 

de ps à basse température. Il n’existe en revanche aucune étude de ce type dans un semi-conducteur 

1D. A la dimensionnalité près du système, les questions abordées sont analogues à celles des travaux 

présentés au chapitre III pour l’exciton sur la chaîne de PDA.  A basse température, seuls les phonons 

acoustiques peuvent se coupler efficacement avec l’exciton [Singh2000]. Des considérations de 

symétrie sont également à prendre en compte dans l’interaction exciton-phonon acoustique. De plus, 

les transitions envisagées pour la dynamique intrabande de l’exciton sont inférieures à la centaine de 

µeV. Il est donc raisonnable d’envisager une diffusion inélastique entre deux états k et k’ de la bande 
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par les phonons acoustiques, leur dispersion pratiquement linéaire à basse énergie autorisant en effet 

ce type de transitions. 

Le schéma de la figure [I.13] montre la dispersion en énergie de l’exciton (parabole), ainsi que les 

droites de dispersion d’un phonon 1D de la chaîne (droites pleines) et celles d’un phonon 3D du cristal 

de monomère (droites en pointillé). 

 
 
Figure [I.13]. Dispersions en énergie de l’exciton (parabole), d’un phonon acoustique 1D de la chaîne 
(droites pleines) et d’un phonon 3D du monomère (droite en pointillés). La diffusion sur le phonon 1D 
peut coupler uniquement  l’état k = 0 à l’état k1D, alors que toutes les transitions de k = 0 vers k > k3Dmin 
sont possibles avec les phonons 3D de la matrice monomère. 

 

Depuis l’état initial k = 0 de l’exciton, dans le cas d’une diffusion par un phonon acoustique 1D de la 

chaîne de moment k1D, une seule transition est permise par la conservation du moment, vers l’état de 

bande à  k = k1D. En revanche, dans le cas d’un couplage aux phonons du monomère, le caractère 3D 

des phonons implique que la condition de conservation à vérifier est excitonzphononAphononA kukk =⋅=
rr

// , 

où zu
r

est le vecteur unitaire de l'axe de la chaîne. Tous les états de phonons k > k3Dmin peuvent être 

impliqués dans le processus. D’après ce raisonnement, la dynamique de thermalisation de l’exciton est 

principalement assurée par l’interaction avec les phonons acoustiques du monomère. 

La mesure d’un signal de luminescence du système, résolu dans le domaine spatial et dans le domaine 

spectral, doit permettre de remonter aux mécanismes de relaxation du système et aux temps mis en jeu.  

Jusqu`à présent, toutes les expériences ont été effectuées en régime d’excitation continue. Les mesures 

réalisées avec un laser continu apportent des informations pour le système en régime stationnaire, et à 

l’équilibre thermodynamique avec la matrice. Dans ces conditions seul l’état stationnaire final est 

observable, comme sur la figure [1.10]. 

Pour obtenir des informations sur le régime transitoire et tester le modèle de paquet d’ondes élaboré, il 

est nécessaire de réaliser une manipulation optique de l’exciton dans des expériences utilisant un 

1D 

3D 

   k3Dmin   k1D   
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régime d’excitation impulsionnel. De plus, on souhaite mettre en œuvre une technique de 

spectroscopie capable de sonder temporellement l’étalement du paquet d’onde excitonique, via sa 

perte de cohérence temporelle. La technique de contrôle cohérent, décrite dans le paragraphe D. 

suivant, apparaît de ce point de vue comme adaptée au problème. 

 

D. Contrôle cohérent de l’exciton 

 

 

Avec le développement de l’optique non linéaire et des lasers à impulsions brèves un grand nombre de 

techniques d’étude des phénomènes quantiques rapides ou ultra-rapides est apparu. On peut citer, entre 

autres, la photoluminescence résolue en temps, les techniques de mélange d'ondes, les techniques 

d'absorption photo-induites (en configuration pompe-sonde par exemple), ou le contrôle cohérent. 

Parmi ces techniques, le contrôle cohérent est adapté à l’étude du régime transitoire libre d’un état 

excité, et des phénomènes à l’origine de la relaxation, à la fois énergétique et du point de vue de la 

phase de cet état. Les formes que peuvent prendre les expériences de contrôle sont nombreuses et dans 

sa mise en œuvre la plus simple une expérience de contrôle consiste à exciter le système à l'étude à 

l'aide d'un doublet d'impulsions identiques et verrouillées en phase. Cependant la mise en forme 

d'impulsions permettant d'induire des transitions entre états excités de façon sélective (voir par 

exemple deux réalisations récentes dans [Kang2010], [Bingwei2010]), ou plus simplement le contrôle 

de la polarisation d'un état excité par ajustement de l'intensité de l'impulsion excitatrice [Melet2008] 

entrent aussi dans le champ du contrôle cohérent. 

A partir de deux impulsions verrouillées en phase, le système quantique est d’abord préparé dans une 

superposition cohérente définie par l’intensité, la forme et la largeur de la première impulsion. Une 

deuxième impulsion sonde interagit plus tard avec le système et son déphasage avec la première 

impulsion est contrôlé. L’analyse de l’émission de l’objet renseigne sur les temps de vie et de 

cohérence de l’état manipulé.  

Depuis les travaux pionniers sur le contrôle cohérent dans une boite quantique unique formée dans une 

hétérostructure de semi-conducteurs  de type GaAs/AlGaAs, le rôle de la polarisation des états couplés 

à la lumière a été étudié et la mesure du temps de cohérence réalisée (environ 40 picosecondes à 6 K) 

[Bonadeo1998]. 

Des signatures spectroscopiques tels que le doublet Autler-Townes et le triplet de Mollow, à l’origine 

propre au domaine de la physique atomique, ont été mis en évidence [Ramsay2010]. Le régime 

d’oscillation de Rabi d’une paire électron-trou confinée d’une boîte quantique unique a également été  

observé [Kamada2002], [Melet2008], caractéristique d’un système à deux niveaux idéal. Les temps de 

relaxation de l’état excité, à savoir son  temps de vie et son temps de cohérence, ont pu être mesurés à 

des valeurs caractéristiques comprises entre 100 ps et 200 ps à 10 K [Enderlin2009]. Toujours dans les 

boîtes quantiques, le contrôle cohérent d’un spin électronique unique d’une boîte quantique a été 
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réalisé par différents groupes avec un temps de cohérence bien plus long, de l’ordre de plusieurs µs 

([Ramsay2010]). 

Une étude originale par contrôle cohérent a été réalisée récemment sur une molécule organique de 

térylène diimide [Hildner2010]. La molécule est dispersée dans un environnement non cristallin et 

désordonné, formé par un film de polyméthacrylate de méthyle. Le contrôle utilise des impulsions 

ultra-courtes de 75 fs de largeur. Comme dans les boîtes quantiques, la mise en évidence d’oscillations 

de Rabi a démontré la possibilité de manipulation d’un qubit unique, mais de nature moléculaire cette 

fois. Son temps de cohérence, plus court, a été mesuré par le contrôle cohérent entre 25 fs et 50 fs. 

Le contrôle cohérent d’une excitation électronique a donc fait l’objet d’études expérimentales en ce 

qui concerne un système aux excitations localisées : boîte quantique, molécule. En revanche, la 

technique n’a jamais été utilisée pour  l’étude de la relaxation d’un état excité étendu à une dimension. 

De telles expériences seront décrites dans ce travail où nous verrons comment les mesures complètent 

les informations obtenues dans des expériences, plus classiques, de micro-photoluminescence. De 

façon générale les expériences sont conduites à l'échelle de l'objet unique. Contrairement à la majorité 

des études ayant porté sur des centres moléculaires isolés en milieu amorphe nous explorons une 

situation de couplage originale entre un objet de grande dimension (la chaîne fait une dizaine de  

microns de long) présentant une très forte anisotropie et la matrice cristalline dans lequel il est 

immergé sans contrainte. Les résultats obtenus sur la dynamique de relaxation d’un exciton 1D sur un 

fil quantique de polydiacétylène sont présentés au chapitre III. 

La figure [I.14] schématise la configuration d’excitation de la chaîne par un doublet d’impulsions 

laser. Lors du contrôle cohérent, le déphasage et le délai entre les impulsions sont ajustés. 

 Dans notre configuration expérimentale, l’information sur l’état quantique du système est lue de façon 

indirecte par des mesures d’intensité de luminescence intégrée dans le temps. Il est donc essentiel, 

pour pouvoir interpréter les données d’élaborer un modèle de régime transitoire, et de pouvoir aboutir 

à l’émission de luminescence à partir de calculs mettant en jeu les états excités luminescents. 

Ainsi, le contrôle cohérent donne accès à des propriétés de déphasage de l’état excité et peut 

renseigner sur l’évolution du système aux temps très courts (dans la gamme picoseconde ou 

subpicoseconde), même sans résoudre la dynamique de luminescence. 

En ce qui concerne la dynamique de l’exciton, l'évolution spatio-temporelle exacte du paquet d'onde à 

1D dans toute sa généralité est un problème très complexe. En effet le traitement fait intervenir 

l'ensemble des composantes spatiales représentées dans l'espace réciproque par les états k. Il faut alors 

pouvoir exprimer l’interaction avec la lumière de ce système à plusieurs degrés de libertés spatiaux, 

mais aussi calculer l’évolution durant le régime transitoire, la perte de cohérence résultant de 

l’interaction exciton – phonons acoustiques. 
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Figure[I.14]. Représentation schématique de l’excitation de la chaîne de polydiacétylène par un doublet 

d’impulsions laser. Le dessin n’est pas à l’échelle. 

  

Les expériences de contrôle cohérent réalisées ont pour but de donner des informations sur la 

perte de cohérence temporelle de l’exciton sur la chaîne. En particulier, le temps caractéristique mis en 

jeu dans la relaxation et appelé temps de cohérence, sera mesuré. L’analyse des résultats dans le cadre 

de modèle de dynamique de l’exciton doit permettre d’extraire des informations qualitatives et 

quantitatives sur les mécanismes qui gouvernent sa relaxation. 

L’excitation du fil quantique en un même point a été réalisée dans deux configurations 

d’excitation. La première configuration consiste à exciter le fil en résonance sur l’exciton purement 

électronique (état fondamental → exciton (bas de bande)). La luminescence détectée alors sur la raie D 

renseigne sur la dynamique de relaxation de l’exciton, et le contrôle cohérent permet de mesurer son 

temps de cohérence T2. 

Dans la seconde configuration, l’état vibronique T (figure [I.6]) est pompé par les impulsions 

laser (état fondamental → T). La dynamique de relaxation de l’état T est alors sondée, par la détection 

de la luminescence 0-phonon après une transition non radiative de l’état T vers l’exciton en bas de 

bande. 

Enfin, une expérience originale de contrôle cohérent simultané en deux points distincts, sur la 

transition état fondamental → exciton, a été mise au point. Une première impulsion laser génère, en un 

point de cote z1 le long du fil, un paquet d’ondes qui évolue librement. Une seconde impulsion vient 

sonder l’état de la superposition à un instant ultérieur ou simultanément en un point de cote z2. 

L’originalité du protocole tient au fait que deux paramètres peuvent alors être ajustés : la phase 

L ~ 10 µm 

~ quelques 

A° 

ψ(Ex) 
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temporelle relative entre les impulsions et idéalement la distance séparant les deux points d’excitation 

sur le fil (ce dernier paramètre n’a pas été varié dans ce travail). 
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 L’exciton étant par nature créé par absorption optique, l’étude de ses propriétés ou de sa 

dynamique de formation est menée au moyen de son émission de luminescence.  

L’étude expérimentale qui s’y rapporte relève donc du domaine de l’optique et de la spectroscopie. 

Les techniques mises en œuvre seront détaillées dans le paragraphe II. Les expériences réalisées 

imposent en premier lieu de détecter une raie de l’exciton dont le rendement de fluorescence est 

suffisamment important pour mesurer un signal. D’autre part, pour avoir accès à la mesure de temps 

de relaxation associés à la cohérence temporelle de l’exciton, l’expérience nécessite de placer 

l’échantillon à basse température. Un contrôle cohérent de l’exciton, dont le principe est expliqué au 

paragraphe III, ne sera en effet possible que si celui-ci reste relativement bien isolé du bain de phonons 

de la matrice environnant une chaîne. On emploie donc des techniques de cryogénie présentées au 

paragraphe I. Le principe d’une expérience présentée dans la suite peut être décomposé en deux parties 

(Figure [II.1]) : d’une part la préparation d’un faisceau laser d’excitation et focalisation sur 

l’échantillon refroidi et d’autre part la collection et la détection de la luminescence de la chaîne. 

Nous donnons dans un premier temps une vue d’ensemble de ces aspects expérimentaux. Les 

propriétés de la source laser ainsi que les techniques d’optique pour la microphotoluminescence et le 

contrôle cohérent seront détaillées dans la suite du chapitre. 

 

 

 

 

 

 

 

 

 

 

 

  

 

 

 

 

 

 

 

Figure [II.1]. Schéma de dispositif expérimental pour les expériences de spectroscopie de l’exciton 
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On peut distinguer, dans le montage (figure [II.1]), trois ensembles détaillés dans la suite du chapitre. 

 

- Premier ensemble (1) : l’ensemble associé au laser. 

Il se compose d’une source laser impulsionnelle Ti-Sa, suivi d’un oscillateur paramétrique optique 

(OPO) et d’un cristal doubleur. Lors d’une expérience de contrôle cohérent de l’exciton, le faisceau est 

ensuite envoyé dans un interféromètre de Michelson stabilisé permettant de dédoubler les impulsions 

avec un retard et un déphasage contrôlés. 

- Deuxième ensemble (2) : le microscope éclaté. 

Il s’agit du montage de microphotoluminescence proprement dit. Le faisceau issu du point objet A est 

d’abord collimaté, puis focalisé par l’objectif O2 sur la surface de l’échantillon, au point B. Le spot 

lumineux focalisé a alors une dimension  typique de 1 µm
2
. L’échantillon est placé dans un cryostat à 

une température en général inférieure à 10 K. La luminescence émise depuis l’échantillon est collectée 

et de nouveau collimatée par l’objectif de microscope dans une géométrie de retour inverse. Elle est 

ensuite focalisée sur la fente d’entrée d’un spectromètre imageur au point C. La fente d’entrée est 

verticale (axe perpendiculaire au plan de la figure [II.1]). Les chaines étant alignées entre elles, 

l’échantillon est orienté de manière à placer les chaines parallèles à la fente. 

- Troisième ensemble (3) : la détection. 

La détection est réalisée par le spectromètre imageur couplé à une caméra CCD, donnant accès à deux 

types d’information : une analyse spectrale de la luminescence émise par l’échantillon (mode 

« spectre »), et une image de la fente d’entrée (mode « image »). 

 

 

I. Cryogénie 

 

Le système cryogénique mis en œuvre doit répondre à deux exigences. La première est la garantie 

d’une température suffisamment basse pour maintenir l’exciton bien isolé, donc inférieure 

typiquement à 10 K, et la deuxième est une stabilité mécanique du montage par rapport aux vibrations 

et aux dilatations différentielles des matériaux constitutifs, sans quoi la spectroscopie d’une chaîne 

isolée est impossible.  

Le cryostat utilisé pour nos expériences et présenté sur la figure [II.2] a été conçu dans l’équipe par M. 

Menant et D. Roditchev. 
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Figure [II.2].  Schéma du cryostat 

 

 

Un vase à azote liquide à 77 K isole thermiquement l’intérieur du cryostat du milieu extérieur.  

Il est séparé d’un vase à hélium liquide à 4 K par un compartiment sous vide. L’échantillon est fixé sur 

un doigt froid en cuivre, très proche de la fenêtre optique en quartz, l’objectif O2 se trouvant à 

seulement 8 mm de la surface de l’échantillon. Le doigt froid se trouve sur  la partie externe du 

cryostat, proche de la fenêtre optique. Il est relié au bain d’hélium liquide par une tresse de cuivre. Le 

porte-échantillon est en contact avec le doigt froid et avec l’échantillon : le refroidissement de 

l’échantillon se fait donc par conduction thermique. Il est constitué de deux pièces de cuivre séparées 

par un disque évidé de fibre de verre de faible conductivité thermique, l’une est soudée à la tresse de 

cuivre, donc à environ 6 K, et l’autre à l’échantillon. Les deux pièces sont reliées par un fil de cuivre 

calibré, l’échantillon se trouve alors à 10 K. Cette conception permet de symétriser les contraintes 

mécaniques de dilatation et de compression dues aux variations de température. Elle garantit une 

stabilité suffisante pour une expérience de plusieurs minutes ou dizaines de minutes sur un objet 
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unique en microphotoluminescence (la technique est exposée au paragraphe II-B)). L’échantillon est 

couvert par un cache à azote, relié par une tresse de cuivre au vase à azote, et qui protège ce dernier du 

rayonnement thermique extérieur. On peut atteindre finalement des températures voisines de 6 K (un 

pompage sur l’Hélium liquide permet de descendre à une température d’environ 5 K). Le cryostat 

permet également de balayer une gamme de température allant de 10-12 K à 100 K. Deux sondes 

Allen-Bradley, des résistances à base de semi-conducteur, sont fixées sur le porte-échantillon. La 

première, mise sous tension, chauffe par effet Joule et la deuxième sert de mesure de température au 

moyen d’un Ohmètre, la dépendance de la résistivité en fonction de la température ayant été calibrée 

au préalable. 

 

Pour des expériences à plus basse température  nous avons utilisé un cryostat à flux d’Helium 

de marque Oxford associé à une régulation de température. Un flux d’Hélium circule en permanence à 

travers une canne et se vaporise au niveau d’un échangeur thermique, en contact avec le doigt froid qui 

supporte l’échantillon. Ce système permet d’obtenir une température voisine de 4 K. 

 

 

 

II- Spectroscopie laser et microphotoluminescence 

 

 

A. Une source impulsionnelle dans le visible 

 

a. Laser et instrumentation associée 

 

 A basse température l’exciton absorbe dans le visible autour de 2,28 eV ou 543 nm. Afin de 

pouvoir préparer et manipuler la fonction d’onde excitonique sur la chaîne pendant son temps de 

cohérence typiquement de l’ordre de la picoseconde, il est nécessaire de disposer d’une source laser 

impulsionnelle à cette longueur d’onde avec une durée d’impulsion inférieure ou égale à la 

picoseconde. 

 

a1. Description générale du laser 

 

 La source utilisée est un laser Titane-Saphir (modèle Tsunami de Spectra-Physics), pompé en 

entrée par un laser solide Nd :YVO4. Le Tsunami possède une large bande d’émission, appelée aussi 

bande de gain, comprise entre 700 nm et 1 µm.  Il peut fonctionner dans deux régimes distincts 

caractérisés par la largeur des impulsions délivrées : régime picoseconde (ps) et régime femtoseconde 

(fs). L’accord en longueur d’onde est possible dans les deux régimes : un filtre biréfringent de Lyot en 

régime ps, et une paire de prismes en régime fs. La majeure partie des expériences a été réalisée en 
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régime ps. Dans ce régime, accordé à 755 nm, la cavité délivre en sortie une puissance moyenne de 

2 W pour des impulsions larges d’environ 1 ps. 

 

a2. Conversion de fréquence 

 

 Le train d’impulsion sortant du Tsunami, émis à 755 nm en régime ps et polarisé rectilignement, 

doit être ensuite ramené à la longueur d’onde souhaitée de 543 nm. Cette dernière longueur d’onde 

correspond en effet à la transition nécessaire pour photocréer un exciton purement électronique.  

Le faisceau est donc envoyé dans un Oscillateur Paramétrique Optique de Spectra Physics, ou  

« OPO ». L’OPO est une cavité passive (analogue à une cavité laser privée de milieu de gain) 

« picoseconde » : sa  longueur est accordée très précisément sur celle du Tsunami. Les impulsions à la 

sortie de l’OPO ont la même largeur temporelle que celles qui y entrent. Le faisceau traverse un cristal 

non linéaire qui génère une conversion de fréquence suivant le processus : 

321

111

λλλ
+= , 

où 1λ = 755 nm est la longueur d’onde du photon incident, et 2λ  et 
3λ  celles des photons créés. La 

géométrie de l’incidence sur le cristal, non ajustable, détermine l’accord de phase pour un photon à 

2λ = 2475 nm et un photon à 
3λ = 1086 nm en sortie, ce dernier seul étant exploité pour l’expérience. 

Le rendement de conversion vaut environ 15 %. Un cristal doubleur en sortie de l’OPO exploite un 

processus de génération de seconde harmonique. Il donne finalement un faisceau à la longueur d’onde 

souhaitée 1086/2 = 543 nm,  polarisé rectilignement.  

 

b. Caractérisation d’une impulsion lumineuse 

 

b1. Spectre  

 

 

 

 

 

 

 

 

 

 

 

 

Figure [II.8]. En points, spectre expérimental du laser  en régime femtoseconde (pic à 484,5 nm)                                          

et ajustement par une fonction gaussienne (courbe rouge) 
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 La figure [II.8] montre un exemple de mesure au spectromètre du laser en régime femtoseconde, 

acquis avec le réseau le plus dispersif à 1200 traits/mm. Le spectre mesuré est ajusté par une fonction 

gaussienne (courbe rouge) centrée en λ = 484,5 nm et de largeur à mi-hauteur ∆λ = 2,63 nm. 

 

b2. Autocorrélation  

 

 La seconde technique de mesure se fait cette fois dans le domaine temporel. Elle consiste en une  

autocorrélation de l’impulsion mesurée avec un autocorrélateur optique de Spectra Physics. 

L’autocorrélateur est un dispositif qui contient un interféromètre de Michelson intégré. La différence 

de marche entre les deux bras est balayée de façon automatisée par un miroir mobile autour de la 

différence de marche nulle, l’autre miroir restant fixe. Le signal en sortie est donc formé des deux 

impulsions séparées d’un certain délai variable, et traverse alors un cristal doubleur. Le signal est 

finalement mesuré par un photomultiplicateur. L’autocorrélateur reconstruit par ce principe la fonction 

d’autocorrélation en intensité de l’impulsion : 

∫ −= dt)'tt(I)t(I)'t(s . 

 

 

 

 

 

 

 

 

 

 

 

 

 

Figure [II.9]. Autocorrélation optique d’une impulsion en régime fs : 

courbe expérimentale (courbe pleine) et ajustement (courbe en tirets) 

 

La figure [II.9] montre le résultat de l’autocorrélation d’une impulsion mesurée en régime 

femtoseconde. Afin d’accéder à la largeur temporelle à mi-hauteur de l’impulsion utilisée nous devons 

postuler la forme de l’enveloppe de celle-ci. En supposant qu’en termes d’intensité, l’enveloppe 

s’écrit :  
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où pτ  est la largeur du pulse à mi-hauteur, alors la largeur mesurée de la fonction d’autocorrélation en 

intensité vaut p,t τ∆ 541=  [Sala1980]. La courbe en tireté sur la figure [II.9] est l’ajustement de la 

fonction d’autocorrélation mesurée (largeur à mi-hauteur 220 fs) correspondant à la largeur du pulse 

fsp 140=τ . 

La même méthode d’ajustement pour les impulsions en régime ps donne t∆  = 1,52 ps et 
pτ ≈ 1 ps. 

Pour le régime femtoseconde avec comme caractéristiques du pulse, ∆λ = 2,63 nm et 

fsp 140=τ  vers 485 nm, comme pour  le régime picoseconde avec comme caractéristiques 

∆λ = 0,44 nm et 
pτ ≈ 1 ps vers 543 nm, les impulsions ne sont qu’approximativement limitées par 

transformée de Fourier. 

 

B.   Optique pour la microphotoluminescence 

 

    a. Epuration et agrandissement du faisceau laser 

 

 La configuration du montage est donnée sur le schéma de la figure [II.10]. Le point objet A, qui 

joue le rôle de point source pour l’expérience de microphotoluminescence, est en réalité un trou source 

de 10 µm de diamètre. Un  objectif de microscope O1, assimilé à une lentille de distance focale 

01f ′  = 12 mm, focalise le faisceau sur A. Une lentille L1 de distance focale 1f ′ = 80 mm  a pour rôle de 

collecter les rayons et collimater le faisceau. Le plan contenant A est confondu avec le plan focal objet 

de L1 : l’ensemble du montage constitue un système afocal de grandissement : 
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Figure [II.10]. Schéma du montage d’épuration et d’agrandissement du faisceau 

 

On réalise ainsi un filtrage spatial passe-bas, c’est-à-dire l’épuration du faisceau, classiquement utilisé 

en Optique de Fourier. Les inhomogénéités de la tache du spot laser sont « lissées » en sélectionnant 

les fréquences spatiales au voisinage de l’ordre 0. Un tel filtrage a été également utilisé dans nos 

expériences pour améliorer l’homogénéité de la tâche, ainsi que la divergence du faisceau, en sortie du 

doubleur après l’OPO. La récupération d’un faisceau bien homogène et peu divergent permet 
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d’optimiser la puissance et de faciliter les réglages d’alignement de l’interféromètre de Michelson 

placé après le doubleur (son étude est faite au paragraphe III). 

Un avantage de ce montage est de séparer la partie associée au laser, située en amont du trou de 

filtrage, de la partie comprenant les éléments servant à la focalisation sur l’échantillon, située en aval. 

Une fois que l’alignement optique est réalisé en aval, il l’est une fois pour toutes : seule la position du 

trou de filtrage sert de référence. Les ajustements en amont sur la source n’auront alors pas d’influence 

sur les réglages de la focalisation. 

D’autre part, l’élargissement du faisceau donne un double avantage pratique. La manipulation d’un 

faisceau de grande section peu divergent facilite les réglages d’alignement pour la focalisation. De 

plus, la largeur importante du faisceau au niveau de la face d’entrée de l’objectif O2 (voir ci-après) 

donne une liberté de positionnement de celui-ci, sans craindre de perdre le faisceau : la recherche 

d’une chaîne unique se trouve en conséquence exempte de la contrainte du déplacement de O2. 

 

b. Focalisation du laser et  collection de la luminescence 

Le schéma de la figure [II.11] illustre ce principe de focalisation et de collection de la 

luminescence. Les rayons du faisceau laser sont représentés en vert et ceux de la luminescence en 

orange. Le trou source A, d’une taille de 10 µm est imagé au point B, dans le plan focal image de 

l’objectif de microscope O2 conçu spécifiquement pour pouvoir focaliser après la traversée de la 

fenêtre en quartz du cryostat, épaisse de 1,7 mm. Le réglage de l’objectif permet de faire coïncider le 

point B avec une chaîne en surface de l’échantillon situé à 7,8 mm de O2. La mise au point 

relativement délicate sur une chaîne unique est réalisée dans un premier temps en déplaçant 

grossièrement le cryostat puis dans un deuxième temps en contrôlant finement la position de O2 à 

l’aide d’un cube piézoélectrique.  

 

 

 

 

 

 

 

 

 

 

 

 

 

 

Figure [II.11]. Schéma de la focalisation du laser sur l’échantillon 

7,8 mm 

αααα    

L1 

1,7 mm 

   B 

lame 

semi-réfléchissante 

O2 
fenêtre du 

cryostat 
échantillon 

Détection 



Chapitre II

 

 50 

En assimilant O2 à une lentille convergente, le grandissement du système {L1, O2} est donné par  

10180812 === 'f'fG , soit une taille de spot au point B de 1 µm. Cette dimension assure une 

sélectivité spatiale suffisante pour permettre l’excitation d’une chaîne unique au voisinage immédiat 

de la surface de l’échantillon, pourvu que l’échantillon soit suffisamment peu polymérisé. La 

dimension limite du spot imposée par la diffraction est liée à l’ouverture numérique ON = 0,6 de O2. 

Elle peut être estimée à partir du calcul de l’intensité diffractée par un trou circulaire. La limite 

supérieure imposée par la diffraction est alors 101221 ,ON,a == λ µm, valeur comparable à celle 

donnée par les relations de conjugaison. Le choix des éléments optiques (taille du trou source A, 

distance focale et ouverture numérique de l’objectif) est donc optimal. Ceci est confirmé par l’image 

du spot montrée au paragraphe C. b (Figure [II.14]). Celle-ci présente un profil bien circulaire et 

homogène, signe que les aberrations de l’ensemble des éléments de la ligne de 

microphotoluminescence n’affectent pas la limite de résolution. La polarisation du laser est préparée 

verticale, parallèlement à l’axe des chaînes, de façon à assurer  un couplage optimum entre le champ 

électrique de l’impulsion et le moment dipolaire de l’exciton. La luminescence excitonique n’est pas 

collectée à la même longueur d’onde que celle du laser résonnant sur l’exciton à 543 nm. En effet la 

diffusion du laser trop intense rendrait impossible l’extraction d’un signal de luminescence plusieurs 

ordres de grandeur plus faible. La détection se fera donc généralement à la longueur d’onde de 592 nm 

correspondant à la raie D (l’émission d’un photon de luminescence est dans ce cas assistée de 

l’émission d’un phonon optique : le mécanisme sera revu au chapitre III). La luminescence est 

collectée par O2 sous un angle maximum α  vérifiant ON)sin(n =2α , soit α = 72° pour 1=n . Elle 

est collimatée par l’objectif puis acheminée et focalisée sur la fente d’entrée du spectromètre. 

L’émission de la chaîne est ensuite imagée dans le plan d’une caméra CCD de surface de (260 mm x 

104 mm). 

 

c. Détection de la luminescence 1 : spectromètre imageur 

 

c1.  Description du spectromètre 

 

Le spectromètre (figure [II.12]), modèle Triax 550 de Jobin Yvon, est constitué par les éléments 

optiques suivants : un réseau de diffraction choisi parmi trois possibles (100 traits/mm, 600 traits/mm 

ou 1200 traits/mm), une fente d’entrée de largeur réglable, et deux miroirs. Le premier miroir est 

parabolique et sert à collecter et collimater la lumière provenant de la fente d’entrée. Le deuxième 

miroir à courbure spécifique  est situé en sortie du réseau et focalise les rayons dans le plan d’une 

matrice CCD bidimensionnelle de dimension (2000 pixels, 800 pixels) refroidie à 160 K et servant à la 

détection. Le temps d’acquisition est un paramètre que l’on ajuste en fonction du niveau de signal 

reçu. Malgré la grande sensibilité du détecteur, le temps d’acquisition peut aller jusqu’à plusieurs 

minutes pour l’imagerie, du fait de la faible quantité de photons émis par la chaîne. Le choix du réseau 

conditionne la fenêtre spectrale d’analyse ainsi que la résolution spectrale. Pour la 
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L2 
Fente d’entrée 

réseau 

Miroir 

parabolique 

Miroir 

sphérique 

CCD 

Y 

X 

C 

microphotoluminescence nous utilisons le réseau 1200 traits/mm, associé à une résolution de l’ordre 

de 50 µeV pour le visible ou proche infrarouge.  

La luminescence extraite depuis l’échantillon en B est focalisée sur la fente d’entrée du spectromètre, 

au point C, au moyen de la lentille L2 traitée anti-reflet, dont la distance focale de 80 mm  permet de 

couvrir la totalité du réseau. Dans cette configuration, la largeur de la fente doit être choisie 

suffisamment petite pour jouer le rôle de filtre, notamment vis-à-vis d’éventuelles luminescences 

parasites en provenance d’autres chaînes excitées que celle étudiée. En effet, seuls les rayons de la 

luminescence provenant d’une source située suffisamment proches de B dans la profondeur pourront 

passer la fente : plus celle-ci est étroite, plus la restriction en profondeur est grande et la sélectivité 

élevée. Ce même principe est utilisé en microscopie confocale. Sur le plan pratique, la largeur de la 

fente utilisée résulte d’un compromis entre  la collection d’un niveau de signal suffisant et une 

sélectivité spatiale qui permet de résoudre l’émission d’une chaîne unique. On choisit typiquement une 

largeur de  100 µm à 300 µm.  

 

 

 

 

 

 

 

 

 

 

 

 

 

Figure [II.12].  Schéma du spectromètre imageur 

 

Le spectromètre permet un choix entre deux modes d’analyse. Le premier est un mode d’analyse 

spectrale simple, pour lequel les composantes de l’intensité de luminescence dispersées finalement 

suivant l’axe horizontal X de la matrice, sont intégrées selon son axe vertical Y. Le signal est donc 

résolu spectralement, mais pas spatialement. Le second est le mode image. La lumière incidente sur la 

fente d’entrée est simultanément dispersée en longueur d’onde, suivant l’axe X, comme il est montré 

sur le schéma ci-dessus, et imagée selon l’axe Y : pour chaque longueur d’onde, chaque point objet de 

la fente d’entrée est conjuguée à un pixel de l’axe Y (compte tenu de la résolution spatiale) avec un 

grandissement unité. Le signal est dans ce cas résolu à la fois spectralement et spatialement : le profil 

résultant I (X,Y) contient donc toute l’information sur l’intensité intégrée en temps de la luminescence 

émise par la chaîne. 
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c2. Etalonnage par imagerie en lumière blanche - Résolution spatiale 

 

La taille d’un pixel correspondant à 13 µm (donnée constructeur) et le système {O2, L2} ayant un 

grandissement de 10, la résolution théorique vaut 1,3 µm. Elle n’est néanmoins jamais atteinte 

strictement en raison des aberrations internes au spectromètre : les deux miroirs du spectromètre ne 

sont pas parfaitement stigmatiques pour les rayons d’angles d’incidence les plus élevés. Pour pouvoir 

imager de façon satisfaisante la luminescence d’une chaîne longue de plusieurs microns il est donc 

important d’optimiser la résolution spatiale de l’image, et donc de s’affranchir  de ces aberrations.  

Nous utilisons pour cela un protocole d’étalonnage en lumière blanche. Dans le montage de 

microphotoluminescence présenté plus haut, on remplace l’excitation laser par une lampe blanche. On 

mesure I(X,Y) en mode image. Un exemple de l’acquisition associée à l’étalonnage est présenté par la 

figure [II.13]. Sur l’axe X, pour le réseau 1200 traits/mm utilisé, les 2000 canaux correspondent à un 

intervalle de 40 nm.  

 

 

 

 

 

 

 

 

 

 

 

 

 

Figure [II.13]. Image et spectre en (X,Y) d’un trou source éclairé en lumière blanche 

 

Pour X en dehors de l’intervalle [200,600], le spectromètre n’image pas correctement la source 

blanche. On observe en effet une perte importante en  résolution de l’image du trou source, sur l’axe 

Y. Le profil I (X, Y) est approximativement stigmatique pour des valeurs de X correspondant au 

centrage des éléments optiques par rapport au faisceau de la luminescence collectée. On constate que 

la résolution expérimentale vaut, selon l’axe Y, typiquement 2 pixels dans cette région, ce qui 

correspond à environ 2 µm. Il sera alors possible de résoudre l’émission provenant de deux points de 

la chaîne séparés de 2 µm ou plus. En pratique, lors de l’expérience d’imagerie de  luminescence 

associée, nous choisissons de ramener la valeur de la longueur d’onde centrale de la luminescence 

(détectée à 592 nm) dans la  fenêtre spectrale formée par les canaux X compris entre 200 et 600.  

Y 

X 
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En fonction du réglage, la zone correctement imagée se déplace. Elle doit être systématiquement 

repérée avant chaque expérience et à chaque fois qu’un nouvel alignement impliquant la détection est 

opéré. Le repérage de la zone se fait par une acquisition du type de celle montrée sur la figure [II.13].  

Une fois le spectromètre étalonné, le trou source A est de nouveau éclairé par le laser. Son image 

(figure [II.14]) permet alors de mesurer directement la résolution spatiale du spectromètre. 

 

 

 

 

 

 

 

 

 

 

 

 

 
 

 

 

 

 

Figure [II.14]. Image I (X,Y) d’un trou source éclairé par le laser après étalonnage du détecteur. 

En haut : spectre I (X) de l’émission laser.  

A droite : Image I(Y) pour la longueur d’onde centrale du laser λλλλ0 = 543 nm 

 

 

 Une fois ces mesures d’optimisation et de calibration réalisées, l’image de la luminescence de 

la chaîne peut être menée de façon satisfaisante : il est possible d’extraire à la fois la répartition de 

l’intensité de luminescence de la chaîne, ainsi que sa longueur, et de garantir par la même occasion le 

fait qu’elle soit unique à émettre. 

 

d. Détection de la luminescence 2 : caméra à balayage 

 

L’analyse temporelle de la luminescence est réalisée par une caméra à balayage ou streak 

camera (Hamamatsu). Son principe général de fonctionnement repose sur la conversion de photons 

incidents en électrons. Les photons incidents entrent par une fente dans l’appareil, passent par un 

système de lentille créant l’image de la fente sur une photocathode. Les photons sont convertis en 

électrons par la photocathode. Le faisceau d’électrons accélérés traverse ensuite une enceinte sous vide 

dans laquelle un ensemble de deux électrodes métalliques polarisées le dévie verticalement. La tension 

X 

Y 
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appliquée aux électrodes est une fonction sinusoïdale du temps dont la fréquence est synchronisée 

avec le taux de répétition du laser Titane-Saphir, 82 MHz, mesuré par une photodiode rapide. Ensuite, 

le faisceau d’électrons dévié atteint un écran phosphorescent entraînant l’émission  de photons détectés 

par une caméra CCD. La déviation verticale des photons détectés est donc directement proportionnelle 

à leur instant d’arrivée sur la photocathode. Le système de déflexion est essentiel puisque c’est lui qui 

transforme l’information temporelle sur les photons en une répartition spatiale sur l’écran. 

La résolution temporelle intrinsèque de la caméra utilisée est au mieux de 4 à 5 ps : les coupes 

temporelles de l’image d’une impulsion lumineuse dans le régime femtoseconde, de durée 150 fs, 

comme dans le régime picoseconde de durée proche d’une picoseconde (les deux types de pulses que 

nous avons utilisés) donnent en effet une largeur à mi-hauteur de l’ordre de 4 à 5 ps. 

 Dans les expériences présentées au Chapitre III, l’image agrandie de la luminescence d’une 

chaîne unique excitée dans une bande vibronique est formée directement le long de la fente d’entrée de 

la caméra. L’émission hautement monochromatique de la raie zéro-phonon est détectée et n’est donc 

pas résolue spectralement. Dans ces conditions, sur les images fournies par la caméra, l’axe horizontal 

est la position le long de la chaîne unique émettrice, et l’axe vertical représente le temps. 

  

III- La technique de contrôle cohérent 

 

A.  Principe du contrôle cohérent  

 

 Le point de départ du contrôle cohérent de l’Exciton consiste à créer deux impulsions laser, 

décalées d’un délai t∆  donc déphasées de t∆ωφ 0=  avec 
0ω  la pulsation centrale des impulsions. 

La figure [II.15] schématise ce doublet d’impulsions. Le décalage t∆  est une somme des deux 

intervalles de temps suivants : 

- le délai « long » τ  (de l’ordre de quelques picosecondes) introduit par une ligne à retard sur une 

première voie. Le délai τ  est donc associé à un déphasage πτω 20 >>  entre les deux impulsions.  

- le délai « court » δτ <<τ  (de l’ordre de la femtoseconde) introduit grâce à un moteur 

piézoélectrique sur une deuxième voie. δτ  impose alors la phase associée ϕ ,  typiquement de l’ordre 

de π ,  à l’intérieur d’un cycle optique. 

On a finalement : ϕτωφδττ∆ −=⇔−= 0t
 

Pour illustrer le principe du contrôle cohérent on considère l’interaction entre la lumière laser 

et l’exciton dans le cadre simple du système à deux niveaux : l’état fondamental 0 et l’état excité 

1 . On fait les hypothèses simplificatrices suivantes, permettant de donner l’évolution du système de 

façon exacte : 

- les deux impulsions ont une forme rectangulaire, de largeur T et d’amplitude E0, et elles ne se 

recouvrent pas ; 

- l’exciton n’est soumis à aucun mécanisme de relaxation, il est parfaitement isolé. 
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 Figure [II.15]. Champ électrique du doublet d’impulsions (en trait continu rouge et vert)  

   en fonction du temps  
 

 

Avec ces hypothèses, l’évolution de la fonction d’onde du système peut être évaluée en résolvant 

analytiquement l’équation de Schrödinger. Le détail du calcul sera effectué entièrement au début du 

chapitre III. Le résultat donne en particulier l’état du système à la sortie de la deuxième impulsion : 

1
2

0
22

02
0

0202 






+















−








=+ −− Ti/ii ee)cos()Tsin(ie

T
sin

T
cos)T(

ωϕϕ ϕ
Ω

ΩΩ
τψ

 
, 

 avec µ le moment dipolaire du système et en posant h00 Eµ=Ω . 

Pour 0=ϕ , on trouve pour l’état du système après le passage des deux impulsions de largeur TE0
 : 

1)sin(0)cos()( 0

00

Ti
eTiTT

ωτψ −Ω+Ω=+  . 

Le résultat est identique à celui que l’on obtiendrait avec une impulsion unique de largeur double 

TE02 .  

Pour πϕ = , le système se trouve dans l’état fondamental 0 après le passage des deux impulsions. 

 

De façon plus générale, en notant )(ta et )(tb les coefficients respectifs devant les kets 0 et 1 , 

l’intensité de la luminescence I mesurée par le spectromètre est donnée à une constante près par : 

( ) 






Ω=++∝
2

cossin)(*)( 2

0

2 ϕ
ττ TTbTbI  

On remarque qu’elle est ici indépendante de τ , et ne dépend que de ϕ . En faisant varier 

ϕ  continûment, il est donc possible de moduler l’intensité de luminescence ; en particulier, un 

maximum et une extinction totale sont attendus respectivement pour 0=ϕ
 
et πϕ = .  

 

τ 

δτ E(t) 
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Voici à présent donné l’essentiel du protocole de contrôle cohérent. On recherche en premier lieu le 

signal de luminescence d’une chaîne unique. Le caractère unique de l’objet est donné par la forme 

lorentzienne de la raie et par sa largeur à mi-hauteur, ces aspects seront discutés au chapitre III. Puis 

on fixe le délai τ . On effectue alors l’acquisition d’une première série de spectres de luminescence en 

faisant varier ϕ . Pour une nouvelle valeur de τ  on répète cette procédure, et ainsi de suite. Il est 

possible d’associer à ces mesures un contraste défini par : 

minmax

minmax)(
II

II
C

+

−
=τ , 

où 
maxI  et minI  désignent, à τ  donné, les valeurs extrémales prises par l’intensité des spectres lorsque 

l’on fait varier ϕ  continûment. Le contraste joue le rôle d’indicateur expérimental de la perte de 

cohérence. En effet, on a par exemple, pour un temps caractéristique de relaxation T2  appelé temps de 

cohérence  : 1)( ≈τC  pour τ < T2 , et 0≈C  pour τ > T2. Dans le cas idéal non physique, présenté 

plus haut, nous aurions T2 = ∞ et 1)( =τC  pour toutτ . Le système reste alors dans une superposition 

cohérente des états 0  et 1 . 

L’utilisation d’une source impulsionnelle ne peut suffire à réaliser un contrôle cohérent de 

l’exciton. Une fois le train d’impulsions généré par le laser Tsunami, l’OPO et le doubleur, il est 

nécessaire d’utiliser un dispositif capable non seulement de dédoubler une impulsion, mais également 

d’exercer un contrôle sur le retard et le déphasage entre  les deux impulsions formées. La stabilité et le 

contrôle du déphasage sont une difficulté technique de taille en comparaison des systèmes classiques 

de lignes à retard. Le dispositif utilisé doit mettre en œuvre une méthode active de stabilisation : en 

effet dans le cas contraire, la moindre perturbation mécanique, comme une vibration ou une dilatation 

mécanique, induit une fluctuation parasite dans le chemin optique du faisceau. Ce rôle est assuré par 

un interféromètre de Michelson. 

 

B.  Dispositif pour le contrôle cohérent : interféromètre de Michelson stabilisé 

 

a.  Description de l’interféromètre 

 

Le faisceau d’impulsions est envoyé à l’entrée d’un interféromètre de Michelson stabilisé, dont le 

schéma est présenté sur la figure [II.16]. 

Cet interféromètre a été conçu et fabriqué dans le cadre de la Thèse Paris VI de Romain Melet. 

Le faisceau d’un laser continu He-Ne est envoyé dans ce même interféromètre. Le contrôle de la 

différence de marche est réalisé sur ce dernier. Cependant, les deux impulsions empruntent le même 

trajet que celui-ci, avec des réflexions sur les mêmes dioptres : cube séparateur, miroir (M1), miroir 

(M2). Si le contrôle est réalisé pour l’He-Ne, alors il le sera aussi pour le déphasage entre les 

impulsions.  

Les deux miroirs associés aux voies (1) et (2) sont des « tripodes » constitués de trois dioptres 

réfléchissants accolés deux à deux avec un angle de 120°. Cette astuce technique permet de renvoyer 
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un rayon systématiquement parallèlement à lui-même, et les réglages d’alignement en sont ainsi 

facilités. 

Le miroir de la voie (1) est solidaire d’une platine de translation couplée à un moteur pas à pas 

micrométrique piloté par informatique : la voie (1) joue le rôle d’une ligne à retard. Le moteur peut 

effectuer des pas de 0,15 µm. La différence de marche e  introduit le délai ce2=τ
 
entre les deux 

bras. Le délai vaut donc 1 ps pour 2000 pas, soit 50 fs par pas, et peut atteindre jusqu’à plusieurs 

centaines de ps pour une translation de quelques mm.  

Le miroir de la voie (2) est quant à lui fixé à un cristal piézoélectrique employé pour asservir la 

différence de chemins optiques eδ  entre les deux voies de l’ordre de la longueur d’onde. Celle-ci 

introduit le délai court ceδδτ =  associé au déphasage ϕ . Sur cette voie une photodiode délivre un 

signal, dépendant de eδ , à une boucle électronique de contre-réaction assistée d’un système correcteur 

PID (Proportionnel Intégral Différentiel). Cette boucle a pour fonction de rétroagir sur le déplacement 

du miroir de la voie (2) en compensant leur éventuel écart autour d’une position de référence.  

Deux lames biréfringentes 2/λ  et 4/λ  sont placées respectivement sur la voie du moteur (1) et sur la 

voie de contrôle (2) , ainsi qu’un analyseur A devant la photodiode. Nous montrons dans le paragraphe  

suivant comment ces éléments associés à l’asservissement du moteur piézoélectrique permettent le 

contrôle de la phase ϕτωφ −= 0  entre les deux impulsions. 

 

 

  

 

 

 

 

 

 

 

 

 

 

 

 

 

 

 

Figure [II.16].  Schéma de l’interféromètre de Michelson stabilisé. 
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                         b. Contrôle et asservissement du déphasage entre les impulsions 

 

Le procédé de contrôle, inspiré des travaux de M. U. Wehner et al. [Wehner1997], utilise de façon 

astucieuse les propriétés de polarisation de l’onde au sein de l’interféromètre. On présente les étapes 

qui mènent au contrôle de la phase à l’intérieur d’un cycle optique, c’est-à-dire au sein d’une seule 

oscillation du champ électromagnétique.  

Initialement, le faisceau témoin est polarisé linéairement suivant l’axe vertical, normal au plan du 

schéma de la figure [II.16]. L’axe horizontal et l’axe vertical sont portés respectivement par les 

vecteurs unitaires 
xu
r

et yu
r

. Les deux lames biréfringentes possèdent leurs axes neutres portés par 

Xu
r

et Yu
r

. Les axes neutres appartiennent au plan défini par (
xu
r

, yu
r

), et la base ( Xu
r

, Yu
r

) s’obtient par 

une rotation de 45° de (
xu
r

, yu
r

) (Figure [II.17]). Les calculs à venir sont effectués dans la base 

( Xu
r

, Yu
r

). L’onde émise par le laser He-Ne est initialement polarisée rectiligne et verticale, suivant 

yu
r

. Dans la base ( Xu
r

, Yu
r

), le champ électrique incident s’écrit : 
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Après la division d’amplitude par le cube séparateur, le champ dans la voie (1) s’exprime par : 
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La lame demi-onde rend le champ horizontal : 
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La différence de marche ee δδ −=  introduite entre les deux voies (1) et (2) est associée au déphasage 

ϕτωλδπφ −== 02  entre les deux impulsions. En choisissant la phase de la voie (2) comme 

référence, après un aller-retour dans l’interféromètre on aura, respectivement pour les champs des 

voies (1) et (2) dans la base ( Xu
r

, Yu
r

) :  
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La lame quart d’onde est ensuite traversée par les deux champs précédents. Ses axes neutres sont 

portés par Xu
r

 et Yu
r

, donc à 45° des deux polarisations. Elle transforme donc chacun des deux champs 

précédents en deux champs polarisés circulairement. Le champ résultant, issu de leur recombinaison 

par le cube séparateur, est alors donné par : 
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Le calcul direct de la somme précédente donne, en utilisant les relations de trigonométrie usuelles : 
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La superposition des deux ondes est donc polarisée rectilignement, et fait un angle de - 2φ  par 

rapport à Xu
r

. L’onde résultante passe finalement par l’analyseur A placé à l’angle θ  par rapport à la 

verticale yu
r

. Il fait donc un angle θ  - 4π  avec la lame quart d’onde (figure [II.17]). On en déduit 

l’angle entre le champ électrique et l’axe de l’analyseur :  

42
A4 π

θ
φ

Ψ λ +−== ),E( /,AR
r

 

où φ  est le déphasage entre les deux impulsions sortant de l’interféromètre et θ  l’angle repérant 

l’analyseur. 

 

 

 

 

 

 

 Figure [II.17]. Schéma représentant les axes neutres Xu
r

 et Yu
r

de la lame λλλλ/4, l’axe de  

   l’analyseur A et l’orientation du champ électrique avant passage de l’analyseur 

 

L’expression de l’intensité est donnée par la loi de Malus. Seule la composante suivant l’axe de 

l’analyseur Au
r

 est transmise, l’autre est absorbée. Le champ électrique transmis par A s’écrit donc : 

( )2
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E
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/,AR rrr
 

L’intensité moyenne, mesurée par la photodiode sur la voie de contrôle, vaut finalement : 

)(cosIcos
E

I
424

2
0

2
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0 π
θ

φ
Ψ +−==  

Elle est proportionnelle au déphasage entre les deux impulsions. Ainsi, le contrôle de I  permet de 

stabiliser le déphasage. La photodiode délivre un signal de tension photodiodeV  proportionnel à I . La 

position des miroirs M2 est ajustée grâce au piézoélectrique de manière à maintenir la tension 

photodiodeV  égale à une valeur de consigne consigneV . La différence de phase φ  entre les deux voies est 

ainsi maintenue constante pour une position donnée de l’analyseur. La recherche de φ  = 0 se fait à 

l’aide du wattmètre, lorsque la valeur maximale de l’intensité de sortie est atteinte, pour les deux 
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impulsions interférant alors constructivement. Ensuite le contrôle de la phase pour une valeur de φ  

donnée s’obtient en tournant l’analyseur d’un angle θ∆  : I  et θφ −2  étant maintenus constants 

par l’asservissement, une rotation de l’analyseur de θ∆ , entraîne un déphasage de θ∆φ∆ 2=  entre 

les impulsions. 

 

c. Stabilité de l’asservissement - Résolution en déphasage 

 

Aux bornes de la photodiode la tension photodiodeV  proportionnelle à I  est délivrée à l’entrée de la 

boucle d’asservissement. En notant maxV  l’amplitude de ce signal, on a donc 

ψ2cosVV maxphotodiode =  d’après le paragraphe précédent. La figure [II.18] montre les variations de 

cette fonction. 

 

 

 

 

 

 

 

 

 

 

 

 

Figure [II.18]. Signal de tension délivré par la photodiode et points de fonctionnement de l’asservissement 

(carrés vides) 

 

Afin de réaliser un asservissement optimal deψ , c’est-à-dire le plus sensible possible, la tension de 

consigne consigneV  doit être choisie de sorte que l’amplitude des fluctuations photodiodeV∆ , 

correspondent à une fluctuation ψ∆  la plus faible possible. Dans l’hypothèse de petites fluctuations, 

ce critère revient à choisir pour consigneV  la valeur  particulière *)(Vphotodiode ψ  pour laquelle 

*photodiode )ddV( ψψΨ = est maximale. D’après l’expression donnée plus haut, on obtient :  

maxmax
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La tension délivrée par la photodiode pour cette valeur particulière est : 

2

V
*)(V max

photodiode =ψ
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On constate qu’il existe alors une infinité de points de fonctionnements, et régulièrement espacés de 

2π  (voir figure [II.18]). En pratique, la valeur donnée à l’angle de l’analyseur va déterminer un point 

de fonctionnement unique parmi ceux accessibles. 

 

Le protocole suivant permet une mesure de maxV . En l’absence de contre-réaction, une tension 

sinusoidale d’une centaine de Hz est appliquée aux bornes du cristal piézoélectrique supportant le 

rétro-réflecteur (2) (figure [II.16]). Appliquer cette excitation revient à forcer une variation de la 

différence de marche entre les deux voies de l’interféromètre. On choisit une amplitude d’excitation 

suffisante pour que l’excursion en amplitude du cristal induise un déphasage de π  ; en pratique 

quelques volts suffisent. Avec l’oscilloscope, on mesure photodiodeV  en faisant varier l’angle θ  de 

l’analyseur entre 0 et π  . On trouve, en accord avec la relation ψ2cosIVphotodiode ∝∝ , une valeur 

de maxV  indépendante de la valeur de la tension de consigne choisie, ce qui valide par ailleurs le 

réglage de l’interféromètre, et on mesure typiquement VVmax 7=  pour toutes les valeurs de θ. La 

valeur choisie pour la tension de consigne est donc, d’après la discussion précédente, V,Vconsigne 53= . 

Le point de fonctionnement atteint par ce protocole garantit la stabilité de l’asservissement. En effet, 

lorsque le dispositif d’asservissement est en marche, l’amplitude des fluctuations photodiodeV∆  peut 

aussi être mesurée à l’oscilloscope : elle ne dépasse pas quelques dixièmes de volt, typiquement 

inférieure à 0,1 V. Le système reste donc bloqué sur le point de fonctionnement défini par la position 

de l’analyseur, sans pouvoir en atteindre un suivant. On en déduit la limite de résolution du dispositif 

sur le contrôle de Ψ  : d’après le calcul de dérivée précédent, au voisinage de 2maxconsigne VV =  , on 

a : 

( ) maxphotodiode VV =∗=ΨΨ
ψ∆∆ . 

On en tire donc : 015,0
7

1,0

V

V

max

photodiode ===
∆

∆Ψ rad, soit un peu moins de 1°. 

Puisque π∆Ψ 2<< , nous pouvons conclure que l’interféromètre garantit un contrôle satisfaisant du 

déphasage entre les deux impulsions envoyées sur l’échantillon. 

 

d. Spectres cannelés - Résolution temporelle de la ligne à retard 

 

d1. Principe de la mesure de l’intensité spectrale des deux impulsions  

 

 On expose ici une méthode pour mesurer directement la résolution temporelle de la ligne à 

retard de l’interféromètre de Michelson. Elle est basée sur la mesure de spectres cannelés, résultat du 

signal formé par superposition des deux impulsions créées à la sortie de l’interféromètre de Michelson.  

Les expériences de calibration présentées dans ce paragraphe sont réalisées en régime femtoseconde 

(fs). Les spectres associés aux impulsions utilisées (d’une largeur de 140 fs) sont en effet plus larges 
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qu’en régime ps et le recouvrement spectral entre les impulsions se fait en conséquence sur un 

intervalle de longueur d’onde plus grand, permettant l’observation de cannelures dans le spectre 

résultant. Les spectres sont acquis de façon standard par le spectromètre décrit en II. D’autre part, 

l’intensité spectrale I résultant de la superposition des deux impulsions dépend de τ et ϕ  : le calcul 

est effectué plus loin. Nous montrons ensuite comment l’exploitation de l’acquisition de 

),,(fI ϕτω= garantit le bon fonctionnement de l’interféromètre tout en permettant de mesurer la 

résolution temporelle sur le contrôle du délai. 

 

d2. Calcul de l’intensité spectrale  

 

 On considère les composantes des deux champs suivant leur axe de polarisation. L’enveloppe 

)(tε  du champ est gaussienne pour simplifier le passage à la transformée de Fourier, et sa largeur à 

mi-hauteur est de l’ordre de 100 à 200 fs. On rappelle que le déphasage introduit entre les deux 

impulsions est donné par ϕτωφ −=  avec τ  le délai long imposé sur la voie (1) par la ligne à retard 

et ϕ le déphasage introduit sur la voie (2) par le moteur piézoélectrique. Tous les champs sont écrits en 

notation complexe et le champ de la voie (2) est choisi comme origine des phases. Les deux champs 

)t(E1  et )t(E2  ont pour expression : 

)t(i
e)t()t(E

φωε += 0
1 , 

)t(i
e)t()t(E 0

2
ωε=  

Le champ total s’écrit comme la superposition des deux champs associés aux deux impulsions : 

)e(e)t()t(E)t(E)t(E
)(iti ωτϕωε −−+=+= 10

21  

La transformée de Fourier complexe est désignée par l’abréviation TF . La transformée de Fourier de 

l’enveloppe du champ )(tε
 
est notée )(ωε . Dans l’espace de Fourier, le champ s’exprime donc par : 

{ } )e)(()(E)t(ETF
)(i ωτϕωεω −−+== 1  

L’enveloppe )(ωε  est gaussienne en tant que transformée de Fourier d’une fonction gaussienne, et 

on oublie le terme de phase spectrale car il n’affecte pas la valeur de l’intensité. L’intensité spectrale 

est la grandeur mesurée par le spectromètre. D’après le calcul précédent du champ elle vaut : 

))(cos()()(*E)(E)(I
2

4 22 ωτϕ
ωεωωω

−
==  

On voit apparaître une modulation de l’intensité dans le domaine spectral, produit d’une enveloppe 

gaussienne au carré, donc une courbe en cloche, et d’une fonction cosinus au carré. Ce résultat dans 

l’espace des fréquences traduit les interférences dans le temps dues à la superposition des deux 

champs. Une longueur d’onde pour laquelle la différence de phase entre les deux impulsions vaut 

πm2  avec m entier, donne une cannelure brillante (condition d’interférence constructive) ; 

inversement pour une longueur d’onde donnant une différence de phase de π)m( 12 +
 
avec m  entier, 

on observe une cannelure sombre (condition d’interférence destructive). Le délai τ  est d’abord ajusté 

en maximisant l’intensité résultant de la superposition des deux impulsions : ce cas correspond à un 

recouvrement maximal entre elles, donnant ainsi une estimation de l’origine des délais τ = 0. Ensuite 

le moteur est déplacé à partir de cette origine. Nous montrerons en particulier comment 
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l’enregistrement d’un spectre cannelé et la mesure de la période du spectre donne une évaluation plus 

précise deτ . 

 

d3. Exploitation des spectres cannelés  

 

 Dans cette partie nous montrons comment l’enregistrement du spectre cannelé donne une 

évaluation directe de τ par la mesure de la période spectrale et permet de vérifier les réglages de 

l’interféromètre. 

Lorsque τ  est fixée, les variations de ϕ  font défiler les franges du spectre cannelé au sein de 

l’enveloppe 
2

)(ωε . On vérifie expérimentalement sur le spectre que pour ω  donnée, une variation 

de la phase de π  décale le système de franges de sorte à placer un maximum d’intensité où était situé 

un minimum avant la variation.  

La figure [II.19] montre, à τ = 1000 fs, les deux spectres correspondant à 0=ϕ  et 32πϕ = . 

 

 

 

 

 

 

 

 

 

 

 

 

 

Figure [II.19]. Spectres cannelés à ττττ =1000 fs : ϕϕϕϕ = 0 (courbe pleine) et     ϕϕϕϕ = 2π/3 π/3 π/3 π/3 (courbe en pointillé) 

 

On observe, pour chacune des deux acquisitions, la figure de spectre cannelé attendue pour un 

battement entre deux signaux cohérents, de largeur temporelle donnée. L’enveloppe de chacun des 

spectres est identique, elle correspond à la fonction
2

)(ωε , et les cannelures régulièrement espacées  

sont associées aux interférences entre les impulsions. En accord avec le calcul effectué au paragraphe 

précédent, on constate un décalage spectral dû au terme de phase dans la transformée de Fourier du 

signal. En nommant λ∆  la pseudo-période des oscillations du spectre en longueur d’onde, on vérifie 

directement que le déphasage de 32πϕ =
 
imposé par la rotation de l’analyseur est associé à un 

décalage de 3λ∆ . La figure [II.20] représente le spectre enregistré pour un délai τ = 400 fs  et 

ϕ  = 0. De façon indépendante, on considère une variation du délai par rapport à l’acquisition 

précédente. 
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Figure  [II.20]. Spectre cannelé obtenu pour ττττ = 400 fs, ϕϕϕϕ    = 0 

 

On décompte 4 périodes pour un intervalle de 5,4 nm soit une période spectrale  mesλ∆ = 1,35 nm. 

Il est possible d’effectuer une confrontation quantitative entre cette mesure et la valeur calculée 

d’après l’expression de I  : cette dernière donne une période spectrale en pulsation τπω∆ 2= .  

On déduit la période spectrale en longueur d’onde 
thλ∆ associée grâce à la relation de dispersion de la 

lumière dans le vide λπλω c)( 2= . Dans l’hypothèse où 0λλ∆ <<th , à la bande ω∆  correspond 

une bande thλ∆  telle que )(c λ∆πω∆ 12=  ~ 
2

02 λλ∆π thc  , où λ0  = 484,5 nm désigne la 

longueur d’onde centrale du spectre du laser. On en tire τλλ∆ cth
2

0= ~ 1,8 nm  et on vérifie bien que 

0λλ∆ <<th . Le désaccord entre les deux valeurs, 1,35 nm contre 1,8 nm, est due au manque de 

précision sur le positionnement du moteur pour τ  = 0. Dans le paragraphe suivant nous donnons une 

méthode pour minimiser cette incertitude.  

L’observation du spectre cannelé permet de corriger la valeur de τ  annoncée au départ : on aurait 

τ = mesc λ∆λ 2
0 = 580 fs pour le spectre de la figure [II.20] et τ = 1200 fs pour celui de la 

figure [II.19], aux erreurs près de lecture ne dépassant pas quelques %. La comparaison entre les deux 

spectres cannelés des figures [II.19] et [II.20], qui diffèrent par les valeurs deτ , permet d’estimer la 

période spectrale. Elle est simplement déduite du nombre d’oscillations sur une plage de longueur 

d’onde donnée, par exemple entre 481,5 nm et 487,5 nm. On constate une diminution du nombre 

d’oscillations spectrales : 5 oscillations seulement pour τ  = 400 fs au lieu de 12 oscillations pour 

τ  = 1000 fs. Ce résultat est cohérent avec le calcul de I  montrant queτ  joue le rôle d’une fréquence 

dans le domaine spectral. On vérifie facilement que le rapport des oscillations 12/5 = 2,4 est assez 

proche du rapport entre les délais 1200/5800 = 2,1. L’écart entre les deux valeurs provient sans doute 

de l’incertitude sur l’évaluation du premier rapport, étant donné le petit nombre de franges 

comptabilisées.  
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Enfin, on observe sur les figures [II.19] et [II.20] que l’intensité ne s’annule pas 

rigoureusement : on attribue ce résidu à un léger défaut d’équilibrage des intensités entre les deux 

voies de l’interféromètre. En notant maxI
 
et minI  les intensités, respectivement maximale et minimale, 

on estime un rapport maxmin II  ne dépassant pas quelques %. On vérifie ainsi que les deux voies sont 

suffisamment équilibrées pour réaliser un contrôle cohérent relativement peu entaché d’erreurs sur les 

niveaux des signaux détectés. 

 

En conclusion, l’étude des spectres cannelés garantit le bon fonctionnement de l’interféromètre à 

travers la vérification des faits suivants :  

- le bon contraste des franges d’interférence,  

- le défilement des cannelures dans l’enveloppe lorsque l’on fait varierϕ , assurant le bon contrôle du 

déphasage entre les deux impulsions, 

- la linéarité entre les périodes spectrales mesurées et τ1 , donnant par la même occasion un moyen 

d’évaluer le retard τ . 

 

 d4. Etalonnage de la ligne à retard - Résolution temporelle 

 

 La mesure des spectres cannelés fournit une méthode pour étalonner la ligne à retard, c’est-à-

dire imposer le paramètre τ . Nous donnons ainsi  un protocole qui permet de déterminer la position 

du moteur pas à pas correspondant à l’origine de la ligne à retard, τ  = 0.  

Le protocole consiste, pour une position quelconque du moteur, à ajuster le déphasage ϕ   avec 

l’analyseur et à rechercher un minimum dans l’intensité spectrale. Les deux impulsions sont alors en 

opposition de phase et les portions qui se recouvrent interfèrent destructivement. Ensuite τ  est 

modifié. Une extinction quasi-totale correspondra alors à un retard long nul. Dans ce cas seulement, 

les deux impulsions se recouvrent totalement dans le temps, et ainsi interfèrent destructivement de 

façon complète. La précision de l’étalonnage est seulement limitée, outre la sensibilité du détecteur en 

intensité et  le bruit de mesure, par le léger défaut d’équilibrage entre les deux bras. Pour les mesures 

effectuées il est ainsi possible de garantir une précision inférieure à 100 pas pour le moteur, ce qui 

correspond à une incertitude τ∆  = 50 fs.  

On remarque qu’un protocole similaire pour déterminer la résolution du contrôle de ϕ  serait moins 

précis que celui obtenu par l’asservissement du déphasage (paragraphe III) B)) fournissant une 

incertitude πδϕ 2  inférieur à 1 %, soit une précision inférieure à 1° sur le contrôle de ϕ . En effet, sur 

les spectres cannelés, on observe qu’une variation du déphasage de δϕ  = π2  correspond à 

δλ  ~ 1 nm. On rappelle que la résolution spectrale intrinsèque du spectromètre est de 50 µeV soit 

0.03 nm. En mesurant des décalages de cannelures sous l’enveloppe, on aboutirait à discriminer des 

variations de πδϕ 2  de l’ordre de 3 %. L’exploitation des spectres cannelés est une méthode moins 

précise pour déterminer rigoureusement la résolution en déphasage. En revanche elle constitue une 

vérification expérimentale directe que le contrôle cohérent est réalisé correctement. 
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IV- Expériences de contrôle cohérent en deux points de la chaîne 

 

 En complément des expériences de microphotoluminescence et de contrôle cohérent décrites 

plus haut, nous avons réalisé une expérience de  microphotoluminesence en deux points. Le but ici est 

de créer deux paquets d’onde excitoniques localisés initialement en deux points suffisamment éloignés 

sur une chaîne unique. Nous souhaitons ainsi pouvoir obtenir des informations (par l’imagerie et par le 

contrôle cohérent) sur la dynamique de délocalisation de l’exciton, différentes et complémentaires de 

celles obtenues dans la configuration d’excitation en un point. Les expériences de contrôle cohérent en 

deux points ont toutes été réalisées en régime picoseconde. 

 

A.  Synthèse de deux faisceaux séparés par un angle αααα    

 

 L’objectif est encore de réaliser un contrôle cohérent de l’exciton dans cette nouvelle 

configuration. Après le passage dans l’interféromètre de Michelson stabilisé, les faisceaux associés 

aux deux impulsions émergentes doivent être séparés. De cette façon ils pourront être focalisés en 

deux points distincts de la chaîne excitée. La division du faisceau d’entrée en deux faisceaux inclinés 

d’un angle α  est réalisée par une paire de lames prismatiques. Elles sont incorporées sur la voie (2) de 

l’interféromètre de Michelson stabilisé (figure [II.21]). L’utilisation conjointe de l’interféromètre et 

des deux lames prismatiques, donne un système équivalent à un interféromètre de Michelson en 

configuration de coin d’air. En effet, une déviation de α  pour le faisceau issu de la voie (2) pourrait 

être obtenue par une rotation de M2 d’un angle 2α , par rapport à sa position perpendiculaire à M1. 

Donc pour la division d’amplitude tout se passe comme si le faisceau était envoyé dans un 

interféromètre de Michelson privé des lames, mais présentant un angle 2α  entre M1 et M2. 

La technique de déviation du faisceau sur la voie (2) utilise une paire de lames prismatiques. Nous 

avons pu rendre le  faisceau laser très peu divergent au niveau de l’interféromètre, par une technique 

de filtrage en sortie de l’OPO, on matérialise pour simplifier la propagation à travers les lames par un 

unique rayon. 

Chacune des lames est un élément en BK7 de forme prismatique. L’angle entre les deux faces d’une 

lame est noté 
wθ , il est fixé par le constructeur pour assurer un minimum de déviation en incidence 

normale. La déviation 
dθ  

est alors donnée par l’expression : ( ) wwd sinnarcsin θθθ −= , où n désigne 

l’indice nominal de la BK7 à la longueur d’onde d’utilisation. En combinant deux lames identiques 

presque en contact l’une de l’autre, et en tournant chacune d’elle de façon indépendante autour de 

l’axe optique, le rayon peut être dirigé dans n’importe quelle direction à l’intérieur d’un cône étroit 

d’angle au sommet rad1084 3−= .dθ . 
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Figure [II.21]. Schéma du dispositif d’inclinaison relative des deux faisceaux (la boucle d’asservissement 

n’est pas représentée ici) 

 

 

 

 

 

 

 

 

 

 

 

 

 

 

 

 

 

Figure [II.22]. Schéma illustrant la déviation des rayons par les lames prismatiques 
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B.   Montage de microphotoluminescence en deux points 

 

a.  Obtention de deux trous sources 

 

 Une fois les deux faisceaux séparés de α  l’un par rapport à l’autre à la sortie de l’interféromètre 

le principe de l’expérience est proche de celui de la microphotoluminescence. Deux trous de 10 µm de 

diamètre dont les deux centres sont séparés de AA ′′′ = 50 µm ont été formés dans une feuille de nickel 

qui sert de support. Pour des raisons technologiques liées à la construction de la pièce, la distance de 

séparation ne peut pas être inférieure à cette valeur. Les deux trous sont placés suivant la verticale par 

rapport au plan de la table optique. Un objectif 1O′  standard, de grossissement x 20 et d’une distance 

frontale 1O′′f  de 8 mm, va focaliser simultanément chacun des deux faisceaux sur chacun des deux 

trous A′  et A ′′ . Les faisceaux sont ensuite collectés et focalisés sur la surface de l’échantillon de 

manière tout à fait similaire à celle présentée au paragraphe II pour la microphotoluminescence, avec 

la même lentille L1 et le même objectif compensé O2.  

La figure [II.23] illustre la situation idéale du procédé de focalisation avec des faisceaux incidents qui 

se coupent exactement sur le dioptre 1O′ . L’angle α entre les deux faisceaux incidents est donné par : 

 

rad106 3

1

−

′
=

′
′′′

=≈ .
f

AA
tan

O

αα  

 

Cet angle n’est pas modifiable et apparaît donc comme une contrainte à satisfaire en réglant les lames 

prismatiques. Dans ce cas, la séparation h entre les deux faisceaux incidents sur la lentille collectrice 

L1 vaut ( ) µm54011 =′+′= ′ αffh O . Les faisceaux ayant une extension spatiale de quelques millimètres, 

ils sont quasiment superposés sur L1 dans le cas de cette configuration idéale. 

 

 

 

 

 

 

 

 

 

 

 

 

 

Figure [II.23]. Cas idéal de la focalisation sur les deux trous sources A′  et A ′′  : cas idéal où les rayons 

médians des deux faisceaux se coupent au centre de l’objectif 1O′ . 
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En pratique, les deux faisceaux se coupent virtuellement avant 1O′ . Compte-tenu de l’encombrement 

des divers éléments, dans la situation la plus favorable, les faisceaux sont écartés typiquement de 

e ~ 4 mm lorsqu’ils tombent sur 1O′ . 

Comme le montre la figure [II.24], la configuration impose alors un angle 

αββ >>=′=≈ ′ 2501 ,fetan O  entre les deux faisceaux à la sortie des bitrous. Les deux faisceaux sont 

alors séparés d’une distance ( ) cm4411 ,ffh O =′+′= ′ β  sur le dioptre L1. L’acheminement et la 

refocalisation du double faisceau est alors peu envisageable. 

 

 

 

 

 

 

 

 

 

 

 

 

 

 

 

 

 

 

 

 

 

 

Figure [II.24]. Cas réel de la focalisation sur les deux trous sources A′  et A ′′  : les deux faisceaux  ne se 

coupent pas sur l’objectif 1O′  et la divergence angulaire ββββ en sortie est importante. 

 

                             b.   Synthèse d’un télescope   

 

 Afin de remédier à cette divergence trop élevée, le double faisceau est envoyé dans un télescope 

à la sortie de l’interféromètre. Ce télescope est un système afocal constitué de deux lentilles L3 et L4 

de focales 3f ′  et 4f ′ . L’ensemble est représenté sur la figure [II.25]. L’angle α  entre les deux 
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faisceaux est l’angle imposé par la focale de l’objectif 1O′  et la distance entre les bitrous (voir figure 

[II.23]) et on note α ′  l’angle que font les faisceaux à l’entrée du télescope. 

L’idée est de se placer dans la situation idéale décrite au paragraphe précédent sur la figure [II.23]. Le 

télescope doit faire en sorte que, non seulement les faisceaux rentrent dans l’objectif 1O′ , mais se 

coupent sur celui-ci. Ainsi, le choix du couple de focales 3f ′  et 4f ′  doit satisfaire aux contraintes 

suivantes : 

- afin de réduire l’angle entre les deux faisceaux, l’ensemble doit fournir un grossissement 

143 <′′=′= ffG αα , 

- un écart e entre les deux faisceaux incidents sur L3 typiquement de quelques millimètres, 

- les faisceaux doivent s’intercepter à une distance D43 +′+′ ff  de l’ordre du mètre.  

Compte-tenu de ces contraintes, les lois de l’optique géométrique appliquées au doublet de lentilles 

permettent de calculer les focales adéquates. Pour e = 12 mm, on trouve un couple qui convient : 

mm903 =′f  et mm2004 =′f . Le grossissement vaut alors G = 0,45. Compte-tenu des échelles de 

grandeurs (e de l’ordre du millimètre et D43 +′+′ ff  de l’ordre du mètre) on peut écrire en première 

approximation ( )D43 +′+′≈≈ ffetanαα . On trouve alors que l’intersection du double faisceau est 

repoussé à D ~ 1,7 m. 

 

 

 

 

 

 

 

 

 

 

 

 

 

 

Figure [II.25]. Schéma du télescope placé en amont de l’objectif 1O′ . Les lignes en pointillés servent à la 

construction des rayons émergents. Le schéma n’est pas à l’échelle puisque e est de l’ordre du millimètre 

et D43 +′+′ ff  de l’ordre du mètre 

 

                              c.  Observation des deux spots sur l’échantillon  

 

 En utilisant les deux trous A′  et A ′′  de même taille que A, soit 10 µm de diamètre, la même 

lentille L1 pour la collection et le même objectif O2 de focalisation (paragraphe II, B), b)), le 

grandissement du montage de microphotoluminescence en deux points et la taille des spots sur 

l’échantillon est identique à celle obtenue en microphotoluminescence en un point. On focalise 
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finalement deux spots de 1 µm de diamètre séparés de 5 µm sur la surface de l’échantillon. Les 

conditions requises pour l’excitation de la chaîne en deux points sont alors remplies. En imageant le 

plan focal image de l’objectif O2 au moyen d’une caméra CCD on visualise les deux spots laser sur la 

surface de l’échantillon. La figure [II.26] montre l’image des deux spots obtenue. 

 

 

 

 

 

 

 

 

 

 

 

 

 

Figure [II.26]. Image des deux spots focalisés sur la surface de l’échantillon 

 

La qualité du spot observé, à savoir son caractère bien circulaire et homogène témoigne que les 

réglages d’alignement de l’ensemble du montage sont satisfaisants. D’autre part, le champ de la 

caméra étant connu, on vérifie que la séparation verticale entre les deux spots vaut bien 5 µm comme 

attendu.  

 

                          d. Stabilité interférométrique 

 

 Une difficulté inhérente au montage de contrôle cohérent en deux points est posée concernant la 

stabilité interférométrique du doublet d’impulsions créées. Dans la configuration de 

microphotoluminescence simple la paire de faisceaux emprunte rigoureusement un unique et même 

chemin au niveau de la traversée des nombreux dioptres de tous les éléments et des réflexions sur les 

différents miroirs. Leur différence de marche entre les deux faisceaux est fixée, en tout point du 

montage, par la position de la platine de translation du moteur pas à pas de l’interféromètre. Ici au 

contraire cette différence de marche n’est plus constante en deux endroits différents du montage. Cela 

entraîne que, même lorsque la stabilisation de l’interféromètre de Michelson fonctionne, la relation de 

phase entre les deux impulsions, qui doit être maintenue constante, est bien plus sensible aux 

vibrations ou aux déplacements parasites des éléments placés après l’interféromètre. La configuration 

finalement choisie correspond à une disposition des éléments optiques la plus compacte possible. On 

propose un critère qui garantit une stabilité suffisante pour le contrôle cohérent. Un doublet 
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d’impulsions est tout d’abord préparé au voisinage de τ  = 0. Leur déphasage relatif est stabilisé par la 

boucle d’asservissement de l’interféromètre. A partir d’une observation similaire à l’image de la figure 

[II.26], le tirage de l’objectif O2 est légèrement modifié de façon à imager dans un plan différent du 

plan focal. La figure [II.27] montre une image du profil d’interférences. 

 

 

 

 

 

 

 

 

 

 

 

 

 

Figure [II.27]. Image de la figure d’interférence entre les deux faisceaux sur l’échantillon obtenue en 

défocalisant l’objectif O2 

 

Bien entendu le détecteur n’est sensible qu’à la valeur moyenne de l’intensité dans le temps, mais les 

interférences auront bien lieu à chaque coincidence temporelle entre les deux impulsions, c'est-à-dire à 

la fréquence de répétition du Tsunami de 82 Mhz. La moyenne réalisée par le détecteur donne donc 

finalement un résultat analogue aux interférences qui seraient produites par une source cohérente 

continue. On observe les faits suivants : 

- les franges restent toujours très bien contrastées, 

- le profil d’interférences ne dérive pas au cours du temps : la position moyenne d’une frange brillante 

ou d’une frange sombre reste constante et la figure d’interférences est toujours globalement conservée, 

- les fluctuations sur la position des extrema d’intensité sont de l’ordre du dixième de la période 

spatiale donc associées à une incertitude de 10% sur le contrôle du déphasage entre les deux 

impulsions.  

 

L’observation de franges bien contrastées et stables dans le temps donne un critère de stabilité du 

contrôle du déphasage entre les impulsions au niveau de la surface de l’échantillon, rendant faisable le 

contrôle cohérent en deux points d’une chaîne unique. 
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e. Protocole de contrôle cohérent en deux points  

 

 Après avoir focalisé les deux impulsions séparées de 5 µm sur la surface de l’échantillon, nous 

pouvons expliciter le protocole de contrôle cohérent. Il s’agit d’abord de détecter l’émission d’une 

chaîne unique suivant le même critère que pour le contrôle en un point, à savoir la forme et la largeur 

de la raie de luminescence. Ensuite, on vérifie que chacun des faisceaux excite la chaîne : pour cela on 

masque une des deux voies de l’interféromètre à tour de rôle. Le spectre de luminescence doit avoir la 

même amplitude et la même forme (caractère lorentzien et largeur à mi-hauteur) pour chaque faisceau 

non masqué. Dans le cas contraire, on utilise le cube piézoélectrique servant au réglage fin de 

l’objectif O2. On retouche ainsi le déplacement vertical colinéaire à l’axe de la chaîne.  

 

L’origine des délais entre les impulsions est déterminée par la simple observation des franges 

d’interférences entre les deux faisceaux. En faisant varier le délai τ  par déplacement du M1, on 

recherche le meilleur contraste pour l’excitation. On obtient par ce réglage pourtant grossier un 

positionnement τ = 0  relativement précis, associé à une incertitude de 200 fs
1
. 

 

 

Finalement, le protocole de contrôle cohérent est pratiqué de façon identique à celui reporté au 

paragraphe III. dans le cas de l’excitation en un point. Pour chaque valeur deτ , la réponse en 

luminescence de la chaîne est acquise sous la forme d’une quinzaine de spectres pour un déphasage 

entre les impulsions variant entre 0 et π2 . 

                                                 
1
 Remarque : l’incertitude ne correspond pas à la résolution temporelle de 50 fs associée à un pas du 

moteur. La résolution sert en effet à déterminer seulement un déplacement relatif entre les deux voies, 

mais pas une origine des délais. 
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ANNEXE : FONCTIONNEMENT DU LASER IMPULSIONNEL 

 

 

 A. Verrouillage de modes 

 

Les impulsions sont générées au moyen de la technique de verrouillage actif de modes. On donne  son 

principe de fonctionnement, qui repose essentiellement sur un modulateur acousto-optique. La cavité 

laser est résonante sur ses modes propres, appelés modes longitudinaux, régulièrement espacés en 

fréquence suivant la relation L/ncfn 2= . La quantité L/c 2
 
est appelée « intervalle spectral libre »  

(ISL). La cavité du Tsunami a une longueur typique L = 1,8 m  donc un ISL de 82,5 MHz. Pour un 

laser continu, pour lequel il n’existe pas de système de verrouillage de modes, les nombreux modes 

inclus dans la courbe de gain en fonction de la fréquence contribuent à l’émission. La différence de 

phase entre deux modes varie dans ce cas aléatoirement dans le temps, et l’intensité du faisceau émis 

par la cavité fluctue autour d’une valeur moyenne à cause du battement aléatoire des modes actifs à 

chaque instant. A l’inverse, on peut montrer que les battements de deux ou N modes d’un laser, 

lorsque leur relation de phase est maintenue constante, donnent une distribution périodique de 

l’énergie lumineuse émise en fonction du temps, et que l’intensité est d’autant plus piquée autour des 

maxima que N est grand.  

Pour illustrer ce fait on suppose que l’on superpose N modes équidistants en fréquences et synchrones,  

donc ne possédant aucun déphasage entre eux. On note 
0ω  la pulsation fondamentale de la cavité et 

)ISL(L/c πδω 2==  l’intervalle spectral libre, exprimé ici en terme de pulsation.  Pour simplifier 

l’expression du champ électrique intra cavité sans changer la physique du problème on suppose que 

les amplitudes des modes q de la cavité notées qE  sont toutes égales : 0EEq =  pour tout q . En 

considérant seulement la partie scalaire du champ dans la cavité, on l’exprime comme la superposition 

des N modes régulièrement espacés en fréquence de la quantité ISL.  

On décompose donc le champ de la façon suivante : 

tj

tj

tjN
tqtj

q
N
q e)

e

e
(NEeE)t(E 0

0

0

1

1
0

1
0

ω
ω

δω
δωωΣ

−

−
== +−

= . 

Pour l’intensité instantanée on obtient : 

)
tN

(sinEN)t(*E)t(E)t(I
2

22
0

2 δω
=∝ . 

Pour N tendant vers l’infini, cette intensité tend vers une série de pics delta dans le temps, 

régulièrement espacés d’un période == ISLT 1 12 ns pour le Tsunami. 

La figure [II.28] montre le profil temporel du train d’impulsions : seules les enveloppes des impulsions 

sont représentées. 

En réalité la courbe de gain présente une largeur finie ∆ν  : le nombre de modes étant fini, la largeur 

des impulsions l’est aussi d’après la relation de Fourier ∆ν.∆t > 1. La cavité contient typiquement 

plusieurs dizaines de milliers de modes pour des impulsions subpicoseconde.  

 



Chapitre II

 

 75 

 t 

T = 2L/c 

Câble  

coaxial 

Transducteur 

piezoélectrique 

rayon incident 

rayons  

diffractés 

Onde acoustique stationnaire 

Miroir 

 

 

 

 

 

 

 

 

Figure [II.28]. Train d’impulsions délivrées par un laser à verrouillage de modes 

 

 

En conclusion, on dispose d’une méthode permettant à la cavité de générer des impulsions : il faut 

pouvoir faire participer à l’émission un grand nombre de modes tous synchrones entre eux.  La 

technique utilisée dans le Tsunami pour y parvenir est une technique de verrouillage de modes actif, 

par modulation d’amplitude des pertes de la cavité.  

Le dispositif qui contrôle cette modulation est un modulateur acousto-optique (figure [II.29]). Il est 

constitué d’un prisme dont deux faces sont polies. Un transducteur piezoélectrique collé sur l’une des 

bases transforme un signal électrique en une onde ultrasonore stationnaire dans le matériau du prisme, 

par réflexion sur la deuxième base. L’onde de pression créée engendre par effet élasto-optique une 

onde stationnaire de variation d’indice, donc un réseau d’indice ; ce réseau a pour effet de diffracter le 

faisceau incident. Les pertes de la cavité sont donc modulées temporellement par diffraction, à la 

fréquence de travail du modulateur acousto-optique. 

 

 

 

 

 

 

 

 

 

 

 

    

Figure [II.29]. Schéma du principe de fonctionnement du modulateur acousto-optique 
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La fréquence de modulation est choisie égale à l’ISL. Dans l’hypothèse d’un  cas  sans pertes dans le 

matériau, avec une faible amplitude de modulation 1<<α , on peut exprimer formellement la fonction 

de transmission du réseau et l’approximer au premier ordre par :  

tcose)t( )tcos( δωαατ δωα +−≈= −− 11  

On désigne le champ électrique d’un mode longitudinal q  par q

ti

qqmodq ueEu)t(E)t(E q
rrr ω

== , où 

qu
r

 désigne la direction de polarisation de qE
r

. On ne s’intéresse ici qu’à l’évolution temporelle du 

champ électrique. 

En ne conservant que sa partie scalaire, le champ modulé s’écrit alors : 
)tcos(ti

qmod
qeE)t(E)t()t(E

δωαωτ −−
==

1
 

En développant l’expression précédente au premier ordre on obtient : 

)ee(Ee)(E)t(E
t)(it)(i

q

ti

qmod
qqq δωωδωωω α

α −+
++−≈

2
1  

 La modulation a donc pour effet de transférer la fraction d’énergie ( α−1 ) du mode vers deux bandes 

latérales synchrones, séparées de la pulsation du mode d’origine par Lc±=± δω
 

 

 

 

 

 

 

 

 

 

Figure [II.30].  Représentation des modes latéraux générés par la modulation 

 

La fréquence de modulation étant prise égale à la fréquence propre de la cavité, les bandes latérales 

sont en coïncidence de fréquence avec les modes d’émission. Elles seront amplifiées à chaque passage 

dans le milieu de gain. Après de multiples passages, le processus précédent se répète en cascade, 

générant  de nouvelles bandes latérales, toutes synchrones, à δω2± ,…, δωn± . Le milieu de gain va 

donc amplifier préférentiellement les modes longitudinaux  synchronisés avec le signal de 

modulation : leur phase va être « verrouillée », c’est-à-dire maintenue à la valeur de celle des modes 

latéraux. Il en résulte un verrouillage global de la phase de tous les modes : l’énergie 

électromagnétique dans la cavité est finalement concentrée en une seule impulsion.  

Temporellement, une unique impulsion (de largeur picoseconde ou subpicoseconde suivant le régime 

de fonctionnement) est créée périodiquement pour chaque cycle de durée == ISLT 1 12 ns. On 

retrouve  le résultat du train d’impulsion présenté sur la figure [II-28], résultant du verrouillage de 

modes. 

 

α/2 α/2 

1-α 

2δω = 2c/L 
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 B. Compensation de la dispersion en régimes ps et fs 

 

On considère à présent un paquet d’ondes lumineuses émis dans la cavité. Cette description 

correspond à la construction d’une impulsion de largeur temporelle limitée, donc à une largeur 

spectrale finie elle aussi. La dispersion est caractérisée par la vitesse de groupe de l’onde, définie par 

dkdvg ω=  et λπ2=k . Dans l’hypothèse d’un milieu d’indice de réfraction )(n λ , la vitesse de 

groupe peut s’exprimer comme : 

)(n)(n

c
vg λλλ −

= . 

On définit également pour la traversée d’un milieu de longueur l  le délai de groupe associé :  

))()(( λλλ nnc

l
Tg −

= . 

De façon générale, on définit la quantité λddTg=GVD  (Group Velocity Dispersion). La GVD 

caractérise le taux auquel le délai de groupe (ou de manière équivalente, la vitesse de groupe à une 

constante près de lc ) varie en fonction de la longueur d’onde. Ici,  le calcul montre que la GVD fait 

intervenir directement la dérivée seconde 22 λdnd  de l’indice du milieu réfringent par rapport à la 

longueur d’onde. Le signe de la GVD indique si le paquet d’onde a tendance à s’élargir (cas le plus 

souvent rencontré où GVD < 0) ou à se comprimer (cas où GVD > 0) dans le temps. Quelque soit le 

régime d’utilisation, ps ou fs, la GVD est négative pour une impulsion mise en forme dans le Tsunami, 

du fait des nombreux allers-retours qui induisent des réflexions et réfractions multiples à travers les  

éléments optiques tels les miroirs ou le cristal de Saphir. Cette GVD < 0 est une première cause 

d’élargissement de l’impulsion. Il existe une deuxième cause d’élargissement de l’impulsion, liée à un 

effet non linéaire appelé « auto-modulation de phase» (ou SPM), résultant de l’interaction de 

l’impulsion avec le cristal de Ti-Sa. En effet le cristal présente en plus de l’indice linéaire n0, un indice 

de réfraction non linéaire n2.  Aux intensités élevées, l’indice total dépend de l’intensité instantanée I 

de l’impulsion suivant la loi Innn 20 += . Temporellement, au voisinage du bord de l’impulsion, les 

oscillations du champ dans l’impulsion se décalent vers le rouge ; à l’inverse au centre du spot, elles se 

décalent vers le bleu : l’impulsion s’élargit et se déforme également. Il est donc nécessaire de 

compenser cet élargissement par un système qui introduit une GVD > 0.  

 

On donne le principe des deux dispositifs, tous deux placés dans la cavité du Tsunami, assurant la 

compensation, en régime ps et en régime fs. 

En régime ps, le rôle de compensation est joué par un interféromètre de Gires-Tournois ou GTI. C’est 

un interféromètre à ondes multiples similaire à un étalon Fabry-Pérot et utilisé en réflexion. Le GTI est 

constitué de deux surfaces parallèles séparées d’une distance d . La première a une réflectivité faible, 

r’, d’environ 4 % (à la différence du Fabry-Pérot) et la deuxième joue le rôle d’un miroir de réflectivité 

très élevée, r, proche de 100 %. Il est schématisé sur la figure [II.30bis]. 
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Figure [II.30bis]. Schéma de l’interféromètre de Gires -Tournois 

 

La durée d’un aller retour de l’impulsion dans le GTI vaut cdt 20 = . Les différentes longueurs 

d’onde de l’impulsion vont donc subir un déphasage entre elles. Pour rendre compte de ce déphasage 

on introduit le délai de groupe )(Tg λ . Au voisinage de la longueur d’onde d’émission de la cavité, 

)(Tg λ  dépend des paramètres r et t0  suivant une relation connue explicitement : le résultat important 

est que la quantité GVD est proportionnelle à 2d  et change périodiquement de signe. En faisant varier 

d  on ajuste la valeur de la GVD de manière à compenser la dispersion de l’impulsion. Pour un laser 

accordable comme le Tsunami, l’espacement entre les surfaces du GTI doit être ajusté de façon à 

obtenir une dispersion appropriée à la longueur d’onde d’émission. Cette fonction est remplie par un 

piézoélectrique placé entre les deux surfaces. En exerçant un contrôle sur la tension appliquée au 

piézoélectrique, la distance d varie et la dispersion peut être ajustée quelle que soit la longueur d’onde 

d’utilisation. 

En régime fs, la compensation de la dispersion est assurée par deux paires de prismes et une fente 

amovible. Le dispositif du train de prismes est représenté sur la figure [II.31]. 

 

 

 

 

 

 

 

 

 

 

 

Figure [II.31]. Schéma d’un train de prismes pour la compression temporelle en régime fs 
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Il a été mentionné au début du paragraphe que la GVD est proportionnelle à 22 λdnd . Ceci n’est en 

réalité vrai que si les différents chemins optiques empruntés par les différentes longueurs d’onde sont 

identiques. Pour un élément tel que le prisme, dont le chemin optique P dépend de la longueur d’onde, 

la quantité physique qui caractérise la dispersion doit faire intervenir P, et la définition adoptée pour la 

GVD « généralisée » est cette fois la proportionnalité à 22 λdPd . En raisonnant sur le délai de groupe 

)(Tg λ , la signification physique de la dispersion tient dans le fait que la durée de parcours dans le 

verre d’une composante plus « rouge » sera supérieure à celle d’une composante plus « bleue » : en 

translatant les prismes P2 et P3 (indiqués sur la figure [II.31]) à l’aide de vis micrométriques, 

l’épaisseur de verre traversée est modifiée et la GVD totale peut être annulée (la GVD du système de 

prismes étant rendue opposée à la GVD de la cavité), c'est-à-dire bleue,grouge,g TT = , les termes rouge et 

bleue qualifiant les longueurs d’onde les plus grandes et les plus courtes de l’impulsion. Les paires de 

prismes (P1, P2) et (P3, P4) sont disposés symétriquement par rapport à un plan perpendiculaire au 

schéma : il y effet cumulatif de la dispersion négative. Cette géométrie assure que la compression 

temporelle de l’impulsion se fait sans changer la direction du faisceau incident, donc la condition de 

mise en forme des impulsions par la cavité du Tsunami. Une fente de position et de largeur amovibles 

est placée entre P2 est P3. L’ajustement de la position de la fente sert à l’accord en longueur d’onde 

d’émission, tandis que le réglage de sa largeur sélectionne une largeur pour la bande spectrale de 

l’impulsion, et donc sa largeur temporelle.  

L’avantage du jeu de prismes, par rapport au GTI, tient au fait qu’il permet une compensation linéaire 

pour une gamme de longueur d’onde plus étendue, l’amplitude de la compensation étant en 

contrepartie moins élevée. D’autre part, l’utilisation des prismes permet de minimiser les pertes ce 

système est mieux adapté à la génération d’impulsions femtosecondes dont le spectre est plus large. 

 

 



Chapitre III

 

 
 

80 

 

 

 

 

 

Chapitre III 

 

 

 

 

 
DYNAMIQUE DE RELAXATION DE L’EXCITON : 

MODELES, RESULTATS EXPERIMENTAUX, ANALYSES 

 



Chapitre III

 

 
 

81 



Chapitre III

 

 
 

82 

 
Sommaire du chapitre III 

 

 

 

I. Les deux configurations de contrôle cohérent  p 85 

 

 

II. Rappel du principe de l’expérience de contrôle cohérent  p 87 

 

 

III. Résultats expérimentaux et analyses  p 88 

 

A. Excitation résonnante sur l’exciton à λλλλ0 = 543 nm  p 88 

a. Image de la luminescence de la raie D   

b. Le problème de la nature de l’émission D 

c. Expériences de contrôle cohérent : aspects temporels 

 c1.  Déclins de contraste de la luminescence de la raie D  

 c2.  Profils de la luminescence de la raie D 

 c3.  Modèle à quatre niveaux 

 c4.  Equations de Bloch optiques et résolution numérique 

d. Résultats et simulationss 

 d1.  Dynamique de la luminescence sous excitation impulsionnelle  

 d2.  La luminescence D comme sonde du contrôle 

 d3.  Simulations des dynamiques de contraste 

 d4. Comparaison entre la valeur de T2 mesurée en contrôle cohérent 

et la valeur extraite par la raie 0-phonon 

 d5. Remarques, discussion 

e. Aspects spatiaux du contrôle cohérent 

f. Perspectives : contrôle cohérent en deux points 

 

 

B. Excitation à λλλλT = 486 nm : étude de la cohérence temporelle d’un état 

composite   (exciton, phonon)                                                                                   p 114 

a.  Déclins de contraste expérimentaux  

b. Modèle à trois niveaux, discussion des résultats 

 b1.  Equations de Bloch optiques à trois niveaux 

 b2.  Résultats numériques :  

 régime de couplage et temps de cohérence de l’état composite 



Chapitre III

 

 
 

83 

 

 

 

 

 

ANNEXE : ETUDES COMPLEMENTAIRES LIEES AU CONTROLE COHERENT D’UN 

SYSTEME A DEUX NIVEAUX 

 

A. Dynamique temporelle  

et contrôle cohérent d’un système à deux niveaux  p 123 

 

B. Influence du désaccord de fréquence sur le contrôle de l’état excité  p 136 

 

 

 

 

 



Chapitre III

 

 
 

84 

 Des études expérimentales de spectres d’absorption et d’émission de la chaîne de 

polydiacétylène ont été menées lors de travaux antérieurs sur des collections de chaînes 

[Lécuiller2002], [Blumer2006], ainsi que sur une chaîne unique [Dubin2004]. L’état fondamental 

électronique est constitué par les états de la bande de valence et de la bande de conduction d’un gaz 

d’électrons corrélés d’un semiconducteur unidimensionnel. Pour les états excités, les paires électron-

trou en interaction coulombienne engendrent des états stationnaires de type exciton. La majorité des 

travaux présentés dans ce chapitre fait référence à l’exciton de plus basse énergie, dont la structure de 

bande a été décrite au chapitre I. D’autre part, du fait du caractère idéalement 1D et cristallin de la 

chaîne, il existe un grand nombre d’états de type phonon. Les phonons de la chaîne correspondent à 

des modes de vibrations des atomes de carbone de son squelette. Ils peuvent être associés soit à l’état 

fondamental électronique, soit à des états excités. Il est important de distinguer ces phonons 1D de la 

chaîne de ceux de la matrice de monomère environnante à 3D qui forment un bain macroscopique 

jouant le rôle d’un thermostat pour la chaîne. Au paragraphe III, nous discuterons du processus de 

diffusion de l’exciton, pendant son régime transitoire, par les phonons acoustiques de la matrice. 

 

Dans une expérience de spectroscopie de la chaîne, le laser est accordé sur une transition entre 

l’état fondamental et un état excité dont on étudie la relaxation. La mesure d’un signal de 

luminescence du système, dans le domaine spatial et dans le domaine spectral, permet de remonter aux 

mécanismes de relaxation du système et aux temps mis en jeu. Les expériences réalisées avec un laser 

continu apportent des informations sur le système en régime stationnaire, à l’équilibre 

thermodynamique avec la matrice. La technique de contrôle cohérent employée représente un moyen 

efficace de sonder la dynamique du régime transitoire de l’état excité. Une première impulsion prépare 

le système dans une superposition cohérente entre l’état fondamental et l’exciton formé par absorption 

d’un photon. Après un délai pendant lequel le système relaxe, une deuxième impulsion interagit avec 

l’exciton. Le déphasage entre les deux impulsions est contrôlé. Il est alors possible de moduler la 

superposition cohérente si le délai est suffisamment court devant le temps de cohérence de l’excitation. 

Dans le cas contraire, le déphasage n’aura pas d’effet sur l’état du système. La signature d’éventuels 

effets de cohérence temporelle de l’excitation électronique sera recherchée uniquement à travers 

l’intensité de la luminescence. Elle peut être résolue aussi bien dans le domaine spectral que dans le 

domaine  spatial : des précisions sur le fonctionnement du spectromètre imageur utilisé pour la 

détection ont été données au chapitre II.  

Avec une telle technique de détection, l’information sur l’état quantique du système est lue de 

façon indirecte. Il est donc essentiel, dans tout modèle de régime transitoire, de pouvoir décrire 

l’émission de luminescence à partir de calculs mettant en jeu les états excités. 

Le contrôle cohérent permet donc de mesurer un temps de déphasage intrinsèque à l’état photocréé. Le 

problème de la relation entre ce temps caractéristique et la structure électronique du fil constituent une 

des motivations principales de l’étude. 
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Le caractère original de l’étude relève de la nature unidimensionnelle du système. La fonction d’onde 

de l’exciton dépend de la coordonnée spatiale de la chaîne, ce qui offre la possibilité d’un contrôle 

cohérent en deux points. Le protocole de contrôle en deux points distants de 5 µm a été donné au 

chapitre II, et les premiers résultats expérimentaux sont présentés dans le présent chapitre, à la fin du 

paragraphe III. 

 

 

I-  Les deux configurations de contrôle cohérent 

 

La première configuration de contrôle cohérent pour sonder la dynamique de relaxation 

intrinsèque de l’exciton  permet le couplage résonnant entre le laser et l’exciton purement électronique 

de plus basse énergie (figure [III.1]). L’étude qui s’y rattache fait l’objet du III. La luminescence de 

l’exciton radiatif photocréé provient principalement de l’émission directe à même énergie que 

l’exciton, c’est-à-dire la raie 0-phonon. L’ordre de grandeur du temps de cohérence T2 attendu pour 

l’exciton se situe dans la gamme picoseconde (chapitre I) [Dubin2004]. Les impulsions laser ont une 

largeur qui a été mesurée à 1 picoseconde (chapitre II, paragraphe II. A. b). La diffusion du laser, très 

intense, pose cependant le problème expérimental de la détection sur cette transition de bas de bande. 

On choisit donc d’exploiter un canal de relaxation secondaire, moins intense et d’énergie inférieure. 

La raie d’émission correspondante est assistée par un phonon LO de la chaîne : il s’agit de la raie D, 

dont la largeur à mi-hauteur ΓD vaut de l’ordre du meV aux températures explorées (chapitre I). Dans 

cet intervalle d’énergie, on peut considérer avec une très bonne approximation que la dispersion de la 

branche du phonon optique est constante et on négligera sa dispersion dans l’étude.  

 

 

 

 

 

 

 

 

 

 

 

 

 

Figure [III.1]. Schéma du contrôle cohérent résonnant sur l’exciton purement électronique. La 

recombinaison de l’exciton conduit à l’émission d’un photon de luminescence ainsi que d’un phonon LO 

de la chaîne, appelé phonon D. 
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La deuxième configuration d'excitation étudiée correspond au couplage entre le laser et un état 

composite. L’état composite est constitué de l’exciton de la configuration précédente et d’un phonon 

LO de la chaîne. Son énergie est la somme de celle des deux quasi particules. La cascade rapide depuis 

l’état composite vers l’état exciton est de nature non radiative. Elle s’accompagne de l’émission du 

phonon dans l’état électronique correspondant à l’exciton. La luminescence de la raie 0-phonon sert 

cette fois de sonde à la dynamique de relaxation de l’état composite. La nature de cet état est mal 

connue, mais on s’attend à une dynamique rapide de transition vers l’exciton de l’ordre de la centaine 

de femtosecondes, d’après des travaux sur des transitions de ce type dans les polymères 

conjugués [Legrand2008], [Haacke1999]. Dans ce contexte le laser est utilisé en régime femtoseconde 

et délivre des impulsions dont la largeur en intensité a été mesurée à 140 fs (chapitre II, paragraphe I, 

A b.2). Le contrôle cohérent de l’état composite donne accès à sa dynamique femtoseconde et 

permettra d’extraire en particulier son temps de cohérence. La figure [III.2] montre le schéma de 

l’excitation et de la détection de la luminescence de la raie 0-phonon. 

 

 

 

 

 

 

 

 

 

 

 

 

 

 
 

 

Figure [III.2].  Schéma d’excitation  en résonance sur un état composite (exciton, phonon). La cascade 

rapide et non radiative vers l’exciton se produit dans une gamme de temps subpicoseconde et la 

luminescence de la raie 0-phonon est détectée. 
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II-  Rappel du principe de l’expérience de contrôle cohérent 

 

 

Deux impulsions laser sont utilisées pour sonder la dynamique temporelle du système. La 

première impulsion prépare le système dans une superposition cohérente. La deuxième impulsion 

interagit avec le système après un certain délai : elle a pour effet de moduler la population de l’état 

excité, donc l’intensité de la luminescence émise. On rappelle brièvement le protocole de contrôle 

cohérent : une présentation plus détaillée du principe et du dispositif de contrôle a été donnée au 

chapitre II, paragraphe III. A. 

 

Les étapes successives de l’expérience de contrôle cohérent sont les suivantes : 

 

- en premier lieu on cherche un signal de luminescence provenant d’une chaîne unique. Pour la 

configuration d’une excitation résonnante sur l’exciton purement électronique, on détecte la 

raie D, tandis que pour l’autre configuration la détection se fait par le spectre de la raie 0-

phonon. On discrimine la raie homogène associée à un objet unique de celle, inhomogène, 

d’un ensemble de chaînes, par le profil du spectre de luminescence enregistré : on attend pour 

une chaîne unique un spectre lorentzien dont la  largeur à mi-hauteur est bien déterminée à la 

température de l’expérience (chapitre I) ; 

- le délai τ  entre les deux impulsions est fixé au moyen de la ligne à retard de l’interféromètre 

stabilisé, dont le fonctionnement est expliqué au chapitre II ; 

- on effectue l’acquisition d’une première série de spectres de luminescence en faisant varier le 

déphasage ϕ  entre les deux impulsions ; 

- pour une nouvelle valeur de τ  on répète cette procédure, et on continue de la sorte jusqu’à ne 

plus pouvoir détecter de variation significative d’intensité de luminescence lorsque ϕ  varie. 

 

Dans une expérience de contrôle cohérent on dispose finalement d’une douzaine de spectres pour 

chaque délaiτ  : un spectre correspond alors à une valeur de la variable ϕ . On réalise en pratique ces 

acquisitions pour typiquement quatre ou cinq valeurs de τ . 

De façon à synthétiser l’information contenue dans l’ensemble de ces mesures on peut associer un 

contraste défini par : 

minmax

minmax)(
II

II
C

+

−
=τ , 

où maxI  et minI  désignent, à τ  donné, les valeurs extrémales prises par l’intensité des spectres de la 

raie D, par exemple, lorsque l’on fait varier ϕ  continûment. Le contraste ne représente pas une 

grandeur fondamentale de l’évolution du système. Il apparaît en revanche comme un indicateur 

expérimental du temps caractéristique de la relaxation, étroitement lié au temps de cohérence T2  de 

l’état excité photocréé. 
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III-  Résultats expérimentaux et analyses 

 

 

La première étape de l’interaction entre la chaîne et les deux impulsions du laser correspond au 

couplage entre l'état fondamental et les états k ~ 0 de l’exciton capables d’absorber un photon. 

L'absorption d'un photon par la chaîne conduit à la formation du paquet d'onde excitonique composé 

des états à k ~ 0 couplés au champ du laser. On rappelle que l’'intervalle d'énergie rad∆  et le vecteur 

d'onde maximal maxk  de ces états sont fixés par la géométrie de l’expérience de 

microphotoluminescence : l’estimation faite au chapitre I donne =∆ rad 10 µeV. Le couplage 

électromagnétique est ainsi défini par l’interaction entre le dipôle exciton et le champ du laser. Aux 

premiers instants de l’interaction le système évolue de façon cohérente avec l’excitation. La perte de 

cohérence temporelle opère après  quelques fois le temps de cohérence T2 de l’exciton ainsi photocréé 

dont on connaît au préalable l’ordre de grandeur : il vaut typiquement quelques picosecondes. Le 

mécanisme sous-jacent est attribué à la dynamique de thermalisation de l’exciton avec la matrice 

environnante engendrée par le couplage au réservoir de phonons acoustiques de la matrice (chapitre I), 

[Singh2000]. Le processus qui met en jeu la diffusion de l’exciton par les phonons acoustiques du 

réservoir est donc supposé incohérent.  

Lors du contrôle cohérent de l’exciton, on considère l’état du système après le passage des deux 

impulsions. Pour des instants inférieurs au temps de vie effectif  T1 l’ensemble des états k de la bande 

évolue irréversiblement vers un équilibre thermodynamique, la matrice jouant le rôle de thermostat. 

Une fois cet équilibre pratiquement atteint, l'émission spontanée vers l'état D (le phonon optique émis 

dans l'état fondamental électronique) conduit au spectre de la raie D.  

 

 

A.  Excitation résonnante sur l’exciton à λλλλ0 = 543 nm 

 

a.  Image de la luminescence de la raie D 

 

Pour compléter les analyses de spectres, des images de la luminescence de la raie D ont été réalisées 

au moyen du spectromètre fonctionnant en mode imageur. La figure [III.3] indique un profil 

caractéristique d’une raie homogène à T = 4 K. L’axe horizontal donne la lecture du spectre de la raie 

D semblable à ceux présentés au chapitre I et l’axe vertical correspond à l’axe z de la chaîne dans 

l’échantillon. Le profil de la raie est lorentzien et sa largeur à mi-hauteur de la raie vaut 0,4 nm à 4 K ;  

il est d’autre part reproduit à l’identique quelque soit la valeur de z à laquelle l’émission a lieu. Ces 

faits attestent que la chaîne émettrice est unique. 
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Du point de vue spatial, le signal provient d’un segment d’une longueur d’environ 12 µm. Connaissant 

la calibration d’un pixel (chapitre II, paragraphe II, C. b) on peut en extraire la longueur de la chaîne. 

Dans l’exemple de la figure [III.3] la chaîne a une longueur d’environ 10 à 12 µm.   

Sachant que l’émission D, en tant que canal de relaxation de l’exciton à k ~ 0, reflète la population de 

ce dernier, l’image rend compte de l’extension spatiale de la fonction d’onde du centre de masse de 

l’exciton. Le centre de masse est étendu sur la quasi-totalité de la chaîne, avec un profil de courbe 

piquée en son centre. L’observation s’accorde avec l’interprétation de l’exciton en tant que quasi-

particule unique réellement 1D et étendue [Dubin2006]. La fonction d’onde du centre de masse de 

l’exciton échappe ainsi à tout phénomène de piégeage, susceptible d'apparaître au voisinage d’un 

défaut ou de fluctuations du potentiel électrostatique )(zV  le long de la chaîne dues à la matrice 

environnante. 

 

 

 

 

 

 

 

 

 

 

 

 

 

 
Figure [III.3]. Spectre (profil supérieur) et image (profil de droite) de la raie D de luminescence d’une 
chaîne unique à T = 4 K. L’axe horizontal représente l’énergie E (ou la longueur d’onde) des photons 
émis et l’axe vertical celui de la chaîne. Le profil lorentzien du spectre et sa largeur à mi-hauteur de 0,4 
nm traduisent le caractère homogène de la raie D. 

 

 

                    b. Le problème de la nature de l’émission D 

 

Afin de pouvoir analyser les résultats du contrôle cohérent on se pose la question de l’origine de 

l’émission de la raie D qui sert de sonde. Tout d’abord, on rappelle un résultat fondamental donné au 

chapitre I concernant cette émission vibronique : la recombinaison est permise pour tous les états k de 

la bande d’exciton. Deux types de contributions à la luminescence de la raie D sont donc 

envisageables. En notant E1 l’énergie de l’état k = 0, la première contribution correspond à l’émission 

depuis les états photocréés dans l'intervalle [E1, E1 + rad∆ ] et la seconde à l’émission depuis les états 

non couplés au laser dans l’intervalle [E1 + rad∆ , E1 + rad∆ + radD−∆ ]. Le schéma de la figure [III.4] 
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résume les différentes contributions à la luminescence de la bande de l'exciton, en particulier pour la 

raie D. 

Pendant la durée du contrôle, il reste donc à déterminer quels sont les états k effectivement occupés 

dans la bande. Bien que non couplés à la lumière incidente en absorption d’après les règles de 

sélection en E et k certains états k sont peuplés durant la phase de la thermalisation de l’exciton avec la 

matrice. Le régime transitoire de l’exciton doit ainsi conduire à un équilibre dans lequel un certain 

nombre des états de la bande sont peuplés thermiquement de façon significative. La dynamique 

intrabande de l’exciton est un problème complexe à prendre en compte pour interpréter l’expérience 

de contrôle cohérent. On considère que la diffusion de l’exciton par les phonons acoustiques de la 

matrice joue un rôle déterminant dans la relaxation et une approche relativement simple du problème 

sera donnée dans le modèle à quatre niveaux présenté au paragraphe c3. 

 

 

 

 

 

 

 

 

 

 

 

 

 

 

 

 

Figure [III.4]. Schéma des différentes contributions de la bande de l’exciton à la luminescence de la raie D. 
Les états de la bande couplés au rayonnement en absorption vérifient k < k// ph max et sont compris dans un 
intervalle d’énergie de largeur ∆∆∆∆rad = 10 µµµµeV. La luminescence de la raie D provient d’une portion plus 
importante d’états k associés à un intervalle d’énergie de largeur ∆∆∆∆rad + ∆∆∆∆D-rad . 

 

La phase de thermalisation est associée à la perte de cohérence temporelle de l’exciton et elle a une 

durée de l’ordre de la picoseconde. Le système évolue ensuite, sur une échelle de temps plus longue, 

vers une recombinaison radiative de l’ensemble de ces états associée à l’émission de la raie D. 

L’efficacité ou la vitesse d’activation du canal de relaxation intrabande doit alors dépendre de la 

température et on cherchera à évaluer cette dépendance.  

Le paragraphe c3 présente un modèle de dynamique qui tient compte d’une fuite depuis l’exciton 

photocréé à k ~ 0 vers les autres niveaux de la bande d’énergie supérieure, ainsi que de la fuite 

réciproque de ces derniers vers l’exciton à k ~ 0. Dans ce modèle, les taux de transfert choisis sont 
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compatibles avec la structure de bande 1D des états k et leur occupation à l’équilibre 

thermodynamique. 

 

            c. Expériences de contrôle cohérent : aspects temporels 

 

c1. Déclins de contraste de la luminescence de la raie D 

 

Le maximum de la luminescence de la raie D est obtenu lorsque les deux impulsions sont en phase 

( 0=ϕ ) et le minimum lorsque les deux impulsions sont en opposition de phase ( πϕ = ). Le 

contraste est déduit des extrema par : 

);()0;(

);()0;(
)(

πττ
πττ

τ
DD

DD

II

II
C

+

−
= . 

La figure [III.5] montre les déclins de ce contraste mesurés sur une même chaîne (carrés pleins) à 

T = 4 K et T = 8 K. Chaque déclin expérimental est superposé à un ajustement numérique (pointillés) 

issu d’un modèle développé au paragraphe c3.  et la valeur de 2T  extraite dans le cadre du modèle est 

annoncée pour les deux déclins. Le signal de contraste résultant de l’interférence entre les deux 

impulsions laser est défini par : 

);(I);(I

);(I);(I
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laserlaser

laserlaser
laser πττ

πττ
τ

+

−
=

0

0
, 

où laserI  représente l’intensité du doublet d’impulsions : la courbe correspondante est ajoutée sur le 

graphe (carrés vides). 

 

 

 

 

 

 

 

 

 

 

 

 

 

 
Figure [III.5].  Déclins de contraste obtenus sur une même chaîne à T = 4 K et T = 8 K.  Les déclins 

expérimentaux (carrés pleins) sont superposés aux ajustements numériques du modèle du paragraphe c.3 

(en pointillé), ainsi que le contraste de l’interférence entre les deux impulsions (carrés vides) 

[Holcman2011]. 
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Le contraste d’intensité qui résulte de la superposition des deux impulsions laser (contraste laserC ) est 

très faible au-delà de τ = 1 ps, lorsque le recouvrement entre les deux impulsions devient négligeable. 

Les mesures de déclins de la luminescence sont donc significatifs pour τ  > 1 ps et ne résultent pas de 

l’effet d’interférences modulant l’intensité de l’excitation dans le spot laser. 

Les résultats montrent que le contrôle opère effectivement et les déclins font apparaître une évolution 

au profil exponentiel dont le temps caractéristique est relié à T2 (modèle du paragraphe c.3). Comme 

attendu, le temps de déclin diminue avec la température, la diffusion avec le bain de phonons 

acoustiques de la matrice étant d’autant plus efficace que la température augmente. 

 

c2. Profils de la luminescence de la raie D 

 

Pour un délai donné entre les pulses, l’intensité intégrée dans le temps de la raie D est mesurée quand 

la phase relative est scannée entre 0 et 2π. Comme le montre la figure [III.6], l’intensité oscille en 

fonction du déphasage entre les deux impulsions.  

 

 

 

 

 

 

 

 

 

 

 

 

 

 

 
Figure [III.6]. Intensité de la luminescence de la raie D en fonction du déphasage entre les impulsions pour 
les deux délais ττττ = 3 ps et ττττ = 7 ps. Les intensités mesurées (carrés noirs) sont superposées aux résultats du 
modèle du paragraphe c3, lignes de couleur. La température est 4 K. 

 

Il est toujours observé que la position des deux extremas consécutifs de l’intensité correspond à un 

déphasage de π. L’évolution de la luminescence est qualitativement de même nature que l’oscillation 

de Rabi pour le système à deux niveaux [CagnacFaroux], [AllenEberly], à la seule différence que 

l’amortissement dû à la valeur finie de T2 entraîne une extinction partielle, et non totale, de la 

luminescence.  

A partir des extrema de la courbe de la figure [III.6], le contraste est lisible directement. On trouve 

pourτ  = 3 ps un contraste C(3 ps) = 0,73, et pour  τ  =  7 ps C(7 ps) = 0,39. 

τ = τ = τ = τ = 7    ps 

τ = τ = τ = τ = 3    ps 
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c3. Modèle à quatre niveaux 

 

On commence par rappeler le schéma des différentes contributions de la bande d’exciton 

correspondant à l’émission de la raie D (retour à la figure III.4]). 

 

 

 

 

 

 

 

 

 

 

 

 

 

 

 

 

 

 

Figure [III.4]. Schéma représentant les différentes contributions de la bande de l’exciton à la luminescence 

de la raie D. 

 

En vue d'interpréter les résultats des spectres de la raie D obtenus par le contrôle cohérent de l'exciton, 

on propose un modèle à quatre niveaux discrets permettant de distinguer les deux types d’états 

émetteurs de la bande de l’exciton. L'état 1  représente l'ensemble des états k ~ 0 contenus dans la 

bande d’énergie rad∆  et couplés au rayonnement en absorption et donc initialement photocréés. L’état 

2  représente quant à lui l’ensemble des autres états k > k// ph max de la bande d’énergie radD−∆ , 

peuplés pendant la phase de thermalisation. Les états 1  et 2  contribuent tous deux à l'émission de 

la raie D. On modélise ici une fuite depuis l’état 1  vers l’état 2  par le taux de transfert upup Tk 1=  

De façon réciproque, une fuite de la population de l’état 2  vers l’état 1  est prise en compte par 

downdown Tk 1= . En parallèle du transfert d’énergie intrabande les états 1  et 2  se désexcitent tous 

deux vers l'état  D  correspondant à l’état final du système dans le mécanisme d’émission de la raie D. 

Ce modèle à quatre niveaux est schématisé sur la figure [III.7] 

On spécifie les valeurs des paramètres utilisés dans le modèle. Le temps de vie effectif de l'exciton est 

fixé à T1 = 80 ps. Le processus d'émission spontanée de l'exciton vers l'état fondamental est supposé 
indépendant de k, et on choisira donc la même valeur de T1  pour les états 1  et 2 . Il est 
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effectivement observé expérimentalement que le temps caractéristique de déclin de la luminescence 

est le même tant pour la raie zéro-phonon que pour la raie D. 
Les paramètres upk  et downk  désignent les probabilités par unité de temps de transfert  de populations 

de 1  vers 2  et de 2  vers 1  respectivement. Par définition, les temps de relaxation associés à 

ces transferts sont donc : upup kT 1= , downdown kT 1= . Nous supposons que 1TTup <<  et 

1TTdown << . Cette hypothèse peut être justifiée dans un modèle d’interaction entre l’exciton et le bain 

de phonons acoustiques de la matrice, développé dans [Dubin2002]. Le modèle montre en effet que la 

dynamique de thermalisation est dans la gamme picoseconde, ce qui est compatible avec un couplage 

exciton-phonon mettant en jeu des potentiels de déformation de typiquement quelques eV. 
De plus, à une température donnée, le rapport downup kkr =  est supposé refléter celui des 

populations des états 2  et  1 à l'équilibre : en l’absence de relaxation via le canal de recombinaison 

radiative, le rapport des populations 
11

22

ρ
ρ

tend vers r  à temps infini. 

 

 

 

 

 

 

 

 

 

 

 

 
 
 
 
 
 

 

Figure [III.7].  Schéma du modèle à quatre niveaux. Les deux impulsions laser couplent l’état fondamental 

(état 0) aux états k de l’exciton capables d’absorber un photon (état 1  de temps de cohérence T2.  Un 

transfert d’énergie entre cet état et les autres états de la bande (état 2 ) est pris en compte par les 
constantes kup = 1/Tup et kdown =1/Tdown. Les états 1  et 2  participent à l’émission de la raie D avec le 

même temps de vie effectif T1. 

 

 

L'égalité ∞∞== ,,downup kkr 1122 ρρ  sera supposée vérifiée et on peut alors estimer la valeur de r  

à une température  donnée. En considérant une distribution continue des états k pour un système 

parfaitement 1D, la densité d'état en énergie s'exprime, à une constante près, par 1/1)( EEED −∝ , 

où 1E  désigne l’énergie de l’état k = 0 de l’exciton. En tant que bosons, la loi de distribution choisie 
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pour la probabilité d’occupation, )E(n , des états excitoniques à l’équilibre thermodynamique est celle 

de Maxwell-Boltzmann, déduite de celle de Bose-Einstein dans la limite des températures élevées où 

( ) TkEE B1−  est petit :  
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On peut alors exprimer le rapport )(Tr  sous la forme : 
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où le numérateur représente les états 2  peuplés à l’équilibre thermodynamique et le 

dénominateur, les états 1  couplés au laser. A une température donnée, le rapport des paramètres 

upk  et 
downk  est fixés par )(Tr . 

Avec une telle modélisation de la relaxation intrabande de l’exciton, on peut seulement garantir une 

valeur correcte du rapport )(Tr à temps long. En revanche la dynamique du système dans la gamme de 

temps upup kT 1=  n’est pas rigoureusement représentative de la dynamique de thermalisation réelle. 

L’obtention de cette dernière nécessiterait l’emploi d’un modèle plus élaboré de couplage aux phonons 

acoustiques de la matrice, en utilisant par exemple les équations cinétiques de Boltzmann hors 

d’équilibre [Piermarocchi1996]. 

La plus grande difficulté est liée à la gestion du grand nombre de paramètres du modèle, et si possible 

sa réduction maximale en vue des simulations : 

1T  est bien connu dans le système car il a été mesuré pour un ensemble de chaînes isolées [Lécuiller 

2002]. Par contre, dans ces travaux, la résolution des expériences est de plusieurs picosecondes et ne 

permet pas de mettre en évidence les dynamiques ultrarapides qui résultent de la thermalisation et qui 

seront discutées ci-après. 

2T  est un paramètre libre du modèle et représente le temps de cohérence de l’exciton. 

Le rapport downup TT /  est fixé à température donnée, donc upT  est aussi un paramètre indépendant du 

modèle. 

 

La recombinaison radiative, caractérisée par 1T , ainsi que la diffusion intrabande, constituent deux 

canaux parallèles qui tendent à faire disparaître l’état 1, donc qui limitent intrinsèquement sa 

cohérence temporelle, donc 2T . Il est toujours possible de définir un temps '1T  selon :  

)/(' 111 upup TTTTT += . 

Les processus de déphasage pur, n’impliquant pas de relaxation en énergie, doivent également être pris 

en compte et contribuent à déterminer 2T  selon : 2/1 T = 1'2/1 T + */1 2T . 
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Dans le modèle présenté, seule la connaissance concomitante de 2T  et '1T , donc de 2T  et de upT  ( 1T  

est connu), permet d’accéder à 2T *. Les deux paramètres libres du modèle 2T  et upT permettent de 

remonter à 2T * par différence, pour tout couple ( 2T , '1T ) satisfaisant à l’ajustement des données 

expérimentales. 

Dans la limite où 2T *>> '1T , 2T  s’identifie à '2 1T  et il subsiste un unique  paramètre ajustable Tup. 

Autrement dit, si les processus de déphasage purs impliquent des temps de relaxation longs, 2T  est 

simplement lié à la dynamique de thermalisation par la relation 2T ~ 2 upT . 

Certaines simulations seront conduites dans cette limite pour des raisons de simplification, bien qu’à 

l’heure actuelle aucune démonstration expérimentale ne vienne pour l’instant appuyer cette hypothèse. 
Les couples de valeurs ( 2T , upT ) compatibles avec les mesures de contrastes seront discutés et le 

champ de valeurs acceptables encadré, eu égard aux propriétés du système. 

 

c4.  Equations de Bloch optiques et résolution numérique 

 

Les équations de Bloch optiques constituent un outil adapté à l’étude d’un système quantique 

unique couplé à un environnement macroscopique et soumis à un grand nombre de mesures dans le 

temps. Tout d'abord, on fait l'hypothèse d’un laser idéalement résonnant sur la transition 0 - 1  entre 

l'état fondamental et l'exciton. On pose donc ωω hh =−= 0101 EE  où 0E , 1E  sont les énergies 

propres des états 0  et 1 , et ω  la pulsation du laser. L'effet d'un éventuel désaccord de pulsation 

est discuté dans l’annexe B pour le modèle à deux niveaux. Il ressort de l’étude que le désaccord de 

fréquence n'engendre pas de modification sur les mesures de la luminescence. Dans le modèle présent, 

bien que deux niveaux d’énergies distinctes 1E  et 2E correspondent aux deux états excités 1  et 

2 , on considère ce résultat toujours valable. La justification repose sur la comparaison entre l’écart 

d’énergie 12 EEE −=δ  des deux états excités et le désaccord de pulsation ou detuning δ . En effet, 

Eδ  vaut typiquement 100 µeV (bien inférieur à 4 K à kBT = 345 µeV). En comparaison, le désaccord 

de pulsation vaut typiquement 1 meV (les valeurs sont précisées dans l’annexe B), et on vérifie bien 

δ > Eδ . 

 

La dynamique du système est traitée avec le formalisme de l’opérateur densité, dont la 

définition générale et les propriétés sont données à l’annexe A, paragraphe b1. L’opérateur densité est 

hermitique et son développement sur les états 0 , 1 , 2  s’écrit : 

( ) ( ) ( ) 222111201000 221211020100 ρρρρρρρ ++++++++= c.cc.cc.cˆ  

On déduit l’équation pilote du système à partir de l’équation de Schrödinger. Sans terme de relaxation, 

l’équation pilote s’écrit : 

[ ]ρ
ρ

ˆ,ˆ1ˆ
H

it h
=

∂
∂
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Le hamiltonien Ĥ  du système est la somme du hamiltonien propre du système formé par les 

niveaux 0 , 1 , 2  et du hamiltonien d’interaction entre l’exciton 1 et le laser : int0
ˆˆˆ HHH += . 

Le hamiltonien propre du système est noté 0Ĥ , il vérifie : 

00ˆ
00 EH = , 11ˆ

10 EH = , 22ˆ
20 EH = , 

avec E0, E1 et E2 les énergies propres des états 0 , 1  et 2 . 

On choisit une interaction dipolaire électrique : )(.ˆˆ
int tEH

rr
µ−=  et on exprime donc le hamiltonien 

du système comme : 

0110221000 210 )t(*E)t(EEEEĤ
vrrv

⋅−⋅−++= µµ , 

où µ
r

a été pris réel, du fait de la polarisation rectiligne du laser. Le champ du doublet d’impulsions 

s’écrit )(cos)(cos)()( 00 ϕτωτεωε +−−+= ttEttEtE , où )tt(hsec)t( p=ε , représente le 

champ électrique d’une impulsion laser dont l’enveloppe a une forme sécante hyperbolique ; pt  est 

choisi de sorte à obtenir un profil d’intensité ayant une largeur à mi-hauteur de ∼ 1 ps. 

En prenant comme origine des énergies l'énergie de l’état fondamental, le hamiltonien du système 

{exciton, rayonnement} s’exprime sous la forme matricielle suivante dans la base des états propres 

0 , 1 , 2  :  
















−

−

=+=

2

1int0

00

0)(*

0)(0
ˆˆˆ

E

EtE

tE

HHH µ
µ

. 

Avec la prise en compte de l’opérateur de relaxation notés γ̂  l'équation de la matrice densité 

devient : 

[ ] ργρ
ρ

ˆˆˆ,Ĥ
i

t

ˆ
−−=

∂
∂

h
 

On déduit les équations de Bloch optiques pour l’évolution des populations 00ρ , 11ρ  et 22ρ , ainsi que 

celle de la cohérence 01ρ  entre l’état fondamental  et l’état de l’exciton couplé au laser en absorption : 

)(
1

))(*)(( 2211
1

0110
00 ρρµρµρ

ρ
++−=

∂

∂

T
tEtE

i

t h
 

2211
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La conservation de la population de l’exciton créé s’exprime par la condition : 

0221100 =
∂

∂
+

∂

∂
+

∂

∂

ttt

ρρρ
. 

Afin de simplifier le système différentiel obtenu, on utilise l’approximation séculaire  

ou « RWA » (Rotating Wave Approximation). Le principe de la RWA, son application et sa 
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justification sont expliqués en détails dans l’annexe A, b6. pour le système à deux niveaux. Le 

traitement effectué ici est tout à fait similaire. Le système des équations de Bloch optiques montre que 

l’évolution libre du terme de cohérence *
1001 ρρ =  est proportionnelle à ti

e 10ω . D’autre part, en 

notation complexe, le champ des deux impulsions s’écrit : 

)
ee

)(t(E)
ee

)(t(E)t(E
)t(i)t(ititi

22 00

ϕτωϕτωωω
τεε

+−−+−− +
−+

+
=  

A la résonance, c’est-à-dire pour 10ωω = , chaque équation différentielle contient deux termes qui 

varient à la pulsation ω2 , provenant des deux impulsions. Ces deux termes ont une contribution 

négligeable à la résonance (la justification de ce résultat est donné au paragraphe b6.  de l’annexe A). 

Le système obtenu après sélection des termes se réécrit en posant h00 EµΩ =  : 
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On souhaite transformer le système différentiel précédent en un nouveau système privé des termes 

oscillant « rapidement » à la pulsation ω du laser. On effectue ainsi un changement de variable 

analogue à celui utilisé pour le système à deux niveaux simple sans relaxation appelé parfois « passage 

dans la base tournante ». Le changement de variable concerne le terme de cohérence, et on pose : 
tie ωρσ 1010 = . En se plaçant à la résonance pour 10ωω = , on aboutit au système final à résoudre : 
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Le passage dans la base tournante présente l’intérêt que le nouveau système évolue de façon sensible 

uniquement sur des échelles de temps bien supérieures à ω/1 . Au cours de la résolution numérique, 
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on évite de devoir utiliser un pas d’intégration très réduit qui augmente le temps de calcul et qui peut 

rendre le résultat moins fiable. 

Voici finalement la méthode adoptée pour la résolution numérique du modèle à quatre niveaux. 

A température donnée, la luminescence est calculée à partir des populations des états 1  et 2  pour 

chaque délai : 

dtI D ∫ +∝ )( 2211 ρρ  

On en déduit le contraste en fonction du délai entre les impulsions : 

 

);()0;(

);()0;(
)(

πττ
πττ

τ
DD

DD

II

II
C

+

−
=  

 
 

Afin de mieux appréhender la dynamique du système et le rôle des paramètres mis en jeu, nous 

entreprenons d’abord des simulations dans lesquelles l’excitation est constituée d’une unique 

impulsion et nous étudions la réponse « libre » du système en particulier le déclin de luminescence de 

résonance (celle des états couplés au rayonnement en bas de bande), et le déclin de la luminescence D 

(provenant de tous les états de la bande). 

Dans un deuxième temps nous verrons pourquoi malgré le transfert ultra-rapide et incohérent 

correspondant à la thermalisation, l’expérience de contrôle cohérent qui utilise comme sonde la 

luminescence D permet de caractériser la dynamique de déphasage des états couplés au rayonnement. 

Les déclins de contraste expérimentaux seront ensuite ajustés dans des simulations à deux impulsions 

verrouillées en phase, et les jeux de paramètres compatibles avec les données expérimentales seront 

discutés. 
 

d. Résultats des simulations 

 
d1 Dynamique de la luminescence sous excitation impulsionnelle 

 

Résultats analytiques 

Nous examinons ici la dynamique de la réponse, en termes de populations, du système à quatre 

niveaux excité par une impulsion unique. Le système d’équations présenté page 98 peut dans un 

premier temps être modifié de façon à ne considérer que des transferts incohérents entre les états mis 

en jeu. On se ramène alors à un système de deux équations couplées pour les états 1 et 2 :  
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On peut alors vérifier que les deux valeurs propres du système associé à la matrice deux par deux du 

système sont : 

 
 

11 /1 T−=λ   et 
effdowndownup

up

TTTTTT

TT 1
)

1

'

1
()

1
(

11

1
2 −=+−=+

+
−=λ , 

 

en posant
down

down
eff

TT

TT
T

+
=

1

1

'

'
. 

 

Les dynamiques résultantes pour les populations, et que nous retrouverons lorsque 2T  n’est 

plus nul, sont donc biexponentielles et mettent en jeu les constantes caractéristiques 1T  et effT .  

On constate toujours que la population 11ρ  décline d’abord avec effT  dans un premier régime, puis 

avec 1T  aux temps plus longs. Le déclin rapide de 11ρ  correspond à la montée du signal de 22ρ qui 

décline toujours selon 1T  (voir les illustrations ci-après). 

Dans la limite où 1T >> upT , alors '1T  ~ upT  et effT  ~ ( 1)/1/1 −+ downup TT  soit, 

avec downup kkr /= = downT / upT , 
1+

=
r

r
TT upeff . 

Dans le cas général, la relation entre effT  et upT  est moins directe d’après la relation donnée plus haut. 

Néanmoins la mesure de effT  permet toujours, en connaissant 1T , de remonter à la valeur de upT .  

On peut déjà mentionner que effT est accessible idéalement dans des expériences de luminescence 

résolues en temps, où le système est excité en résonance à l’énergie 110 E=ωh , et la luminescence 

détectée à la même longueur d’onde que l’excitation. Cette configuration est délicate car il faut être 

capable d’isoler les photons de luminescence de ceux issus de la diffusion de la pompe. Au paragraphe 
e., nous donnerons quelques pistes pour une expérience analogue permettant d’accéder à effT , donc à 

upT . 

D’autre part, les simulations qui vont suivre montrent que les temps mis en jeu sont de l’ordre de 

quelques ps, voire la ps, et la résolution procurée par une caméra à balayage de fente est 

malheureusement insuffisante pour obtenir des résultats fiables. Les expériences de luminescence 
visant à déterminer effT  doivent donc faire appel à des techniques de type « conversion de fréquence »  

(« up-conversion »). 

Finalement, on observe que la dynamique de luminescence D reste, dans ce modèle, 

monoexponentielle, en tant que grandeur proportionnelle à la somme 2211 ρρ +  : c’est bien dans la 

luminescence de résonance 0-phonon, et non dans la luminescence D, que les effets de diffusion de 

l’exciton dans la bande peuvent être détectés. 
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Simulations (situation de couplage faible 10 <<Ω  ps-1) 

La figure [III.8]  montre les courbes de populations ( 11ρ  en vert, 22ρ en rouge) calculées à 

partir du système de la page 98, ainsi que l’ajustement de 11ρ  par une somme de deux exponentielles 

décroissantes (courbe en pointillés). Les paramètres choisis sont typiques de ceux rencontrés dans 

l’expérience de contrôle cohérent à deux impulsions : T = 5 K, r = 3,3 , 1T  = 70 ps , 2T  = 5 ps , 

upT  = 2,5 ps (donc 2T *>> upT , 2T ). On suppose de plus une situation  de couplage faible, avec 

10 <<Ω ps-1.  

 

 

 
Figure[III.8]. Dynamique des populations des états 1 (en vert)  et 2 (en rouge) calculées dans le cas d’un 
couplage incohérent entre les deux états, et ajustement de la population de l’état 1 par une somme de deux 
fonctions exponentielles décroissantes. La figure du bas est un agrandissement de celle du haut, pendant 
les premières dizaines de ps. 

 

 
 La figure [III.9] présente les mêmes simulations mais lorsque l’on augmente upT  : les 

paramètres sont identiques à la situation précédente mais upT  est pris égal à 10 ps, ce qui revient à 

introduire une composante 2T * participant aux mécanismes de déphasage.   
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Figure[III.9]. Dynamique des populations de l’état 1 (en vert) calculée dans le cas d’un couplage 
incohérent entre les deux états avec Tup qui a été rallongé à 10 ps,  et ajustement de la population de l’état 
1 par une somme de deux fonctions exponentielles décroissantes.   

 

 

Sur chaque courbe simulée présentant 11ρ  est superposé, en vert, un ajustement numérique. 

Les résultats de cet ajustement sont reportés sans modification dans le tableau inséré près de la 

courbe : ils sont conformes aux prédictions analytiques données plus haut. (le calcul du temps effectif 

« rapide » 1
1 )/1'/1( −+= downthéorieeff TTT  est reporté à côté des courbes). 

 

d2  La luminescence D comme sonde du contrôle 

 

La problématique abordée ici concerne le mécanisme de diffusion des états préparés par la 

première impulsion (état 1), vers le haut de la bande. On peut se demander a priori pourquoi le 

contrôle cohérent, qui utilise  toute la luminescence D comme sonde, reste opérant, alors qu’une 

grande fraction des états émetteurs (de type 2) ont perdu toute relation de phase avec le champ du 

laser. 

Cette question n’est pas réellement pertinente dans le cadre du modèle, car une fois celui-ci posé, il est 

toujours possible de relier la dynamique de contraste expérimentale à celle déduite des simulations, 

pour, de toute façon, extraire finalement un temps 2T  des simulations. Ayant conscience de cette 

difficulté, l’objectif se restreint ici à comprendre pourquoi la dynamique de contraste expérimentale 

est quasiment toujours déterminée par 2T . 

Nous démarrons donc avec la situation la plus défavorable du point de vue du maintien de la 

cohérence, c’est-à-dire une fuite la plus rapide possible vers l’état 2. Cette fuite peut a priori se 

produire avant l’arrivée de la deuxième impulsion.  
La situation envisagée correspond à upk  « grand », ou upT  «petit », elle se produit donc à la limite où 
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2T * devient infini. Alors, upT = 2/2min, TTup = . 

La figure [III.10] présente le résultat numérique des dynamiques des populations à T = 5 K (soit 
r = 3,3 dans le modèle), et 0Ω  = 0,25 ps-1, correspondant au régime de couplage faible. L’excitation 

est une paire d’impulsions verrouillées en phase avec une différence de phase 0=ϕ  ou πϕ = . Les 

impulsions ont une durée en intensité de 1 ps. La luminescence D est prise comme proportionnelle à la 

somme ( 2211 ρρ + ). 

 

 
 
 
Figure [III.10]. Dynamique des populations des états 0, 1 et 2 dans le modèle à quatre niveaux. 
La courbe en noir continu représente la population de l'état 1, c’est-à-dire les états couplés au 
rayonnement. La courbe en orange en pointillés représente la  population de l'état 2, ou populations des 
états "chauds" ayant subi au moins un événement qui affecte la phase. La courbe en bleu en trait mixte 
représente le profil en intensité des impulsions. Pour le panneau A : ττττ = T2 . Pour le panneau B : ττττ= 3T2. 

 
 

La simulation montre clairement que le transfert de populations reste fortement dépendant de la 
différence de phase entre les impulsions, et ce même aux temps courts, puisque upT  est contraint à 

rester proche de 2T . Le contrôle opéré sur les états de type 1 couplés au rayonnement a une action sur 
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les états de type 2 : il module la population de ces états malgré l’absence de sensibilité de 2 à la phase 

de l’impulsion. L’état 1 est contrôlé, et  en conséquence du transfert dans un temps comparable à 2T , 

la population 22ρ  réflète  la population 11ρ . 

Si upT  est rallongé par rapport à la situation précédente, avec 2T  maintenu, le transfert vers 2  est 

ralenti et le report de l’effet cohérent devient encore plus efficace. 

Globalement, les simulations à deux impulsions du paragraphe suivant indiquent que la constante de 
déclin du contraste correspond à 2T . 

 

d3  Simulations des dynamiques de contraste 

 

Nous étudions ici la réponse du système soumis à une double excitation selon que leur phase relative 

est 0 ou π. 

La luminescence de la raie D (intensité ID) et la dynamque du contraste en fonction de l’espace 

temporel inter-impulsion C(τ) sont calculées comme présenté en page 99. 

La dynamique de déclin du contraste est représentée sur la figure [III.11], à une température de 

T = 15 K. Le modèle à quatre niveaux conduit dans cet exemple à une dynamique pratiquement 

monoexponentielle de constante 2 ps ~ 2T . 

 

 
Figure [III.11].  Dynamique de contraste calculée à 15 K (r ≈≈≈≈ 4,3), T1 ≈≈≈≈ 95 ps, T2 =  Tup min = T2/2. Le calcul 

pour Tup ≈≈≈≈ 10 ps (T2* = 2,3 ps) fournit une réponse similaire non superposée par souci de clarté. La courbe 

tiretée rouge est le meileur ajustement exponentiel. La durée des impulsions est d’environ 1 ps. 

 

 

Le résultat principal est le suivant : lorsque les paramètres connus r et 1T  sont fixés, la dynamique de 

contraste est bien déterminée par 2T  quelque soit la valeur du paramètre upT . Le déclin de contraste 

est quasi-exponentiel en dehors de la durée de recouvrement des impulsions. Le modèle rend donc 

compte de la réalité expérimentale ; par contre, il subsiste une indétermination sur la valeur de upT  qui 
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ne peut pas être levée, étant données les informations expérimentales disponibles. Le paramètre 2T * 

n’est donc pas accessible. 

 
 
d4 Comparaison entre la valeur de T2 mesurée en contrôle cohérent et la valeur extraite de la 

largeur 0-phonon 

 

Un temps caractéristique 0τ  de relaxation de l’exciton peut être déduit des spectres de la luminescence 

0-phonon à partir de la la largeur à mi-hauteur 0Γ  extraite de l’ajustement des raies par une 

lorentzienne. On note ainsi 00 / Γ= hτ . 

 
 
 
 

 
 
 
Figure [III.12]. Valeurs de T2 données par le contrôle cohérent (carrés rouge vides), du temps ττττ0000 donné par 
la largeur 0-phonon (carrés noir pleins), et de 2ττττ0 0 0 0  (carrés noirs vides), en fonction de la température.  

 
 

  En exploitant les spectres on trouve, pour des températures allant jusqu’à 50 K, des valeurs de 

0τ  de l’ordre de la picoseconde. Ce temps caractéristique ne peut clairement pas être assimilé au canal 

radiatif de luminescence, puisque le temps de vie effectif associé, soit 1T  dans le modèle, évolue entre 

70 ps et 110 ps  entre T = 5 K et T = 25 K [Lécuiller2002]. La largeur homogène 0Γ  est donc attribuée 

aux mécanismes de déphasage de l’exciton, et dans ce cas les valeurs de 2T  extraites des expériences 

de contrôle cohérent doivent correspondre à 2 0τ . C’est bien ce qui est observé sur la figure [III.12] où 

sont représentées les évolutions de 2T  et 0τ  avec la température. 

Il y a donc un bon accord entre les résultats obtenus dans les domaines spectral et temporel, 

compte tenu des incertitudes expérimentales. 
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On peut noter que l’évaluation des temps de cohérence à partir des déclins de contraste conduit à une 

incertitude relative de 5 % : dans ces conditions, les barres d’erreur n’ont pas été superposées sur la 

figure III.12. La dispersion plutôt modérée des valeurs de 2T  à une même température peut être 

attribuée à une relative homogénéité dans la nature et la force du couplage entre une chaîne donnée et 

la matrice. 
 
 
d5 Remarques, discussion                                                                                      

 

Les expériences de contrôle cohérent rapportées se sont révélées concluantes et le protocole même de 

contrôle a pu être validé lorsque les deux impulsions sont focalisées en un même point sur la chaîne. 
Si l’accès au paramètre upT  n’est cependant pas possible dans le contexte décrit, on peut tout de même 

cerner sa valeur. 

 
La dépendance en température de la raie homogène 0Γ  a pu être modélisée, avec un couplage 

entre l’exciton et les phonons LA de la matrice du cristal de monomère environnant [Dubin2002]. 
Dans ce travail, 0τ  est défini comme l’inverse d’un taux de transition W, pour une transition entre un 

état exciton de moment zk  (z désignant l’axe de la chaîne) et un état exciton dont le  moment vaut zk  

+ zq  , où zq  est la composante suivant z du phonon LA 3D absorbé. Dans ce schéma, 0τ  s’identifie à 

upT  à une température donnée. Le couplage exciton-phonon est  décrit dans le cadre de 

l’approximation du potentiel de déformation. Les potentiels qui ont conduit aux valeurs de 
W = 0/1 τ = h/0Γ ,  avec 0τ  dans la gamme ps, sont de l’ordre de quelques eV. En notant Dc et Dv 

les potentiels de déformation pour un électron dans la bande de conduction et pour un trou dans la 

bande de valence, on a Dc + Dv = 6 eV : il s’agit de valeurs raisonnables pour les polydiacétylènes. 
Ces valeurs permettent de situer upT  dans la gamme de temps définie par 0τ . 

 
L’accès à upT  ou à la dynamique rapide attendue aux temps courts peut être envisagée dans 

des expériences de luminescence résolues en temps. Ces dernières doivent être réalisées avec une 

résolution subpicoseconde, donc le protocole de conversion de la luminescence semble une technique 

appropriée. Le schéma naturel consiste en une excitation de la résonance 0-phonon, puis en une étude 

de la luminescence à la même énergie. Cette opération est difficilement envisageable qui plus est sur 

un objet unique où il faut être capable de séparer la contribution du signal de luminescence de la 

diffusion de la pompe. Ainsi, un protocole alternatif doit être envisagé. 

Dans un schéma où la pompe est accordée sur une transition vibronique à plus haute énergie, l’état 
préparé par la lumière est un état composite (exciton, phonon) à l’énergie 1E  + phE . 

Dans cette situation, une luminescence 0-phonon est émise. Le processus qui permet au 

système de passer de l’état préparé par la pompe à un état du bas de la bande (flèche (1) dans la figure 

III-13 ci-dessous) est rapide devant la dynamique de thermalisation et devant le temps de 

recombinaison radiative. 



Chapitre III

 

 
 

107 

 

 

 

 

 

 

 

 
 

 

 

 

 

 

 
Figure [III.13]. Lors du passage de l’état mixte exciton-phonon (point A) au bas de bande, il y a création 
d’un phonon d’énergie Eph, de moment kph et d’un exciton d’énergie E1 et de k≈≈≈≈ 0. 

 

 

Le temps caractéristique de la relaxation (1)  est donné par la période du mode de vie du mode de 

vibration impliqué, donc au maximum quelques dizaines de fs. Cet ordre de grandeur a été confirmé 

dans des expériences de luminescence résolues en temps, réalisées sur des ensembles de chaînes, dont 

la structure électronique est voisine de celle des chaînes 3BCMU étudiées ici. 

Le temps de montée de l’émission 0-phonon est clairement résolu, avec une excitation sur une 

transition à haute énergie, et il n’excède pas 40 fs [Haacke1999]. 

Il semble donc possible de générer une population d’excitons « froids » en bas de la bande, en des 

temps suffisamment courts, transitant par la formation d’un état mixte (exciton, phonon) à plus haute 
énergie. Dans cette situation, les photons diffusés par la pompe (accordée à 1E  + phE ) peuvent être 

éliminés spectralement à l’aide d’un filtre coloré, et le protocole de conversion de fréquence est 

envisageable. 

 

e. Aspects spatiaux du contrôle cohérent 

 

Lors du contrôle cohérent, la détection de la raie D d'émission a pu être résolue spatialement au moyen 

du spectromètre imageur dont le fonctionnement a été donné au chapitre II. L'image de la 

luminescence reflète la densité de probabilité de l'exciton au délai choisi entre les deux impulsions. La 

figure [III.14(a)] illustre l’effet de la variation du déphasage entre les deux impulsions sur le profil de 

l'émission pour un délai τ  = 2,5 ps. On extrait également le contraste d'émission de la raie D résolu 

spatialement (figure [III.14(b)]). 

 

E 

k 

E1 + Eph 
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Figure [III.14]. Image de la luminescence D d’une chaîne unique pour ϕϕϕϕ = 0, ϕϕϕϕ = ππππ/2, ϕϕϕϕ = ππππ (figure (a)) et 
son contraste résolu spatialement (figure (b)). 

 

On constate une valeur quasiment uniforme du profil de contraste suivant l'axe de la chaîne sur toute 

sa longueur, ici  15 µm environ. Le comportement de l’image de la luminescence associée en fonction 

du déphasage est compatible avec l'extension spatiale de l'exciton déjà discutée dans le commentaire 

de la figure [III.3] : l’imagerie donne ici une preuve supplémentaire que le contrôle de la fonction 

d'onde est réalisé sur l’ensemble de la chaîne, bien que le laser soit focalisé sur une zone de l’ordre de 

1 µm2. 

Les informations apportées par le résultat de la figure [III.14] sont les suivantes : 

- le profil de l’émission et son extension typique (~ 15 µm) sont préservés quelque soit le déphasage 

entre les deux impulsions. Ils sont indépendants du régime transitoire ; 

- le contraste d’émission est uniforme sur 15 µm, soit l’extension totale de la chaîne ; ce fait  démontre 

que l’ensemble des états k luminescents vers la raie D subit le contrôle cohérent. 

 

 

 

(a) 

(b) 
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              f. Perspectives : contrôle cohérent en deux points 

 

En préliminaire  

 

Pour tenter d’observer la formation spatio-temporelle de l’état radiatif à la cohérence macroscopique, 

nous avons dans un premier temps mis au point une première expérience d’optique ultra-rapide. 

L’image agrandie de la luminescence d’une chaîne unique est formée le long de la fente d’entrée de la 

caméra à fente. La chaîne est alors excitée par une impulsion picoseconde dont la longueur d’onde est 

accordée sur l’absorption de la plus intense réplique vibronique à 501,7 nm (bande D correspondant à 

un mode d’élongation de la double liaison du squelette carboné de la chaîne) [Legrand2008]. 

L’évolution temporelle de la luminescence dans ce type d’expériences est montrée dans la partie 

supérieure de la figure [III.15bis]. L’axe horizontal est la position le long de la chaîne unique 

émettrice. L’émission de la raie zéro-phonon détectée ici n’est pas résolue spectralement, ce qui ne 

gêne pas car l’émission est hautement monochromatique. La partie inférieure de cette figure montre 

des coupes à différents temps repérés par rapport à une origine arbitraire. Les coupes les plus intenses 

sont des profils spatiaux normalisés pour les temps 0 et + 12 picosecondes. Le résultat le plus 

important est le suivant : à la résolution temporelle près de 4 à 5 ps des expériences, l’étalement de 

l’exciton radiatif le long de l’ensemble de la chaîne, après le régime transitoire, ne peut être résolu. 

Une interprétation raisonnable de cette limitation consiste à supposer que le temps de formation de 

l’état radiant macroscopiquement cohérent est plus rapide que typiquement 5 ps, qui représente une 

limite supérieure. 

 

 

 

 

 

Figure [III.15bis]. Partie supérieure : Evolution 
temporelle de l’image agrandie de l’émission 
zéro-phonon d’une chaîne unique de longueur 16 
µµµµm. L’image est formée sur la fente d’entrée 
d’une caméra à fente. Partie inférieure : Profils 
spatiaux obtenus à partir de coupes dans 
l’image.  La courbe en points-tiretés correspond 
à une origine temporelle arbitraire ; le profil le 
moins intense correspond à un instant de – 4 
picosecondes par rapport à cette origine ; les 
lignes en tiretés et en pointillés sont des profils 
spatiaux normalisés pour les instants 0 et + 12 
picosecondes (ce dernier instant correspond au 
maximum de luminescence) respectivement. 
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Au-delà des ces études, le contrôle cohérent en deux points  

 

Le contrôle cohérent en deux points distants de 5 µm sur la chaîne requiert des spécificités techniques 

qui ont été détaillées au chapitre II, paragraphe IV.  

A la différence des expériences où l’excitation est focalisée en un seul point de la chaîne, des 

précautions particulières doivent être prises ici. L’excitation en deux points nécessite bien sûr une 

chaîne nettement plus longue que 5 µm, mais de plus il est crucial de vérifier que chacun des deux 

faisceaux focalisés excite la même chaîne.  

La résolution temporelle de l’expérience donne ici l’incertitude sur la détermination du délai nul : on 

rappelle qu’elle a été mesurée à 200 fs (chapitre II IV B b.). La puissance moyenne des impulsions,  de 

1 µW, est la même que celle envoyée sur la chaîne pour le contrôle en un point : on suppose donc une 

situation de couplage faible entre l’exciton et le rayonnement. 

La figure [III.16] montre les contrastes déduits de l’ensemble des mesures de spectres de la raie D 

d’une chaîne unique dans la configuration d’excitation en deux points, à une température T = 4 K. 

 

 

 

 

 

 

 

 

 

 

 

 

 

 

 
 
 
 
 

 
Figure [III.16]. Déclin de contraste de luminescence pour le contrôle cohérent en deux points distants de 5 
microns. La température est de 4 K. 

 

 

Le déclin montré sur la  figure [III.16] met clairement en évidence le caractère partiellement cohérent 

des excitations pendant les premières ps, comme c’est le cas mais dans une moindre mesure pour le 

déclin  qui a été obtenu en excitant en un même point. La valeur obtenue pour le contraste de 

luminescence reste supérieure à 0,2 pour un délai inférieur à 3 ps. Dans la nouvelle configuration 
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d’excitation en deux points, le temps caractéristique du déclin est de l’ordre de 3 ps à  4 K. Il reste 

donc du même ordre de grandeur que le temps de déclin mesuré par le contrôle en un point (dont la 

valeur est typiquement T2 = 5 ps à 4 K). De plus, on constate que le maximum de contraste est encore 

obtenu pour un délai nul entre les deux impulsions.   

 

Les valeurs obtenues montrent un niveau de cohérence temporelle relativement moins important dès le 

début du contrôle en comparaison à la situation d’excitation en un point. A titre d’exemple, pour un 

délai de 1 ps, le contraste a été mesuré à C = 0,8 dans l’expérience en un même point (figure [III.5]) 

tandis que  

C = 0,4 sur le graphe de la figure [III.16]. Il faut rester prudent quant à une comparaison quantitative 

entre les contrastes obtenus dans les deux expériences. En particulier, une difficulté inhérente à 

l’expérience de contrôle cohérent en deux points est d’égaliser la puissance reçue par la chaîne par 

chacune des deux impulsions ; cet effet pourrait expliquer un contraste plus faible que celui qui serait 

intrinsèque à l’émission excitonique.  

 

 

 Quels sont les mécanismes à l’origine de l’étalement du centre de masse de l’exciton ? 

 

Pour un système à deux niveaux excité à l’aide de deux impulsions en régime de couplage faible, on 

peut considérer que la réponse du système est obtenue en superposant les fonctions d’ondes de 

systèmes indépendants excités chacun par une des impulsions du doublet [Bonadeo1998, 

Bouchene1998]. Il semble raisonnable que ce résultat reste vrai dans une représentation « multi-

niveaux ». Le contrôle cohérent en deux points peut être alors envisagé comme une première 

configuration expérimentale d’interférométrie de paquets d’ondes formés sur la chaîne par les deux 

impulsions et qui se superposent.  

Dans la configuration à deux points, la signature d’effets de cohérence temporelle sur quelques ps dans  

le signal de luminescence interroge sur les mécanismes qui peuvent conduire à la délocalisation du 

centre de masse de l’exciton. On rappelle (chapitre I, paragraphe V B) que celui-ci est vu comme un 

paquet d’ondes excitonique sur la chaîne. 

On considère ici le cas de deux  impulsions infiniment brèves, préparant chacune un paquet d’onde à 

l’instant initial. Il est possible de formuler les hypothèses suivantes : 

- dans l’hypothèse d’un étalement purement dispersif du paquet libre, le temps d’étalement peut 

être déduit directement de l’équation de Shrödinger. Le cas du paquet d’onde gaussien est 

particulièrement simple à calculer et conduit à une largeur )(tx∆ , à l’instant t , donnée    

donné par 2/1202
0 ))(()(

µ
tp

xtx
∆

+∆=∆ . Dans cette expression µ est la masse effective 

de l’exciton, =∆ 0x  1 µm est la largeur initiale du paquet dans l’espace réel, et 

//000 2 kkp hh =∆=∆  sa largeur initiale dans l’espace réciproque, avec //0k  le vecteur 
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d’onde maximal du paquet photocréé. On rappelle les valeurs de  //0k  et µ données au 

chapitre I : //0k = 7.10-4 Å-1  et µ = 10-31 kg. Le temps t mis par le premier paquet d’onde 

pour se recouvrir avec le deuxième correspond à typiquement =∆x 5 µm, et on trouve t de 

quelques nanosecondes alors que le temps de vie de l’exciton est d’environ 100 ps. 

Le premier paquet d’ondes ne peut donc pas s’étaler à l’échelle de quelques ps. En  

considérant  qu’après un délai de 1 ps à 5 ps la deuxième impulsion dépose un deuxième 

paquet d’onde localisé à 5 µm du premier, la luminescence des deux paquets indépendants ne 

pourrait pas être sensible au déphasage entre les impulsions. On mesurerait alors un contraste 

« classique » nul sur l’intervalle de délais explorés. Ce fait est contraire à l’observation de la 

figure [III.16]. 

 

 

- dans l’hypothèse d’un transport balistique du paquet libre, correspondant à une translation de 

son centre de masse suivant l’axe de la chaîne, son énergie cinétique est 
µ2

2
0

2

0

k
E k

h
= , où 

0k représente un éventuel moment initialement transféré à l’exciton. Dans une vision semi-

classique où l’énergie cinétique de translation correspond à un déplacement d’ensemble du 

paquet d’onde, sa vitesse de groupe est donnée par 
0

01

dk

dE
v

k

g
h

= . En choisissant une durée 

typique de 2 ps et un déplacement de 5 µm, on estime comme énergie cinétique 

correspondante 
0k

E ~ 2 eV, et =0k 2,5.109 m-1. Cette énergie de translation est 

extrêmement élevée comparée à kT ~ 350 µeV à 4 K, et une  telle énergie ne peut pas être 

apportée par collision avec les phonons. 

 
D’autre part le moment 

optique
k 0 initialement transféré à l’exciton par l’impulsion peut être  

estimé à partir de l’angle β d’inclinaison entre le faisceau et l’axe optique avec typiquement 

β ~ 2.10-4 rad (la géométrie des faisceaux est décrite en détail au chapitre II). On trouve   

≈= β
λ
π

sin
2

0 optiquek 3.10-7 Å-1 , donc 
optique

k 0 << 0k . L’impulsion lumineuse est donc 

également incapable de provoquer un transport balistique de l’exciton. 

 

Ainsi, l’hypothèse d’un étalement par déphasage entre les ondes planes, ou états k, formant le 

paquet d’ondes excitonique, est la plus vraisemblable pour expliquer  un déclin de contraste à l’échelle 

de la picoseconde.  

 

Eléments de discussion sur les déclins de contraste 

 

La situation des expériences menées est complexe, et on ne peut se contenter de manière 
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générale de considérer la dynamique de paquets d’ondes ayant été créés par des impulsions infiniment 

courtes et évoluant en l’absence d’interaction avec le champ électromagnétique. Avec des temps de 

cohérence de quelques picosecondes, une partie de la dynamique s’effectue sous champ pendant la 

durée de l’impulsion. 

Dynamique de contraste : supposons que l’une des deux impulsions ait préparé à l’instant initial un 

exciton à la position z1 sur la chaîne, localisé sur une longueur typique =∆ 0x 1 µm donnée par le 

diamètre du spot. Au même instant initial, l’autre impulsion est focalisée à la position z2. Dans ce cas, 

la deuxième impulsion ne peut pas interagir avec l’exciton formé par la première impulsion, et on 

observe un contraste « classique » nul.  

Le fait que le contraste soit non nul à délai nul à la résolution temporelle des expériences près, semble 

montrer que le paquet d’ondes excitonique initialement formé par l’impulsion est déjà étendu sur une 

longueur typique du même ordre de grandeur que la distance de séparation z2 – z1 = 5 µm. 

Les premiers résultats du contrôle en deux points motivent la construction d’un modèle qui prend en 

compte la variable spatiale dans le Hamiltonien d’interaction avec le laser. Il serait intéressant en 

particulier de voir dans quelle mesure la contribution temporelle à la variation des phases relatives est 

capable d’étaler le paquet photogénéré. Le couplage exciton rayonnement peut être perfectionné en 

exprimant de façon complète les modes spatiaux du laser au voisinage du point de focalisation 

[Novotny]. De la sorte, les états de la bande du dipôle exciton sont analogues à ceux d’un ion 

hydrogénoïde, qui présente un continuum d’états. Le couplage de ce dernier système avec un paquet 

d’ondes planes électromagnétiques a été étudié dans le domaine de la physique atomique 

[Grynberg1992] : il conduit à un système d’équations couplées dans l’espace réciproque (dans le cas 

de l’exciton, le vecteur d’onde de coupure //0k  définit l’ensemble des états couplés au laser par 

absorption).  En traduisant la focalisation en deux points dans l’expression de deux paquets d’ondes 

planes, cette approche permettrait d’amorcer l’étude de la dynamique d’étalement de l’exciton sur la 

chaîne. 

D’autre part, des travaux théoriques récents permettent de traiter de façon rigoureuse l’interaction 

coulombienne entre N excitons, en tenant compte du principe d’exclusion de Pauli pour les électrons 

et les trous à partir desquels sont construites les quasi-particules [CombescotBetbederDubin2008]. 

Dans le contexte de l’interprétation de la luminescence observée dans l’expérience de contrôle 

cohérent en deux points, on peut envisager dans cette approche le calcul la densité excitonique ρ(z,N), 

proportionnelle à l’intensité de la luminescence détectée). Dans le cas du contrôle cohérent, il s’agirait 

alors de modéliser le régime transitoire des excitons et leur relaxation intrabande, par exemple en 

utilisant les équations de Bloch optiques. Une telle modélisation pourrait faire apparaître différents 

régimes suivant la valeur de N, et être confrontés à une des mesures de luminescence en fonction de la 

puissance dans des expériences de contrôle cohérent. 
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B.  Excitation à λλλλT = 486 nm : étude de la cohérence temporelle d’un état composite 

(exciton, phonon)  

 

On étudie dans cette section la dynamique de relaxation d’un état composite formé par 

l’exciton et un phonon optique de la chaîne appelé mode « T » car il correspond au mode d’étirement 

de la triple liaison CC du squelette. 

 L’état composite d’énergie 2,47 eV relaxe de façon non radiative vers l’état exciton d’énergie 

plus basse de 2,28 eV et la luminescence de la raie 0-phonon est alors détectée à cette énergie. On 

rappelle le schéma de la figure [III.2] de la configuration d’excitation sur l’état composite. 

 

 

 

 

 

 

 

 

 

 

 

 

 

 

 

Figure [III.2].  Schéma d’excitation  en résonance sur un état composite (exciton, phonon) 

 

La largeur de la raie homogène d’absorption vers cet état composite, « raie T » a été mesurée à 5 meV 

[Blumer2006]. La dynamique de relaxation de l’état composite opère en conséquence sur une échelle 

de temps rapide, de l’ordre de la centaine de femtoseconde. Il est donc impératif d’exciter la chaîne 

avec des impulsions de largeur subpicoseconde. La largeur des impulsions utilisées pour ces 

expériences a été mesurée par la technique d’autocorrélation et vaut 140 fs (chapitre II, A.b). Le 

principe de la technique de contrôle ainsi que son protocole sont identiques à ceux décrits pour 

l’excitation à λ0 = 543 nm sur l’exciton purement électronique, au paragraphe III. A. 
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Figure [III.17]. Schéma du processus de désexcitation radiative de « luminescence chaude » T����T’ 

 

Dans le mécanisme décrit par le schéma de la figure [III.2] on néglige un processus d’émission appelé 

« luminescence chaude » et susceptible de se produire dans les polymères conjugués. Le système 

émettrait de la luminescence par un canal différent de celui à l’origine de la raie zéro-phonon. 

L’émission d’un photon de luminescence s’accompagne alors de l’émission du phonon de l’état 

composite « T » dans l’état fondamental électronique, conduisant à l’état noté T’. Le schéma de la 

figure [III.17] illustre  le processus de luminescence chaude.  

Le temps caractéristique de ce processus se trouve être très long devant celui qui conditionne le 

transfert non radiatif de l’excitation en bas de bande (donc vers l’état exciton radiant à l’origine de la 

luminescence « zéro-phonon ») : de l’ordre de la nanoseconde contre quelques centaines de 

femtoseconde. Une détermination du temps de relaxation vers le bas de bande sera présentée dans ce 

chapitre. La recombinaison sous forme de luminescence chaude a donc une probabilité très faible et 

constitue un processus secondaire, négligeable devant la luminescence de résonance. 

 

a. Déclins de contraste expérimentaux 

 

La figure [III.18] montre la variation du contraste C en fonction du délai τ pour une chaîne unique aux 

températures de 9 K (carrés pleins), et 15 K (triangles). Le contraste du laser est aussi représenté 

(étoiles) ; il est défini comme le rapport : 

);(P);(P

);(P);(P

πττ
πττ

+
−

0

0
, 

 
où P  est la puissance du faisceau laser  mesurée en amont de l’échantillon. 
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Figure [III.18]. Déclins de contraste expérimentaux de la luminescence 0-phonon d’une chaîne unique en 

fonction du retard à 9 K (triangles) et à 15 K (carrés), et contraste donné par le doublet d’impulsions laser 

(étoiles) 

 

Les contrastes d’émission prennent des valeurs significativement différentes de celles du contraste du 

laser au-delà d’un retard de 0,1 - 0,2 ps. A partir de cette valeur du délai, les impulsions laser (ayant 

une largeur de 140 fs) sont suffisamment séparées en temps pour ne pas se recouvrir et interférer. Les 

mesures de déclin de contraste de l’émission sont alors représentatives de la dynamique du système. 

D’autre part on constate que le contraste d’émission de la chaîne ne dépend pratiquement pas de la 

température entre 9 K et 15 K. Le contraste mesuré est de l’ordre de 20 %, mais un calcul d’incertitude 

montre que la valeur mesurée est significative de la réponse en luminescence propre au système. 

L’incertitude absolue C∆ sur le contraste a pour expression : 

 

2))()0((

))()0()(0(2

π
π

II

III
C

+
∆+∆

=∆ . 

 

b. Modèle à trois niveaux, discussion des résultats 

 

La représentation des états mis en jeu par des niveaux sans dispersion est une approche qui permet de 

rendre compte de façon simple de la relaxation de l’état composite vers l’état exciton. On considère 

donc dans le modèle une base de trois états formée par  l’état fondamental 1 , l’exciton  émetteur 2  

et l’état composite 3  (figure [III.19]). Le couplage entre le laser et la chaîne met en jeu uniquement 

les états 1 et 3  : la largeur spectrale n’excède pas 3 à 4 nm (c.f. spectres cannelés et calcul de la 

largeur spectrale du laser chapitre II, paragraphe III, B) d.). On néglige tout recouvrement avec les 

autres états excités de la chaîne. Pour traduire la relaxation de l’état 3  le modèle inclut son temps de 

vie 3T  qui correspond au transfert non radiatif vers l’état 2 , et son temps de cohérence 31T  lié à 
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E 

T3  ,  T31 

1

2

3

T1 

l’amortissement de la superposition cohérente initiale avec l’état 1 . 

 

 

 

 

 

 

 

 

 

 

 

 

 

 

Figure [III.19]. Schéma du modèle à trois niveaux 

 

 

 

 

b1. Equations de Bloch optiques à trois niveaux 

 

 Le point de départ du modèle est l’équation pilote de l’opérateur densité à trois niveaux : 

[ ] ργρ
ρ

ˆˆˆ,Ĥ
i

t

ˆ
−−=

∂
∂

h
 

avec γ̂  l’opérateur de relaxation. D’après le caractère hermitique de ρ̂  on obtient six équations 

d’évolution couplées. Mais l’interaction de la chaîne avec les impulsions couple les états 1 et 3  

uniquement, et la seule superposition cohérente  établie par le laser concerne les 1 et 3 . Seules les 

équations donnant l’évolution de 12ρ  et 23ρ  font donc apparaître un couplage mutuel. Puisque l’on 

suppose que 12ρ (t=0) = 23ρ (t=0) = 0, alors 12ρ  et 23ρ  restent nulles. Il reste donc un système de 

quatre équations couplées. Seul le terme de cohérence 13ρ  apparaît explicitement.  Dans la base 

{ 1 2 3 } le hamiltonien se décompose comme : 
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Le champ électrique s’écrit à nouveau comme la superposition des deux impulsions : 
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ht =ε et 

=pt 140 fs. On effectue ensuite l’approximation RWA à partir des équations de Bloch optiques des 

populations 3311 , ρρ  et de la cohérence 31ρ . Après le changement de variable associé au  passage 

dans la base tournante : tie ωρσ 3131 = , on obtient le système d’équations à résoudre numériquement : 
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La conservation  globale des populations des états est donnée par  ( ) 0332211 =++
∂
∂

ρρρ
t

 . 

 

b.2 Résultats numériques : régime de couplage et temps de cohérence de l’état composite 

 

Les trois paramètres de simulation connus au préalable sont : le temps de vie effectif de l’exciton 2 , 

la fréquence du laser et la largeur d’une impulsion : 

- Le temps de vie effectif 1T  de l’état exciton 2 est choisi à la même valeur que dans le modèle du 

paragraphe A. c3,  qui correspond à T = 10 K : soit 1T  = 80 ps. Ici encore sa valeur a peu d’influence 

car elle reste très supérieure aux autres temps caractéristiques intervenant dans la simulation.  

- la fréquence de résonance : on suppose l’excitation idéalement résonnante sur l’état composite, et 

elle couple les états 1 et 3  uniquement à Tc λπωω 213 == , avec =Tλ 486 nm.  

- la largeur d’une impulsion : pt ~ 140 fs à 486 nm. 

Il reste finalement trois paramètres à ajuster : 

- le temps de vie de l’état composite 3T  : sur la base d’un travail antérieur réalisé sur une collection de 

chaînes isolées - de nature un peu différente - on estime que le temps de vie de l’état composite est de 

l’ordre de la centaine de femtoseconde [Blumer2006]. 

- le temps de cohérence 31T  de l’état composite. Sa valeur reste limitée par le temps de vie de l’état et 

doit vérifier 331 2TT ≤ . Les deux temps 3T  et 31T  sont ajustés dans les simulations pour approcher au 

mieux la dynamique expérimentale du contraste. On prend 331 2TT = . 

- la pulsation de Rabi h00 µεΩ = , où 0ε  est l’amplitude de l’enveloppe du champ. La dynamique 

temporelle du système est pilotée par la pulsation instantanée h)t()t( µεΩ =  et, en l’absence de 

relaxation, l’état du système à l’instant t après le premier pulse est alors la superposition 

cohérente suivante [AllenEberly] : 
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3)(
2

sin1)(
2

cos)( ttt
Θ

+
Θ

=Ψ , 

avec ∫= ∞−
t

d)()t( ττΩΘ      

 

L’analyse ultérieure ne nécessite donc pas de connaître précisément la valeur de )(tΘ . Par contre il 

faut préciser la valeur supérieure de max0Ω  de la pulsation de Rabi qui délimite la région de couplage 

faible. Les simulations sont alors opérées à Ω0 < max0Ω . Une simulation dans laquelle le système est 

excité par une seule impulsion a été effectuée dans ce but. La luminescence intégrée en temps est 

extraite en fonction de Ω0  à partir de la population de l’état exciton 22ρ . La figure [III.20] reporte le 

résultat numérique pour différentes valeurs des paramètres 3T  et 31T  et on déduit l’ordre de grandeur 

de max0Ω .  

Une estimation à partir des valeurs typiques de 3T  et 31T  données plus haut, fixe max0Ω ~ 1/ 31T  

typiquement 10 ps-1.  

D’autre part, il a été vérifié expérimentalement, pour des puissances moyennes  qui varient entre 

P =   100 nW à P = 5 µW (les expériences de contrôle cohérent sont réalisées à typiquement 

P = 1 µW), que l’intensité du pic du spectre de luminescence intégrée en temps est proportionnelle à la 

puissance. Aucune  variation de la largeur à mi-hauteur de la raie 0-phonon ou de déformation de 

celle-ci n’ayant été observée, on en conclut que la quantité Nlum de photons de luminescence émis par 

la chaîne est, dans cette gamme de puissance, aussi proportionnelle à la puissance. Puisque Nlum  

0
2Ω∝ , on a finalement P 0

2Ω∝  dans les conditions du contrôle cohérent, et la condition Ω0 < 

max0Ω  de  couplage faible est vérifiée. 

 

 

 

 
 
 
 
 
 
 
 
 
 
 
 
 
 
 
 
 
 
Figure [III.20]. Evolution avec T32 de la luminescence intégrée en temps avec la puissance de pompe en 
configuration de résonance avec l’état 3 . Carrés vides : T3 ~ 520 fs ; carrés pleins : T3 ~ 130 fs et cercles : 
T3 ~ 65 fs. NB : T31 est fixée à sa valeur maximale soit T31 ~ 2 T3 ; ce choix n’a pas d’incidence sur la 
délimitation de la zone de couplage faible représentative de l’expérience. 
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Le régime correspondant à la situation expérimentale est un régime de couplage faible ( 2Θ π< ), ce 

qui se traduit par 0Ω  « petit ». En effet l’intensité de l’émission intégrée en temps varie linéairement 

avec la puissance de pompe et aucun comportement oscillatoire n’a encore été observé aux fortes 

puissances. Dans les situations ultérieures nous considérons une situation où 0Ω  varie entre 

0Ω  ~ 2 ps-1  et 0Ω  ~ max0Ω ~ 10 ps-1, caractéristique du régime de couplage faible : le contraste de 

luminescence est alors indépendant de 0Ω . Le régime oscillatoire apparaît clairement pour  0Ω  > 

10 ps-1 et dépend peu de  T3  ou T31 qui de toute façon varient dans une gamme déjà connue et plutôt 

restreinte. 

Dans le but d’ajuster les déclins de contrastes expérimentaux en régime de couplage faible, deux 

situations ont été explorées : 

 - dans la première situation T31  est fixé à sa valeur maximale de 2T3  et il reste le paramètre libre T3 ; 

la procédure d’ajustement est simplifiée. 

 - dans la seconde situation T31  est laissé libre tel que, pour T3 donné, T31 < 2 T3   et les deux 

paramètres doivent être testés. On montre dans la suite que le couple de valeurs (T3 ,T31) n’est 

effectivement pas unique mais qu’il existe une gamme de valeurs assez restreinte où les ordres de 

grandeur ne sont pas modifiés et qu’il y a peu d’intérêt à cerner des valeurs très précises étant données 

les incertitudes expérimentales. Les figures [III.21] et [III.22] montrent le résultat de ces ajustements 

en régime de couplage faible pour deux valeurs de la pulsation de Rabi : 0Ω  = 2 ps-1 et 0Ω = 10 ps-1. 

Le contraste des deux impulsions laser n’est pas représenté pour ne pas alourdir les figures. 

 

 

 

 

 

 

 

 

 

 

 

 

 

 

 

 

 

 

Figure [III.21]. Ajustement du contraste 

expérimental pour un régime à la limite 

supérieure du couplage faible.  

Les carrés pleins représentent les points 

expérimentaux et les croix, l’ajustement 

pour des temps T3 de ~ 130 fs et T31 ~ 260 fs. 
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• Dans le cas où T31 = 2T3 les résultats des deux figures [III.21] et [III.22] montrent qu’un bon 

ajustement est possible quel que soit Ω0. L’ajustement est cependant nettement plus précis lorsque Ω 0 

s’approche de Ω 0max (figure [III.21]) ce qui semble indiquer qu’on se rapproche, dans l’expérience, 

d’un régime de couplage fort.  

• A la limite de la transition entre le couplage faible et le couplage fort, le couple T3 ~ 130 fs et 

T31 ~ 260 fs est retenu.  

• En régime de couplage faible, la dynamique du contraste est encore assez bien reproduite pour 

T3 ~ 105 fs soit T31 ~ 210 fs. L’influence de Ω 0 est pratiquement nulle et les protocoles permettent un 

encadrement fiable des deux temps du modèle. 

 

Dans le cas où on relâche la contrainte sur les temps de relaxation en supposant seulement l’inégalité 

T31 < 2 T3 , on cherche à évaluer, à T3 donné, l’influence d’une variation libre de T31. Ce cas traduit 

physiquement la prise en compte de la perte de cohérence de l’état composite due à l’environnement, 

et pas seulement au temps de transfert vers l’état exciton. Le temps de cohérence est donc raccourci 

par rapport à sa valeur « idéale » maximale 2 T3.  

Le bilan est le suivant : 

- tout abaissement de T31 conduit comme prévu à une accélération de la perte de contraste ; 

- le jeu de couples (T3, T31) permettant d’ajuster la courbe expérimentale n’est pas si vaste qu’il est 

permis de le penser. En effet des diminutions significatives de T31 doivent être compensées par une 

augmentation forte de T3   incompatible avec le fait que T3   doit appartenir à la gamme de la centaine 

de femtoseconde [Blumer2006] ; 

- il est encore possible d’ajuster la courbe pour T3 appartenant à l’intervalle [150 fs, 200 fs]. Le temps 

T3  en sort donc légèrement allongé, mais en utilisant des valeurs de T31 un peu inférieures à celles 

déterminées dans le cas précédent, en régime de couplage faible. 

Figure [III.22]. Ajustement du contraste 

expérimental pour un régime de couplage 

faible.  

Les carrés pleins représentent les points 

expérimentaux et  les croix (+), l’ajustement 

pour des temps T3 de ~ 105 fs et T31 ~ 210 fs.  

En diminuant T3, la courbe simulée (croix 

(×)) est une moins bonne représentation du 

déclin expérimental (dans ce dernier cas 

T3~ 65 fs). 
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Finalement on retient que l’ajustement des déclins expérimentaux donne accès à une valeur 

typique du temps de vie de l’état composite comprise entre ~ 100 fs et ~ 150 fs, et une valeur 

maximale de son temps de cohérence de ~ 250 fs.  

 

En conclusion de ces résultats sur le contrôle cohérent sur l’état vibronique, il est tout d’abord 

remarquable que la technique de contrôle cohérent donne accès à des dynamiques aussi brèves  alors 

que les mesures de spectres sont intégrées en temps.  

Ces travaux pionniers de contrôle d’un état vibronique de faible durée de vie, se recombinant en un 

exciton et un phonon optique de la chaîne en une centaine de fs, ont tout d’abord permis de mesurer de 

façon directe un encadrement de son  temps de vie, dont seul l’ordre de grandeur était connu, soit par 

des considérations de largeur de raie, soit par des mesures de temps de montée de la luminescence.  

Le résultat pose les questions du mécanisme de dissociation de l’état vibronique, peu étudié à l’heure 

actuelle, ainsi que celle de la rapidité pour la cascade vers l’état exciton. Ces  considérations sont 

probablement reliées l’une à l’autre. L’hypothèse d’une faible dépendance de la durée de vie de l’état 

avec la température en dessous de 20 K est raisonnable, à la vue  des déclins de contraste présentés 

plus haut. Il semble donc légitime de supposer des  mécanismes de relaxation différents de ceux 

agissant sur l’exciton, à savoir  une diffusion des états k au sein d’un quasi-continuum. 

Enfin, la technique de contrôle cohérent présente dans ce contexte une originalité certaine : en 

manipulant optiquement et de façon cohérente un état à la fois non luminescent et très instable, on  

module l’émission d’un état luminescent, en l’occurrence l’exciton. Cette possibilité est offerte par le 

canal de relaxation associé à l’émission d’un phonon optique, très caractéristique des polymères 

conjugués. 
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ANNEXE : ETUDES COMPLEMENTAIRES LIEES 

AU CONTROLE COHERENT D’UN SYSTEME A DEUX NIVEAUX 

 

Un modèle d’équations de Bloch optiques à quatre niveaux a été utilisé afin d’extraire un 

temps de cohérence T2 pour l’exciton. Néanmoins, dans le souci de cerner certains comportements 

génériques de son évolution temporelle,  l’exciton en interaction avec deux impulsions laser peut être 

décrit de façon plus simple, par un modèle à deux niveaux. On détaille dans cette partie le formalisme 

de l’équation d’évolution. Dans un deuxième temps, on s’intéresse dans à l’influence d’un désaccord 

de fréquence entre le laser et la transition entre les deux niveaux, pour discuter finalement les résultats 

numériques et les confronter à la réalité expérimentale. 

 

 

A.  Dynamique temporelle et contrôle cohérent d’un système à deux niveaux 

 

 

a. Cas idéal d’un système à deux niveaux isolé 

 

 

a1. Excitation par une onde continue 

 

On commence par donner l’évolution de l’exciton dans le cas idéal où il ne serait soumis à 

aucune relaxation. Cela nous amènera à dégager l’idée essentielle du contrôle cohérent d’un système 

quantique et de retrouver le résultat donné chapitre II, paragraphe 4. D’autre part nous énonçons dès à 

présent un certain nombre d’hypothèses qui seront toujours valables pour le système réel soumis à la 

relaxation.  L’évolution du système {exciton} en interaction avec le rayonnement est alors donnée par 

l’équation de Schrödinger dépendant du temps :  

ψ
ψ

H
dt

d
i ˆ=h . 

On se place dans la base définie par les états propres 0  et 1 , où  0  représente l’état fondamental 

et 1  l’état exciton. Les énergies respectives de ces deux états sont notées 0E et 1E . 

L’état du système s’exprime comme une combinaison linéaire des deux états propres : 

1)(0)()( tbtat +=ψ . 

Le hamiltonien total Ĥ se décompose selon int0
ˆˆˆ HHH += . Dans cette décomposition 0Ĥ est le 

hamiltonien propre du système vérifiant donc 00ˆ
00 EH =  et 11ˆ

10 EH = . 

 

On précise tout d’abord les notations utilisées pour traiter l’interaction entre le système (état 

fondamental, exciton) assimilé à un système à deux niveaux, et le rayonnement. Le paramètre 

he zza −=0  désigne le rayon de Bohr de l’exciton, avec ez  et hz les coordonnées spatiales de 
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l’électron et du trou. La force d’oscillateur de la transition entre les deux niveaux est notée f . Elle 

dépend des interactions coulombiennes à N électrons dans la bande de valence, et elle est de ce fait 

inconnue a priori. On note le vecteur unitaire de l’axe de la chaîne par zu
r

.Le couplage entre l’exciton 

et le rayonnement est déterminé par le moment dipolaire de la paire électron-trou fea 0−=µ et 

l’opérateur  moment dipolaire s’écrit alors zufea
rv

)0110(ˆ
0 +−=µ . 

Le hamiltonien d’interaction est écrit dans l’approximation dipolaire électrique et s’exprime comme 

EH
ˆ.ˆˆ

int

rr
µ−= , où E

r
 désigne le champ électrique de l’onde lumineuse dans la région du dipôle.  

On considère en premier lieu une onde plane, polarisée rectilignement avec pu
r

colinéaire à µ
r

, et  

parfaitement monochromatique à la pulsationω . On exprime donc puttE
rr

)cos()( 0 ωε= .  

 

Cette description est susceptible de modéliser le rayonnement d’un laser continu. L’interaction 

dipolaire électrique s’écrit alors comme la superposition de contributions associées à l’absorption et à 

l’émission stimulée :  

))(
ee

(

))(tcos())(t(E.Ĥ

titi

int

0110
2

01100110

0

0

+
+

−=

+−=+−=
− ωω

µε

ωµεµ
rr

 

En projetant alors l’équation de Schrödinger sur les bras 0  et 1  on obtient le système d’équations 

différentielles couplées suivant, après avoir posé h010 EE −=ω  et h00 EµΩ =  : 

)1(
2

)()( 200 ti
ti

e
etbitaiE

dt

da ω
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−+
Ω
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−
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a2. Changement de représentation : passage dans la « base  tournante » 

 

La base naturellement choisie pour décrire le système à deux niveaux est  celle des deux états 

propres 0  et 1 . On définit une nouvelle base des états, par la transformation suivante : 

 

11

00

1

0

ti/tiE

/tiE

ee'

e'

ω−−

−

=

=
h

h

 

 

Cette nouvelle base est parfois appelée « base tournante ». L’équation de Schrödinger est projetée sur 

les  vecteurs '0 et '1  de cette nouvelle base. On définit aussi les coefficients : 

 

ti/tiE

/tiE
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Le système (s) peut donc se réécrire de la façon suivante :  
 

)1(
2

20 tie
i

dt

d ωβα −+
Ω

=  

                                                                                                              (S) 

                                                             βωω
αβ ω )()1(

2 0
20 −++

Ω
= ie
i

dt

d ti
        

 

Le terme '0ωω − est le désaccord de pulsation entre l’onde du laser et celle de la transition entre les 

deux niveaux 0  et 1 , appelé en anglais « detuning ». 

 

 

a3. Approximation de l’onde tournante (RWA) et résolution du système 

 

On revient au système d’équations pour ))(),(( tbta , en supposant 0ωω ≈ . Les solutions libres sont 

obtenues pour 00 =Ω : 
h/tiE

)t(libre e)(aa 00 −=  et ti/tiE/tiE
)t(libre ee)(be)(bb ω−−− ≈= hh 10 00 . 

On attend donc, pour 00 ≠Ω , que le système entre en résonance. La solution forcée pour une 

excitation laser de pulsationω  ne donnera dans ce cas une réponse significative seulement au 

voisinage de 0ωω ≈ . En conséquence, les termes 
tie ω2−

 et 
tie ω2
 qui apparaissent dans le système 

d’équations ))(),(( tt βα oscillent à la pulsation ω2 et doivent donner une contribution négligeable à 

la dynamique du système. La résolution revient alors à rechercher des solutions ))(),(( tt βα  variant 

lentement dans le temps, en comparaison de l’échelle de temps donnée par la période du 

laser ωπ2=T . L’approximation consistant à négliger ces termes porte le nom d’approximation de 

l’onde tournante ou  RWA (« Rotating Wave Approximation »). 

 

On se ramène donc au système suivant : 

βωω
αβ

βα

)(
2

2

0
0

0

−+
Ω

=

Ω
=

i
i

dt

d

i

dt

d

         (S’) 

 

Ce système ce résout aisément en dérivant par exemple la deuxième équation puis en lui substituant la 

première :  

0
4
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ωω
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dt
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On trouve comme solutions : 
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L’expression de )(tα a été obtenue par substitution dans la deuxième équation différentielle du 

système (S’)). Les constantes A  et B sont déterminées par les conditions initiales et la condition de 

normalisation de la fonction d’onde : 1** =+ββαα .Le système est pris à t = 0 dans l’état 

fondamental, on en déduit 21=−= BA . 

 On aboutit au système d’équations suivant : 
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En se plaçant à la résonance l’évolution de la probabilité de transition entre les deux niveaux se calcule 

par ( )20
2 tsin* Ωββ = . Ce comportement oscillatoire de la probabilité de transition est appelé 

l’oscillation de Rabi [CagnacFaroux]. 

 

 

a4. Excitation par deux impulsions « créneau » et  contrôle cohérent 

 

On reprend ici l’étude du système à deux niveaux sans relaxation, en interaction avec un laser. Cette 

fois, la structure de l’enveloppe temporelle de l’onde est décrite comme la superposition de deux 

fonctions créneau décalées dans le temps d’un délai τ , avec un déphasage relatif de ϕ . On rappelle 

que cette dernière représente simplement un délai court, c’est-à-dire de durée inférieure à la période 

d’oscillation du champ. Cette description illustre  la synthèse expérimentale d’un doublet d’impulsions 

par l’interféromètre de Michelson stabilisé (son fonctionnement a été étudié au chapitre II).  

Le champ du laser  s’écrit donc )cos()(cos)()( 00 ϕωτω +−Π+Π= tEttEttE TT . 

)(tTΠ désigne la fonction « porte » ou « créneau » qui vaut 0 partout sauf pour t compris entre 0 et 

T . )( τ−Π ttp désigne la même fonction retardée de τ  : elle vaut 0 partout sauf pour t compris entre 

τ et T+τ . On peut ainsi utiliser le résultat de l’étude précédente faite en régime continu pour le 

calcul de )(tα et )(tβ pendant la première impulsion, avec l’approximation RWA. On suppose en 

outre la condition de résonance strictement réalisée 0ωω ≈ .  La résolution de (S’) avec les conditions 

initiales et 0)0( =β  a été donnée précédemment. Il vient alors juste après le passage de la première 

impulsion, à l’instant Tt = :  
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)Tcos()T(

Tsini)T(
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Ω
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=

 

Entre Tt = et τ=t , le système évolue dans le noir. On a donc 00 =Ω .D’après les équations 

d’évolution de (S’) on a donc immédiatement )()( Tctet αα == et )()( Tctet ββ == . 

L’évolution serait différente en présence de mécanismes de relaxation (ceux-ci sont pris en compte 

dans le paragraphe suivant). Pour calculer l’état du système à la sortie de la deuxième impulsion, on se 

ramène donc à nouveau au système similaire à (S’) avec les nouvelles conditions initiales )(Tα et 

)(Tβ exprimées plus haut, dont la solution générale est explicitement : 

)e'Be'A(e)t(

e'Be'A)t(

titi

i

titi

22

22

00

00

ΩΩ
ϕ

ΩΩ

α

β
−

−

−=

+=
 

L’identification des deux expressions de )(Tα et )(Tβ donnent un système linéaire de rang 2 

en 'A et 'B . Sa résolution conduit à : 
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Après remplacement dans la solution générale, on obtient finalement à l’instant de sortie des deux 

impulsions à τ+= Tt , après simplification, le résultat annoncé au  chapitre II, paragraphe III 1 (le 

terme de phase τω0i
e  est arbitraire et provient de la définition de β ) : 
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          b. Système à 2 niveaux réel : prise en compte de l’environnement et équations de 

Bloch optiques 

 

 

b1 Opérateur de densité, opérateur de densité réduit, hypothèse ergodique  

 

Bien qu’elle soit la seule équation exacte pour prévoir la dynamique d’un système quantique, 

l’équation de Schrödinger ne se prête pas au traitement de la relaxation, résultat de l’interaction entre 
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le système et un environnement macroscopique, appelé réservoir. Le système quantique est dit 

« ouvert » et le hamiltonien exact qui traduit l’interaction est en effet dans ce cas trop complexe pour 

être solvable. Il apparaît alors indispensable de pouvoir séparer dans le formalisme le système 

quantique du réservoir.  

L’opérateur densité est un outil essentiel pour décrire le comportement quantique de systèmes à grand 

nombre de degrés de liberté. Il sert à calculer les valeurs moyennes des observables du système étudié. 

En physique statistique la définition appelle une loi de probabilité classique, à déterminer, concernant 

la distribution des états stationnaires du système :  

∑=
l

lll ttpt )()()(ˆ ψψρ   

On se restreint ici à une définition plus simple et valable pour un objet quantique 

unique : )()()(ˆ ttt ψψρ = . Le ket )(tψ  représente ici la fonction d’onde du système quantique, 

que l’on décompose sur les états propres de la base choisie. L’opérateur densité d’un système à deux 

niveaux peut donc s’écrire : 11011000ˆ 11100100 ρρρρρ +++=  où les quatre 

coefficients ijρ ainsi définis sont complexes et ρ̂ est hermitique. Ses termes diagonaux sont reliés à la 

valeur moyenne d’une observable lorsque le système est dans un état propre et appelés « populations». 

Les termes non diagonaux permettent d’exprimer le couplage entre les deux états propres sous l’action 

d’un opérateur. Ils sont appelés « cohérences » [Boyd], [Cohen]. Pour un système isolé, soumis à 

aucun mécanisme de relaxation, les coefficients de la matrice densité portent strictement la même 

information que les coefficients complexes de la fonction d’onde )(tα et )(tβ . 

 

L’exciton est couplé simultanément à deux réservoirs : un réservoir de photons et un réservoir de 

phonons. Il est nécessaire d’utiliser un formalise adapté à la prise en compte du couplage de l’exciton 

avec cet environnement. On définit un opérateur de densité réduit : 

∑==
µ

µρµρρ ,1ˆ,0ˆ)(~̂
RTrt . 

La notation µ  désigne un état propre du rayonnement ou un mode de phonon que l’on ne cherche pas 

à spécifier. On adopte un traitement dans lequel on ne s’intéresse qu’à la dynamique du « petit » 

système et on ne rend pas compte des corrélations entre ce dernier et le réservoir. La réaction du 

système sur le champ électromagnétique et sur l’ensemble des phonons auxquels il est couplé n’est pas 

prise en compte. La condition de validité requiert que le nombre de modes des deux réservoirs  mis en 

jeu soit  très supérieur à 1. Il n’est alors pas indispensable de quantifier les champs associés. Dans la 

suite du chapitre on conserve les notations de la matrice densité ijρ , sans oublier qu’il s’agit en toute 

rigueur des coefficients de l’opérateur de densité réduit ijρ~ .  

 

Le formalisme de l’opérateur densité est habituellement utilisé pour des systèmes à grand nombre de 

particules, puisqu’il fournit les valeurs des observables moyennées sur l’ensemble des entités. 

Cependant, on justifie aussi son emploi dans l’étude de l’objet unique, lorsqu’on réalise un grand 
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nombre d’évènements de mesures dans le temps. Considérons par exemple un système à deux niveaux 

en interaction avec le rayonnement d’un laser, et choisissons comme évènement la mesure d’un 

photon émis par le système à un instant donné. Il existe deux moyennes envisageables. La première est 

la moyenne, au sens statistique, du nombre de photons émis, dans l’unité  de temps, pour un ensemble 

de système à deux niveaux tous identiques. La seconde est la moyenne temporelle pour un système 

unique sur lequel on répète un très grand nombre de mesures de détection du photon émis dans l’unité 

de temps. On postule que les deux points de vue sont supposés conduire au même résultat de mesure, 

c’est-à-dire au même signal de luminescence. Cette affirmation porte le nom d’hypothèse ergodique. 

 

 

b2.  Equation pilote pour l’opérateur densité 

 

On considère un système quantique couplé uniquement à un réservoir de photons, et on donne 

certaines hypothèses générales justifiant l’utilisation de l’opérateur de densité réduit. Les fluctuations 

du champ des photons sont décrites par les fonctions de corrélation temporelles. Le temps 

caractéristique correspondant cτ  est lié à la largeur spectrale δω  par δωτ 1=c , et on démontre que 

ce temps est très court devant la période d’oscillation du laser : ωπτ 2<<c ([Cohen]). D’autre part, 

le temps caractéristique RT  pour lequel un processus d’absorption ou démission stimulée se produit 

est proportionnel à l’inverse de l’intensité. Pour une valeur suffisamment grande de δω  et une valeur 

suffisamment faible de l’intensité, ce qu’on admet dans la plupart des situations expérimentales, on 

suppose donc Rc T<<τ  . Finalement on se ramène à l’évolution temporelle du système quantique sur 

un pas de temps tδ  tel que Rc Tt <<<< δτ  [Cohen]. 

On déduit l’équation pilote du système à partir de l’équation de Schrödinger, dans le formalisme de 

l’opérateur densité et on trouve pour l’équation pilote : 

[ ]ρ
ρ

ˆ,ˆ1ˆ
H

it h
=

∂
∂

 

Le hamiltonien d’interaction entre le champ du rayonnement et le système à deux niveaux se 

superpose au hamiltonien propre du système. On choisit naturellement un couplage dipolaire 

électrique, le même que pour le système isolé du bain de phonon, dont le cas a été traité au paragraphe 

II. Dans le cas d’un système à deux niveaux on exprimerait donc : 

01)(*10)(1000ˆˆˆ
10int0 tEtEEEHHH

vrrv µµ −−+=+= . 

Dans cette expression, )(cos)(cos)()( ϕτωτεωε +−−+= tttttE  représente le champ 

électrique d’une impulsion laser d’enveloppe )tt(hsecE)t( p0=ε . Le calcul mis en œuvre à partir 

de l’équation d’évolution de la matrice densité n’utilise pas la théorie des perturbations. Les équations 

déduites de l’équation pilote sont exactes, ce qui présente l’avantage de pouvoir étudier 

éventuellement la situation de « couplage fort » entre le la chaîne et rayonnement. Dans une 

expérience de contrôle cohérent,  on ne détecte jamais un signal résolu en temps au sujet de la 
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relaxation du système : tous les spectres acquis sont au contraire intégrés dans le temps.  Pour pouvoir 

finalement confronter les résultats numériques aux mesures on devra donc  remonter à la luminescence 

intégrée en temps dans la résolution des équations du modèle.  

 

 

 

b.3 Prise en compte de la relaxation. Equations de Bloch optiques 

 

La résolution du problème mettant en jeu le hamiltonien exact d’interaction entre le système à deux 

niveaux et le champ du rayonnement d’une part, ainsi que le réservoir de phonons d’autre part, est 

impossible en pratique. On opte alors pour une prise en compte phénoménologique de la relaxation du 

système induite par son environnement. La prise en compte de la relaxation modifie l’équation pilote ; 

sous sa forme la plus générale elle s’écrit avec les notations d’opérateur : 

[ ] ργρ
ρ

ˆˆˆ,Ĥ
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∂
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Sous forme développée on obtient : 
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Les termes d’amortissement sont liés aux temps de vie et de cohérence par : iii T1=γ , où iT est le 

temps de vie de l’état i et ijij T1=γ , où ijT est le temps de cohérence du mécanisme de relaxation de 

l’état i vers l’état j. 

 

Pour un système à deux niveaux le premier terme 111 1 T=γ intervient dans l’équation de Bloch 

optique pour l’état excité, et correspond à l’émission spontanée. Le temps de vie 1T  de l’état excité 

traduit une probabilité de fuite de l’état excité vers l’état fondamental. Dans le cadre de la 

quantification du rayonnement, on montre qu’une prise en compte rigoureuse fait intervenir le 

couplage entre le système et les modes du champ électromagnétique. Les fluctuations de ce dernier 

sont responsables de l’émission spontanée par le système [Cohen]. Le deuxième terme 201 1 T=γ  est 

issu de deux contributions. La première correspond à l’existence d’un temps de vie, et on montre que, 

si le système est par ailleurs isolé le temps de cohérence intrinsèque 2T  doit vérifier 2T = 12T  [Boyd]. 

La prise en compte de mécanismes de relaxation liée à un environnement conduit à poser : 

*

11

2

1

212 TTT
+= , 

où *2T représente la contribution à la perte de cohérence due à l’environnement du système à deux 

niveaux. Pour l’exciton, il s’agit du bain de phonons acoustiques de la matrice. Dans une expérience 
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de contrôle cohérent, la grandeur accessible à la mesure est  cependant T2. En pratique, la condition 

T1 >> T2 conduit à confondre 2T  et *2T . 

Une représentation possible de la perte de cohérence est de considérer que le système est perturbé par 

des fluctuations arbitraires de sa phase, qualifiées de « sauts quantiques ». L’approche par les sauts 

quantiques peut être rendue compatible avec les équations de Bloch optiques. Des travaux dans le 

domaine de l’optique quantique dans les années 1990 ont démontré que la définition de 2T  précédente 

par le terme d’amortissement 212 Tρ−  coïncide avec l’approche par les sauts quantiques : la 

méthode utilise pour cela l’algorithme de tirage Monte-Carlo quantique [PlenioKnight1998]. 

Pour donner une image simple, on envisage la représentation suivante. En supposant que l’on ait 

préparé à un instant initial le système dans une superposition cohérente des deux états, la fonction 

d’onde ne peut plus s’écrire de façon exacte mais ses coefficients sont affectés d’une variation 

aléatoire dans le temps. Le temps caractéristique de l’apparition de ces fluctuations correspond 

physiquement au temps de cohérence T2 et il est pris en compte de façon phénoménologique dans les 

équations de Bloch, tout comme l’émission spontanée par l’amortissement 212 Tρ− . On peut 

démontrer alors que l’évolution libre de la valeur moyenne du dipôle µ̂ , définie comme 

1ˆ0ˆ µµ = , subit une décroissance en 2T/te
− [Cohen]. 

 

 

A partir de l’équation pilote et en tenant compte de la relaxation on aboutit au système des quatre 

équations différentielles de la matrice densité, appelées équations de Bloch optiques : 
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Pour un système à deux niveaux unique, la somme des populations est constante, 

donc 02211 =∂+∂ t)( ρρ . Il s’agit alors de résoudre ce système. La dynamique temporelle des 

populations et des cohérences apparaîtra alors, à condition d’avoir choisi convenablement les 

paramètres de calcul 21 ,),(, TTtEµ . Ces paramètres doivent être compatibles avec les propriétés de 

l’exciton ainsi que la réalité expérimentale du contrôle cohérent réalisé. 
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b4. Approximation de l’«onde tournante» ou RWA (« Rotating Wave Approximation ») 

 

La procédure est similaire à celle donnée au paragraphe II-A)-c.  Elle concerne cette fois les 

coefficients de la matrice densité. Les conditions de validité sont les mêmes et on fait également 

l’hypothèse de quasi-résonance. On développe )(tE  en notation complexe : 

( ) 2titi ee)t()t(E ωωε −+= , où )(tε  représente l’enveloppe temporelle d’une impulsion. De la 

même façon que pour  l’ajustement du spectre de l’impulsion présenté au chapitre II, paragraphe A) 

b.2, )(tε  est choisie sous la forme )tt(hsec)t( p∝ε . Le paramètre pt  fixe la largeur à mi-hauteur 

de l’impulsion. 

On applique la RWA en expliquant le principe sur un exemple de sélection des termes résonants et 

antirésonants. La dynamique de 21ρ est donnée par la dernière équation : son évolution libre est 

gouvernée par le terme ti
e 0ω− . Donc dans le second membre de la première équation on oublie le 

terme oscillant à )( 0ωω +−  qui vient du facteur ti
e 0ω−  pour  garder  uniquement le terme tie ω du 

développement de )t(E . La dynamique de 12ρ  est quant à elle donnée par la 3e équation. L’évolution 

libre est cette fois en ti
e 0ω+ . Le même raisonnement conduit à garder, dans la première équation, 

uniquement le terme contenant ti
e 0ω− .  

Afin de simplifier les deux premières équations  on considère des évolutions libres de 12ρ  et 21ρ   

données par les équations 3) et 4). On est alors conduit à remplacer respectivement :   

tωρ cos21 par 
2

21
tie ωρ

  et  )(cos21 τωρ −t  par 
2

)(
21

τωρ −ti
e

  , 

tωρ cos12 par 
2

12
tie ωρ −

 et )(cos12 τωρ −t  par 
2

)(
12

τωρ −− tie
. 

Dans la 3e équation: 12ρ  est résonant à 0ω+  et 1122 ρρ −  est supposée avoir une évolution lente par 

rapport à ω , donc on  conserve le terme en tie ω . Le terme tωρρ cos)( 1122 − est remplacé par 

21122
tie)( ωρρ −  et le terme )(cos)( 1122 τωρρ −− t  par 21122

)t(ie)( τωρρ −− . 

Dans la 4e équation : le raisonnement est le même (ou équation complexe conjuguée de (3)) et on 

conserve le terme en tie ω− . Le terme tωρρ cos)( 1122 − est cette fois remplacé par 

21122
tie)( ωρρ −− et )(cos)( 1122 τωρρ −− t  par 21122

)t(ie)( τωρρ −−− . 

 

 

b5. Passage dans la « base tournante » 

 

On souhaite se ramener à un système différentiel privé des termes oscillant « rapidement » à la 

pulsationω . L’astuce consiste à faire le changement de variables suivant, inspiré de celui formulé 

pour le système isolé (l’opérateur densité ρ̂ étant hermitique on a =12ρ *21ρ ) : 

                                                                 tie ωρσ −= 1212  
tie ωρσσ 21121 * ==  
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En notant )()( 0 tt εΩ=Ω  on aboutit au système final à résoudre : 
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Au voisinage de la résonance, pour 0ωω ≈ , le système évolue ainsi de façon sensible seulement sur 

des échelles de temps bien supérieures à ω/1 . Au cours de la résolution numérique, on évite au cours 

de la résolution numérique de devoir utiliser un pas d’intégration très réduit qui augmenterait le temps 

de calcul et qui pourrait rendre le résultat moins fiable. 

 

 

b6. Justifications de la RWA 

 

On propose de justifier l’approximation de l’onde tournante de deux façons différentes. Bien que la 

première soit  plus simple que la seconde, néanmoins plus complexe et plus générale, les arguments 

physiques y sont essentiellement les mêmes. La justification de la RWA repose sur la considération 

suivante. On suppose le laser excitateur est résonnant ou quasi-résonnant sur la transition. On s’attend 

alors que le système à deux niveaux ne présente une réponse en fréquence significative qu’au 

voisinage de sa fréquence propre. La validité de ce résultat nécessite toutefois certaines hypothèses qui 

sont précisées. 

 

• Première justification 

 

On suppose avoir trouvé une solution « lente » )(tα . Ce résultat serait consistant avec une évolution 

de la variable )(tα  essentiellement à la pulsationω du laser, puisqu’on suppose ici une excitation 

quasi résonante avec 0ωω ≈ , c’est-à-dire 00 ,ωωωω <<− . 

On peut alors résoudre )(tβ par la deuxième équation du système (S) page 120 : 
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Ω

=−−   (S2) 

On résout cette équation différentielle en superposant la solution sans second membre à une solution 

particulière trouvée par la méthode de variation de la constante. L’équation sans second membre 

00 =−− βωωβ )(idtd  admet pour solution t)(i
Ce)t( 0ωωβ −= .En cherchant une solution du type 

t)(i
e)t(C)t( 0ωωβ −=  et en remplaçant dans l’équation différentielle on obtient : 

)t)((it)(i
ee)(t(

i

dt

dC
00 20

2
ωωωωωα

Ω −−−− += . 

Comme )(tα est supposé varier lentement, aux temps suffisamment courts, on aura donc 

approximativement: 
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Le terme de droite de la somme précédente est issu de la contribution du terme
tie ω2
oscillant à ω2  

dans l’équation (S2). Dans l’hypothèse de quasi-résonance, l’amplitude de ce terme est inférieure à 

celle de l’autre terme dans un rapport très proche de 120 <<− ωωω .  

La RWA consiste à négliger le terme tie ω2  dès l’expression de (S2). Elle apparaît donc compatible 

avec une évolution lente du système au regard du temps caractéristique ω1 . 

 

• Justification par un traitement perturbatif  

 

Il existe une méthode plus générale et plus systématique pour la recherche de solution approchée d’un 

système d’équations différentielles sous la forme :  

)t(f.
dt

xd
ε=

r

  

Dans ce formalisme on a posé ),( βα=x
r

. La fonction )(tf  représente une fonction T - périodique 

et ε un paramètre suffisamment petit devant l’unité. 

 

La méthode met en œuvre un traitement perturbatif de la solution, le terme de plus bas ordre étant la 

valeur moyenne temporelle des coefficients oscillants. Le développement en perturbation de la 

solution de chaque équation est effectué à l’ordre souhaité suivant le paramètre ε . 

On rappelle le système de départ à résoudre : 
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On démontre que (S) peut exprimé sous la forme (*) [Rouchon2007], à condition de poser :  
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ω
π

=T  et 
ω

ε
2

0Ω
= . 

Les traitements aux ordres les plus bas seront d’autant mieux adaptés que la condition 1<<ε est 

réalisée. Cette condition traduit physiquement que le couplage entre la lumière et le système à deux 

niveaux est « faible ». Dans le cas contraire, en régime de couplage « fort » il est nécessaire de traiter 

la perturbation à un ordre plus élevé.  

 

 - Traitement au 1er ordre : approximation RWA 

 

Hypothèses générales : 

- Deux conditions liées au couplage entre le dipôle et le rayonnement. Le couplage doit être d’une part 

suffisamment faible et d’autre part varier suffisamment lentement par rapport à la pulsation du laser : 

ω<<Ω 0  ou 1<<ε   et ωΩ <<dtd 0  (la vérification  de cette dernière hypothèse est immédiate ici 

car 0Ω est une constante) ; 

- Hypothèse de quasi-résonance : 00 ωωω <<− . 

La transformation du système (S) est alors directe : on remplace tie)t(f ω21 −+=  à variation 

« rapide » par sa moyenne temporelle 1)( =tf . On se ramène alors directement au système (S’) à 

coefficients constants. Cette simplification traduit l’idée intuitive de vouloir suivre l’évolution de la  

trajectoire d’une particule soumise à une force de dérive relativement lente et une force excitatrice 

oscillant très rapidement. En première approximation, on peut alors se contenter d’en donner 

l’évolution moyennée à l’échelle des variations de la force excitatrice. Le paramètre 1<<ε d’après 

les hypothèses précédentes n’apparaît pas explicitement pour la résolution au 1er ordre. En revanche, 

on peut montre le résultat suivant : au premier ordre enε , la solution trouvée constitue  une bonne 

approximation de la solution exacte sur une échelle de temps caractéristique [0, εT
~

].  

 

 - Traitement au 2ème ordre   

 

Dans le cas où l’on s’écarte de la condition 1<<ε ,  on décompose chaque variable suivant sa valeur 

moyenne et l’écart à sa valeur moyenne. En explicitant par exemple pour )(tα  : 

)()()( ttt δααα +=  avec 0)( =tδα . Dans tous les calculs, les termes contenant 1)( ≈tα  

sont supposés évoluer lentement et ne pas osciller. En revanche, en posant εδα ≈)(t et 

εδα ≈dt))t((d ces deux derniers termes sont  supposés oscillants et d’amplitude faible 

devant )(tα . On procède de même pour le développement de )(tβ . 

Les calculs consistent ensuite à identifier les termes variant à une vitesse du même ordre de grandeur. 

On peut montrer alors, toujours dans l’hypothèse de quasi-résonance (en réalité non indispensable 

pour la résolution) l’apparition du terme correctif ωΩ 82
0   dans la deuxième équation de (S). 

Le domaine de validité de la solution approchée au deuxième ordre près en ε  est étendu ici à une 

échelle d’intervalle ~
2εT

~
. 
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En résumé, on peut retenir que les deux résultats essentiels assurant la pertinence du traitement 

perturbatif sont : 

- l’ordre de grandeur de l’écart à la solution exacte ; 

- l’intervalle de temps de « contrôle » sur lequel l’approximation reste valable. 

Une étude plus approfondie des arguments mathématiques exploités pour le traitement perturbatif est 

effectuée dans [Rouchon2007] ; les calculs au deuxième ordre y sont également présentés. 

 

 

B. Influence du désaccord de pulsation δδδδ  sur le contrôle de l’état excité 

 

 

On s’intéresse dans ce paragraphe à la réponse en luminescence d’une chaîne unique dont l’énergie de 

transition est légèrement décalée par rapport à celle de l’excitation. 

La valeur expérimentale de δ  peut être estimée par des considérations sur les énergies de l’état 

exciton et de la raie D du mode de vibration de la double liaison C = C de la chaîne. Pour que 

l’interaction entre le laser et l’exciton soit suffisamment efficace pour pouvoir détecter un signal de 

luminescence, la valeur δλ  associée à δ doit être comprise dans la largeur spectrale du laser.  

La longueur d’onde Dλ  est mesurée au spectromètre, ainsi que laserλ . Des mesures de spectroscopie 

Raman ont fourni raieDexciton EE −  = 0,189 eV (en fait, la précision est de l’ordre de 2 cm-1 et donc 

meilleure que 1 meV) : on en déduit laserexciton EEE −=δ . En passant en  longueur d’onde on aurait : 

)
1

(
λ

δδ hcE = =
2

11

)(

hc
)(hc

laserlaserexciton λ

δλ
λλ

≈− ). 

Dans les expériences réalisées, on trouve toujours Eδ comprisentre 0,2 nm et 0.3 nm, soit typiquement 

δ compris entre 1 ps-1 et 2 ps-1, ou encore entre 800 µeV et  1200 µeV. 

 On étudie numériquement l’influence de δ  sur les profils de luminescence fonction du délaiτ . Le 

déphasage est un paramètre que l’on fait varier à chaque délai. On a choisi ici T2 = 5 ps et  Ω = 1 ps-1 

 

a. Désaccord de fréquence nul 

 

Le calcul est ici mené avec les mêmes hypothèses que celles utilisées au paragraphe II, puisqu’on a 

posé δ  = 0. La figure [A.1] montre le profil de luminescence (proportionnelle à la valeur de 22ρ  à 

l’instant t = ts où la deuxième impulsion est terminée) en fonction du délaiτ , pour différents 

déphasages. 
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Figure [A.1]. Calcul du signal de luminescence obtenu pour une excitation résonnante en fonction du 

délai, pour différentes valeurs de φφφφ 

 

A délai infini, la valeur asymptotique de la luminescence est la même quelque soit ϕ , et vaut la moitié 

de la valeur maximale obtenue à délai nul. On caractérise la valeur de l’intensité simultanément sous 

l’effet des deux variablesτ etϕ . Les deux courbes enveloppes, en noir et en rose, correspondent 

respectivement aux valeurs de Imin et Imax du contrôle cohérent. On s’intéresse à présent à l’influence du 

paramètre delta sur le profil de réponse en luminescence du système. 

 

b. Désaccord de fréquence non nul 

 

On reprend la même démarche pour une valeur de δ  non nulle. On garde les valeurs précédentes des 

paramètres de simulation : T2 = 5 ps, 0Ω  = 1 ps-1. La figure [A.2] présente le résultat du calcul. 

 

 

 

 

 

 

 

 

 

 

 
 

 
Figure [A.2]. Calcul du signal de luminescence obtenu pour δδδδ = 1 ps-1 en fonction du délai, pour différentes 
valeurs de ϕϕϕϕ 
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On observe que le paramètre δ a pour effet de translater le profil de la figure [A.1] tout en modulant 

l’amplitude entre les extrema. Dans le graphe en fuseau de la figure [A.1], tout se passe comme si 

chaque courbe subissait un déphasage à l’origine sous l’effet du désaccord de fréquence δ . Les deux 

paramètres indépendants δ et 0Ω sont donc susceptibles de délimiter les mesures faites sur les profils 

de phase de la population de l’état excité. Enfin il est intéressant de remarquer que la différence de 

phase entre les valeurs extrémales ne dépend ni du délaiτ  ni de δ . Cette différence est toujours très 

proche de π . 

Pour apporter une explication à ces observations on fixe la valeur de τ  et on considère la modulation 

de la population 22ρ  par rapport à ϕ . On peut supposer pour simplifier que T2 est infini, car ceci 

n’affecte pas le raisonnement sur les valeurs extrémales de 22ρ  à la sortie de la deuxième impulsion. 

On peut interpréter le désaccord  δ  comme une petite modification Tδ du paramètreτ . Dans ce cas, 

)(22 tρ apparaît comme la superposition de deux signaux, l’un à la fréquence du laser, et l’autre à la 

fréquence propre du dipôle constitué des deux états. Si δ est très inférieur aux deux fréquences, 

l’extinction de 22ρ est quasiment obtenue pour un demi cycle d'oscillation, c'est-à-dire πϕ = . 

En conclusion la modulation de la période d’oscillation du signal sous l’effet deδ entraîne bien un 

décalage par rapport au signal idéalement résonnant, mais ce dernier reste complètement négligeable 

sur le plan expérimental, aux délais mis en jeu ( < 10 ps). 

Pour tenir compte de la confrontation avec l’expérience il est important de souligner que les profils 

calculés et montrés sur les figures [A.1] et [A.2] ne correspondent pas à ceux qu’on mesure par le 

contrôle cohérent. En effet, ils font apparaître, pour un déphasage donné, ce même déphasage à tout 

retard. Or dans l’expérience on fixe  d’abord le délai. On sélectionne un déphasage entre impulsions 

dont la valeur est contrôlée et variée entre 0 et π2 . Mais ce déphasage n’est pas corrélé à celui qui a 

été sélectionné à un autre délai, car son verrouillage est perdu lorsque le moteur pas à pas effectue un 

déplacement. 
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Conclusions 

 

 

 

Les expériences de contrôle cohérent présentées dans ce mémoire sont les premières qui ont été 

réalisées sur un polymère π-conjugué quasi-unidimensionnel, étendu et ordonné. La technique s’est 

révélée adaptée à la mesure du temps de cohérence des excitons à basse température, entre 4 K et 

25 K. Avec l’appui d’un modèle issu des équations de Bloch optiques, les analyses des spectres de 

luminescence de la chaîne ont donné accès à une mesure du temps de cohérence de l’exciton purement 

électronique en accord avec l’estimation obtenue à partir de la largeur de la raie 0-phonon. Une telle 

mesure directe du temps de cohérence est un résultat nouveau dans le domaine de la photonique 

moléculaire et des polymères conjugués. 

Le modèle à quatre niveaux utilisé n’a pas eu pour objectif de refléter la dynamique temporelle 

réelle de l’exciton aux premiers instants de sa formation. Cette dynamique intrabande exitonique obéit 

à un couplage avec les phonons acoustique de la matrice de monomère, et le problème est complexe de 

par la nature multi-niveaux du système. Cependant, le modèle permet d’interpréter les déclins de 

contraste de la luminescence en régime de couplage faible. De plus, il informe sur la nature de la 

relaxation de l’exciton et les mécanismes de déphasages  en relation avec la dynamique intrabande 

d’échange d’énergie avec les phonons acoustiques.    

Du point de vue spatial, la focalisation de l’excitation en deux points a été mise en oeuvre et elle 

est opérationnelle. Il est envisageable d’employer cette technique pour des expériences de 

spectroscopie de systèmes étendus autres que les chaînes de PDA, ou pour l’excitation simultanée de 

deux objets uniques spatialement séparés. Il est intéressant de remarquer que la technique est adaptée à 

la fois à  des expériences en régime continu et impulsionnel. Un aspect à optimiser est celui de la 

stabilité mécanique et l’élimination des vibrations résiduelles, essentielle pour exercer un contrôle du 

déphasage optique.   

Les acquisitions d’images montrent que le contrôle opère uniformément sur l’ensemble de la 

chaîne, ce qui confirme que l’exciton est une quasiparticule étendue sur la chaîne.  

 

Au niveau de la modélisation du système, il se pose la question fondamentale du couplage 

lumière-matière entre le dipôle exciton et le champ du laser. La prise en compte d’un tel couplage pour 

un système étendu n’est pas évidente. Une analogie intéressante peut être faite avec un problème issu 

de la physique atomique [Grynberg1992] : le dipôle est alors un ion hydrogénoide possédant un 

continuum d’états. La chaîne appartient à la zone de focalisation du laser par l’objectif de 

microphotoluminescence. La décomposition du laser en ondes planes au niveau de la chaîne donnerait 

accès à la distribution des états de bande de l’exciton initialement photocréés.  
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Un travail théorique intéressant pourrait consister, comme il a été fait à 2D [Piermarocchi1996], 

à calculer la dynamique spatio-temporelle complète du paquet d’onde. Un spectre de luminescence de 

l’exciton résolu en temps serait alors modélisé. 

 

Au niveau expérimental, on peut s’intéresser à un contrôle cohérent à plus haute résolution 

temporelle, en régime femtoseconde pour la configuration d’excitation en résonance sur l’exciton. La 

dynamique de luminescence peut dans ce cas révéler éventuellement d’autres types de mécanismes 

que ceux de diffusion inélastique intrabande, mis en évidence en régime picoseconde.  La seule façon 

d’allonger le temps de cohérence de l’exciton, induit par les phonons de la matrice, est de diminuer la 

température. 

Un autre axe de travail concerne une étude au-delà du régime couplage faible, et la formation de 

plusieurs excitons sur la chaîne. S’il existe des effets dus à l’interaction entre plusieurs excitons 

présents simultanément, il peut être intéressant de réaliser des expériences à plus haute puissance 

d’excitation. De telles expériences sont néanmoins délicates car il n’est pas évident de pouvoir 

maintenir une température locale de la chaîne suffisamment basse.  
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