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Résumé

Nous présentons dans cette thèse une étude par Résonance Paramagnétique Electro-
nique (RPE) des sels organiques quasi-unidimensionnels (o-DMTTF)2X avec des contra-
nions centrosymétriques (X = Cl, Br, I) et non centrosymétriques (X = NO2 et NO3). D’un
point de vue magnétique ces composés organiques sont considérés comme des chaînes de
spins 1/2 avec un couplage antiferromagnétique et subissent une transition de spin-Peierls
en dessous de T < TSP . A haute température, nous avons étudié le comportement des
chaînes uniformes. Pendant la transition de spin-Peierls, nous avons déterminé la dépen-
dance en température du gap de spin-Peierls et de la dimérisation des chaînes. A basse
température, nous avons montré l’existence des défauts intrinsèques piégeant des solitons
magnétiques. Nous avons également observé que 50 % solitons sont isolés et 50 % forment
des paires par un fort couplage d’échange. Par la suite, la mesure des oscillations de Rabi
nous a permis de montrer que les solitons et les paires de solitons ont respectivement une
dynamique cohérente de spin 1/2 et de spin 1.

Dans un deuxième temps nous avons étudié les mécanismes de décohérence et de
relaxation dans les chaînes de spins par des séquences de RPE pulsée . Pour cela nous
avons identifié les processus de relaxation intervenant dans le temps de relaxation spin-
réseau T1, certains composés suivent un processus Orbach et d’autres Raman. Nous avons
identifié et quantifié la décohérence causée par les interactions spin-spin comme la diffusion
spectrale et instantanée. Cette étude nous a permis de conclure que notre système possède
un temps de cohérence intrinsèque et faiblement sensible à la concentration en défauts.
Ces travaux s’inscrivent dans une volonté de concilier la physique des aimants fortement
corrélés et celle des systèmes magnétiques dilués.

Mots clés : Résonance paramagnétique électronique, dynamique des spins, chaînes de
spins quantiques, cohérence, (o-DMTTF)2X, transition de spin-Peierls, sels organiques.
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Abstract

This thesis focuses on the Electron Paramagnetic Resonance (EPR) study of the one-
dimensionnal organic salts (o-DMTTF)2X with centrosymmetric (X = Cl, Br and I) and
non centrosymmetric (X = NO2, NO3) counteranions. These organic compounds are an-
tiferromagnetic spin 1/2 chains and below TSP a spin-Peierls transition occurs. At high
temperature we have studied their uniform spin chains behavior. During spin-Peierls tran-
sition, we have determined the spin gap and dimerisation temperature dependences. At
lower temperature we have provided evidence of intrinsic defects which pinned magnetic
solitons. We have shown that the one-half of the total number of solitons are in isolation
whereas the other half form pairs with a strong magnetic coupling. The Rabi oscillations of
both the single-soliton and the soliton-dimer have been observed and they have respectly
the spin dynamics of spin 1/2 and spin 1.

In a second time, by means of pulse EPR sequences we have studied decoherence and
spin relaxation mechanisms in spin chains. For this purpose we have identified relaxa-
tion processes involved in the spin-lattice relaxation, the dominant process is sometimes
Orbach next time Raman. We have identified and quantified electron spin decoherence
sources like spectral and instantaneous diffusion. We have found that our system has an
intrinsic coherence lifetime not related to the concentration of defects. This work tries to
make the connection between strongly correlated magnets and diluted spin systems.

Keywords : Electron paramagnetic resonance, spin dynamics, quantum spin chains,
coherence, (o-DMTTF)2X, spin-Peierls transition, organic salts.
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• TSP : Température de transition de Spin-Peierls

• TN : Température de Néel

• µB = 9.27.10−24 J.T−1 : Magnéton de Bohr

• Na = 6.02.1023 mol−1 : nombre d’Avogadro
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Introduction générale

Si quelqu’un peut me convaincre et
me prouver que je pense ou j’agis
mal, je serais heureux de me corriger.
Car je cherche la vérité, qui n’a
jamais porté dommage à personne.
Mais il se nuit, celui qui persiste en
son erreur et en son ignorance.

Marc Aurèle, Pensées pour moi-même

Les systèmes de basses dimensions ont été énormément étudiés du fait de leurs pro-
priétés singulières. Dans cette thèse nous allons nous intéresser à un système magnétique
unidimensionnel : les chaînes de spins 1/2 avec un couplage antiferromagnétique. Dans les
années 1930 Bethe puis Hulthén calculèrent l’état d’énergie fondamental des chaînes de
spins 1/2 antiferromagnétiques [1; 2]. En raison des fortes fluctuations quantiques aucun
ordre magnétique à longue distance n’est possible. L’état fondamental de liquide de spin
est instable et l’existence de couplages peut amener à une mise en ordre (état de Néel)
ou à la dimérisation des chaînes (état de spin-Peierls) à basse température. Parallèlement
de nombreux travaux théoriques ont montré qu’en brisant la symétrie de translation dans
une chaîne de spins antiferromagnétique, des objets magnétiques appelés solitons appa-
raissent. Il a été montré théoriquement que ce système pouvait servir pour le stockage et
la communication d’information quantique [3].

Un grand nombre de systèmes modèles pour l’étude des chaînes de spins quantiques a
été révélé comme les composés inorganiques SrCuO3 [4], KCuF3 [5] CuGeO3 [6], NaV2O5

[7] et les conducteurs organiques TTF-TCNQ [8; 9] et (TMTYF)2X (Y = S ou Se) [10; 11]
. Parmi les composés organiques à chaînes de spins il existe les sels de Fabre (TMTTF)2X
(X = PF6,AsF6,SbF6,...) qui possèdent un diagramme de phase incroyablement riche.
Les deux sels (TMTTF)2PF6 et (TMTTF)2AsF6 possèdent un état fondamental de spin-
Peierls et récemment Dutoit et al. ont montré la présence de solitons à basse température
induits par des défauts intrinsèques. Ils utilisèrent la Résonance Paramagnétique Elec-
tronique (RPE) pour les détecter et ils observèrent les premières oscillations de Rabi
de solitons par RPE pulsée. Ce résultat a permis de montrer que les solitons peuvent
présenter de la cohérence quantique et un caractère robuste face aux inhomogénéités de
champ magnétique. Les possibilités d’étude par RPE pulsée sont cependant limitées sur
(TMTTF)2PF6 et (TMTTF)2AsF6 car aucun écho de spin n’a été observé. Ces deux com-
posés possède également des températures de spin-Peierls plutôt basses, cela limite l’étude
de la cohérence en fonction de la température. Les sels organiques quasi-unidimensionnels
(o-DMTTF)2X sont analogues aux sels de Fabre mais ont été beaucoup moins étudiés.
Néanmoins Foury et al. ont élaboré un diagramme de phase assez fourni [12] et montrent
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que ces composés possèdent un état fondamental de spin-Peierls. Les mesures RPE faites
sur ces composés montrent la présence d’un fort signal paramagnétique, ce signal a été
associé à la présence d’impuretés paramagnétiques extrinsèques.

Une des techniques les plus efficaces pour étudier les propriétés magnétiques des ma-
tériaux est la Résonance Paramagnétique Electronique (RPE). Elle est basée sur l’inter-
action entre le spin de l’électron et un champ magnétique externe. En plus de sa grande
sensibilité, elle présente l’avantage d’être sélective en fréquence de résonance.

Dans ce contexte nous proposons d’étudier par la technique de Résonance Parama-
gnétique Electronique les sels organiques quasi-unidimensionnels (o-DMTTF)2X. Nous
allons étudier le comportement magnétique des composés (o-DMTTF)2X en fonction de
la température et nous montrerons qu’il existe des défauts intrinsèques visibles à basse
température. Nous allons ensuite identifier quels sont les mécanismes de relaxation et de
décohérence des défauts fortement corrélés dans les chaînes de spins.

Le premier chapitre de cette thèse sera consacré à une introduction à la physique des
chaînes de spins 1/2. Nous passerons en revue les principaux travaux théoriques pour
décrire les propriétés des chaînes uniformes et dimérisées. Nous verrons que la présence
d’impuretés dans les chaînes de spins peut modifier considérablement leur comportement
à basse température. Enfin nous présenterons la première observation des oscillations de
Rabi de soliton dans les sels de Fabre (TMTTF)2X.

Le chapitre 2 est une synthèse des travaux antérieurs sur les sels organiques (o-DMTTF)2X
(X = Cl,Br,I,NO2 et NO3). Nous décrirons leurs structures cristallographiques, le dia-
gramme de phase proposé par Foury et al. ainsi que les études magnétiques par RPE et
SQUID qui nous ont servi de point de départ pour notre étude RPE.

La théorie de la Résonance Paramagnétique Electronique (RPE) sera abordée dans le
chapitre 3. Nous montrerons comment les interactions entre les spins électroniques et leur
environnement influencent les spectres RPE. Dans un second temps nous expliquerons de
manière pédagogique quelques séquences basiques de RPE pulsée en nous appuyant sur
des calculs réalisés à l’aide du langage Python.

Dans le chapitre 4, nous présenterons l’instrumentation utilisée pour nos mesures en RPE
en régime continu et impulsionnel. Nous nous attacherons à expliquer comment sont syn-
thétisés les monocristaux de (o-DMTTF)2X, la préparation de nos échantillons pour les
mesures RPE et les méthodes utilisées pour traiter nos données expérimentales.

Nous étudierons par RPE la transition de spin-Peierls et les défauts dans les compo-
sés à chaînes de spins (o-DMTTF)2X. Nous diviserons ce chapitre en deux en distinguant
les (o-DMTTF)2X avec des anions centrosymétriques X = Cl, Br, I et avec des anions
non centrosymétriques X = NO2 et NO3.

Dans le chapitre 6, nous présenterons les résultats obtenus par RPE pulsée des défauts
corrélés à basse température. En faisant varier la température et le champ magnétique
nous identifierons les processus de relaxation et les mécanismes de décohérence des spins
électroniques. Enfin nous terminerons par une conclusion genérale sur notre étude et nous
évoquerons les perspectives théoriques et expérimentales.
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Introduction à la physique des chaînes
des spins 1/2
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1.1. Chaînes uniformes

Dans ce premier chapitre nous allons introduire le lecteur à la physique des chaînes de
spins 1/2. Dans une première partie théorique nous présenterons et définirons les modèles
les plus efficaces pour décrire la structure énergétique et la susceptibilité magnétique des
chaînes uniformes et dimérisées. Nous verrons que le rôle des impuretés dans les chaînes
de spins peut être déterminant sur leur magnétisme à basse température. Nous parlerons
de la transition de spin-Peierls durant laquelle les chaînes uniformes se dimérisent. Cette
transition a été observée la plupart du temps dans des composés organiques comme les
sels de Fabre (TMTTF)2X avec X = PF6 et AsF6. Nous terminerons ce chapitre en
présentant ces sels organiques, leur riche diagramme ainsi qu’une récente étude en RPE à
basse température montrant que les (TMTTF)2X possèdent des défauts fortement corrélés
et ont la particularité d’avoir une dynamique cohérente.

1.1 Chaînes uniformes
On considère une chaîne de spins S = 1/2 avec interactions entre les plus proches

voisins. Sur chaque site i le spin est représenté par Si = (σx/2, σy/2, σz/2) où σx, σy, σz
sont les matrices de Pauli. Les opérateurs de spins sont donc proportionnels aux matrices
de Pauli. Les trois composantes du spin Sx, Sy et Sz obéissent à la relation de commutation
suivante :

[Sα, Sβ] = iϵαβγSγ (1.1)

ϵαβγ est le tenseur antisymétrique de Levi-Civita : égal à 0 si deux indices sont identiques,
égal à 1 sinon. Dans les chaînes de spins, l’interaction d’échange est généralement domi-
nante devant les autres interactions l’interaction dipôlaire ou Zeeman. Dans le cas où les
spins sont couplés par une interaction d’échange isotrope et uniquement entre premiers
voisins l’énergie du système est décrite par l’hamiltonien de Heisenberg :

H = J
∑
i

SiSi+1 (1.2)

J est la constante de couplage d’échange isotrope et Si est l’opérateur de spin S = 1/2 au
site i. Le couplage d’échange est antiferromagnétique lorsque J > 0 et ferromagnétique
lorsque J < 0. Notons que cette équation (1.2) est totalement invariante par transla-
tion. Malgré sa simplicité, l’hamiltonien de Heisenberg constitue la base du magnétisme
quantique.

J J J J J J J JJ

Figure 1.1 – Représentation schématique d’une chaîne de spins uniforme.

1.1.1 Ansatz de Bethe

Les propriétés des chaînes de spins diffèrent énormément suivant que les spins soient
demi-entiers ou entiers. Le premier à remarquer cette distinction est F.D.M Haldane
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1.1.2. Susceptibilité d’une chaîne de spins 1/2 uniforme

[13; 14]. Il établit une conjecture qui prédit que le comportement des chaînes antiferoma-
gnétiques à basse température diffèrent suivant si les spins sont demi-entiers ou entiers.
Pour des valeurs de spins entières par exemple S = 1, le spectre d’énergie est composé
d’un état fondamental non magnétique (singulet) séparé par un gap d’énergie des états
excités. Dans le cas des chaînes de spin 1/2 le résultat est très différent. En effet en 1931
Bethe met au point une méthode pour calculer de manière exacte les énergies propres et
les vecteurs propres d’une chaîne de spins 1/2 uniforme de taille finie N avec interactions
d’échange entre premiers voisins [1]. Il montre que le niveau d’énergie fondamental est un
singulet non magnétique suivi d’états excités degénérés sans gap d’énergie. Par la suite
en 1938, Lamek Hultén utilise la solution de Bethe pour un système fini pour trouver
l’énergie du niveau fondamental d’une chaîne infinie uniforme [2; 15]. La conclusion de ce
résultat est d’une grande importance car il montre que l’état fondamental de plus basse
énergie ne correspond pas à un état de Néel EN = -J(N-1)/2 mais à un singulet non ma-
gnétique sans gap d’énergie avec les premiers états excités dégénérés et son énergie vaut
E0 = -J(N-1)ln 2 [16; 17] avec E0 < EN . Cette méthode de calcul aujourd’hui appelée
ansatz de Bethe est connue pour être applicable à d’autres systèmes quantiques à N corps
en subissant quelques modifications [18].

1.1.2 Susceptibilité d’une chaîne de spins 1/2 uniforme

En 1964, Bonner et Fisher publient un article dans lequel ils calculent par diagonali-
sation exacte la dépendance en température de la susceptibilité antiferromagnétiques des
chaînes de spins uniformes jusqu’à N = 11 spins [19]. Les résultats de leurs calculs présen-
tés sur la figure 1.2 montrent que quand T → 0 la susceptibilité des chaînes paires tend
vers 0 car l’état fondamental est un singulet non magnétique alors que celle des chaînes
impaires divergent car l’état fondamental est magnétique Sz = 1/2. Pour des chaînes uni-
formes de taille finie il existe un gap d’énergie entre le niveau d’énergie fondamental et
les premiers niveaux excités magnétiques. Ce gap diminue rapidement en augmentant le
nombre de spins et vaut 0 pour une chaîne uniforme infinie. A partir de leurs résultats sur
des chaînes finies et de la valeur de susceptibilité d’une chaîne uniforme calculée par Grif-
fiths à χ0J/g

2µ2
BN = 0.05066 [20], ils déduisent par interpolation une courbe décrivant la

susceptibilité d’une chaîne uniforme infinie en fonction de la température. Cette courbe
représentée par pointillés sur la figure 1.2 peut être modélisée par la fraction rationnelle
suivante avec X = J/2kBT [21] :

χBF (T ) =
Nag

2µ2
B

kBT

0.25 + 0.14995X + 0.30094X2

1 + 1.98620X + 0.68854X2 + 6.0626X3
(1.3)

La courbe de Bonner-Fisher est en réalité incorrecte à basse température à cause de
l’interpolation. Cependant ce modèle a pour avantage d’avoir une forme très caractéris-
tique et dont le maximum permet d’estimer le couplage d’échange J de manière satisfai-
sante grâce aux relations χmaxJ/g

2µ2
BN ≃ 0.07346 et kBTmax/J ≃ 0.64.

En 1994, Eggert, Affleck et Takahashi calculent la susceptibilité d’une chaîne infinie
uniforme à très basse température (T < 0.003 J) en utilisant l’ansatz de Bethe et la théorie
des champs [22]. Ils trouvèrent une déviation par rapport à la courbe de Bonner-Fisher à
basse température avec un point d’inflexion caractéristique T = 0.087J comme le montre
la figure 1.3. La courbe calculée par Eggert, Affleck et Takahashi est décrite par la fraction
rationnelle (1.4) avec X = J/kBT .
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1.2. Chaînes dimérisées

Figure 1.2 – Susceptibilités des chaînes uniformes fermées avec un couplage antiferro-
magnétique en fonction de la température (courbes continues). La courbe avec des tirets
est la susceptibilité estimée pour une chaîne uniforme infinie. Les lignes en pointillés sont
les valeurs moyennes pour N = 9 et 10 et pour N = 10 et 11 [19].

χEAT (T ) =
Nag

2µ2
B

4kBT
×

1− 0.0538X + 0.0974X2 + 0.01446X3 + 0.00139X4 + 0.000114X5

1 + 0.4462X + 0.3205X2 + 0.1330X3 + 0.0371X4 + 0.0028X5 + 0.00026X5
(1.4)

Les chaînes uniformes sont souvent instables en raison de l’existence d’interactions
(entre les chaînes, avec les phonons) et des transitions magnétiques peuvent avoir lieu
vers un état de Néel ou de spin-Peierls par exemple. De fait, le comportement à basse
température calculé par Eggert, Affleck et Takahashi est observé le plus souvent dans des
chaînes de spins avec un couplage J très grand comme le SrCuO3 [4].

1.2 Chaînes dimérisées
Nous venons de voir quelques unes des propriétés des chaînes de spins 1/2 uniformes

notamment qu’une chaîne infinie ne possède pas de gap d’énergie et que sa susceptibilité
magnétique est non nulle à T = 0K. Il existe également de nombreux autres systèmes non
uniformes, nous présentons dans cette partie les chaînes de spins de Heisenberg dimérisées.
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1.2. Chaînes dimérisées
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Figure 1.3 – Dépendance en température de la susceptibilité d’une chaîne uniforme in-
finie calculée par Eggert et al. [22] (cercles) et par Bonner et Fisher [19] (courbe pleine).

J1 J2 J1 J2 J1 J2 J1 J2 J1 J2 J1

Figure 1.4 – Représentation schématique d’une chaîne de spins dimérisée.

On considère deux couplages d’échange alternés J1 et J2 obéissant aux relations J1 =
(1 + δ)J et J2 = (1− δ)J ou avec J1 = αJ2 si on veut exprimer les différentes grandeurs
seulement en fonction de J1. L’énergie d’un tel système est décrit par l’hamiltonien (1.5) :

H =
∑
i

J1S2i−1.S2i + J2S2i.S2i+1 (1.5)

Lorsque les couplages J1,J2 > 0, nécessairement α >0, on parle de couplage antiferro-
magnétique. Le cas particulier α = 1 donne J1 = J2 = J correspond à une chaîne uniforme.
Dans tous les autres cas (α < 1) on parle de chaînes dimérisées, si α = 0 la chaîne est
alors constituée de dimères isolés. Expérimentalement il y a deux raisons principales à
l’existence des systèmes de chaînes dimérisées :

— L’existence de sites magnétiques non équivalents comme dans les systèmes (VO)2P2O7

[23] ou BaCu2V2O8 [24].
— Une transition de spin-Peierls qui est une dimérisation structurale accompagnée

d’une dimérisation magnétique. Cela se traduit par une alternance dans le couplage
d’échange. Cette transition de phase est abordée plus loin en détails 1.4, un des
composés de spin-Peierls le plus célèbre est CuGeO3 [6; 25].

Les chaînes dimérisées contrairement aux chaînes uniformes sont des systèmes gappés.
En effet lorsque la dimérisation est non nulle (α < 1) un gap d’énergie apparaît entre le
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1.2.1. Théorie de Bulaevskii

niveau d’énergie fondamental et les premiers niveaux excités. Le gap de dimérisation ∆
dépend directement des paramètres α, δ, leur relation a été discutée dans de nombreuses
publications. Les paramètres α et δ sont équivalents et sont reliés par la relation δ = (1-
α)/(1+α). A partir de simulations numériques Cross et Fisher [26] montrent tout d’abord
que le gap de dimérisation ∆ est proportionnel à δ2/3 en utilisant la théorie du champ
moyen dans l’approximation des phases aléatoires [27]. Plus tard Spronken et al. corrigent
cette relation qui n’est plus valable lorsque le système tend vers une chaîne uniforme i.e
δ → 0 ou α → 1, ils trouvent :

lim
δ→0

∆

J1
=

δ2/3

| ln δ|1/2
(1.6)

Avec le développement des méthodes de calculs numériques de nouveaux modèles
sont proposés comme ∆/J = 2δ3/4 par Barnes et al. avec la méthode multiprécision [28],
Papenbrock et al. avec ∆/J = 1.94δ0.73 [29] et Orignac et al. qui proposent la solution
analytique ∆/J = 1.723δ2/3 [30]. La validité de toutes ces relations dépend de la valeur de
la dimérisation δ, certaines sont plutôt valides pour de faibles dimérisations, d’autres pour
de fortes dimérisations. Un aspect intéressant pour l’étude des chaînes de spins dimérisée
est qu’on peut se limiter à un faible nombre de spins pour étudier la plupart de leurs
propriétés. En effet le gap de dimérisation ∆ converge très rapidement vers une constante
lorsqu’on augmente N le nombre de spins dans la chaîne. De nombreux auteurs ont montré
que le gap de dimérisation converge exponentiellement en fonction de la longueur L de
la chaîne [31; 32; 33]. Cette convergence devient lente uniquement quand la dimérisation
de la chaîne est faible. Typiquement avec δ > 0.1 il suffit d’une vingtaine de spins pour
calculer précisément les états de basses énergies.

1.2.1 Théorie de Bulaevskii

En 1969, L.N. Bulaevskii publie un modèle pour décrire la susceptibilité d’une chaîne
dimérisée de taille infinie en se plaçant dans l’approximation de Hartree-Fock [34]. Pour
cela il calcula le spectre du magnon pour des dimères de spins couplés et à basse tempéra-
ture. De cette manière il obtint une relation simple (1.7) avec deux paramètres dépendants
du paramètre de dimérisation α : l’amplitude a(α) et le gap ∆(α). Ces deux paramètres
ne peuvent donc pas être déterminés indépendamment, Bulaevskii les calcula pour 0 < α
< 0.9. Ses prédictions montrent un excellent accord avec la relation calculée plus tard par
Barnes, Riera et Tennant ∆(α) = (1− α)3/4(1 + α)1/4 pour α < 0.3 comme le montre la
figure 1.5.

χs(T ) =
Nag

2µ2
B

kBT
a(α) exp

(
−∆J1
kBT

)
(1.7)

La figure 1.6 montre χs(T ) calculée à partir de l’équation (1.7) pour 0.001 < α <
0.99. On remarque qu’en augmentant la dimérisation la forme de la susceptibilité tend
effectivement vers un modèle de dimères isolés décrit par Bowers et Bleaney. A l’inverse
lorsque la dimérisation tend vers 0 le comportement de χs se rapproche de la chaîne
uniforme. Cependant, comme l’avait remarqué Bulaevskii, les valeurs caractéristiques χmax

et Tmax sont respectivement trop grandes et trop petites d’environ 5-10 %. De surcroît
le modèle de Bulaevskii devient incorrect pour les faibles dimérisations (δ < 0.1) [35;
28]. La raison est que le minimum de l’énergie du magnon n’est pas à k = 0 dans ces
cas là. L’équation établie par Bulaevskii reste néanmoins remarquablement performante
en comparaison avec les méthodes modernes de calcul numériques pour des systèmes
fortement dimérisés (δ > 0.5).
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1.2.2. Présentation des travaux de Johnston et al.

Figure 1.5 – Gap d’énergie ∆ en fonction du paramètre de dimérisation α pour une
chaîne de spins 1/2 calculé par Barnes et al. (points noirs) et en utilisant les valeurs
calculées par Bulaevskii.

1.2.2 Présentation des travaux de Johnston et al.

Nous présentons ici une partie des travaux de Johnston et al. publiés dans l’article
"Thermodynamics of spin 1/2 antiferromagnetic uniform and alternating-exchange Hei-
senberg chains". Dans cet article il est présenté une méthode pour analyser la transition
de spin-Peierls et extraire notamment la variation en température du paramètre de di-
mérisation δ, du gap de dimérisation ∆ et du couplage d’échange J . Dans un premier
temps Johnston et al. ont calculé la susceptibilité en fonction de la température et pour
0 ≤ α ≤ 1 en utilisant les méthodes numériques QMC et TMRG [36; 37]. A partir des
valeurs numériques calculées ils utilisèrent un approximant de Padé afin de déterminer
une fonction χ∗(α, T ) décrivant la susceptibilité pour T > 0.01J et 0 ≤ α ≤ 1. La fonction
(1.8) donnent un résultat précis en O(1/T 4) et satisfait à décrire le comportement aux
conditions aux limites : dimères isolés α = 0 et chaîne uniforme (α = 1).

χ∗(α, T ) =
e−∆(α)/T

4T
P7

8 (α, T ) (1.8)

P7
8 (α, T ) =

∑6
n=0Nn/T

n + (N71α +N72α
2)(∆∗

0/T )
y/T 7∑7

n=0Dn/T n + (D81α +D82α2)(∆∗
0/T )

ze(∆
∗
0−∆∗)/T/T 8

(1.9)

∆∗(α) = 1− 1

2
α− 2α2 +

3

2
α3 (1.10)

∆∗
0(α) = (1− α)3/4(1 + α)1/4 + g1α(1− α) + g2α

2(1− α)2 (1.11)

N0 = D0 = 1 (1.12)
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1.2.2. Présentation des travaux de Johnston et al.

Figure 1.6 – Susceptibilité magnétique χJ1/Ng2µ2
B en fonction de la température kBT/J1

pour 0.001 ≤ α ≤ 0.99 calculée par Johnston et al. à partir de la théorie de Bulaevskii.

Nn(α) =
4∑

m=0

Nnmα
m(n = 1− 6) (1.13)

Dn(α) =
4∑

m=0

Dnmα
m(n = 1− 7) (1.14)

Dans la susceptibilité χ∗(α, T ) les paramètres ∆∗
0 et ∆∗ correspondent respectivement au

gap de dimérisation à T = 0 K et à T ̸= 0 K. Les coefficients Nnm, Dnm, g1, g2, y et z
sont donnés en annexe A. La fonction χ ∗ (α, T ) donne les valeurs caractéristiques χmax

et Tmax satisfaisantes pour α = 1.
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1.2.2. Présentation des travaux de Johnston et al.

Dans des systèmes de chaînes de spins où α et T ne sont pas indépendants comme dans
les composés spin-Peierls, χ∗(α, T ) ne peut pas être utilisé comme courbe d’ajustement.
Aussi, Johnston et al. propose une méthode pour déterminer J, ∆∗ et α en fonction de
la température. Ils prennent l’exemple du composé de spin-Peierls NaV2O5 dont ils ont
mesuré la susceptibilité magnétique au SQUID en cm3.mol−1. La fonction χ∗(α, T ) est
initialement sans unité, elle devient χ∗(α, T ) par la relation (1.15).

χ∗(α, T ) =
Nag

2µ2
B

J
χ∗
(
α,
kBT

J

)
(1.15)

χ(T ) = χ0 +
Cimp

T − θ
+ χ∗(α, T ) (1.16)

Les étapes de la procédure de Johnston et al. pour modéliser la susceptibilité au dessus
et en dessous de la température sont les suivantes :

1. La susceptibillité χ(T) de la figure 1.8.(a) est ajustée par une loi de Curie-Weiss
entre 2-10 K dans le cas de NaV2O5. On soustrait cette composante de Curie-Weiss
à la susceptibilité χ(T) afin d’obtenir χspin qui tend vers 0 à basse température
(figure 1.8.(b)).

2. Pour T ≥ 60 K, on résout χspin(T)-χ∗(α = 1, T ) = 0 avec pour seule variable J.
Le couplage d’échange J(T) en fonction de la température est alors extrapolé en
dessous de TSP en utilisant un polynôme J(T) = J(0) + aT2 + bT3 comme le
montre la figure 1.7.

3. En utilisant J(T) on ajuste de nouveau la suceptibilité mesurée au SQUID χ(T )
entre 2 et 20 K en ajoutant χ∗(α, T ) dans la fonction d’ajustement en considérant
α (et ∆) indépendants de la température. De cette manière on détermine α(0).

4. Les étapes (2) et (3) sont répétées jusqu’à convergence, qui est en général très
rapide. Notons que χ0, Cimp et θ sont considérés indépendants de la température.

5. La susceptibilité molaire de spins χspin est maintenant calculée en utilisant les
dernières valeurs de χ0, Cimp et θ. Ensuite en utilisant J(T), on détermine la valeur
de α pour chaque température en résolvant χspin(T )-χ∗(α, T ).

6. De manière indépendante aux étapes 1 à 5, on peut trouver la valeur du gap ∆(T)
à partir de α(T) calculé à l’étape 5 avec l’équation (1.10).

Les résultats obtenus pour δ(T) et ∆(T) par cette procédure sont présentés sur la figure
1.9 et concordent avec d’autres études menées sur NaV2O5. Des mesures faites par RMN
du 51V [38] et diffusion des neutrons [7] permettent d’extraire un gap de dimérisation de
∆ = 108 K et 114 K respectivement. Le paramètre de dimérisation δ a été estimé à δ =
0.047 par spectroscopie Raman [39]. La méthode présenté par Johnston et al. se montre
efficace et permet de décrire de manière satisfaisante la transition de spin-Peierls dans
NaV2O5 uniquement à partir des mesures de susceptibilité magnétique (SQUID et RPE).
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1.2.2. Présentation des travaux de Johnston et al.

Figure 1.7 – Constante de couplage d’échange J en fonction de la température pour trois
cristaux de NaV2O5 dans le régime de température T > 60 K, c’est à dire bien au dessus
de la température de spin-Peierls TSP ≃ 34 K. Les courbes pleines sont les ajustements
des données expérimentales par des polynômes et sont extrapolées jusqu’à T = 0 K [35].
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1.2.2. Présentation des travaux de Johnston et al.

Figure 1.8 – (a) Susceptibilité magnétique χ en fonction de la température pour trois
cristaux de NaV2O5 dans le régime basse température, la température de spin-Peierls se
trouve à TSP ≃ 33-34 K. Les courbes continues sont les ajustements des données expéri-
mentales par une loi de Curie-Weiss en dessous de 20 K, on suppose le gap de dimérisation
indépendant de la température à ces températures-là. (b) Susceptibilité magnétique de spin
χspin(T) à partir de la soustraction entre les données (a) et les ajustements par la loi de
Curie-Weiss [35].
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1.2.2. Présentation des travaux de Johnston et al.

Figure 1.9 – Paramètre de dimérisation δ et gap de dimérisation ∆ en fonction de la
température en dessous de 50 K pour trois cristaux de NaV2O5. Les valeurs non nulles de
δ et ∆ au dessus de la température de transition TSP ≃ 33-34 K sont probablement dues
à des fluctuations dans la dimérisation et le gap [35].
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1.3. Impuretés dans les chaînes de spins et solitons magnétiques

1.3 Impuretés dans les chaînes de spins et solitons ma-
gnétiques

Les systèmes de chaînes de spins peuvent comporter naturellement ou non des défauts.
En effet une impureté non magnétique peut briser localement la symétrie de translation
des chaînes comme l’illustre la figure 1.10.(a). Dans ce cas les conditions aux limites
jouent un rôle déterminant dans les propriétés à basse température. Les chaînes de spins
de taille finie possède toujours un gap d’énergie ∆. Aussi petit soit ce gap on peut baisser
suffisamment la température pour que seul l’état fondamental d’énergie soit peuplé. Pour
des chaînes paires le fondamental est un singulet non magnétique la susceptibilité chute
vers 0 alors que dans les chaînes impaires la susceptibilité diverge à basse température
(voir figure 1.11). Des études théoriques [40; 41; 42; 43] ont été menées sur des chaînes de
spins avec d’autres types de défauts fortement corrélés comme celui de la figure 1.10.(b) et
montrent que la susceptibilité peut être décrite par une loi de Curie dans la limite T/J «
1/L. Au delà des corrections sont nécessaires. Expérimentalement des défauts intrinsèques
associés à ce comportement de la susceptibilité à basse température ont été observés par
des mesures de magnétométrie SQUID sur des monocristaux de Sr2CuO2, Sr2CuO3 [4] et
par RPE sur des monocristaux de CuGeO3 [25].

J1 J2 J1 J2 J1 J2 J1 J2 J1 J2 J1
(b) J2

J1 J2 J1 J2 J1 J2 J1 J2 J1 J2 J1J2
(a)

Figure 1.10 – Représentation schématique d’une chaîne à couplage alterné antiferroma-
gnétique (a) avec un défaut de bord et (b) un défaut d’empilement.

Dans les années 1990-2000 de nombreux auteurs comme Nishino [44], Eggert [45],
Augier [46], Sorensen [47], Hansen [48] étudient les propriétés microscopiques de ces im-
puretés comme l’aimantation locale. La distribution de l’aimantation autour d’un défaut
immobile peut être calculé par l’équation (1.17) avec ⟨Sz

i S
z
r ⟩ la fonction de corrrélation

de spin, β = 1/T et L est la longueur de la chaîne.

χ(r) = β

L∑
i=0

⟨Sz
i S

z
r ⟩ (1.17)

La figure 1.12 présente le calcul de χ(r) par la méthode DMRG de chaînes dimérisées avec
un spin non apparié en bord de chaîne correspondant à la configuration 1.10.(a). La figure
1.13 montre l’aimantation locale calculée par DMRG pour une chaîne dimérisée avec un
défaut de couplage (configuration 1.10.(b)) . Dans ces deux cas la symétrie de translation
a été brisée par une lacune pour l’un et un défaut de couplage pour l’autre mais ils

15



1.3. Impuretés dans les chaînes de spins et solitons magnétiques

L = 29,49,99,239

L = 30,50,100,240

Figure 1.11 – Susceptibilités magnétiques χ des chaînes uniformes impaires L =
19,49,99,239 et paires L = 30,50,100,240 calculées par une méthode Monte-Carlo Quan-
tique (points) et et à l’aide de la théorie des champs (courbes continues) [43].

donnent des résultats similaires, l’état d’énergie fondamental est un doublet magnétique
séparé par un gap d’énergie d’un quasi-continuum. Les fortes corrélations proches du
défauts polarisent les spins environnants alors que loin du défaut l’aimantation locale est
nulle. Cette structure magnétique composée de dizaines de spins porte le nom de soliton
magnétique et possède au total un spin effectif S = 1/2. Ces objets magnétiques à N corps
suscitèrent l’intérêt de la communauté scientifique par leur originalité mais également par
le fait qu’ils sont théoriquement peu sensibles au bruit magnétique [44].

Dans les années 1990, la résonance magnétique nucléaire (RMN) a permis d’observer
des solitons magnétiques et d’en déduire leur profil d’aimantation locale dans des chaînes
de spins de spin-Peierls comme CuGeO3[49; 50; 51] et des chaînes de Haldane comme
Y2BaNi1−xMgxO5[52; 53]. Nous montrons à titre d’exemple les spectres RMN de Cu me-
surés sur un monocristal de CuGeO3 sur la figure 1.14 à T = 4.2K et T = 20K. En
dessous du champ critique Hc ≃ 13 T et dans la phase uniforme on observe six raies de
résonances très fines et symétriques correspondants aux trois transitions des deux isotopes
63Cu et 65Cu (voir figure 1.14.(a)). En revanche au dessus de Hc et à T = 4.2K les raies
sont fortement assymétriques et élargies à cause d’une modulation incommensurable du
champ magnétique local créant un nombre important de sites de Cu non équivalents. Le
profil de la raie étant reliée à la densité de moments magnétiques locaux, il est possible
de déduire le profil de l’aimantation à partir d’une simple intégration, elle est symétrique
et périodique (voir figure 1.15). La partie au plus bas champ de la raie correspond aux
secteurs dimérisées alors que la zone à plus haut champ se rapporte aux solitons pour
lesquels Sz est maximal. Notons que dans l’exemple de CuGeO3 les solitons sont induits
par un haut champ magnétique. Ils ont été également observés lorsque la symétrie de
translation est brisée par une impureté non magnétique comme Y2BaNi1−xMgxO5[52; 53]
où Mg est non magnétique.
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1.3. Impuretés dans les chaînes de spins et solitons magnétiques

Figure 1.12 – Aimantations locales d’une chaîne dimérisée de 25 spins δ = 0.025 (*) et
δ = 0.1 (•) et 41 spins pour δ (cercles blancs) calculées par DMRG [47].

Figure 1.13 – Aimantation locale m d’une chaîne de 63 spins avec un couplage alterné
calculée par une méthode Monte-Carlo Quantique et à T = 0.01 J. Au centre de la chaîne
il existe un défaut de couplage du type ...J1J2J1J1J2J1... [44].
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1.3. Impuretés dans les chaînes de spins et solitons magnétiques

Figure 1.14 – Spectre RMN de Cu dans la phase uniforme (a) et incommensurable (b)
[51]. C S1 et S2 désignent respectivement la raie centrale et les deux raies satellites de
chaque isotope (63Cu et 65Cu).

Figure 1.15 – Raie RMN associée à la transition 3/2 → 1/2 du 63Cu (bas) à 1.4 K et
169.5 MHz. Aimantation locale uniforme obtenue à partir de l’intégrale numérique de la
raie (haut) [51].

18



1.4. Transition de spin-Peierls

1.4 Transition de spin-Peierls
La transition de spin-Peierls est une transition de phase du second ordre correspon-

dant à une distortion du réseau cristallin dans des matériaux antiferromagnétiques quasi-
unidimensionnels. En dessous de la température de spin-Peierls notée TSP la déformation
apparaît et le couplage d’échange antiferromagnétique n’est plus uniforme (J) mais al-
ternée (J1 et J2) comme le montre la figure 1.16. Un gap d’énergie ∆(T) se forme alors
entre le niveau d’énergie fondamental et un quasi continuum d’énergie. En baissant la
température la susceptibilité magnétique tend vers 0.

J1 J2 J1 J2 J1 J2 J1 J2 J1 J2 J1
(b)

J J J J J J J JJ(a)

𝑇 > 𝑇!"

𝑇 < 𝑇!"

Figure 1.16 – Schéma d’une chaîne de spins (a) à T > TSP le couplage antiferroma-
gnétique est uniforme et (b) à T < TSP le couplage antiferromagnétique est alterné avec
J1 = (1+δ) J et J2 = (1-δ) J.

L’existence de cette transition est prédite par des travaux théoriques dans les années
1970 [54; 55; 56]. En faisant l’analogie avec l’instabilité de Peierls, les différents auteurs
montrent que ce type de transition peut avoir lieu spontanément dans les chaînes de spins
uniformes antiferromagnétiques pour stabiliser le niveau fondamental d’énergie et lever sa
dégénérescence. En 1975, la première observation d’une transition de spin-Peierls est faite
par Bray et al. sur le matériau TTFCuS4C4(CF3)4 à la température TSP = 12 K [57].
Par la suite des transitions de spin-Peierls ont été observées majoritairement dans des
conducteurs organiques tels que les tétrathiafulvalènes (TTF) [58], tetracyanoquinodimé-
thane (TCNQ) [59] ou les sels de Fabre TMTTF [60] mais aussi dans certains composés
inorganiques comme CuGeO3 [6] ou TiOX (X = Cl ou Br) [61; 62].

1.5 Les sels de Fabre (TMTTF)2X
Les (TMTTF)2X sont des sels organiques synthétisés pour la première fois par J.M.

Fabre dans les années 1970 [11]. TMTTF signifie tétraméthyltétrathiofulvalène et X est
un anion inorganique tel que PF−

6 , AsF−
6 , SbF−

6 , ReO−
4 , ... Ces composés organiques sont

qualifiés de sels à valence mixte. La cristallisation des sels (TMTTF)2X est effectuée par
une méthode électrochimique donnant des cristaux qui se présentent sous forme d’aiguilles,
typiquement leurs dimensions sont 1 mm×0.2 mm × 0.2 mm. Les (TMTTF)2X sont
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1.5.1. Structure cristallographique

isostructuraux aux sels de Bechgaard de formule générique (TMTSF)2X où les atomes de
sélénium se substituent aux atomes de soufre présents dans les sels de Fabre [10].

1.5.1 Structure cristallographique

Tous les (TMTTF)2X adoptent une structure triclinique du groupe d’espace P1̄ à tem-
pérature ambiante. Chaque maille élémentaire est composée de deux molécules de TMTTF
et un anion X. La figure 1.17 présente la structure cristalline des sels de Fabre (TMTTF)2X
dans les trois directions cristallographiques. La maille élémentaire y est représentée par
un encadrement noir. Nous pouvons remarquer que suivant l’axe cristallographique a les
moléculaires planaires sont empilées en zig-zag. Dans cette direction la faible distance
entre deux molécules de TMTTF de 3.6 Å engendre un fort recouvrement des orbitales
moléculaires. Par conséquent la conductivité électrique est la plus élevée suivant cet axe.
De surcroît chaque paire de TMTTF porte une lacune électronique de spin 1/2 et dans la
direction cristallographique a un fort couplage d’échange isotrope existe. Il est de l’ordre
de 400 K suivant cet axe et très faible dans les autres directions cristallographiques. D’un
point de vue magnétique les (TMTTF)2X sont des chaînes de spins 1/2 avec un couplage
antiferromagnétique.

1.5.2 Diagramme de phase et propriétés magnétiques

Les propriétés des sels de Fabre (TMTTF) ont été largement étudiées par différentes
techniques de mesures comme la magnétométrie SQUID, la Résonance Magnétique Nu-
cléaire (RMN), la Résonance de Spin Electronique, la diffraction des rayons X, ... L’en-
semble de ces études a permis de déduire un diagramme de phase d’une grande richesse.
La figure 1.18 montre le diagramme de phase généralisé température-pression pour les
différents sels organiques (TMTTF)2X et (TMTSF)2X. A haute température ces com-
posés organiques présentent des propriétés unidimensionnelles notamment électriques et
magnétiques. En baissant la température un grand nombre de phases apparaissent, se-
lon la nature du contre-ion ou la pression externe. Les sels organiques peuvent devenir
conducteurs 2D,3D, ordre de charge (CO), ordre antiferromagnétique (AFM), spin-Peierls
et onde de densité de spin (SDW). Une phase supraconductrice (SC) a même été observée
en dessous de 1K [63].

La figure 1.19 montre la susceptibilité de (TMTTF)2AsF6 mesurée au SQUID. A haute
température, on voit que la susceptibilité dépend faiblement de la température et peut
être décrite par le modèle de chaine de spins uniforme EAT avec un couplage d’échange
|J | = 410 K. Dumm et al. et Salameh et al. ont observé un comportement similaire dans
d’autres composés (TMTTF)2X, ils obtiennent |J | = 420 K pour (TMTTF)2PF6, |J | =
400 K pour (TMTTF)2SbF6 et |J | = 425 K pour (TMTTF)2ReO4. A haute température,
la susceptibilité est donc presque indépendante du contranion X. Néanmoins en bais-
sant la température des différences dans les propriétés magnétiques des (TMTTF)2X ont
été observées. En 2004 Foury-Leylekian et al. détecte la transition de spin-Peierls dans
(TMTTF)2PF6 par diffusion élastique des neutrons [65]. Cette transition a été observée
dans (TMTTF)2PF6 et (TMTTF)2AsF6 respectivement à TSP = 18 K et TSP = 13 K et
se traduit par une chute de la susceptibilité magnétique vers 0 comme le montre la figure
1.19. Un ordre antiferromagnétique a été reporté dans (TMTTF)2SbF6 en dessous de la
température de Néel TN = 7 K.
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1.5.2. Diagramme de phase et propriétés magnétiques

(a)

(b)

(c)

a

c

b

c

b

a

Figure 1.17 – Projection de la structure cristallographique de (TMTTF )2X, (a) dans le
plan ac, (b) dans le plan bc et (c) dans le plan ab. La maille élémentaire est représentée
par l’encadrement en noir.
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1.5.2. Diagramme de phase et propriétés magnétiques

Figure 1.18 – Diagramme de phase généralisé température-pression de la famille des
sels (TMTCF )2X (avec C = S ou Se). Les notations CO, AFM, SP,SDW et SC re-
présentent les différentes phases accessibles telles que charge ordering, antiferromagnetic,
spin-Peierls, spin density wave et supraconductivity [64].

Figure 1.19 – Dépendance en température de la susceptibilité magnétique de
(TMTTF)2AsF6 mesurée au SQUID. La courbe pleine est le meilleur ajustement en uti-
lisant le modèle EAT avec |J| = 410 K [66].
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1.5.3. Cohérence des solitons dans (TMTTF)2X

1.5.3 Cohérence des solitons dans (TMTTF)2X

Nous présentons ici un des résultats majeurs de la thèse "Etude par résonance parama-
gnétique électronique des composés organiques (TMTTF)2X (X = AsF6, PF6 et SbF6)"
concernant l’observation de la dynamique cohérente de solitons à basse température [67].
Dans les composés (TMTTF)2PF6 et (TMTTF)2As6 Dutoit et al. observèrent une raie
fine à basse température . La figure 1.20 montre un exemple de spectre RPE obtenu sur le
sel (TMTTF)2AsF6 à T = 15 K et à la fréquence de résonance de 9.5 GHz. On distingue
nettement une raie large et une raie fine centrées sur le même champ de résonance. Ils
montrèrent que ces deux raies possèdent le même facteur g et la même anisotropie.

Figure 1.20 – Spectre RPE obtenu en onde continue pour le sel (TMTTF )2AsF6 à T
= 15 K et 9.5 GHz, lorsque H0 est appliqué suivant l’axe c*.

Les susceptibilités RPE associées à la raie large et à la raie fine en fonction de la tempé-
rature ont été mesurées pour ces deux composés. La susceptibilité du sel (TMTTF)2AsF6

est presentée sur la figure 1.21. Nous observons que le signal de la raie large est faible-
ment dépendant de la température jusqu’à TSP = 13 K la température de transition de
spin-Peierls. En dessous de TSP la susceptibilité associée à la raie large chute brutalement
vers 0. La raie est de faible amplitude devant la raie large si bien que jusqu’à environ 25
K elle ne pouvait être observée, elle était occultée par la raie large. En revanche à très
basse température la susceptibilité de la raie fine diverge. Des observations similaires ont
été faites sur (TMTTF)2PF6. A partir de ces observations et des travaux théoriques sur
les impuretés dans les chaînes de spins, Dutoit et al. conclurent que la raie large provenait
de la chaîne de spins et la raie fine des solitons piégés.

Dans un second temps ils effectuèrent une étude en RPE pulsée afin d’étudier la

23



1.5.3. Cohérence des solitons dans (TMTTF)2X

Figure 1.21 – Dépendance en température de la susceptibilité magnétique du sel de Fabre
(TMTTF )2AsF6 obtenue en bande X entre 30 K et 3 K, pour hmw // a et H0 // c.

dynamique de ces solitons à basse température. Ils mesurèrent un temps de cohérence
électronique T2 d’environ 300 ns. Ce signal cohérent issu de la raie homogène a permis de
mesurer les oscillations de Rabi des solitons. La figure 1.22 montre des exemples d’oscilla-
tions de Rabi mesurées sur le composé organique (TMTTF)2AsF6 à T = 3 K et en bande
X. A cette température les chaînes de spins sont dans un état fondamental de spin-Peierls
non magnétique par conséquent le signal cohérent mesuré provient uniquement des so-
litons magnétiques. En mesurant les oscillations de Rabi à différents puissances Dutoit
et al. montrèrent que les solitons ont une dynamique de spin 1/2. Ils remarquèrent éga-
lement leur robustesse vis à vis de l’inhomogénéité du champ micro-onde par rapport à
des systèmes magnétiques dilués. Cette caractéristique des solitons fut remarquée dans
des études théoriques. Ces résultats constituent la première observation d’oscillations de
Rabi de solitons magnétiques. Ces oscillations témoignent de la cohérence d’un système,
une propriété recherchée pour réaliser des opérations logiques quantiques. Par conséquent,
ces objets magnétiques fortement corrélés sont des candidats potentiels pour l’élaboration
d’un nouveau type de qubits de spins éléctroniques.
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1.5.3. Cohérence des solitons dans (TMTTF)2X

Figure 1.22 – Exemple d’oscillations de Rabi du sel organique (TMTTF )2AsF6 mesurées
en bande X, à T = 3.4 K et T = 2.4 K en mesurant la FID.
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1.6. Conclusion

1.6 Conclusion
Dans ce chapitre introductif nous avons fait un historique des travaux théoriques sur

les chaînes de spins 1/2 et en particulier pour décrire leur spectre d’énergie et leur sus-
ceptibilité magnétique. Nous avons distingué deux types de chaînes de spins 1/2 : les
chaînes uniformes et les chaînes dimérisées. Le spectre d’énergie des chaînes de spins
uniformes forment un quasi-continuum tandis que les chaînes dimérisées possède un gap
d’énergie entre un niveau fondamental non magnétique et des états excités. Néanmoins
la présence d’impuretés dans les chaînes de spins peut briser localement la symétrie de
translation peut induire du magnétisme à basse température et autour des défauts des soli-
tons magnétiques apparaissent. Enfin nous avons présenté un des résultats majeurs publié
dans la thèse ’Etude par résonance paramagnétique électronique des composés organiques
(TMTTF)2X (X = PF6, AsF6 et SbF6)". Des mesures de RPE pulsée sur ces composés
ont permis d’observer pour la première fois des oscillations de Rabi de solitons. Les sels
de Fabre ont donc montré des résultats très encourageants concernant l’étude des défauts
fortement corrélés dans les chaînes de spins. Néanmoins des limites dans les possibilités de
mesures en RPE pulsée sont apparues car aucun écho de spin n’a pu être observé. Egale-
ment les (TMTTF)2X ont des températures de transition de spin-Peierls basses (10-20 K),
ce qui limite l’étude en température des temps de relaxation et de cohérence par exemple.
Par conséquent nous avons décidé d’étudier les sels organiques (o-DMTTF)2X, des compo-
sés analogues aux sels de Fabre, qui présentent quelques différences : des températures de
spin-Peierls plus élevées, une raie inhomogène à basse température qui pourrait permettre
l’observation d’un écho de spin et un signal intense à basse température. Nous présente-
rons dans le chapitre suivant les sels organiques quasi-unidimensionnels (o-DMTTF)2X
qui font l’objet de cette thèse.
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2.1. Structures cristallographiques

Nous allons maintenant nous intéresser aux sels organiques (o-DMTTF)2X et aux
travaux antérieurs réalisés sur ces composés. Ces sels ont été synthètisés pour la première
fois en 1983 [68] et ont fait l’objet de peu de publications depuis. Néanmoins un diagramme
de phase a été proposé par Foury et al., il est assez riche et montre que ces composés sont
des conducteurs unidimensionnels à température et pression ambiante [12]. Nous verrons
également que du point de vue magnétique ils peuvent être considérés comme des chaînes
de spins 1/2 avec un couplage antiferromagnétique. Enfin nous nous focaliserons sur les
mesures magnétiques faites sur les (o-DMTTF)2X, ces dernières vont nous servir de point
de départ pour notre étude en RPE.

2.1 Structures cristallographiques
Les sels organiques (o-DMTTF)2X avec des contranions centrosymétriques X = Cl,Br

et I adoptent une structure tétragonale du groupe d’espace I4̄2d. La figure 2.1.(a) montre
une projection de la structure cristallographique dans le plan (ab), avec 4 molécules pla-
naires de DMTTF disposées à 90◦ les unes des autres. Dans chaque maille élémentaire les
molécules de DMTTF sont empilées suivant l’axe c en quatre sous réseaux. Chaque paire

(a) (b)

(c)

Figure 2.1 – Structure cristallographique des (o−DMTTF )2X. (a) Vue dans plan (ab)
et (b) vue en perspective de la cellule élémentaire avec 4 molécules de DMTTF équiva-
lentes décalées de 90◦. Les molécules de DMTTF sont empilées le long de l’axe c, nous
ne montrons que 4 molécules pour plus de lisibilité. (c) Molécules planaires de DMTTF
le long de l’axe c. Chaque paire de DMTTF porte une lacune électronique de spin 1/2
formant une chaîne de spins suivant l’axe c.

de molécules DMTTF cède un électron au contranion X alors une lacune électronique
avec un spin électronique S = 1/2 est partagée entre les deux molécules de DMTTF.
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2.1. Structures cristallographiques

La disposition particulière des moléculaires planaires de DMTTF limite les interactions
entre voisins dans le plan (ab) et donne lieu à des propriétés unidimensionnelles. Comme
représenté sur la figure 2.1.(c) il existe un fort couplage d’échange de Heisenberg isotrope
entre les spins 1/2 suivant l’axe c. D’un point de vue magnétique les (o-DMTTF)2X sont
constitués de chaînes de spins 1/2 avec un couplage d’échange antiferromagnétique.

X Cl Br I

Symétrie Sphérique Sphérique Sphérique

Structure Tétragonale Tétragonale Tétragonale

Groupe d’espace I4̄2d I4̄2d I4̄2d

a, b (Å) 16.9376 17.0920 17.4031

c (Å) 7.0400 7.0582 7.00978

V (Å3) 2019.6 2061.96 2149.70

numéro CCDC 659042 659041 659046

Table 2.1 – Données cristallographiques des sels organiques (o-DMTTF)2X avec des
contranions centrosymétriques X = Cl, Br et I. a,b et c sont les paramètres de maille et
V est le volume de la maille [69].

T = 150 K

b

a

a

c

(a) (b)

Figure 2.2 – Projection de la structure cristallographique du sel organique (o-
DMTTF)2NO2 à T = 150 K dans le plan ab (a) et le plan ac (b). La maille élémentaire
est représentée par l’encadrement noir.

Les composés (o-DMTTF)2NO2 et (o-DMTTF)2NO3 possèdent des symétries plus
basses. La projection de la structure cristallographique dans le plan (bc) de (o-DMTTF)2NO2

est montrée sur la figure 2.2. Le sel (o-DMTTF)2NO2 cristallise dans une structure mo-
noclinique du groupe d’espace P21/c. La structure et les paramètres cristallographiques

29



2.2. Diagramme de phase

(voir table 2.2) ont été mesurés par Marc Fourmigué et Olivier Jeannin à T = 150 K mais
ils ne sont pas publiés à ce jour. Les figures 2.3, 2.4 et 2.5 montrent les projections de la
structure cristallographique de (o-DMTTF)2NO3 dans le plan (bc) respectivement à T =
250 K, T = 85 K et T = 20 K. Les données cristallographiques mesurées par diffraction des
rayons X par Jeannin et al. sont données dans la table 2.2. A 250 K ce composé possède
une structure monoclinique du groupe d’espace P21/c. A cette température les contra-
nions NO−

3 sont désordonnés et se répartissent entre deux positions centrosymétriques.

a

c

b

a

T = 250 K

(a) (b)

Figure 2.3 – Projection de la structure cristallographique dans le plan (bc) de la maille
élémentaire du sel organique (o-DMTTF)2NO3 à T = 250 K.

En baissant la température les anions NO−
3 s’ordonnent suivant deux orientations

N1A et N1B et les molécules de DMTTF effectuent une rotation autour des axes bleus
et rouges sur la figure 2.4. La maille élémentaire est alors doublée dans les directions
perpendiculaires à l’axe a et une structure associée aux vecteurs d’onde q1 = (0,1/2,1/2)
apparaît. Les cristaux adoptent alors une structure triclinique du groupe d’espace P1̄.

En dessous de T = 90 K une autre transition structurale a lieu progressivement et
consiste en un doublement de la maille cristalline suivant l’axe a. Cette structure q2

= (1/2,0,0) et la structure q1 co-existent à basse température pour former la structure
q1+q2 = (1/2,1/2,1/2). Les molécules planaires DMTTF forment alors des tétramères
non équivalents AE, BF, CG et DH (voir figure 2.5) et la maille élémentaire est désormais
composée de 8 molécules de (DMTTF)2.

Les données cristallographiques des sels organiques (o-DMTTF)2X sont données à titre
indicatif dans la table 2.1 pour les anions centrosymétriques et la table 2.2 pour les anions
non centrosymétriques.

2.2 Diagramme de phase
Les (o-DMTTF)2X présentent un diagramme de phase riche comme les (TMTTF)2X.

Le diagramme de phase des (o-DMTTF)2X est présenté sur la figure 2.6. Seuls les sels
(o-DMTTF)2Cl et (o-DMTTF)2Br ont pu être placés sur ce diagramme de phase mais pas
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2.2. Diagramme de phase

(a)

(b)

(c)

T = 85 K
a’ = b + a
b’ = b - a

a’

b’

c

b’

c

a’

CC

D D

D D

A

B

B

N1A

N1A

N1B

N1B

Figure 2.4 – Projection de la structure cristallographique du sel organique (o-
DMTTF)2NO3 à T = 85 K dans le plan a’b’ (a), dans le plan b’c (b) et dans le plan
a’c (c). La maille élémentaire est représentée par l’encadrement noir.

(o-DMTTF)2I. Les mesures SQUID, RPE et de résistivité de ce composé ne montraient
pas de transition claire à T = Tc. De plus les résultats expérimentaux le placeraient 9
kbar au dessus de (o-DMTTF)2Cl. Cette position sur la diagramme de phase ne s’accorde
pas avec la pression chimique attendue si on considère la taille croissante des contranions
Cl, Br et I. Le composé (o-DMTTF)2I se situe probablement sur une zone sensible à la
pression.
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2.2. Diagramme de phase

(a)

(b)

(c)

T = 20 K
a’ = b + a
b’ = b – a
c’ = 2c

a’

b’

c’

b’

c’

a’

AEAE

CG CG

CG CG

BF

DH

DH

N1A/N1C

N1A/N1C

N1B/N1D

N1B/N1D

Figure 2.5 – Projection de la structure cristallographique du sel organique (o-
DMTTF)2NO3 à T = 20 K dans le plan a’b’ (a), dans le plan b’c’ (b) et dans le plan a’c’
(c). La maille élémentaire est représentée par l’encadrement noir.

Le diagramme de phase présenté sur la figure 2.6 a été proposé par Foury et al. à
partir de leurs mesures et de quelques études précédentes. Le composé (o-DMTTF)2Cl
a été pris comme origine de la pression, (o-DMTTF)2Br se situe 3.5 kbar plus haut. A
température et pression ambiante les (o-DMTTF)2X se comportent comme des conduc-
teurs unidimensionnels. Les mesures de conductivité sous pression montrent une très forte
anisotropie de la résistivité, suivant l’axe c elle est 200 à 700 fois plus faible que dans les
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2.2. Diagramme de phase

X NO2 (150 K) NO3 (250 K) NO3 (85 K) NO3 (20 K)

Symétrie Coudée Trigonale plan Trigonale plan Trigonale plan

Structure Monoclinique Monoclinique Triclinique Triclinique

Groupe d’espace P21/c P21/c P1̄ P1̄

a,a’ (Å) 12.3251 12.1123 17.5521 17.4938

b,b’ (Å) 12.0663 17.7923 17.5806 17.5169

c,c’ (Å) 6.9491 7.04980 6.9201 13.7401

α (◦) 90 90 86.6840 86.488

β (◦) 103.318 102.710 80.849 80.917

γ (◦) 90 90 80.535 80.445

V (Å3) 1005.67 1065.56 2078.40 4097.3

numéro CCDC 1562994 1562993 1562992

Table 2.2 – Données cristallographiques des sels organiques (o-DMTTF)2X avec des
contranions non centrosymétriques X = NO2 et NO3. a ou a’, b ou b’ et c ou c’ sont les
paramètres de maille et V est le volume de la maille [70].

Figure 2.6 – Diagramme de phase généralisé température-pression des sels organiques
(o-DMTTF)2X. Les acronymes notés sur la figure correspondent à : CO = Charge Order
ou ordre de charge, SP = spin-Peierls, DM = Dimer-Mott ou isolant de Mott, CDW =
Charge Density Wave et BOW = Bond Order Wave.
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2.2. Diagramme de phase

directions perpendiculaires. Cette observation s’accorde avec les calculs de structure de
bande effectués par Fourmigué et al. [69]. On observe progressivement un comportement
de conducteur tridimensionnel en dessous de T∗ et qui persiste en baissant la température.
Enfin à basse pression une transition nette vers un état isolant a été observée à environ Tc

= 50 K dans les mesures de résistivité des trois composés. Une dimérisation de la structure
suivant l’axe c a été observé par diffraction des rayons X. La susceptibilité magnétique
mesurée par SQUID et RPE chute brutalement en dessous de Tc. Ces différentes observa-
tions ont permis d’identifier qu’en dessous de Tc les composés (o-DMTTF)2X subisssent
une transition de spin-Peierls.

Le composé (o-DMTTF)2NO3 n’a pas été placé sur un diagramme de phase mais une
étude a été réalisée par Jeannin et al. La figure 2.7 fait la synthèse des propriétés struc-
turales et électroniques observées dans (o-DMTTF)2NO3. Tout d’abord, les mesures de
conductivité ont permis de mettre en évidence un comportement plus faiblement conduc-
teur que les (o-DMTTF)2X avec des anions centrosymétriques et qui suit une loi ex-
ponentielle avec un gap d’activation ∆ρ = 120 meV = 1400 K. Les auteurs conclurent
que ce grand gap d’activation dans la conductivité signifie que les charges sont localisées
du fait du caractère unidimensionnel de la structure de bande et des fortes corrélations
électroniques. Un pic (kink) dans la résistivité a été mesuré à TAO = 124 ± 3 K et s’ac-
compagne d’une transition structurale observée par diffraction des rayons X qui se traduit
par l’apparition d’une structure q1 = (0,1/2,1/2). Ces observations ont été attribuées à
une transition de type anion-ordering (AO).

Figure 2.7 – Schéma de synthèse des propriétés structurales et électroniques de (o-
DMTTF)2NO3 [70].

Du point de vue magnétique le sel (o-DMTTF)2NO3 se comporte comme une chaîne de
spins 1/2 uniforme antiferromagnétique. La susceptibilité magnétique à haute température
mesurée au SQUID permet de déduire un couplage d’échange J = 45 meV = 520 K. En
baissant la température une transition de spin-Peierls a lieu à TSP = 90 ± K. L’étude de
la susceptibilité magnétique permet d’estimer un gap de spin ∆s = 390 K et l’existence
d’un pseudo-gap à partir de Tfl = 200 K. Ces mesures magnétiques s’accordent avec
les observations faites aux rayons X. A partir de Tfl = 200 K les clichés de diffraction
montrent l’apparition de fluctuations structurales q2 = (1/2,0,0) de faible intensité. En
dessous de TSP la structure q2 s’intensifie et correspond à une dimérisation de la maille
cristalline suivant l’axe a.

Le résultat surprenant de cette étude menée sur (o-DMTTF)2NO3 est que les tran-
sitions anion-ordering et spin-Peierls sont découplées thermiquement alors que dans les
sels de Fabre (TMTTF)2X avec X = ReO4, ClO4 et BF4 les transitions se déroulaient
simultanément [71]. Dans (TMTTF)2NO3 un décalage entre TAO et l’ouverture d’un gap
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2.3. Etudes magnétiques sur (o-DMTTF)2X

de spin a été observé mais les raisons de ce décalage n’ont pu être clairement identifiées.
Alors que dans le cas de (o-DMTTF)2NO3 l’étude de la structure a montré clairement
que l’anion ordering se déroulait en deux étapes.

2.3 Etudes magnétiques sur (o-DMTTF)2X

2.3.1 Facteur g

Des monocristaux de (o-DMTTF)2X ont été étudiés grâce à la technique de Résonance
Paramagnétique Electronique (RPE) en fonction de la température et de l’orientation par
rapport au champ magnétique par Foury et al. [12] et Fourmigué et al.[69]. Dans chaque
composé une seule raie de résonance RPE a été observée et les différents paramètres comme
le facteur g, la largeur de raie et l’intensité ont été extraits en ajustant les raies par un
modèle lorentzien ou parfois lorentzien dispersif lorsque la raie était assymétrique. La
figure 2.8 est le facteur g du sel (o-DMTTF)2Cl en fonction de l’orientation θ par rapport
au champ magnétique. Losrque θ = 0◦ le champ magnétique H0 est orienté parallèlement à
l’axe c et le facteur g a une valeur proche de l’électron libre g = 2.0023. Dans l’orientation
H0 ⊥ c (θ = 90◦) le facteur g atteint une valeur maximale de g = 2.009. Des rotations dans
le plan (ab) ont été effectuées et le signal RPE était parfaitement isotrope. Le facteur g
est finalement peu sensible à la température et possède un anisotropie axiale de la forme
g(θ) =

√
g2// cos

2 θ + g2⊥ sin2 θ.

Figure 2.8 – Anisotropie du facteur g de (o-DMTTF)2Cl à T= 70 K et à température
ambiante.
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2.3.2. Largeur de raie RPE

Figure 2.9 – Anisotropie de la largeur de raie RPE de (o-DMTTF)2Cl à T = 70 K et
température ambiante.

2.3.2 Largeur de raie RPE

La figure 2.9 est la largeur de raie RPE de (o-DMTTF)2Cl ∆H en fonction de l’orien-
tation par rapport au champ magnétique H0, elle présente un comportement sinusoïdal
et atteint un minimum à θ = 90◦ à température ambiante. En diminuant la température
la position du minimum de la largeur de raie ∆H change et devient 0◦ à T = 70 K. Cette
inversion de l’anisotropie de la largeur de raie est visible à environ T = 200 K sur la figure
2.10, qui compare la dépendance en température de la largeur de raie dans les orientations
H0 // c et H0 ⊥ c.

La figure 2.11 donne la dépendance en température de la largeur de raie RPE de (o-
DMTTF)2Br et montre une anisotropie mais pas d’inversion de la largeur raie. Le composé
(o-DMTTF)2I quant à lui possède une largeur de raie identique entre les deux orientations
H0 // c et H0 ⊥ c (voir figure 2.12). On constate globalement une forte augmentation de la
largeur de raie avec la taille de l’anion X et que la dépendance est similaire pour les trois
composés. Sur les figures 2.10, 2.11 et 2.12 on voit que les largeurs de raie augmentent
fortement avec la température jusqu’à environ 100 K puis chutent brutalement autour de
50 K. Cette observation peut être associée à la transition de spin-Peierls. Ce comportement
est plutôt inhabituel, généralement dans les sels organiques (TMTTF)2X et (TMTSF)2X
la largeur de raie RPE décroît en fonction de la température [72]. Les auteurs proposent
une explication analogue à celle donnée sur le composé TTF-TCNQ [9] dans lequel deux
chaînes conductrices non équivalentes s’hybrident pour donner une seule raie RPE. Dans
ce système la largeur de raie imite le comportement de la conductivité électrique. Dans le
cas des (o-DMTTF)2X cette hypothèse est envisageable étant donnée que leur structure
possèdent deux orientations distinctes pour les chaînes et la conductivité chute à T = 50
K comme la largeur de raie RPE. Cependant les théories pour décrire quantitativement la
largueur de raie de ce type de systèmes manquent et il n’a pas été possible d’approfondir
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2.3.3. Susceptibilité magnétique

Figure 2.10 – Dépendance en température de la demi-largeur à mi-hauteur RPE ∆H sur
(o-DMTTF)2Cl suivant les directions H0 // c et H0 ⊥ c et à pression ambiante [12].

cette explication.

2.3.3 Susceptibilité magnétique

La susceptibilité de spin a été évaluée par double intégration des spectres RPE pour
les trois sels (o-DMTTF)2X. Les résultats sont présentés sur les figures 2.13 et 2.14 en
fonction de la température. Sur la figure 2.13 les susceptibilités RPE de (o-DMTTF)2Cl
(points noirs) et (o-DMTTF)2Br (points blancs) sont comparées en renormalisant par
leurs valeurs à 300 K. Dans les deux cas une transition de phase est visible à T = 50 K
et se traduit par une chute brutale de la susceptibilité. En revanche la composante en loi
de Curie à basse température est bien plus importante dans (o-DMTTF)2Br.

De manière surprenante, la susceptibilité RPE de (o-DMTTF)2I ne montre pas de
transition de phase mais décroît de manière monotone jusquà environ 20 K, et à basse
température un signal suivant une loi de Curie est visible. Foury et al. attribuent ce
comportement à la difficulté de déterminer précisément les paramètres RPE à haute tem-
pérature et pendant la transition car le signal RPE de (o-DMTTF)2I est très large.

La figure 2.15.(a) montre la susceptibilité magnétique des sels organiques (o-DMTTF)2Cl,
(o-DMTTF)2Br et (o-DMTTF)2I mesurée au SQUID par Foury et al. Ces mesures ont été
faites sur un ensemble de cristaux et à un champ magnétique de 10000 Oe. Une transition
de phase est clairement visible à T = 50 K et des impuretés paramagnétiques suivants
une loi de Curie sont présentes à basse température. Typiquement si on considère des
impuretés de spin 1/2 avec g = 2 leur concentration est de 0.2 % des spins totaux. La
contribution des impuretés a été ajustée par une loi de Curie A/T + C et a été sous-
traite à la susceptibilité expérimentale χ pour obtenir la susceptibilité de spins χs de
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2.3.3. Susceptibilité magnétique

Figure 2.11 – Dépendance en température de la demi-largeur à mi-hauteur RPE sur
(o-DMTTF)2Br. Le champ magnétique a été orienté parallèlement (cercles) et perpen-
diculairement (triangles) à l’axe des chaînes c. (a) Variation globale et (b) zoom sur la
partie basse température en échelle semi-log.

la figure 2.15.(b). Les susceptibilités de spin des trois composés se supersposent presque
parfaitement et atteignent une valeur de susceptibilité de 5.10−4 cm3.mol−1 à tempéra-
ture ambiante. Néanmoins Foury et al. ont remarqué que la transition T = 50 K est plus
brutale dans (o-DMTTF)2Cl et (o-DMTTF)2Br que dans (o-DMTTF)2I. L’encart de la
figure 2.15.(b) est lnχsT en fonction de 1/T, cette représentation a permis aux auteurs
de déterminer un gap de spin ∆σ = 190 K pour les trois sels.

Les mesures de susceptibilités des (o-DMTTF)2X par RPE et par SQUID sont en bon
accord. A haute température, la susceptibilité décroît assez faiblement jusqu’à une chute
brutale à T = 50 K associée à la transition de spin-Peierls. Seul le composé (o-DMTTF)2I
a montré quelques différences entre la RPE et le SQUID du fait de la largeur de son
spectre RPE. A basse température les quantités d’impuretés paramagnétiques mesurées
au SQUID sont nettement plus grandes qu’en RPE, cela montre que les défauts ont une
origine extrinsèque aux chaînes d’après Foury et al.

La susceptibilité magnétique de (o-DMTTF)2NO3 a été mesurée au SQUID par Jean-
nin et al. [70] à partir d’un ensemble de cristaux pour une masse totale de 15 mg. La
figure 2.16.(a) montre la dépendance en température de la susceptibilité magnétique. A
T > 200 K la susceptibilité suit le modèle de Bonner-Fisher avec J = 520 K décrivant la
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2.3.3. Susceptibilité magnétique

Figure 2.12 – Dépendance en température de la demi-largeur à mi-hauteur RPE ∆H de
(o-DMTTF)2I suivant les directions H0 // c et H0 ⊥ c.

Figure 2.13 – Dépendance en température de la susceptibilité de spin déduite des mesures
RPE pour (o-DMTTF)2Cl (points noirs) et (o-DMTTF)2Br (points blancs) à pression
ambiante. Les données ont été renormalisé à température ambiante [12].

susceptibilité d’une chaîne de spins 1/2 uniforme infinie. On remarque que la susceptibilité
dévie progressivement du comportement de chaîne uniforme en dessous de 200K et chute
brutalement à T = 90 ± 5 K vers un état fondamental de spin-Peierls. La déviation en
dessous de 200 K a été attribuée à l’ouverture d’un pseudo-gap marquant l’apparition
d’une pré-transition et confirmée par les mesures de diffraction des rayons X montrant
des fluctuations structurales en dessous de 200 K. La représentation lnχsT en fonction de
1/T a permis de mettre en évidence un comportement linéaire à basse température dont
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2.3.3. Susceptibilité magnétique

Figure 2.14 – Dépendance en température de la susceptibilité de spin déduit par RPE pour
(o-DMTTF)2I et à pression ambiante. Les données ont été renormalisées à température
ambiante.

la pente donne la valeur du gap de spin ∆σ = 390 K (voir figure 2.16.(b)).
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2.3.3. Susceptibilité magnétique

Figure 2.15 – (a) Dépendance en température de la susceptibilité magnétique χ des trois
sels (o-DMTTF)2X mesurée au SQUID à 10 000 Oe et à pression ambiante. (b) Dépen-
dance en température de la susceptibilité des (o-DMTTF)2X déduite de la susceptibilité χ
en enlevant les contributions diamagnétiques et les impuretés paramagnétiques [12].
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2.3.3. Susceptibilité magnétique

Figure 2.16 – (a) Dépendance en température de la susceptibilité de spin χs dans (o-
DMTTF)2NO3. Les impuretés à basse température suivant une loi de Curie ont été enlevé.
La courbe en pointillés est un ajustement de la susceptibilité à haute température et décrit
une chaîne de spins 1/2 uniforme antiferromagnétique [70]. (b) Graphe de lnχsT en
fonction de 1/T, cette représentation permet de déterminer le gap de spin ∆σ = 390 K.
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2.4. Conclusion

2.4 Conclusion
Nous avons présenté dans ce chapitre les sels organiques quasi-unidimensionnels (o-

DMTTF)2X. Nous avons vu que la structure cristallographique des composés avec des
anions centrosymétriques X = Cl, Br, I présentait une symétrie plus haute que ceux
avec des anions non centrosymétriques X = NO2 et NO3. Ces différents sels possèdent
un point commun : d’un point de vue magnétique ce sont des chaînes de spins 1/2 avec
un fort couplage d’échange antiferromagnétique. Nous avons montré également que les
(o-DMTTF)2X possèdent un riche diagramme de phase et à pression ambiante les sels
(o-DMTTF)2Cl, (o-DMTTF)2Br, (o-DMTTF)2I et (o-DMTTF)2NO3 subissent une tran-
sition de spin-Peierls. Enfin nous avons passé en revue les différentes mesures magnétiques
réalisées sur les (o-DMTTF)2X par SQUID et RPE. Ces travaux nous ont servi de base
pour notre étude par RPE des sels organiques (o-DMTTF)2X.

43



Chapitre 3

La résonance paramagnétique
électronique

Sommaire
3.1 Approche classique : Précession de Larmor . . . . . . . . . . . 45
3.2 Approche quantique : Effet Zeeman . . . . . . . . . . . . . . . 45
3.3 Probabilité de transition RPE et populations . . . . . . . . . . 48
3.4 Intensité des spectres en RPE . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 49
3.5 Elargissement homogène et inhomogène des raies . . . . . . . 49
3.6 Interactions spins phonons . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 50

3.6.1 Processus direct . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 51
3.6.2 Processus à deux phonons résonants : Orbach . . . . . . . . . . 52
3.6.3 Processus à deux phonons non résonants : Raman . . . . . . . . 53
3.6.4 Effet phonon bottleneck . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 53

3.7 Interactions spins-spins . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 55
3.7.1 Interaction dipolaire magnétique . . . . . . . . . . . . . . . . . 55
3.7.2 Interaction d’échange . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 56
3.7.3 Interaction hyperfine . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 56
3.7.4 Diffusion instantanée . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 57
3.7.5 Diffusion spectrale . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 57

3.8 La RPE impulsionnelle . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 59
3.8.1 Free Induction Decay (FID) . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 61
3.8.2 Echo de Hahn (2 pulses) . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 62
3.8.3 Nutation ou oscillations de Rabi . . . . . . . . . . . . . . . . . 63
3.8.4 Echo stimulé (3 pulses) . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 64
3.8.5 Découplage dynamique . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 68
3.8.6 Mesure de T1 . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 69

3.9 Conclusion . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 72

44



3.1. Approche classique : Précession de Larmor

Nous présentons dans ce chapitre la technique de résonance paramagnétique électro-
nique (RPE). En 1945, le physicien soviétique E.K. Zavoisky détecte la première résonance
paramagnétique électronique à l’université de Kazan [73] sur un échantillon de CuCl2.H2O
à une fréquence de 133 MHz et un champ magnétique de 4.76 mT. Au lendemain de la
seconde guerre mondiale les progrès issus de la technologie radar contribuent à l’améliora-
tion de la RPE. Les équipes de Cummerow et Halliday [74] aux Etats-Unis et Bagguley et
Griffiths [75] en Angleterre mènent simultanément de nombreuses études sur la résonance
magnétique. Dans les années 1960 l’équipe de W.B Mims du Bell Laboratories développe
les bases de la RPE pulsée avec notamment la première observation de la modulation d’en-
veloppe d’écho de spin (ESEEM) [76] et l’invention de la double résonance électronique et
nucléaire (ENDOR) [77]. La RPE pulsée sera essentiellement utilisée par des spécialistes
jusque dans les années 1980 avec le premier spectromètre pulsée en bande X. Aujourd’hui
la spectroscopie RPE est une technique de caractérisation utilisée dans de nombreuses
études comme le suivi de réactions chimiques [78], la structure et la dynamique des sys-
tèmes biologiques [79] ou encore les propriétés de cohérence des cristaux dopés par des
ions magnétiques [80].

3.1 Approche classique : Précession de Larmor
Le mouvement d’un moment magnétique µ⃗ dans un milieu isotrope et placé dans un

champ statique H0 est décrit par l’équation 3.1 avec γ le rapport gyromagnétique de
l’électron. On définit l’axe du champ magnétique suivant z.

dµ⃗

dt
= γ(µ⃗ ∧ H⃗0) (3.1)

Par propriété du produit vectoriel on montre que la composante suivant z de l’aiman-
tation est constante dans le temps (voir système d’équations (3.2)).

dµx

dt
= γµyH0

dµy

dt
= −γµxH0

dµz

dt
= 0

(3.2)

En définissant µ⊥ = µx + iµy la composante de l’aimantation dans le plan (xy), on montre
immédiatement que ce système obéit à l’équation d’un oscillateur harmonique (3.3)

dµ⊥

dt
+ iω0µ⊥ = 0 (3.3)

ω0 = γH0 (3.4)

Ce système s’apparente à un oscillateur harmonique dont la fréquence de résonance ω0

est appelée la fréquence de Larmor (3.4). Comme le montre la figure 3.1 le moment
magnétique dans un milieu isotrope décrit un mouvement circulaire (µ2

x + µ2
y est une

constante) autour du champ magnétique H⃗0 : c’est la précession de Larmor.

3.2 Approche quantique : Effet Zeeman

L’interaction Zeeman représente l’interaction entre un spin S⃗ et le champ magnétique
externe H0 qui est appliqué, elle est modélisée par l’hamiltonien (3.5) avec µB le magnéton
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3.2. Approche quantique : Effet Zeeman

 𝜇

𝐻0

ω0

Figure 3.1 – Schéma de la précession d’un moment magnétique en présence d’un champ
magnétique statique H0.

de Bohr et g̃ est un tenseur d’ordre 2.

Hz = µBH⃗0g̃S⃗ (3.5)

Il existe toujours un système d’axes propres tel que le tenseur g̃ soit diagonal. Dans ce
système d’axes magnétiques, nous nommerons gx, gy et gz les valeurs du tenseur suivant
les trois directions et la matrice diagonale du tenseur g̃ est définie par :

g̃ =

 gx 0 0

0 gy 0

0 0 gz

 (3.6)

Finalement, l’expression donnant la dépendance angulaire du facteur g dans le système
d’axes x,y,z est donnée par l’équation (3.7). Les deux angles θ et ϕ permettent de définir
l’orientation du champ magnétique dans le système d’axes magnétiques (x,y,z) comme le
montre la figure 3.2.

g(θ) =
√
g2x sin

2 θ cos2 ϕ+ g2y sin
2 θ sin2 ϕ+ g2x cos

2 θ (3.7)

Les valeurs gx, gy, gz et l’anisotropie de g est caractéristique à chaque système, c’est
une grandeur locale qui renseigne sur la structure électronique et la symétrie d’un centre
paramagnétique.

On considère un spin électronique S = 1/2 dans un milieu isotrope, son moment ciné-
tique intrinsèque est quantifié et ne peut prendre que les valeurs ± ℏ/2. En l’absence de
champ magnétique, un électron a ses niveaux d’énergies magnétiques dégénérés. L’appli-
cation d’un champ magnétique H0 lève la dégénérescence entre ces deux niveaux d’énergies
par effet Zeeman électronique. Cet écart d’énergie est proportionnel au champ magnétique
H0. Si le système absorbe un photon d’énergie hν égale à la différence d’énergie ∆E alors
une transition de spin peut être induite.
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3.2. Approche quantique : Effet Zeeman

𝐻0

𝐻𝑧

𝐻𝑥

𝐻𝑦

y

x

z

𝜃

Ф

Figure 3.2 – Représentation du champ H0 dans le système d’axes magnétiques (x,y,z)

∆E = gµBH0 = hν (3.8)

Energy

Magnetic field

𝐻0 = 0

ms = +1/2 

ms = -1/2 

𝐻0 ≠ 0

ΔE =g𝜇B𝐻0

Figure 3.3 – Diagramme d’énergie d’un spin 1/2 en présence ou non d’un champ ma-
gnétique H0

En RPE, on utilise régulièrement un champ magnétique autour de 0.3 T, si on considère
un électron libre à g = 2.0023 on trouve une fréquence de résonance de l’ordre de 10 GHz.
Sur les spectromètres RPE commerciaux on utilise essentiellement les fréquences de la
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3.3. Probabilité de transition RPE et populations

bande X (∼ 10 GHz) et la bande Q (33-50 GHz), plus rarement la bande W (75-110
GHz).

3.3 Probabilité de transition RPE et populations
La composante magnétique de l’onde électromagnétique d’énergie hν est de la forme−−−→

H1(t) =
−−→
hmw cos (2πνt). L’amplitude du champ micro-onde hmw est très faible devant le

champ H0 suivant z et peut donc être traitée comme une perturbation. La probabilité
d’une transition par unité de temps de |a⟩ vers |b⟩ est donnée par la règle d’or de Fermi
[81].

wa→b =
2π

ℏ
| ⟨b|

−−→
hmw.

−→
S |a⟩ |2 δ(ω − ω0) (3.9)

Dans la relation (3.9) δ(ω−ω0) est le delta de Kronecker, ce terme signifie que l’expression
n’est valable qu’à la résonance (ω = ω0) et que la transition conserve l’énergie du système.
Si on considère un système à deux niveaux d’énergies avec les états propres orthogonaux
|a⟩ = |−1/2⟩, |b⟩ = |1/2⟩ et posant Sx = 1/2(S++S−) et Sy = 1/2(S+−S−), l’expression
de la probabilité de transition par unité de temps se simplifie :

| ⟨+1/2|S.hmw |−1/2⟩ | = | ⟨+1/2| 1
2
(hxmw + hymw)S

+1

2
(hxmw − hymw)S

− + hzmwS
z |−1/2⟩ |

(3.10)
Or | ⟨+1/2|hzmwS

z |−1/2⟩ | = 0 dans cette base de vecteurs propres. Par conséquent il faut
que le champ micro-onde ait une composante perpendiculaire au champ statique pour que
la probabilité de transition soit non nulle.

Le principe de la RPE est donc d’induire des transitions entre deux niveaux d’éner-
gies magnétiques soumis à un champ magnétique statique. Les populations des niveaux
d’énergies joue un rôle déterminant sur l’intensité du signal RPE. On désigne la popula-
tion de spins dans l’état |a⟩ par na et par nb dans l’état |b⟩. A l’équilibre thermique, la
répartition des populations entre ces deux niveaux d’énergies est régie par la distribution
de Boltzmann (3.11) :

nb

na

= e−∆/kBT (3.11)

En définissant n = nb−na comme la différence entre les populations de spins et n0 = na+nb

la population totale en spins, on peut en déduire la polarisation de notre système de spins
(3.12) :

n

N
= tanh

(
gµBH0

2kBT

)
≃ gµBH0

2kBT
(3.12)

L’approximation faite dans l’équation (3.12) est valable si gµBH0 « kBT , cette hypo-
thèse est très souvent respectée hormis à dire à très haut champ ou très basse température.
La polarisation augmente linéairement avec le champ magnétique et en 1/T avec la tem-
pérature cependant augmenter le champ magnétique ou baisser la température ne suffit
à avoir une sensibilité suffisante pour des expériences de résonance magnétique. En effet
des applications numériques à 5 K et à 300 K avec H0 = 0.34 T (bande X) on trouve
respectivement n/N = 5.10−2 et n/N = 8.10−4. L’écart relatif entre les populations est
donc faible même à basse température. Pour cette raison en RPE on utilise une cavité
résonante pour augmenter la sensibilité des mesures magnétiques.
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3.4. Intensité des spectres en RPE

3.4 Intensité des spectres en RPE
Losrqu’on fait une expérience en résonance paramagnétique électronique on place notre

échantillon dans un champ statique H0. Notre système est alors décrit par l’hamiltonien
Zeeman électronique HZ et un autre terme d’interactions entre spins électroniques propre
à notre système H. On envoie une onde électromagnétique dont le champ micro-onde
oscillant H1(t) = hmw cosωt va induire des transitions de spins. L’amplitude hmw du
champ micro-onde est très faible devant le champ statique H0. Pour calculer l’intensité
d’un spectre RPE il faut considérer la puissance de l’onde électromagnétique absorbée
par notre système :

P = H1(t)
d

dt
⟨S(t)⟩ (3.13)

Dans l’équation (3.13) ⟨S(t)⟩ est la valeur moyenne de l’aimantation hors équilibre :

⟨S(t)⟩ = hmw(χ
′(ω) cosωt+ χ”(ω) sinωt) (3.14)

On désigne par χ′(ω) et χ”(ω) les composantes de la susceptibilité dynamique χ(ω) =
χ′(ω) +iχ”(ω) et sont reliées par les relations de Kramers-Kronig :{

χ′(ω) = 2
π

∫∞
0

ω′χ”(ω)
ω′2−ω2 dω

′

χ”(ω) = − 2
π

∫∞
0

ωχ′(ω)
ω′2−ω2dω

′
(3.15)

La théorie de la réponse linéaire permet de décrire la réaction des systèmes hors équi-
libre à une perturbation extérieure en physique statistique. Elle prédit qu’une excitation
à la fréquence ω donnera une réponse à la fréquence ω. Dans le cadre de cette théorie
Kubo exprime l’énergie absorbée I(ω) comme la moyenne de la puissance absorbée P sur
une période T [82]. L’intensité RPE est directement reliée à la partie imaginaire de la
susceptibilité dynamique et dépend quadratiquement du champ micro-onde hmw :

I(ω) = 1

2
h2mwωχ”(ω) (3.16)

χ(ω) =

∫ −∞

−∞
χ(t)eiωtdt (3.17)

χ(t) =
i

ℏ
θ(t) ⟨Sx(t)Sx⟩ (3.18)

Toute la difficulté du problème est dans le calcul de la fonction de corrélation ⟨Sx(t)Sx⟩.
Le résultat de ce calcul est connu dans certains cas simples [82]. Pour des systèmes plus
complexes χ”(ω) peut être calculée numériquement en utilisant la représentation de Leh-
mann [83; 84]

3.5 Elargissement homogène et inhomogène des raies
Les raies en RPE s’élargissent de manière homogène ou inhomogène. Faire cette dis-

tinction est essentiel pour savoir quel type d’expérience nous pourrons faire en RPE pulsée.
Premièrement il est primordial de comprendre la notion de paquet de spins. On appelle pa-
quet de spins un ensemble de spins évoluant dans le même champ magnétique local. Dans
l’espace fréquentiel un paquet de spins constitue une raie homogène de résonance. La raie
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3.6. Interactions spins phonons

homogène est caractérisée par la demi-largeur à mi-hauteur Γ0 qui est directement reliée
au temps de cohérence T2 par la relation (3.19). Un grand nombre de phénomènes peuvent
contribuer à l’élargissement homogène. Tout d’abord les spins composant le paquet pos-
sèdent un temps de relaxation longitudinal T1 issu des interactions spins-phonons et un
temps de relaxation transversale issu des interactions spin-spin T2. Les spins nucléaires et
électroniques environnants sont également un facteur d’élargissement homogène. Par leur
relaxation ou changements d’états de spin ils crééent des fluctuations de champ local. Ces
fluctuations engendrent un déphasage dans la précession des spins et la raie s’élargit d’une
quantité Γϕ. Nous discutons de ce phénomène appelé diffusion spectrale plus précisément
dans la partie 3.7.5. Des déphasages dans le paquet de spins peuvent également apparaître
par la mesure, on observe fréquemment de la diffusion spectrale instantanée (partie 3.7.4)
en mesurant le temps de cohérence. La méthode de mesure du temps de cohérence peut
affecter grandement sa valeur. Il faut donc nécessairement prendre en compte comment
le temps de cohérence a été mesuré.

Γ0 =
1

πT2
(3.19)

Une raie inhomogène est une superposition de paquets de spin résonants à différentes
fréquences de Larmor. Les causes de l’inhomogénéité sont multiples. L’inhomogénéité du
champ externe H0 peut engendrer une variation spatiale de la fréquence de résonance. Cet
effet n’est généralement pas dominant hormis pour des raies très fines. Dans les solides,
le champ magnétique local vu par les spins est fortement influencé par son environne-
ment à travers l’interaction dipolaire, hyperfine, la distribution du facteur g mais aussi
indirectement par des contraintes, des dislocations ou défauts ponctuels . Par conséquent
les conditions de croissance, la nature et la quantité des défauts joue un rôle important
dans l’élargissement. Le profil d’une raie inhomogène varie beaucoup suivant le type de
défauts. Par exemple des défauts ponctuels isolés donne lieu à un profil lorentzien [85].

(a)

Γ0

(b)

Γinh
Γ0

Figure 3.4 – (a) Elargissement homogène d’un paquet de spin, le largeur de raie est
directement liée au temps de cohérence. (b) Elargissement inhomogène, les paquets de
spins sont à des champs de résonance différents, la superposition forme une raie de largeur
Γinh

3.6 Interactions spins phonons
En RPE pulsée on mesure fréquemment le temps de relaxation spin-réseau appelé

T1. Pour comprendre les processus mis en jeu il est nécessaire de distinguer trois sous-
systèmes : les spins, le réseau et un réservoir thermique appelé bain [86]. Les spins sont
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3.6.1. Processus direct

Spins
𝑇𝑠

Phonons du réseau 𝑇𝑝
Capacité thermique faible

Bain ou réservoir thermique
Capacité thermique infinie 

𝑇0

Relaxation 
spins-phonons

Relaxation spin-bain

Relaxation 
phonons-bain

Figure 3.5 – Schéma illustrant les trois ensembles dans la relaxation avec le réseau.

couplés avec les phonons du réseau par l’intermédiaire des couplages spin-orbite : le réseau
vibre. Le réseau et le bain échangent de la chaleur par contact thermique. Le réseau a une
capacité thermique faible alors que le bain a par définition une capacité infinie. Si le contact
est bon entre le bain et le réseau, ils sont en permanence à l’équilibre thermique Tp = T0.
Cette hypothèse est considérée vraie pour la description des processus direct, Orbach et
Raman. Dans le cas où le bain et le réseau échangent difficilement la chaleur la relaxation
phonons-bain n’est plus négligeable devant la relaxation spins-phonons. Les phonons du
réseau sont en faible nombre, s’échauffent à une température Tp ̸= T0 et ralentissent la
relaxation spin-réseau. Ce phénomène est connu sous le nom "goulot d’étranglement des
phonons" ou phonon bottleneck en anglais [87].

3.6.1 Processus direct

On considère un système à deux niveaux magnétiques {|a⟩,|b⟩} séparés par l’énergie
Zeeman Ez = gµBH0. Le processus de relaxation direct provient de l’absorption et l’émis-
sion d’un phonon du réseau d’énergie δ = ℏω = gµBH0. Nous faisons ici l’hypothèse que
le réseau et le bain sont en permanence à l’équilibre. Les populations de spins na, nb de
chaque niveau évoluent suivant l’équation (3.20), wa→b est la probabilité de transition de
l’état |a⟩ vers l’état |b⟩ par unité de temps et réciproquement pour wb→a.

dnb

dt
= −dna

dt
= wa→bna − wb→anb (3.20)

La densité spectrale de population en phonons ρ(ω) est décrite par l’équation (3.21) et
gD(ω) représente la densité d’état de Debye dans un espace à trois dimensions avec v la
vitesse du son dans le milieu [88]. K est un coefficient indépendant de la température.

ρ(ω)dω = gD(ω)p̄0(ω)dω (3.21)

gD(ω) =
3ω2

2π2v3
; p̄0(ω) =

1

eℏω/kBT0 − 1
(3.22)
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3.6.2. Processus à deux phonons résonants : Orbach

wb→a = K[1 + p̄0(ω)] ; wa→b = Kp̄0(ω) (3.23)

On introduit n = n− − n+ la différence entre les populations de spins et N = n− + n+ le
population totale en spins. En associant les équations (3.20) et (3.23) on trouve :

dn

dt
= 2K[−n+p̄0(ω)− n+ + n−p̄0(ω)] (3.24)

dn

dt
= K[(1 + 2p̄0(ω))n−N ] (3.25)

Dans l’équation (3.24) on peut identifier dans l’ordre l’émission stimulée, l’émission spon-
tanée et l’absorption d’un phonon d’énergie ℏω. A l’équilibre Ts = T0 et n = n0 =

N tanh
(

ℏω
2kBT0

)
est la polarisation à l’équilibre thermique.

dn

dt
= −1/T1d(n− n0) (3.26)

On en déduit la relation entre T1 et la température dans le cas du processus direct (3.27).
Le coefficient K peut être déterminé à partir de g(ω) et en calculant la probabilité de
transition par un calcul perturbatif [87]. Pour un doublet de Kramers on trouve la relation
(3.27) :

1/T1d = αDg
3H5

0 coth

(
ℏω

2kBT

)
(3.27)

3.6.2 Processus à deux phonons résonants : Orbach

Dans le processus de type Orbach on considère un troisième niveau d’énergie |c⟩ séparé
par ∆O du niveau |b⟩ et ∆O + δ du niveau fondamental |a⟩. Ce processus ne peut exister
qu’à la condition ∆O < kBθD où θD est la température de Debye [89; 90]. Le passage de
l’état |b⟩ vers |a⟩ est réalisé en deux étapes : absorption d’un phonon résonant d’énergie
∆O et émission d’un phonon résonant d’énergie ∆O + δ comme représenté sur la figure
3.6.

wb→c = B[1 + p̄0(∆0)] ; wc→b = Bp̄0(∆0) (3.28)

wa→c = B[1 + p̄0(∆0 + δ)] ; wc→a = Bp̄0(∆0 + δ) (3.29){
dna

dt
= B[nc(p̄0(∆0 + δ) + 1)− nap̄0(∆0 + δ)]
dnb

dt
= B[nc(p̄0(∆0) + 1)− nbp̄0(∆0)]

(3.30)

Dans de nombreux cas, on peut considérer la population en spins du troisième niveau
d’énergie est faible devant les deux autres nc << nb,na et que δ << ∆o. Le système
d’équations (3.30) se simplifie et de la même façon que dans la sous-partie 3.6.1 on trouve :

dn

dt
= −1/T1O(n− n0) (3.31)

On peut montrer pour un doublet de Kramers que T1O suit la relation (3.29) :

1/T1O = αo∆
3
0e

−∆0/T (3.32)
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3.6.3. Processus à deux phonons non résonants : Raman

3.6.3 Processus à deux phonons non résonants : Raman

Le processus Raman correspond simultanément à l’absorption d’un phonon d’énergie
δ1 et l’émission d’un phonon d’énergie δ2 = δ1+ δ pour réaliser un spin flip de |b⟩ vers |a⟩.
Contrairement au processus Orbach les phonons ne sont pas contraints par la valeur du
gap ∆O et si δ << kBθD alors tout le spectre d’énergie de phonons est accessible jusqu’à
θD. La seule condition à respecter δ2 − δ1 = δ. Pour calculer les probabilités de transition
par unité de temps wa→b et wb→a on considère H(2)

c la perturbation au second ordre de
l’hamiltonien de couplage spin-phonon. On somme alors sur toutes les énergies possibles
de δ1 :

wb→a =

∫
2π

ℏ
| ⟨b, p̄0(δ1), p̄0(δ2)|H(2)

c |a, p̄0(δ1) + 1, p̄0(δ2) + 1⟩ |2ρ(δ2)ρ(δ1)dδ1 (3.33)

wa→b =

∫
2π

ℏ
| ⟨a, p̄0(δ1) + 1, p̄0(δ2) + 1|H(2)

c |b, p̄0(δ1), p̄0(δ2)⟩ |2ρ(δ2)ρ(δ1)dδ1 (3.34)

dnb

dt
= −dna

dt
= K ′

∫
nap̄0(δ2)(1 + p̄0(δ1))− nbp̄0(δ1)(1 + p̄0(δ2))δ

6
1dδ1 (3.35)

De la même manière que dans la partie 3.6.1, on trouve l’équation de retour à l’équilibre
(3.36) :

dn

dt
= − 1

T1R
(n− n0) (3.36)

1

T1R
= K”

∫ θD

0

δ61e
δ1/kBT

(eδ1/kBT − 1)2
(3.37)

L’intégrale (3.37) est simplifiable si on admet que la température T est faible devant la
température de Debye θD. Cette hypothèse est généralement verifiée lorsqu’on mesure T1
à des températures proches de l’hélium liquide. Dans le cas où le système est un doublet
de Kramers on trouve la relation (3.38) :

1/T1R = αRT
9 (3.38)

Le processus Raman existe toujours mais la dépendance de T1R en température ou en
champ magnétique est fortement modifiée suivant la valeur de θD, la nature ou la taille
du système [91].

3.6.4 Effet phonon bottleneck

L’effet phonon bottleneck se manifeste lorsque les échanges thermiques entre le réseau
et le bain sont mauvais. Les phonons du réseau ne sont plus nécessairement à l’équilibre
avec le bain à la température T0 [87]. On considère maintenant p̄(ω) la population en
phonons du réseau à la température Tp.

p̄(ω) =
1

eℏω/kBTp − 1
(3.39)
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3.6.4. Effet phonon bottleneck
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Figure 3.6 – Schéma représentant le processus de relaxation direct en noir, Orbach en
rouge et Raman en vert. Les traits pleins figurent les trois niveaux d’énergies |a⟩, |b⟩, |c⟩
et le trait en pointillé représente un niveau virtuel intervenant dans le processus Raman.

dn

dt
= 2ρ(ω)[nbwb→a(p̄+ 1)− nawb→ap̄] (3.40)

{
dn
dt

= − 1
T1d

[n− n0 − n p̄−p̄0
p̄0+1/2

]
dp̄
dt

= − 1
ρ(δ)∆δ

dn
dt

− p̄−p̄0
Tph

(3.41)

Faughnan et Strandbergh ont calculé numériquement les solutions (3.41)[92] et ont montré
que n(t) et p̄(t) ne sont pas monoexponentiels. Ils présentent un temps de relaxation court
T ′
1b et un long T1b qui peuvent s’exprimer tous deux en fonction du paramètre bottleneck
σ.

T1b = (1 + σ)T1d (3.42)

T ′
1b =

Tph
σ

(3.43)

Le facteur bottleneck σ est un paramètre très important. Il est le ratio entre l’énergie
échangée entre les spins et les phonons relativement à l’énergie échangée entre les phonons
et le bain.

σ =
EzTph
EphTsp

=
Tphn0

T1dρ(δ)∆δ coth
(

δ
2kBT

) (3.44)

Lorsque σ « 1, l’effet bottleneck n’est pas visible alors T1b = T1d alors le processus direct
décrit correctement la relaxation des spins. En revanche lorsque σ » 1 on parle d’effet
bottleneck sévère et le temps de relaxation mesuré est fortement rallongé T1b ≃ σT1d. La
relation (3.45) est valable si δ << kBT :
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3.7. Interactions spins-spins

T1b ≃ σT1d = D coth

(
δ

2kBT

)2

≃ D′T 2 (3.45)

D′ =
6∆δk2B

π2nv3ℏ3Tph
(3.46)

Faughnan et Strandbergh proposent une équation simplifiée (3.47) pour n(t) dans le cas
T1d >> Tph [92]. Cette condition est généralement respectée. L’équation (3.47) n’a pas de
solution triviale sauf pour σ = 0 où n(t) est une loi monoexponentielle.

− t

T1d
= (1 + σ) ln

(
n0

n− n0

)
− σ

n

n0

(3.47)

La solution n(t) peut être calculée numériquement à partir l’équation (3.47).

3.7 Interactions spins-spins

3.7.1 Interaction dipolaire magnétique

On considère deux spins électroniques S1 et S2 comme des dipôles magnétiques per-
manents et dont le moment magnétique associé est µ⃗ = gµBS⃗. Chaque dipôle créé un
champ magnétique local interagissant avec les autres dipôles environnants. L’interaction
dipôlaire entre deux moments magnétiques de spins séparés par une distance r est donnée
par l’hamiltonien (3.48) :

Hdip =
µ0g

2µ2
B

4π

(
S1.S2

r3
− 3(S1.r)(S2.r)

r5

)
(3.48)

L’expression (3.48) montre l’interaction dipolaire décroît en 1/r3 et dépend des orienta-
tions respectives des moments magnétiques, elle est donc anisotrope.

Dans le cas où l’interaction dipôlaire est négligeable devant l’interaction Zeeman on
peut la traiter comme une perturbation. En développant l’équation (3.48) et en introdui-
sant S+ = 1/2(Sx+Sy) et S− = 1/2(Sx−Sy) différents termes apparaissent : Sz

1S
z
2 , Sz

1S
+
2 ,

Sz
1S

−
2 , S+

1 S
+
2 , S+

1 S
−
2 , S−

1 S
−
2 ,... Cependant la perturbation au premier ordre de l’hamilto-

nien Zeeman ne fait intervenir que les termes qui conservent ms1 +ms2, on peut négliger
les autres termes : c’est l’approximation séculaire [93]. Il en résulte l’hamiltonien (3.49) :

Hsec
dip =

µ0g
2µ2

B

4πr3

[(
1− 3 cos2 θ0

)
Sz
1S

z
2 −

1

4

(
1− 3 cos2 θ0

) (
S+
1 S

−
2 + S−

1 S
+
2

)]
(3.49)

Dans l’équation (3.49) on appelle interaction ZZ le terme Sz
1S

z
2 et interaction XX + YY

le terme (S+
1 S

−
2 +S−

1 S
+
2 ). Si les spins 1 et 2 sont à la même fréquence de résonance il peut

se produire un flip-flop représenté par l’interaction XX+YY. Les composantes transverses
des spins 1 et 2 peuvent échanger leur état de spin spontanément :

⟨−+|Hsec
dip |+−⟩ ≠ 0 (3.50)

Le flip-flop est un mécanisme de décohérence et intervient de manière directe (direct
flip-flop) ou de manière indirecte à travers la diffusion spectrale (voir figure 3.7).
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3.7.2. Interaction d’échange

3.7.2 Interaction d’échange

Nous présentons ici l’interaction d’échange dont le couplage J rend compte de l’in-
teraction mutuelle entre les spins électroniques. Cette interaction est d’origine purement
électrostatique et intervient lorsque le recouvrement des fonctions d’ondes électroniques
est significatif. L’équation de Schrödinger stationnaire pour des deux électrons aux posi-
tions r1 et r2 autour de deux protons aux positions fixées R1 et R2 (modèle de la molécule
H2) permet d’illustrer ce phénomène. Les électrons sont placés dans un potentiel électro-
statique total V (r1, r2).[

− ℏ2

2m
(∇2

1 +∇2
2) + V (r1, r2)

]
ψ(r1, r2) = Eψ(r1, r2) (3.51)

Malgré que l’équation de Schrodinger orbitale stationnaire (3.51) est totalement indépen-
dante des spins le principe d’exclusion de Pauli peut mener à des effets magnétiques. Ce
principe exige que la fonction d’onde totale Ψ change de signe en changeant simultané-
ment les coordonnées de spins et les coordonnées spatiales. La fonction d’onde totale est
le produit de la partie orbitale et de spin. L’équation orbitale (3.51) donne une solution
symétrique d’énergie Es c’est à dire qui ne change pas signe en échangeant r1 et r2 et
une solution antisymétrique d’énergie Et dont le signe change en échangeant r1 et r2. Par
conséquent la solution symétrique est compatible avec un spin total S = 0 (singulet) et la
solution antisymétrique avec un triplet S = 1.

Etat S Sz
1√
2
|↑↓⟩ − |↓↑⟩ 0 0

|↓↓⟩ 1 -1
1√
2
|↑↓⟩+ |↓↑⟩ 1 0

|↑↑⟩ 1 +1

La différence d’énergie entre l’état singulet et l’état triplet donne directement le cou-
plage d’échange J = Et−Es et peut être calculée en considérant seulement les interactions
électrostatiques [88]. Lorsque J > 0 on parle d’échange antiferromagnétique l’état singu-
let est celui de plus basse énergie alors que pour J < 0 l’échange est ferromagnétique
et l’état triplet est celui de plus basse énergie. En rédéfinissant l’origine des énergies on
peut modéliser cette interaction par l’hamiltonien de Heisenberg (3.52) où J est isotrope.
Typiquement dans les solides on observe de l’échange entre deux spins si ils sont séparés
de moins de 1.5 nm.

Hex = JS1S2 (3.52)

La partie anisotrope de J causée par le couplage spin-orbite peut être généralement
négligée dans les systèmes organiques.

3.7.3 Interaction hyperfine

L’interaction entre les spins électroniques et les spins nucléaires est décrite par l’ha-
miltonien d’interaction hyperfine (3.53). Le tenseur de couplage hyperfin Ã est composé
d’une partie isotrope aiso et une partie anisotrope représentée par le tenseur T̃ . La par-
tie isotrope de Ã est aussi appelée l’interaction Fermi-contact, elle dépend directement
de la densité de probabilité de l’électron à la position du noyau. Le tenseur T̃ modélise
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3.7.4. Diffusion instantanée

l’interaction dipôlaire entre le spin électronique et le spin nucléaire de manière analogue
à l’interaction dipôlaire électron-électron. Notons que T̃ est un tenseur symétrique et de
trace nulle.

HHF = SÃI = aisoS.I + ST̃ I (3.53)

Dans un spectre RPE l’interaction hyperfine avec un noyau de spin non nul se manifeste
par un éclatement des raies en 2I+1 raies (hyperfine splitting).

3.7.4 Diffusion instantanée

Le temps de cohérence est généralement mesuré par la décroissance de l’écho de Hahn
décrit dans la sous partie 3.8.2. En réalité le temps T2 mesuré par cette méthode est rac-
courci par le phénomène de diffusion instantanée. Après le premier pulse π/2 le système
évolue dans un champ local créé par l’ensemble des spins excités. Durant le pulse de refo-
calisation on inverse tous les spins quasi instantanément. Par conséquent le champ local
ressenti par chaque spin est brusquement modifié. Cela induit un déphasage qui raccourcit
le temps de cohérence mesuré. Ce mécanisme de décohérence est qualifié d’instantané car
il ne provient pas de l’évolution libre des spins mais des flips des spins pendant le pulse
de refocalisation (voir figure 3.7).

πΓID =
πµ0g

2µ2
B

9
√
3ℏ

C (3.54)

1/T2 = πΓ0,ID + πΓID < sin2(θ2/2) >f (3.55)

La décroissance de l’écho de Hahn a été calculée analytiquement [94] en considérant
les interactions dipôle-dipôle ZZ pendant les pulses micro-ondes. Les équations (3.54) et
(3.55) montrent que cette diffusion dépend directement de la concentration en spins totale
C. La fonction (3.56) permet de prendre en compte différents paramètres expérimentaux
comme la puissance micro-onde ou le profil de la raie RPE f(∆) notamment sa largeur
de raie Γ.

< sin2(θ2/2) >f=

∫ +∞

−∞

ν2R
ν2R + δ2

sin2(
t2
2

√
δ2 + ν2R)f(δ +∆)dδ (3.56)

Nous pouvons distinguer deux cas limite dans le calcul de (3.56) :
— νR » Γ la raie f(∆) est entièrement excitée. La fonction < sin2(θ2/2) >f tend alors

vers sin2(θ2/2). Ce cas est fréquemment rencontré dans les cristaux dopés par des
ions magnétiques [80].

— νR « Γ une faible portion de la raie est excitée, on peut simplifier l’équation (3.56)
en < sin2(θ2/2) >f≃ f(∆)

∫ +∞
−∞

ν2R
ν2R+δ2

sin2( t2
2

√
δ2 + ν2R)dδ [95]

3.7.5 Diffusion spectrale

Les spins résonants A et les spins non résonants B sont couplés par une interaction
dipôlaire suivant z, l’axe de quantification. Or, les spins B peuvent changer d’état par un
flip (ZZ) ou un flip-flop (XX+YY). Ces changements d’états créent un bruit magnétique et
perturbent le champ magnétique local ressenti par les spins A amenant au déphasage des
spins A. La diffusion spectrale a été observée pour la première fois dans les années 60 par
Mims [96]. Mims, Portis, Klauder et Anderson établissent les premiers modèles [97; 96; 98].
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3.7.5. Diffusion spectrale

XX + YY

$T_{1b}$

𝜃2 = 𝜋 , ν𝑅 ≫ Г 𝜃2 ≠ 𝜋 or ν𝑅 ≪ Г
(a) (b)

Relaxation
Spin-flip

Instantaneous diffusion
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Excited electronic spins A 

Other electronic spins B 
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Figure 3.7 – Schémas représentant les quatres mécanismes de décohérence principaux :
la relaxation, le flip-flop direct, la diffusion spectrale et la diffusion instantanée. La li-
mite ultime du temps de cohérence est donnée par le double du temps de relaxation T1.
Tous les autres mécanismes de décohérence ont pour origine l’interaction dipôlaire. Les
spins interagissent entre eux via leur composante longitudinale (interaction ZZ) ou via
leur composante transversale (interaction XX + YY). La diffusion instantanée intervient
durant un pulse de refocalisation, on crée un déphasage en inversant brutalement le champ
magnétique local. Ce déphasage est proportionnel à la quantité de spins inversés (a) si le
pulse est à haute puissance tous les spins flippent, le déphasage est maximal (b) à faible
puissance une partie des spins seulement a flippé, le déphasage est réduit.
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3.8. La RPE impulsionnelle

Hu et Hartmann unifient les différentes théories en créant le modèle uncorrelated sudden-
jump [99]. Le modèle uncorrelated sudden-jump est basé sur les hypothèses suivantes :

— Les spins sont répartis aléatoirement
— Les spins excités A n’interagissent pas entre eux
— Les spins B et C "flippent" spontanément avec un taux de relaxation R, cela

perturbe le champ magnétique local des spins A
— Les spins sont considérés comme des spins 1/2

Ce modèle est assez efficace pour décrire la diffusion spectrale lorsqu’elle provient majo-
ritairement des flips des spins B. Cependant ce modèle doit être corrigé si on souhaite
prendre en compte le taux de flip-flop ou des spins B de nature différente. La diffusion
spectrale est visible à travers la décroissance de l’écho de Hahn et de l’écho stimulé. A
partir des hypothèses du modèle uncorrelated sudden-jump, Bai et Fayer calculent analy-
tiquement la décroissance de ces échos dans un bain de spins B avec un taux de relaxation
R [100].

V2p(τ) = V0 exp

(
−2πτΓ0,SD − π

ΓSD

2
Rτ 2

)
(3.57)

V3p(TW , τ) = V0 exp (−TW/T1) exp
(
−2πτ

[
Γ0,SD +

ΓSD

2

(
Rτ + 1− e−RTW

)])
(3.58)

Γ0,SD est la largeur de raie en l’absence de diffusion spectrale mais inclut d’autres mé-
canismes de décohérence comme la diffusion instantanée. La largeur de raie de diffusion
spectrale ΓSD peut être calculée à partir de la largeur dipolaire Γd−d par l’équation (3.59) :

ΓSD = Γd−dsech
2

(
gµBB0

2kBT

)
(3.59)

πΓd−d =
2πµ0µ

2
Bg

2

9
√
3ℏ

(3.60)

Si il existe plusieurs contributions à la diffusion spectrale, par exemple plusieurs sites des
spins ou des spins nucléaires, le déphasage total engendré par la diffusion spectrale est
Γϕ,tot =

∑
i
ΓSD,iRi

2
.

3.8 La RPE impulsionnelle
La résonance paramagnétique en régime pulsé permet d’observer l’évolution de l’ai-

mantation avant la relaxation des spins. Pour cela on se place à champ et fréquence fixés
et on va mettre l’aimantation de notre système hors équilibre par des impulsions de durée
tp. Nous avons vu dans la partie 3.1 que les spins précessent autour du champ statique H0

à la vitesse angulaire ω0 appelée pulsation de Larmor. Pour s’affranchir du mouvement de
précession et simplifier le mouvement de l’aimantation on change de référentiel. On passe
du référentiel du laboratoire à un référentiel tournant tournant à la vitesse angulaire ω
ou rotating frame (RF) par une transformation unitaire Û = eiωSzt. Cette transformation
est détaillée en annexe B.1. On obtient alors l’hamiltonien indépendant du temps (3.62)
où ∆ = gµB(H0-H)/ℏ est le detuning en champ et hmw est le champ micro-onde appliqué
suivant x. Lorsque ∆ = 0 notre système est parfaitement à la résonance.

HLab = ω0Sz +
gµBhmw

ℏ
Sx cosωt (3.61)
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3.8. La RPE impulsionnelle

HRF = ∆Sz +
gµBhmw

2ℏ
Sx (3.62)

L’évolution de l’aimantation est donnée par l’opérateur unitaire Û(t) = e−iHRF t. Par
conséquent si notre système est parfaitement à la résonance (∆ = 0), U(t) revient à
faire une rotation d’un angle θ autour de l’axe x donnée par la relation (3.63). L’équation
(3.63) est le produit entre le champ micro-onde hmw et la durée de l’impulsion tp. Le champ
micro-onde au carré h2mw est proportionnel à la puissance de l’onde électromagnétique.
Pour tourner l’aimantation d’un angle θ quelconque on peut soit faire un pulse très court
à grande puissance (hard pulse : gµBhmw/ℏ » ∆) soit un long pulse à faible puissance (soft
pulse : gµBhmw/ℏ « ∆). Bien que l’angle θ soit identique, un hard pulse excite entièrement
les spins alors qu’un soft pulse ne va exciter qu’une portion de la raie RPE. La raison est
qu’en augmentant la durée d’un pulse (espace temporel) on réduit la largeur d’excitation
du pulse (espace fréquentielle).

θ =
gµBhmw

2ℏ
tp (3.63)

L’angle θ est un paramètre important dans les séquences de RPE pulsée, généralement
on utilise des pulses θ = π/2 ou π. Une impulsion π/2 aussi appelée pulse de saturation
permet de basculer l’ensemble des spins dans le plan transverse, on dit alors que le système
est saturé car les populations de spins sont identiques sur les deux niveaux d’énergies (voir
figure 3.8). Une impulsion π inverse les populations de spin entre les deux niveaux, la
composante Mz à l’équilibre thermique est M0 et après un pulse d’inversion Mz = −M0.

𝑀!
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M
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x

Equilibre thermique Impulsion 𝞹/2 ou de saturation Impulsion 𝞹 ou d’inversion

M

Figure 3.8 – Représentation de l’aimantation d’un ensemble de spin 1/2 dans le réfé-
rentiel tournant.

Après une impulsion quelconque l’aimantation est hors équilibre alors la composante
Mz (parallèle au champ statique H0) revient à l’équilibre suivant le temps de relaxation
longitudinal T1. Les composantes transverses de l’aimantation décroissent suivant le temps
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3.8.1. Free Induction Decay (FID)

de relaxation T2 appelé temps de cohérence. Les origines de ces temps de relaxation sont
abordées avec précision dans les parties 3.6 et 3.7.

Dans la suite nous présentons quelques séquences d’impulsions que nous avons simulées
en langage Python dans un but pédagogique. Ces simulations permettent de calculer
l’évolution de l’aimantation pendant et après une séquence d’impulsions. Nous avons
utilisé le formalisme de l’opérateur densité dans l’espace de Liouville [101; 102] afin de
prendre en compte les temps de relaxation. Les programmes en langage Python sont
également mis à disposition en annexe B.2.

3.8.1 Free Induction Decay (FID)

Lorsqu’on applique un pulse π/2, aussi appelé pulse de saturation, l’aimantation de
notre système dans le plan transverse (xy) est hors équilibre. On appelle mouvement de
précession libre ou Free Induction Decay (FID) le retour à l’équilibre de la composante
transverse de l’aimantation Mx ou My. Dans le référentiel tournant cette décroissance est
une loi exponentielle (3.64) avec un temps caractéristique T2*.

Mx(t) =M0e
−t/T2∗ (3.64)

Le temps T2* est directement lié à la largeur de raie RPE Γ par Γ = 2
πT2∗ . Si la raie

est parfaitement homogène alors T2* = T2 le temps de relaxation spin-spin. Dans le cas
contraire T2* < T2 à cause de l’inhomogénéité de la raie. Les spins précessent alors à des
fréquences différentes et le paquet de spin se défocalise comme représenté sur la figure 3.9.

𝜋

2

𝑇2

𝑇2
∗

Figure 3.9 – Séquence générant une FID et réprésentation de l’aimantation dans la
sphère de Bloch après le pulse π/2

Dans la réalité le pulse π/2 n’excite pas nécessairement l’ensemble des spins composant
la raie. La figure 3.10 montre l’effet d’un pulse sélectif sur la forme de la FID et largeur de
effectivement excitée. Un pulse court et de grande puissance (soft pulse) excite entièrement
la raie de largeur Γ = 2.5 MHz et la FID décroît sur T2* = 130 ns. Un pulse long et de
faible puissance est qualifié de pulse sélectif, l’aimantation My (t) résultante est composée
de plusieurs FID dont une correspondante à la portion de raie excitée.
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3.8.2. Echo de Hahn (2 pulses)
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Figure 3.10 – (a) Evolution de l’aimantation suivant l’axe y pour un pulse π/2 de 1 ns
et 256 ns .(b) Partie réelle de la transformée de Fourier de My(t) pour un pulse π/2 de
1 ns et 256 ns, dans les deux cas nous avons considéré une raie RPE de demi largeur à
mi-hauteur Γ = 2.5 MHz.

3.8.2 Echo de Hahn (2 pulses)

Dans la plupart des systèmes étudiés en RPE pulsée les FID sont très courtes et sont
masquées par le "temps mort" de 80 ns. En 1950, Hahn découvre que les paquets de spins
constituant une raie inhomogène peuvent être refocalisés en ajoutant une seconde impul-
sion après un pulse π/2 et ainsi générer un écho de spin [103]. En 1958 Blume observe le
premier écho de spin électronique en utilisant la méthode Hahn [104]. On appelle main-
tenant écho de Hahn le signal observé en faisant la séquence π/2-τ -π-τ . La refocalisation
complète a lieu à 2τ i.e le maximum de l’écho de spin. Cette séquence est utilisée soit pour
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3.8.3. Nutation ou oscillations de Rabi

créer un écho qui servira de sonde soit pour mesurer le temps de cohérence en supprimant
l’effet de l’inhomogénéité de la raie. L’écho de Hahn décroît exponentiellement (3.65) en
incrémentant le temps τ en l’absence de phénomène de diffusion.

Mx(2τ) =M0e
−2τ/T2 (3.65)

La figure 3.12 montre que la durée des pulses joue un rôle sur la largeur et la forme
de l’écho de Hahn. En effet l’écho est un signal temporel lié à la largeur d’excitation de la
raie par une transformation de Fourier, ainsi plus le pulse est sélectif plus l’écho s’élargit.

(1) (2) (3) (4)

𝜋

2

(1)

𝜋

(2) (3) (4)

τ τ

Figure 3.11 – Séquence de l’écho de Hahn et évolution de l’aimantation dans la sphère
de Bloch durant la séquence.

3.8.3 Nutation ou oscillations de Rabi

En 1938 Isidor Rabi observe pour la première fois une oscillation entre deux niveaux
d’énergie en réalisant une expérience de résonance magnétique sur un jet atomique [105].
Il identifie cette oscillation comme la solution de l’équation de Schrödinger dépendante
du temps pour un système à deux niveaux. On peut observer cette oscillation de manière
collective par la nutation, c’est à dire en inversant des populations de spins de manière
cohérente. La première observation de nutation en résonance magnétique remonte à 1949
lorsque Torrey mesura directement l’oscillation d’une FID sur un système de spins nu-
cléaires [106]. Pour observer cela il suffit d’appliquer seulement un pulse long P(t) suivant
l’axe x et mesurer Sy(t) par la FID ou Sz(t) en générant un écho de spin. Dans le référen-
tiel tournant l’évolution du système est décrite par (3.62) et pour un spin 1/2 on montre
directement la relation (3.66).L’aimantation va tourner autour de l’axe x à une vitesse
ωR appelée pulsation de Rabi, elle est proportionnelle au champ micro-onde hmw. ΓR est
appelé amortissement de Rabi, il dépend du temps de cohérence T2 et de l’inhomogénéité
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3.8.4. Echo stimulé (3 pulses)
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Figure 3.12 – Echo de Hahn à t = 2τ suivant y pour un hard pulse et un soft pulse.

du champ micro-onde principalement.

ωR =
gµBhmw

ℏ
(3.66)

Mz(t) =M0e
−ΓRt cos (2πνRt) (3.67)

La figure 3.13 montre l’évolution de l’aimantation dans la sphère de Bloch pendant le
long P(t). Le paquet de spins tourne autour de l’axe x dans le référentiel tournant et se
défocalise également durant le pulse en raison de l’inhomogénéité du champ magnétique.
Avec la FID ou l’écho de spin on mesure respectivement la projection suivant y ou z
qui est une oscillation amortie à la pulsation ωR. Nous avons simulé l’effet de l’inhomogé-
néité du champ micro-onde sur l’amortissement des oscillations, les résultats sont montrés
sur la figure 3.14. En l’absence d’inhomogénéité (figure 3.14.(a)) les oscillations de Rabi
s’amortissent suivant le temps de cohérence T2 alors qu’avec une inhomogénéité de 10 %
sur le champ micro-onde hmw (figure 3.14.(b)) elles s’amortissent bien plus rapidement.
La nutation est une mesure très utile à réaliser de manière générale car le premier P(t)
est sélectif en fréquence de résonance. On peut ainsi discriminer des espèces avec des dy-
namiques différentes dans une raie RPE étudiée. Nous avons présenté ici la séquence la
plus élémentaire pour générer des oscillations de Rabi. Mais il existe d’autres méthodes
plus élaborées comme la séquence PEANUT (Phase inverted echo-amplitude detected
nutation) qui permet de limiter l’effet de l’inhomogénéité du champ micro-onde grâce à
l’utilisation d’un écho rotatoire [101; 107].

3.8.4 Echo stimulé (3 pulses)

Les échos stimulés apparaissent dans de nombreuses séquences en RPE pulsée mais
nous nous limiterons ici à la séquence la plus basique constituée de trois pulses π/2. En
1950 Hahn montre qu’après la séquence π/2-τ -π/2 on peut générer plusieurs autres échos
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P(t)

Figure 3.13 – Représentation de l’aimantation dans la sphère de Bloch durant un pulse
de durée P(t). La flèche noire représente la rotation autour de l’axe x.

dont un écho dit stimulé [103] en appliquant un troisième pulse π/2. Au total cinq échos
peuvent être créés avec cette séquence : trois échos primaires PE12, PE23 et PE13, un
écho refocalisé RE et un écho stimulé SE. Afin de comprendre la formation de tous ces
échos nous abordons la notion de chemin de transfert de cohérence.

Chemin de transfert de cohérence :
Pour un spin 1/2 il existe trois états de cohérence possibles p = {-1,0,1}. Les spins dans
la direction du champ magnétique z sont dans l’état de cohérence p = 0, la composante
longitudinale de l’aimantation. Les deux états de cohérence p = ± 1 sont formés par les
composantes tranverses de l’aimantation, on choisit de mesurer l’état de cohérence p = -1
correspondant à la projection suivant Sy. Une impulsion π/2 fait passer l’état de cohérence
de p = 0 à p = ± 1 ou de p = ± 1 à p = 0 et une impulsion π permet de changer l’état
de cohérence p en -p. Un chemin de cohérence produit aux conditions suivantes : p = 0 à
l’équilibre thermique, |p| = 1 lors de la détection et p doit avoir un signe opposé entre les
périodes de défocalisation et refocalisation. En résumé pour un spin 1/2, les chemins de
transfert de cohérence donnent ∆p = ± 1.

La figure 3.15 montrent les 5 chemins de cohérence donnant lieu à des échos, ils vé-
rifient tous les conditions évoquées précédemment. Chaque paire de pulse π/2 génère un
écho primaire ou écho de Hahn, les couples de pulses (P1,P2), (P2,P3) et (P1,P3) forment
respectivement PE12 à 2τ , PE23 à 2TW + τ et PE13 à 2TW + 2τ . Dans cette séquence,
les échos primaires ne présentent pas d’avantage particulier. Le premier PE12 n’est pas
exploitable car il se forme généralement entre le deuxième et le troisième pulse, et PE23
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Figure 3.14 – Evolution de l’aimantation durant un pulse de nutation sans (a) et avec
(b) une inhomogénéité de champ micro-onde hmw // x.

et PE13 décroît suivant le temps de cohérence T2. Sur la figure 3.16 nous avons calculé
l’évolution de la composante <Sy (t)> de l’aimantation dans le cas de pulses sélectifs
(en orange) et non sélectifs (en bleu). Dans le cas de pulses sélectifs (soft pulse) tous les
échos apparaissent alors pour des pulses non sélectifs (hard pulse) l’écho primaire PE23

disparaît. Ce résultat est prévisible en examinant avec attention son chemin de cohérence
(figure 3.15). Pour former cet écho il est nécessaire qu’une partie des spins soit dans l’état
de cohérence p = 0 avant le deuxième pulse π/2, or cette condition ne peut être respectée
dans le cas de pulse non sélectif.

Expérimentalement, on peut sélectionner uniquement l’écho stimulé en réalisant un
cyclage de phase. Cela consiste à répéter plusieurs fois une séquence en changeant la
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Figure 3.15 – Chemin de transfert de cohérence des 5 échos générés par la séquence
π/2-τ -π/2-TW -π/2
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Figure 3.16 – Echos de spin générés par la séquence π/2-τ -π/2-TW -τ pour des hard
pulses (bleu) et soft pulses (orange) pour τ = 1120 ns et TW = 3300 ns. Dans l’ordre :
écho stimulé (SE) à 2τ +TW , écho refocalisé (RE) à 2TW et deux échos primaires PE23 à
2TW + τ et PE13 à 2TW +2τ . Le premier écho primaire PE12 n’est pas montré, il apparaît
entre le deuxième et troisième pulse.

phase de certains pulses, les signaux mesurés après chaque séquence sont sommés et le
résultat donne le ou les seuls échos souhaités. Le tableau 3.1 indique le cyclage de phase
à utiliser pour sélectionner l’écho stimulé dans la séquence π/2-τ -π/2-TW -π/2. Ce cyclage
est relativement simple mais lorsque les séquences deviennent plus complexes il devient

67



3.8.5. Découplage dynamique

nécessaire d’utiliser les chemins de cohérence pour savoir quel cyclage de phase adopter
[108].

P1(π/2) P2(π/2) P3(π/2) detection
x x x y
-x x x -y
x -x x -y
-x -x x y

Table 3.1 – Cyclage de phase utilisé pour sélectionner l’écho stimulé dans la séquence
π/2-τ -π/2-TW -π/2

Parallèlement, il est possible de sélectionner les chemins de cohérence par le calcul en
projetant la matrice densité sur un état de cohérence souhaité. Nous avons employé cette
méthode pour sélectionner le chemin de cohérence de l’écho stimulé, l’évolution de l’ai-
mantation dans la sphère de Bloch est présentée sur la figure 3.17. Après le premier pulse
π/2 l’aimantation est basculée dans le plan transverse, le paquet de spins se défocalisent
suivant le temps T ∗

2 , cela génère une FID. Les spins restent dans l’état de cohérence p =
1 pendant une durée τ puis un second pulse π/2 est appliqué. L’ensemble des spins se
trouve alors dans le plan (yz) dont nous ne gardons que la composante z (p = 0). Pendant
le temps TW la composante z de l’aimantation revient à l’équilibre en un temps T1. Un
troisième pulse π/2 place les spins dans le plan transverse et les paquets de spins +y et -y
commencent à se défocaliser. Le paquet de spin suivant +y (p = -1) se défocalisent plus
rapidement que les spins du paquet +y si bien qu’au bout d’un temps τ l’ensemble des
spins se refocalisent. Finalement l’écho stimulé est créé à t = 2τ + TW .

On utilise souvent l’écho stimulé en mesurant sa décroissance en fonction du temps
TW . Cette dernière présente l’avantage de ne pas être limitée par le temps de cohérence
mais par le temps de relaxation spin-réseau T1. Cependant entre le premier et le deuxième
pulse le système évolue librement pendant le temps τ et subit des déphasages engendrés
par des interactions etre spins électroniques et avec des spins nucléaires environants. Ceci
perturbe la décroissance de l’écho stimulé. Ce défaut est parfois intéressant car l’écho
stimulé peut servir à faire de la spectroscopie hyperfine ESEEM ou à étudier la diffusion
de spin (voir partie 3.7.5).

3.8.5 Découplage dynamique

La valeur du temps de cohérence T2 est très dépendante de la méthode de mesure à
cause notamment à cause des phénomènes de diffusion de spin. Il arrive fréquemment que
le T2 mesuré par la séquence de Hahn soit affecté par la diffusion spectrale. On utilise
des séquences de découplage dynamique pour limiter son impact. Les premières séquences
de découplage dynamique et les plus connues sont les séquences Carr-Purcell (CP) [109]
et Carr-Purcell-Meiboom-Gill (CPMG) [110]. L’idée derrière le découplage dynamique
est de raccourcir la durée 2τ pendant laquelle le système évolue librement et va donc
accumuler un déphasage causé par la diffusion spectrale. Pour cela on va refocaliser un
grand nombre de fois le paquet de spins par des pulses π au lieu d’augmenter le temps τ .
La figure 3.18 décrit la séquence de découplage dynamique CPMG. Historiquement Carr
et Purcell ont développé la première séquence de découplage dynamique (CP) constitué
d’un premier pulse π/2 suivant l’axe x, une durée τ et ensuite un grand nombre de pulses
π aussi suivant x et espacés par 2τ . Cette séquence permettait bien de limiter les effets
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Figure 3.17 – Description de la séquence π/2-τ -π/2-TW -π/2 permettant de générer un
écho stimulé noté SE. Par souci de clarté nous avons représenté uniquement les paquets de
spins participant à la formation de l’écho stimulé en sélectionnant ce chemin de transfert
de cohérence. (1) Après un pulse π/2 suivant l’axe x l’aimantation est basculée dans le plan
transverse. (2) Les spins se défocalisent si on attend un temps τ > T ∗

2 . (3) Un second pulse
π/2 a été appliqué suivant l’axe x, les spins sont basculés dans le plan (yz). (4) Pendant
le temps TW les spins perdent leur cohérence en un temps T2 et seul la composante suivant
z est conservée, elle revient à l’équilibre en un temps T1. (5) A TW + τ le troisième pulse
π/2 est appliqué suivant l’axe x, la composante z est basculée dans le plan transverse.
(6,7) Les deux paquets de spins suivant +y et -y se défocalisent dans des sens opposés,
cependant les spins -y se déplacent plus rapidement que les spins +y dans le référentiel
tournant car ils précessent à des fréquences plus éloignés de ω0. (8) Les spins -y finissent
rattraper les spins +y si bien qu’à TW + 2τ tous les spins se refocalisent pour former
l’écho stimulé.

de la diffusion spectrale mais avait l’inconvénient d’être très sensible aux erreurs sur les
pulses. En 1958 Meiboom et Gill résolvent ce problème en remarquant que lorsque les
pulses π sont déphasés de π/2 par rapport au premier pulse les erreurs sont compensées
et le temps de cohérence mesuré est plus long. Il existe maintenant un grand nombre de
séquences de découplage dynamique bien plus complexes et performantes. On peut citer
par exemple les séquences XY-n, UDDn, CDDn [111].

3.8.6 Mesure de T1
Nous présentons ici les trois séquences les plus couramment utilisées et les plus efficaces

pour mesurer le temps de relaxation longitudinale T1. A l’équilibre thermodynamique la
composante de l’aimantation suivant z Mz(0) =M0. En plaçant le système hors équilibre
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Figure 3.18 – Séquence Carr-Purcell-Meiboom-Gill (CPMG)

par un pulse de saturation ou d’inversion par exemple l’aimantation Mz(t) retourne à
sa valeur d’équilibre suivant le temps T1. L’équation (3.68) décrit le retour à l’équilibre
exponentiel de Mz(t) dans un cas idéal où il n’apparaît de phénomènes de diffusion et le
système est parfaitement à l’équilibre avec un thermostat (voir 3.6).

Mz(t) =M0(1− 2e−t/T1) (3.68)

La séquence la plus répandue est inversion recovery ou inversion-récupération, elle
consiste à inverser les populations de spin avec un pulse π, on attend un temps T et
ensuite mesurer la composante Mz(t) en générant soit une FID soit un écho. On répète
la séquence en incrémentant le temps T afin d’observer le retour à l’équilibre. La valeur
initiale de T doit être choisie plus grande que le temps de cohérence pour détruire les
composantes transverse de l’aimantation. Outre sa simplicité, cette séquence a l’avantage
d’être celle qui donne le meilleur rapport signal/bruit pour la mesure de T1.

La séquence inversion recovery a cependant des inconvénients. Dans le cas où la largeur
d’excitation du pulse d’inversion est plus petite que la largeur de raie RPE les populations
de spin ne sont pas totalement inversées. Dans ces conditions la diffusion de spin peut
affecter le retour à l’équilibre et la valeur du T1 [112; 101]. Pour palier à ce type de
problèmes on utilise une autre méthode appelée saturation recovery dans laquelle on vient
saturer les populations de spins au lieu de les inverser. La saturation peut s’effectuer par
un long pulse ou par les répétitions de pulse π à l’issue desquels l’aimantation Mz est
nulle. En incrémentant le temps T et en mesurant la composante Mz par un FID ou
un écho (voir figure 3.19.(b) et 3.19.(c)), on observe le retour à l’équilibre suivant T1.
La décroissance de l’écho stimulé permet également de mesurer le T1 cependant cette
méthode est très sensible à la diffusion spectrale, c’est pourquoi on l’emploie rarement
pour mesurer le temps de relaxation T1.
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Figure 3.19 – (a) Séquence inversion recovery, on inverse les populations de spins par
un pulse π, on attend un temps T et on génère un écho de spin. (b) Séquence saturation
recovery, on sature les populations de spins par un long pulse de durée P(t), on attend T
et on génère un écho de spin. (c) Séquence picket fence, on sature les populations de spin
en répétant rapidement des pulses π. Dans les trois cas on incrémente le temps T pour
mesurer le retour à l’équilibre de l’aimantation qui donne accès au T1
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3.9 Conclusion
Dans ce chapitre nous avons abordé la théorie de la résonance paramagnétique sous

différents aspects. D’un point de vue classique tout d’abord avec la précession de Larmor
puis de manière quantique à travers l’effet Zeeman. Nous avons également vu comment
les interactions entre les spins et leur environnement influencent les spectres RPE. Nous
avons discuté en détails du régime transitoire de la RPE en présentant quelques séquences
d’impulsions les plus courantes. Des simulations ont été réalisées en utilisant le formalisme
de l’opérateur densité afin de calculer l’évolution de l’aimantation pendant les séquences
de RPE. Ces simulations nous ont permis notamment d’expliquer les notions de base de la
RPE pulsée comme la formation de FID ou des échos de spin. Le régime impulsionnel de
la RPE donne accès à une multitude d’informations : temps de la relaxation T1, environ-
nement nucléaire, concentrations en spins électroniques, ... Les explications détaillées sur
la RPE vont nous permettre de mieux comprendre les résultats présentés dans le chapitre
5 et 6 qui portent respectivement sur l’étude de la transition de spin-Peierls et sur la
relaxation et la décohérence des défauts dans les chaînes de spins (o-DMTTF2X.
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4.1. Présentation générale d’un spectromètre en bande X

Ce chapitre a pour but de présenter l’instrumentation utilisée pendant la thèse : les
spectromètres à résonance paramagnétique électronique. Le spectromètre RPE en onde
continue a été utilisé afin de mesurer les différentes caractéristiques de composés à chaînes
de spins (o-DMTTF)2X comme le couplage d’échange, le facteur g... Quant aux spectro-
mètres RPE en onde pulsée nous les avons utilisés pour étudier la dynamique des défauts
fortement corrélés, c’est à dire la relaxation et les sources de décohérence. Nous avons
réalisé les mesures en onde continue sur le spectromètre Bruker EMX qui se trouve à
l’Institut Matériaux Microélectronique Nanosciences de Provence. Les mesures en régime
impulsionnel ont été effectuées sur deux spectromètres commerciaux Bruker ELEXSYS
E580, l’un est situé au laboratoire de Bioénergétique et Ingénierie des protéines (BIP)
de Marseille et l’autre est situé au laboratoire de Spectroscopie pour les Interactions la
Réactivité et l’Environnement (LASIRE) à Lille.

4.1 Présentation générale d’un spectromètre en bande
X

Figure 4.1 – Spectromètre RPE en bande X

La majorité des spectromètres RPE sont composés des éléments suivants : une source
micro-onde, un guide d’onde, une cavité résonante, un électro-aimant et enfin un système
de détection. Le spectromètre Bruker EMX fonctionne à fréquence fixe située entre 9.4
GHz et 10 GHz et le champ magnétique H0 peut être balayé de -1.2 T à 1.2 T grâce aux
bobines. Sur ce type de spectromètre on utilise une cavité résonante afin d’augmenter la
sensibilité des mesures magnétiques. La figure 4.2 montre la géométrie de cavité résonante
que nous avons utilisée sur le spectromètre en bande X. Ses dimensions sont de l’ordre de
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4.1. Présentation générale d’un spectromètre en bande X

la longueur d’onde de l’onde électromagnétique (∼ cm). La cavité que nous avons utilisée
possède un mode stationnaire noté TE102 dont la fréquence de résonance est 9.4 GHz.
Au centre de la cavité la composante magnétique de l’onde est maximale alors que la
composante électrique est nulle.

Figure 4.2 – Cavité rectangulaire en bande X. Sur la figure de gauche les flèches repré-
sentent les lignes de champ magnétique. Sur la figure de droite les flèches représentent le
champ électrique.

Comme le montre la figure 4.3 la cavité résonante et le guide d’onde sont couplés par
l’intermédiaire d’un iris qui joue le rôle d’adaptateur d’impédance. Le couplage est dit
critique lorsque la cavité ne réfléchit plus du tout l’onde électromagnétique et une onde
stationnaire est alors excitée. Sur le spectromètre que nous avons utilisé en bande X le
couplage est assuré par un moteur ce qui permet un réglage très fin.

A la résonance de la cavité aucune micro-onde n’est réfléchie, l’énergie est donc emma-
gasinée par la cavité. La cavité est caractérisée par son facteur de qualité Q. Il correspond
à l’efficacité de la cavité à stocker l’énergie électromagnétique. Plus le facteur de qualité
est élevé plus la sensibilité du spectromètre est élevée. Le facteur de qualité s’exprime par
la relation :

Q =
Energie absorbée par la cavité

Energie dissipée par cycle
=
νres
∆ν

(4.1)

Dans cette équation l’énergie dissipée par cycle correspond à l’énergie perdue lors
d’une période de l’onde électromagnétique. L’énergie est principalement perdue à cause
des parois de la cavité dans lesquelles les micro-ondes générent des courants électriques
et se dissipent sous forme de chaleur.

La cavité résonante peut être assimilée à un circuit RLC et dont la fréquence de
résonance est définie par la relation suivante :

ωres =
1√
L0C

(4.2)

où R est la résistance, C est la capacité et L0 est l’impédance. Lorsque la cavité est à vide
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Figure 4.3 – Schéma de couplage entre le guide d’onde et la cavité.

son impédance vaut (4.3) :

Z(ω) = R + jL0ω − j
1

Cω
= R + jL0

(
ω2 − ω2

res

ω

)
(4.3)

Lorsque on place un échantillon au centre de la cavité et qu’on se trouve à la résonance ω =
ωres il va absorber de l’énergie. La résonance de l’échantillon de susceptibilité magnétique
χ = χ′ − jχ′′ a pour effet de modifier l’impédance du circuit RLC qui devient :

Z(ω) = R + jL0ω4πηχ
′ + jL0

(
ω2 − ω2

res

ω

)
(4.4)

Le terme η représente le taux de remplissage de l’échantillon. En remplaçant χ dans
l’expression (4.4) il vient :

Z(ω) = R + j

[
L0ω4πηχ

′ + L0

(
ω2 − ω2

res

ω

)]
+ L0ω4πηχ

′′ (4.5)

L’équation (4.5) donne l’impédance totale du système cavité + échantillon. A la réso-
nance la présence de l’échantillon ajoute un terme proportionnel à χ′′ à l’impédance de la
cavité et décale la fréquence de résonance de la cavité par un terme proportionnel à χ′.
Ce décalage en fréquence de résonance engendre un déphasage ϕ dans le signal mesuré
par rapport au signal de référence défini grâce au bras de référence. Le signal mesuré est
alors la somme d’un signal d’absortion en phase χ′′(ω) et d’un signal de dispersion en
déphasage χ′(ω). Afin de mesurer uniquement le signal d’absorption il existe un système
d’asservissement de la fréquence de la source micro-onde appelé Automatic Frequency
Control (AFC). Ce dispositif permet de corriger la fréquence pendant la mesure.

La mesure du signal RPE est effectuée à l’aide d’un détecteur synchrone ou Lock-in. Le
rapport signal/bruit peut être considérablement augmenté en modulant le champ statique
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4.1. Présentation générale d’un spectromètre en bande X

H0 avec une amplitude hmod de l’ordre de quelques mT et à une fréquence de modulation
νmod = 100 kHz à l’aide de bobines de modulation. Le champ modulé hmod vient s’ajouter
au champ statique H0 et cause une variation dans l’amplitude du signal d’absorption ∆I
comme le montre la figure 4.4. La fréquence de modulation νmod est prise comme référence
pour le détecteur synchrone pour mesurer la variation d’amplitude ∆I. Les modulations
du signal d’absorption sont suffisamment pour considérer que le signal mesuré correspond
à la dérivée du signal du signal d’absorption par rapport au champ magnétique H0 :

∆I

∆H0

=
dI

dH0

(4.6)

Figure 4.4 – Signal d’absorption détecté et effet du champ modulé de faible amplitude
afin d’obtenir la dérivée de l’absorption.

La détection sur un spectromètre RPE conventionnel se fait via le pont de détection
(voir figure 4.5) qui est composé de : une source micro-onde (A) qui émet des ondes
électromagnétiques très intenses, ces OEM passent ensuite par un atténuateur variable
(B) qui en réduit l’intensité. Le circulateur (C) permet d’envoyer les micro-ondes vers
la cavité résonante (D). La cavité résonante absorbe une partie des OEM et en réfléchit
l’autre partie. En repassant par le circulateur l’onde réfléchie ne va pas vers la source mais
est dirigée vers la diode de détection (E). Cette diode est polarisée par le bras de référence
(F) afin de pouvoir fonctionner dans le régime linéaire et non quadratique.
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4.2. Le régime impulsionnel

Figure 4.5 – Schéma du pont de détection dans les spectromètres RPE conventionnels.

4.2 Le régime impulsionnel
Nous présentons ici le fonctionnement du spectromètre de RPE impulsionnelle Bruker

Elexsys E580. La figure 4.6 est le schéma présentant les différents composants du spectro-
mètre de RPE pulsé. On constate de nombreux points communs avec les spectromètres
de RPE continue : pont de détection, guide d’onde, électro-aimants et résonateur. Les

Figure 4.6 – Schéma du spectromètre Elexsys E580

principales différences se situent dans le pont micro-onde pulsé (pulse bridge) qui créé les
impulsions micro-onde et les détectent. Pour générer l’excitation et produire une FID ou
un écho de spin il est nécessaire de former des impulsions micro-onde de grande puissance.
La formation des pulses de faible puissance est effectuée par les Microwave Pulse Forming
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4.2. Le régime impulsionnel

Unit (MPFU). Chaque MPFU possède deux canaux est composé d’un atténuateur et d’un
détecteur de phase afin d’ajuster l’amplitude et la phase des pulses. Pour créer un pulse

Figure 4.7 – Schéma de la portion du pont micro-onde permettant la création des pulses.

polarisé + x la diode PIN (P-type Intrinsic N-type) laisse passer la micro-onde pendant
la durée specifiée. De même pour les autres polarisations. Une seconde diode PIN appe-
lée Pulse Gate est nécessaire en sortie des MPFU pour s’assurer qu’aucun signal ne soit
émis lorsque les diodes sont sur off. Un atténuateur (Transmitter Level) contrôle ensuite
la puissance sortant des MPFU et en entrant dans le Travelling Wave Tube (TWT). Le
Travelling Wave Tube est un composant essentiel dans le spectromètre, il permet d’am-
plifier les impulsions micro-onde jusquà une puissance de 1 kW. En aval du TWT nous
trouvons un dernier atténuateur appelé High Power Pulse (HPP) attenuator et qui permet
à l’opérateur de modifier l’intensité des pulses de hautes puissances.

Figure 4.8 – Schéma de la portion du pont micro-onde permettant la détection des FID
et des échos.

La figure 4.8 est un schéma décrivant le bloc de détection du pont micro-onde. Les
FID et les échos de spins sont des signaux de très faibles amplitudes, un préamplificateur
est donc nécessaire pour la détection. En revanche les pulses réfléchis par la cavité sont
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4.3. Préparation des échantillons

très grandes puissances et pourrait endommager le préamplificateur. Pour éviter ce pro-
blème une diode PIN est placée en amont du préamplificateur et le protège tant que les
signaux réfléchies ne sont pas dissipés. Le signal amplifié de FID ou d’écho est ensuite
détecté en quadrature. Cette détection permet de mesurer les composantes transverses
de l’aimantation dans le référentiel tournant et donne accès à la phase et l’amplitude du
signal.

Figure 4.9 – Puissance réfléchie pour les configurations suivantes : hors résonance, sur-
couplage de la cavité et couplage critique.

Les résonateurs sont un élément central en RPE continue comme pulsée. En RPE
continue on préfère utiliser des cavités résonantes avec un facteur de qualité élevé pour
augmenter la sensibilité des mesures. La facteur de qualité d’un résonateur correspond au
ratio de la quantité d’énergie stockée sur la quantité d’énergie dissipée dans le résonateur.
En RPE pulsée on cherche à dissiper l’énergie le plus rapidement possible pour pouvoir
mesurer des signaux de FID ou d’écho sur des temps courts. En effet les résonateurs avec
un facteur de qualité crééent des signaux réfléchis longs appelés ringdown qui peuvent
masqué une FID ou un écho de faible amplitude. Pour éviter ce problème on va diminuer
le facteur de qualité surcouplant le résonateur. Dans cette configuration une partie des
micro-ondes est réfléchie mais le signal ringdown est raccourci et de faible amplitude (voir
figure 4.9). Néanmoins il ne faut pas diminuer trop le facteur de qualité au risque que
l’amplitude du champ micro-onde soit trop faible au centre de la cavité. Un compromis
doit être trouvé entre les deux, on travaille généralement avec un facteur de qualité autour
de Q = 100 en pulsé et Q > 1000 en onde continue.

4.3 Préparation des échantillons
Les monocristaux de (o-DMTTF)2X ont été synthétisés par Marc Fourmigué, Olivier

Jeannin et leurs collaborateurs des Sciences Chimiques de Rennes. Ils ont été préparés
par électrocristallisation [68] et forment des aiguilles dont les dimensions typiques sont :
0.2×0.2×2 mm3.

Pour nos expériences de RPE continue en bande X nous avons disposé nos cristaux en
les collant sur des tubes de quartz avec de la graisse Apiezon. La graisse comme le porte
échantillon ne produisent aucun signal en RPE. Les monocristaux de (o-DMTTF)2X ont
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4.3. Préparation des échantillons

Figure 4.10 – Photographie du dispositif d’électrocristallisation pour la croissance de
monocristaux © C.Mezière.

été collés avec de la graisse Apiezon sur des portes échantillons en Suprazil qui ne donnent
pas de signal en RPE. La figure 4.11 montre une photographie d’un monocristal de (o-
DMTTF)2X sur un porte échantillon en quartz utilisé en bande X sur la partie gauche. Sur
la partie droite de la figure nous montrons par un schéma comment nous avons orienté
notre cristal par rapport au champ magnétique H0. L’axe c* forme un angle θ avec le
champ magnétique. Dans le cas des (o-DMTTF)2X avec des anions centrosymétriques
la structure est tétragonale alors l’axe c* est identique à l’axe cristallographique c de
la figure 2.1 et celui des chaînes de spins. Pour les (o-DMTTF)2X avec des anions non
centrosymétriques ce n’est pas le cas, c et c* ne peuvent être confondus.

Axe c*

ℎ𝑚𝑤

Monocristal

c*

𝐻0
𝜃

Figure 4.11 – Photographie d’un monocristal de (o-DMTTF)2X déposé sur un tube de
quartz pour les mesures en bande X à gauche. Schéma du porte échantillon utilisé en bande
X et son orientation par rapport au champ magnétique. Dans les monocristaux avec anions
centrosymétriques c=c* alors que dans ceux avec anions non centrosymétriques c ̸= c*, c
étant l’axe cristallographique défini sur les figures 2.1, 2.2 et 2.3.

En bande X, nous avons étudié l’anisotropie de nos spectres RPE à l’aide d’un gonio-
mètre Bruker E211300 relié à notre porte-échantillon d’une précision de 0.25 ◦. Pour les
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4.4. Contrôle de la température

mesures en bande Q et en bande W les monocristaux ont été insérés dans des capillaires en
quartz Suprasil (voir figure 4.12) dont les dimensions sont 100 mm de longueur, 1.6mm de
diamètre extérieur, 1.1 mm de diamètre intérieur et en en bande W : 40 mm de longueur,
0.9 mm de diamètre extérieur et 0.5 mm de diamètre intérieur. Les petits diamètres des
ces capillaires nous ont contraint à placer les cristaux dans une seule orientation corres-
pondant à H0 ⊥ c*. Une étude de la dépendance angulaire des spectres RPE était donc
impossible en bande Q et W.

Figure 4.12 – Photographie d’un monocristal de (o-DMTTF)2X inséré dans un capillaire
pour les mesures en bande W.

4.4 Contrôle de la température
Le contrôle de la température pendant nos mesures a été assuré par un cryostat Oxford

Instruments ESR900 présenté sur la figure 4.13. L’échantillon est placé sur un support en
quartz et réfrigéré par un fluide cryogénique qui peut être de l’azote ou de l’hélium liquide.
Pour les mesures entre 150K et 300 K nous avons utilisé un flux continu d’azote liquide.
Pour les études RPE à des températures plus basses nos échantillons ont été refroidis avec
de l’hélium gazeux à l’aide du système de réfrigération en circuit fermé StingerTM Cold
Edge Technologies.

4.5 Ajustement des spectres RPE
Les spectres RPE ont été ajustés par l’équation (4.7) afin d’extraire précisément les

paramètres que sont le champ de résonance H0, la demi largeur à mi-hauteur Γ, l’in-
tensité A proportionnelle à la susceptibilité magnétique χ′′ et le coefficient d’absorption
cos (ϕ) compris entre 0 et 1. Ces différents paramètres sont indépendants et offre une
grande quantité d’informations pour caractériser notre système paramagnétique. Nous
avons également pris soin pour chaque spectre de corriger la ligne de base et de vérifier
qu’il n’était ni surmodulé ni saturé.

dI

dH
= A

(
Γ cos (ϕ)

Γ2 + (H −H0)2
+

(H −H0) sinϕ

Γ2 + (H −H0)2

)
(4.7)
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Figure 4.13 – Schéma du cryostat Oxford Instruments ESR900 issu du manuel d’utili-
sation.

Le modèle (4.7) est constitué respectivement d’un terme d’absorption représenté par une
dérivée de lorentzienne et un terme de dispersion représenté par une lorentzienne. La partie
dispersive permet de prendre en compte l’assymétrie des raies RPE du (o-DMTTF)2X.
Les (o-DMTTF)2X sont des conducteurs organiques et cette assymétrie est régulièrement
observée sur des échantillons conducteurs [113]. La figure 4.14 est un exemple d’ajustement
numérique d’un spectre de (o-DMTTF)2Br à 300 K. On remarque que le modèle (4.7)
s’ajuste parfaitement au spectre expérimental.

4.6 Calibration de la susceptibilité magnétique
Nous avons déduit à partir des spectres RPE la susceptibilité en fonction de la tem-

pérature à partir de l’amplitude du signal A (voir équation 4.7). La susceptibilité est
usuellement présentée en unité arbitraires car l’intensité du signal mesuré en RPE est très
dépendante des conditions expérimentales. L’utilisation d’un calibre paramagnétique est
possible et permet de faire des mesures quantitatives en RPE.

Dans notre cas cette méthode de calibration n’est pas adaptée à cause du fort couplage
d’échange J des chaînes uniformes. La figure 4.15 compare la susceptibilité en loi de
Curie d’un système paramagnétique sans couplage magnétique avec la courbe de Bonner-
Fisher pour les valeurs de couplage antiferromagnétique J = 100 K, 200 K, 300 K et
450 K. On observe que le couplage d’échange antiferromagnétique réduit fortement la
susceptibilité. Ce n’est qu’en augmentant le température que l’on peut supprimer l’effet
des fortes corrélations. Dans le cas (o-DMTTF)2X le couplage d’échange est très grand J >
450 K, il n’était donc pas possible d’atteindre une régime purement paramagnétique. Nous
avons donc choisi de renormaliser la susceptibilité RPE à l’aide de mesures absolues faites
au SQUID par Foury et al. [12] pour (o-DMTTF)2Cl, (o-DMTTF)2Br et (o-DMTTF)2I et
par Jeannin et al. [70] pour (o-DMTTF)2NO3. Les données brutes de susceptibilité nous
ont été fournies ainsi que les différentes informations sur les conditions expérimentales
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Figure 4.14 – Spectre RPE en bande X d’un échantillon de (o−DMTTF )2Br à 300 K
représenté par des points noirs. Le champ magnétique est orienté parallèlement à l’axe c
du monocristal. La courbe continue rouge représente l’ajustement numérique à l’aide de
l’équation (4.7)
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Figure 4.15 – Comparaison entre une loi de Curie et les courbes de Bonner-Fisher
décrivant la susceptibilité d’une chaîne uniforme [19] pour différents couplages d’échange
J = 100 K, 200 K, 300 K et 450 K.

comme la masse de cristaux et le champ magnétique.

χ(T ) = χspin + χCW + χ0 (4.8)

La spectroscopie RPE ne mesure que le paramagnétisme des spins électroniques alors la
magnétométrie SQUID est sensible à d’autres contributions comme le paramagnétisme
de Van-Vleck, le diamagnétisme des matériaux et du porte échantillon représentées par le
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terme χ0 dans l’équation (4.8) et les impuretés paramagnétiques extrinsèques représentées
par χCW . Nous avons calculé ces différentes contributions et nous les avons retirées pour
obtenir la susceptibilité de spin χspin mesurée au SQUID en cm3.mol−1.

χs(T ) = χEPR(T )/χEPR(300K)× χspin(300K) (4.9)

Nous obtenons finalement la susceptibilité magnétique mesurée par RPE en cm3.mol−1

en renormalisant par la valeur de χspin(300 K) par la relation (4.9).
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Chapitre 5

Etude par RPE de la transition de
spin-Peierls et des défauts dans les
composés (o-DMTTF)2X (X = Cl, Br,
I, NO2 et NO3)
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5.1. Les (o-DMTTF)2X avec des anions centrosymétriques

Dans ce chapitre nous présentons les résultats obtenus par RPE sur les composés
organiques (o-DMTTF)2X (X = Cl, Br, I, NO2 et NO3). Dans un premier temps dans
la phase uniforme et pendant la transition de spin-Peierls nous avons pu déduire les
différentes caractéristiques des chaînes de spins : couplage d’échange J, dimérisation δ,
gap de dimérisation ∆, ... Dans un deuxième temps nous nous focalisons sur les défauts
paramagnétiques observés à basse température et nous montrons qu’ils sont intrinsèques
aux chaînes. Enfin nous montrons que ces défauts peuvent former ou non et de manière
équiprobable des paires du fait du caractère unidimensionnel du système. Nous avons
divisé ce chapitre en deux parties : les (o-DMTTF)2X avec des anions centrosymétriques
(X = Cl, Br, I) et les (o-DMTTF)2X avec des anions non centrosymétriques (X = NO2

et NO3).

5.1 Les (o-DMTTF)2X avec des anions centrosymétriques

5.1.1 Susceptibilité des chaînes uniformes

Nous étudions ici le comportement de la susceptibilité à partir de nos mesures RPE
dans le régime des chaînes de spins uniformes (T > TSP ). Nous avons renormalisé la
susceptibilité mesurée par RPE en utilisant comme référence les susceptibilités mesurées
au SQUID [12], nous détaillons cette méthode de calibration dans la partie 4.6.
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Figure 5.1 – Susceptibilité corrigée par une loi de Curie χc en fonction de la température
mesurée par RPE sur (o-DMTTF)2Br. La courbe continue noire correspondent au modèle
de Bonner-Fisher en prenant une constante de couplage d’échange J = 450 K.

Dans cette gamme de température (T > TSP ) aucun des modèles connus comme celui
de Bonner-Fisher par exemple ne parvenait à décrire la susceptibilité des (o-DMTTF)2X.
La figure 5.1 montre la susceptibilité mesurée par RPE sur (o-DMTTF)2Br et la courbe
de susceptibilité de Bonner-Fisher χBF qui décrit la susceptibilité d’une chaîne uniforme
infinie avec J indépendant de la température. Pour cette comparaison nous avons imposé
J = 450 K car pour cette valeur de couplage χBF et χc coincident à 300 K. Cependant
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5.1.1. Susceptibilité des chaînes uniformes

en diminuant la température la susceptibilité χc dévie de la courbe de Bonner-Fisher,
elle dépend plus fortement de la température. Ce problème a déjà été rencontré dans les
composés organiques (TMTTF)2PF6 [114], (TMTTF)2PF6 deutéré [115], (TMTTF)2SbF6

[116], (TMTTF)2AsF6 [66] et a été attribué à la dilatation thermique. Tous les modèles
théoriques décrivent la susceptibilité à volume constant [χ]V alors que les mesures sont
faites à pression constante [χ]P . Wieztek et al. [117] ont développé une méthode pour relier
la dépendance en température de [χ]P à [χ]V dans le cas du (TMTSF)2PF6 à l’aide de
mesures aux rayons X, RMN sous pression et dilatométrie. Cette méthode est laborieuse
et dépend du choix de la référence température volume. Nous avons utilisé une approche
différente en déterminant la constante d’échange J en fonction de la température à pression
constante. Ceci est possible grâce à une méthode développée par Johnston et al. [35] qui
requiert des mesures précises et absolues de la susceptibilité. Cette méthode est décrite
dans la partie 1.2.2. La figure 5.2 et 5.3 montre les mesures de susceptibilités de (o-
DMTTF)2Cl, (o-DMTTF)2Br et (o-DMTTF)2I et extraites par RPE dans l’orientation
H || c. Les mesures faites au SQUID sont représentées sur la figure 5.2 par des courbes
pleines et les données RPE par des cercles et carrés. Au dessus de la température de
spin-Peierls TSP les susceptibilités mesurées au SQUID et par RPE sont similaires. La
figure 5.2.b montre la susceptibilité de spin χc déduite de la susceptibilité χs en enlevant
les impuretés paramagnétiques à basse température.

Afin de décrire la phase uniforme des chaînes de spins nous avons utilisé la méthode
suivante : (a) nous avons pris un intervalle de température suffisament loin de TSP pour
éviter les fluctuations de spin-Peierls. Dans le cas des (o-DMTTF)2X nous avons choisi un
intervalle de T = 150 K à 300 K, ce qui représente au moins trois fois TSP . (b) Nous avons
utilisé l’approximant de Padé (voir équation (1.9)) et les coefficients correspondants dans
la table A.1 de l’annexe A afin d’extraire la constante d’échange Jeff (T ) pour chaque
température de cet intervalle. Les valeurs de Jeff (T ) sont présentées dans l’encart de
la figure 5.2.b pour (o-DMTTF)2Br et (o-DMTTF)2I. Nous pouvons remarquer que le
couplage d’échange effectif décroît lorsque le température augmente. Par exemple pour
(o-DMTTF)2Br on trouve Jeff = 450 K à 300 K et Jeff = 530 K à 150 K une variation
d’environ 15 % du couplage d’échange. Ce type de comportement a été observé dans le
composé NaV2O5 [35] et expliqué qualitativement par Sandvik et al. [118] et Kuhne et al.
[119] en incluant des phonons sans dispersion (phonons d’Einstein) couplés linéairement
à la chaîne de spin. Egalement, il est connu que les sels organiques se dilatent fortement
avec la température contrairement aux oxides métalliques inorganiques. Dans les composés
(TMTYF)2XF6 (où X = P, Sb ou As et Y = S ou Se) la variation de la maille suivant
l’axe de la chaîne est d’environ 3 % [120; 121; 122].

Des mesures de diffraction des rayons X ont été effectuées par Michel Giorgi sur
(o-DMTTF)2Br et (o-DMTTF)2I afin de vérifier si les paramètres cristallographiques
changent avec la température. Les données cristallographiques de (o-DMTTF)2I présen-
tées sur la figure 5.4 ont été mesurées sur un diffractomètre APEXII Bruker-AXS équipé
d’une caméra CCD et un cryostat Cryostream 700 (Oxford Cryosystems). Les valeurs ont
été extraites à l’aide du logiciel Bruker SMART. Les données cristallographiques présen-
tées sur la figure 5.4 ont été mesurées sur un diffractomètre Rigaku Oxford Diffraction
SuperNova de 300 K à 100 K par pas de 50 K. Dans les deux composés, la variation la plus
grande est celle du paramètre de maille c. La variation relative de c est de 2 % entre la
haute (300 K) et la basse température (100 K) alors que les paramètres a et b ne varient
que de 0.3 % (voir figure 5.5).

Les calculs de Density Functionnal Theory (DFT) ont été réalisés par Maylis Orio
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Figure 5.2 – (a) Susceptibilité χs en fonction de la température mesurée par RPE sur
(o-DMTTF)2Br (carrés) et sur (o-DMTTF)2I (cercles). Les lignes pleines correspondent
aux mesures de SQUID faites par Foury et al. [12]. (b) Susceptibilité en fonction de la
température corrigée par une loi de Curie. Les courbes en pointillés correspondent aux
valeurs théoriques de susceptibilité en utilisant les valeurs de couplage d’échange Jeff et
celles extrapolées à basse température.
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Figure 5.3 – (a) Susceptibilité χs en fonction de la température mesurée par RPE sur
(o-DMTTF)2Cl (losanges). Les lignes pleines correspondent aux mesures de SQUID faites
par Foury et al. [12]. (b) Susceptibilité en fonction de la température corrigée par une loi
de Curie. La courbe en pointillés correspondent à la valeur théorique de susceptibilité en
utilisant les valeurs de couplage d’échange Jeff et celles extrapolées à basse température.
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Figure 5.4 – Variation avec la température du paramètre de maille c (direction de la
chaîne) pour les composés (o-DMTTF)2Br et (o-DMTTF)2I.
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Figure 5.5 – Variation avec la température du paramètre de maille a ou b (direction
perpendiculaire à la chaîne) pour les composés (o-DMTTF)2Br et (o-DMTTF)2.

à l’aide du programme ORCA [123]. Pour faciliter les comparaisons entre la théorie et
l’expérience nous avons utilisé les paramètres de structure cristalline mesurés par rayons
X sur (o-DMTTF)2Br. Nous avons considéré 2 molécules de diméthyltétrathiafulvalène
entourés de 8 anions bromure pour les calculs de DFT. Notre modèle a été ensuite optimisé
en imposant les atomes lourds à leurs positions déterminées expérimentallement. Seuls les
positions des atomes d’hydrogène ont été laissé libres car leurs coordonnées n’ont pas été
déterminées de manière fiable par les mesures de diffraction X. Les calculs de structure
électronique et l’optimisation de la géométrie ont été faits en utilisant la fonctionnelle
hybride B3LYP[124; 125] combinée avec l’ensemble TZV/P [126] pour chaque atome. Les
constantes de couplage d’échange isotrope d’Heisenberg J ont été évaluées en utilisant une
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5.1.2. Etude de la transition de spin-Peierls

d (Å) JDFT (K)

RX à 300 K (RT) 7.06 530

RX à 100 K (RT-2%) 6.92 648

Fictif (RT+2%) 7.20 599

Table 5.1 – Couplages d’échanges calculés par DFT JDFT à partir des coordonnées cris-
tallographiques mesurés à 100 K et 300 K.

approche de type Broken Symmetry (BS) [127; 128; 129], l’hamiltonien de Heisenberg-
Dirac-Van Vleck et la formule de Yamaguchi [130].

Les calculs ont été réalisés pour trois distances entre les centres de gravité des deux mo-
lécules de (DMTTF)2 : 7.06 Å la distance mesurée par rayons X à température ambiante,
6.92 Å la distance mesurée par rayons X à 100 K et 7.20 Å une distance correspondant
à une dilatation fictive de 2%. Les constantes de couplage obtenues par les calculs de
DFT sont présentées sur la table 5.1. On constate que les valeurs de couplage calculées
par DFT sont surestimées par rapport aux valeurs expérimentales extraites des courbes
de susceptibilité. Cette différence provient du fait que les calculs de DFT ont été sur des
dimères et non des chaînes de spins. Nous pouvons remarquer qu’une petite variation de
la distance inter-moléculaire (2 %) provoque une variation de 13 % dans la valeur de JDFT

en bon accord avec les variations avec la température de Jeff déduites des susceptibilités
RPE des (o-DMTTF)2X (voir encarts des figures 5.2 et 5.3).

5.1.2 Etude de la transition de spin-Peierls

En dessous de TSP les chaînes uniformes non gappées deviennent progressivement des
chaînes de spins dimérisées gappées via une transition de spin-Peierls [12]. Les susceptibili-
tés extraites de nos mesures RPE (figures 5.2 et 5.3) ne montrent pas de grandes différences
à T < TSP avec les mesures faites au SQUID sur (o-DMTTF)2Cl et (o-DMTTF)2Br. En
revanche, (o-DMTTF)2I a une température de transition plus élevée et sa susceptibilité
extraite par RPE diffère significativement des mesures SQUID. Nous pensons que cette
différence vient de la nature de (o-DMTTF)2I, il doit être dans une région très sensible à
la pression du diagramme de phase des (o-DMTTF)2X. Comme noté dans la référence [12]
(o-DMTTF)2I est particulièrement difficile à placer sur le diagramme de phase. Foury-
Leylekian et al. ont observé une transition d’onde de densité de charge à Tc = 47 K et
pas de gap dans les mesures RPE indiquant une position dans la zone de haute pres-
sion du diagramme de phase. Parallèlement nous avons observé clairement une transition
de spin-Peierls à TSP = 63 K comparable à celles observées dans (o-DMTTF)2Cl et (o-
DMTTF)2Br, cela suggère une pression chimique plus faible que prévu. Nous pensons que
cette différence est due au collage de l’échantillon sur le porte-échantillon, ce dernier peut
générer de fortes contraintes sur le cristal à basse température. La détermination du gap
de dimérisation ∆ est d’une importance cruciale car ce dernier est directement relié au
paramètre de dimérisation δ. Cependant leur relation dépend du modèle microscopique
choisi. Le modèle le plus largement utilisé dans la littérature a été développé par Bu-
laevskii [34] et résulte du calcul analytique de la susceptibilité dans l’approximation de
Hartree-Fock. Bulaevskii a calculé la dispersion du magnon pour des dimères couplés et en
se plaçant à basse température le modèle ne dépend plus de deux paramètres, l’amplitude
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5.1.2. Etude de la transition de spin-Peierls

Bul. FA Bulaevskii [34] Johnston et al. [35]

(o-DMTTF)2Cl 0.17 0.088 0.083

(o-DMTTF)2Br 0.14 0.085 0.08

(o-DMTTF)2I 0.18 0.1 0.096

Table 5.2 – Paramètre de dimérisation δ(T = 0) extraits à l’aide de trois différentes
modèles : Bulaevskii avec amplitude libre (Bul. FA) coorespond à l’équation 5.1 avec α
comme paramètre libre, Bulaevskii 5.1 avec δ comme seul paramètre ajustable et le modèle
de Johnston et al.

a(δ) et le gap de dimérisation ∆B(δ) = ∆/J1 :

χs(T ) =
Nag

2µ2
B

kBT
a(δ) exp

(
−∆B(δ)J1

kBT

)
(5.1)

Dans l’équation (5.1) J1 = (1 + δ)J et le préfacteur a une valeur proche de 0.375
cm3.mol−1 en unité cgs si on prend g = 2. Malgré sa simplicité, ce modèle est en accord
avec les modèles de calculs numériques pour des fortes dimérisations (δ > 0.5) [35; 28]
mais il peine à décrire des chaînes faiblement dimérisées (δ < 0.1). Dans ce cas la raison
est que la dispersion des magnons n’est pas minimale à k = 0. Indépendamment de la
valeur de δ l’équation (5.1) doit être utilisée avec précaution. Premièrement l’approche
utilisée par Bulaevskii n’est valable que lorsque le paramètre de dimérisation δ et le gap de
dimérisation ∆ sont indépendants de la température. Ces hypothèses ne sont évidemment
pas respectées lors de la transition de spin-Peierls. Orignac et al. [131] ont montré que
∆(T ) = ∆(0) pour T < 0.5TSP . Deuxièmement, l’amplitude a(δ) et le gap de dimérisation
∆(δ) ne sont pas indépendants. Ils dépendent tous les deux de δ et ont été tabulés par
Bulaevskii [34]. Ce dernier aspect du modèle a été souvent négligé amenant à des estima-
tions de gaps et de dimérisation incorrectes [132; 114; 6]. La figure 5.6 met en évidence ce
problème en comparant les différentes méthodes utilisées pour déterminer le paramètre de
dimérisation δ à partir la susceptibilité mesurée par RPE de (o-DMTTF)2I. Nous avons
fait de même sur (o-DMTTF)2Cl et (o-DMTTF)2Br, les résultats sont présentés en an-
nexe C.1. Nous pouvons remarquer que δ est surestimé dans le modèle Bulaevskii avec
amplitude libre (Bulaevskii FA) alors que les ajustements avec les modèles Bulaevskii et
Johnston donnent sensiblement les mêmes résultats.

La relation entre le gap ∆ et le paramètre de dimérisation δ est un problème cen-
tral dans la compréhension des propriétés microscopiques des chaînes de spins dimérisées.
Cette question a été énormément étudiée avec le développement moderne de méthodes
analytiques (bosonisation [133]) et numériques (DMRG [134]). Black et al. [135] ont mon-
tré que le comportement critique ∆ ∼ δ2/3 [26] devait être corrigé en ∆ ∼ δ2/3/| ln δ|1/2
[136]. Des développements numériques plus récents ont permis une description plus quanti-
tative du gap comme ∆/J = 2δ3/4 par Barnes et al. [28], ∆/J = 1.94δ0.73 par Papenbrock
et al. [29] ou la solution analytique proposée par Orignac [30] ∆/J = 1.723δ2/3. La validité
de toutes ces formules dépend la valeur de δ, pour δ ≃ 0.1 toutes ces relations restent
valables en acceptant une précision d’environ 5 %.

Les systèmes spin-Peierls ont la particularité d’avoir un gap dépendant de la tempé-
rature. A des températures bien en dessous de la température de transition le gap ∆ est
indépendant de la température et nous pouvons le déterminer par les méthodes présentées
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Figure 5.6 – Dépendance en température de la susceptibilité de spin dans la partie haute
(a) et basse température (b) pour (o-DMTTF)2I. En dessous de TSP = 63 K la susceptibi-
lité chute vers 0. La courbe orange pleine est le meilleur ajustement en utilisant l’équation
(5.1) et en considérant α et ∆ indépendants. Les courbes verte et rouge en pointillés sont
respectivement les ajustements avec les modèles de Bulaevskii et Johnston et al. en utili-
sant uniquement δ comme paramètre d’ajustement. L’encart est la même figure en échelle
log-log, il montre bien la divergence du modèle Bulaevskii amplitude libre à basse tempé-
rature.
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Figure 5.7 – Dépendance en température du paramètre de dimérisation δ (a) et du gap
de dimérisation ∆ (b) pour (o-DMTTF)2Cl (losanges verts), (o-DMTTF)2Br (cercles
oranges) et (o-DMTTF)2I (carrés bleus). Les lignes en pointillés représentent les valeurs
estimées à T = 0 K (voir Table 5.2). L’encart est le paramètre de dimérisation réduit
δ̃ = δ/δ(0) en fonction de τ = T/TSP . La courbe rouge représente le meilleur ajustement
en utilisant l’équation δ(τ) = (1− τ)1/2.
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5.1.3. Défauts intrinsèques

précédemment. En revanche, dans l’intervalle 0.5TSP < T < TSP le gap doit être évalué
par une autre méthode. Nous avons extrait la dépendance en température de gap ∆(T )
en suivant la procédure de Johnston et al., nous la décrivons dans la partie 1.2.2. A partir
des valeurs de Jeff (T ) présentés dans l’encart de la figure 5.2.b, nous avons extrapolé
Jeff (T ) à des températures plus basses et nous avons calculé sa valeur à TSP . Nous note-
rons cette constante de couplage JSP . On obtient JSP = 600 K pour les (o-DMTTF)2Cl
et (o-DMTTF)2Br et JSP = 670 K pour (o-DMTTF)2I. Ensuite nous avons calculé numé-
riquement δ(T ) avec la fonction décrivant la susceptibilité d’une chaîne avec un couplage
alternée (voir équation (1.8) et table en annexe A.1) en trouvant la solution pour δ à
chaque point expérimental. Finalement nous déduisons la dépendance en température du
gap ∆(T ) avec la relation de Barnes et al. [28], ∆(T ) = 2δ3/4JSP .

La dépendance en température du paramètre de dimérisation δ(T ) et du gap corres-
pondant ∆(T ) pour (o-DMTTF)2Cl, (o-DMTTF)2Br et (o-DMTTF)2I sont montrés sur
la figure 5.7. Les lignes en pointillés présentées sur la figure 5.1 correspondent aux valeurs
de δ et ∆ à T < 0.5TSP de la table 5.2. Nous pouvons remarquer que les lignes en pointillés
sont les asymptotes de δ(T ) et ∆(T ) pour T < 0.5TSP . Dans ce régime indépendant de la
température les gaps atteignent les valeurs maximales de 180 K pour (o-DMTTF)2Cl et
(o-DMTTF)2Br et 230 K pour (o-DMTTF)2I. Il est également important de noter que la
méthode pour extraire les valeurs de δ(T ) en fonction de la température n’est valable que
pour des valeurs de susceptibilité non nulles. C’est la raison pour laquelle nous n’avons
pas extrait de valeurs de δ en dessous de 25 K. A T > 0.5TSP les gaps et dimérisations
diminuent en augmentant la température jusqu’à TSP mais n’atteignent pas une valeur
nulle. La figure 5.7 montre l’existence d’un pseudo-gap au dessus de TSP de l’ordre de
20-30 % de ∆(0) pour les trois composés (o-DMTTF)2X. Une observation faite par des
mesures de diffusion des rayons X [12] a montré des fluctuations dans la structure des
(o-DMTTF)2X à T > TSP et l’existence d’une pré-transition associée à un pseudo-gap .
Des effets de ce type ont déjà été observés dans des composés de spin-Peierls organiques
[137] et inorganiques [138; 25]. Nous pensons que la différence la susceptibilité mesurée
par RPE et le modèle de chaînes uniformes développé par Johnston en dessous de 100 K
(indiqué par des flèches noires sur les figures 5.2 et 5.3) peut être attribuée à l’ouverture
de ce pseudo-gap.

5.1.3 Défauts intrinsèques

Nous nous focalisons maintenant sur les impuretés à basse température. Quand le
système entre dans la phase de spin-Peierls, les molécules planaires de DMTTF subissent
une tétramérisation. Nous avons montré que la transition de spin-Peierls était progressive.
En dessous de 0.5TSP les (o-DMTTF)2X peuvent être considérés comme stables puisque
∆ et δ sont indépendants de la température. Pour une chaîne de spins dimérisée infinie le
niveau d’énergie fondamental est non magnétique (S = 0), nous ne devrions donc observer
aucun signal RPE. Pourtant nous avons montré l’existence d’un signal faible (voir figure
5.2 et table 5.3) qui semble suivre une loi de Curie. La table 5.3 montre la concentration
en impuretés extraites des susceptibilités à basse température par un ajustement avec
une loi de Curie. Nous avons fait l’hypothèse que ces impuretés sont de spin 1/2 avec g
= 2. La quantité d’impuretés est nettement plus importante dans les mesures de SQUID
qu’en RPE. Cette différence s’explique par le fait que la magnétométrie SQUID n’est pas
sélective, elle mesure le moment magnétique total d’un échantillon alors que la RPE est
sélective spectralement et fournit des informations sur la nature et l’environnement des
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5.1.3. Défauts intrinsèques

impuretés.

SQUID SQUID (cm−3) ESR 10−4 ESR (cm−3) Ctot (cm−3)

(o-DMTTF)2Cl 25.10−4 5.1018 5.6.10−4 1.1.1018 1.98.1021

(o-DMTTF)2Br 37.10−4 7.3.1018 6.6.10−4 1.3.1018 1.94.1021

(o-DMTTF)2I 14.10−4 2.8.1018 4.10−4 0.8.1018 1.86.1021

Table 5.3 – Concentrations relatives et absolues en impuretés S = 1/2 extraites du
comportement en loi de Curie observé à basse température en considérant g = 2, Ctot

correspond à la concentration totale en spins.

Un des avantages de la RPE est de pouvoir séparer les différentes contributions magné-
tiques (extrinsèques ou intrinsèques) et il a été montré dans d’autres études [132; 139; 140]
que le signal RPE mesuré à basse température provient des défauts dans les chaînes de
spins. Pour nous assurer que le signal RPE à basse température était induit par des dé-
fauts intrinsèques nous avons étudié le facteur g et son anisotropie. Les facteurs g sont
présentés sur la figure 5.8 pour X = Cl, Br et I. Nous avons mesuré la dépendance angu-
laire du facteur de la raie des chaînes uniformes (300 K) et la raie des impuretés à basse
température (5 ou 7K) pour les trois composés. Nous avons ajusté les valeurs expérimen-
tales de g avec la relation (5.2) correspondant à un tenseur g avec une symétrie de type
uniaxiale. Nous remarquons dans les trois cas que la valeur absolue et l’anisotropie de
g des chaînes et des impuretés sont identiques avec ∆g ≃ 8.10−3. Le facteur g étant un
paramètre local, cela signifie que les chaînes uniformes et les défauts ressentent le même
champ magnétique local. Nous en déduisons que les défauts appartiennent aux chaînes de
spins, ils sont intrinsèques.

g(θ) =
√
g2|| cos

2(θ) + g2⊥ sin2(θ) (5.2)

Les impuretés dans les chaînes de spins ont été énormément étudiées théoriquement
[44; 47; 48; 40; 41] et observées en magnétométrie [141], RMN [142] et RPE [25; 71; 140].
Une brisure dans la symétrie de translation des chaînes peut induire un niveau d’énergie
fondamental magnétique. Dans le cas des chaînes de spins dimérisées il peut exister des
spins non appariés en bord de chaîne si la chaîne a un nombre impair de spins alors que
les chaînes paires ont nécessairement un niveau d’énergie fondamental non magnétique
(voir figure 5.9)

Nous avons calculé la susceptibilité magnétique pour une chaîne dimérisée paire de 200
spins et impaire de 201 spins avec un algorithme Monte-Carlo Quantique de l’environne-
ment Python ALPS. Les résultats sont présentés sur la figure 5.10, nous avons pris les
valeurs extraites expérimentalement dans (o-DMTTF)2Br pour ces simulations : δ = 0.08
et J = 600 K. La susceptibilité de la chaîne dimérisée paire chute vers 0 tandis que pour
une chaîne impaire la susceptibilité suit une loi de Curie en dessous de 30 K. La raison
est que les chaînes sont gappés (ici ∆ = 180 K) et à basse température seul l’état fonda-
mental d’énergie des chaînes est peuplé, il est non magnétique pour des chaînes paires (S
= 0) et magnétiques pour chaînes impaires (S = 1/2). La figure 5.10 montre également
qu’à partir d’une température suffisante la susceptibilité n’est plus une loi de Curie car
les états excités commencent à être peuplés.
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Figure 5.8 – Dépendance angulaire du facteur g de la raie centrale : (a) sur (o −
DMTTF )2Cl à T = 5 K et T = 300 K donne g// = 2.0011 et g⊥ = 2.0091, (b) sur
(o −DMTTF )2Br à T = 5 K et T = 300 K donne g// = 2.0019 et g⊥ = 2.0098 et (c)
sur (o − DMTTF )2I à T = 7 K et T = 300 K donne g// = 2.0009 et g⊥ = 2.0086.
Les courbes continues noires représentent les meilleurs ajustements en utilisant l’équation
(5.2).

Les chaînes dimérisées impaires se comportent donc comme des spins isolés lorsqu’elles
se trouvent dans leur état fondamental d’énergie S = 1/2. Cependant la structure micro-
scopique d’une chaîne de spin n’a rien d’un système magnétique dilué, bien au contraire
c’est un système fortement corrélé. Pour comprendre l’objet magnétique que nous obser-
vons en RPE nous avons calculé par DMRG l’aimantation locale d’une chaîne dimérisée
de 61 spins avec δ = 0.08 lorsqu’elle est dans son état fondamental (figure 5.11). Le spin
non apparié est situé à gauche de la chaîne, on se rend compte que le spin 1/2 n’est pas
localisé mais réparti sur des dizaines de spins de la chaîne. En sommant sur tous les sites
on obtient l’aimantation d’un spin 1/2. Ce système à N corps de spin 1/2 est un soli-
ton magnétique. Ces objets fortement corrélés ont été énormément étudiés théoriquement
[44; 48; 47] mais rarement observés expérimentalement [25; 140].
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Figure 5.9 – Schémas représentant une chaîne de spin dimérisée à T < TSP , la distance
entre deux spins voisins est modulée devenant alternativement plus courte et plus longue.
Ceci amène respectivement à un couplage d’échange plus fort J1 = (1+ δ)J ou plus faible
J2 = (1 − δ)J respectivement. La présence de défauts non magnétiques (cercle vide) créé
des chaînes finies. (a) Si la chaîne possède un nombre pair de spins, ils forment des paires
et l’état fondamental est non magnétique. (b) Si la chaîne contient un nombre impair de
spins, un spin reste non apparié et l’état fondamental est magnétique.
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Figure 5.10 – Susceptibilité magnétique calculée par une méthode Monte-Carlo quantique
en fonction de la température. Les calculs ont été effectués pour une chaîne dimérisée
impaire de N = 201 spins (cercles oranges) et pour une chaîne dimérisée paire de N =
200 spins (carrés bleus). Nous avons pris paramètre de dimérisation δ = 0.08. La courbe
pleine noire est une loi de Curie, elle s’ajuste parfaitement avec la susceptibilité d’une
chaîne impaire jusqu’à environ 30 K.
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Figure 5.11 – Aimantation locale de l’état fondamental d’énergie S = 1/2 d’une chaîne
dimérisée de 61 spins avec δ = 0.08, calculée par DMRG avec le code Python ALPS [143].

5.1.4 Largeur de raie

Nous examinons maintenant la largeur de raie RPE. Comme les autres paramètres de
la raie d’absorption, nous l’avons extraite en ajustant les spectres avec l’équation (4.7).
Notons dans cette équation Γ est la demi-largeur à mi-hauteur. La figure 5.12 montre
une dépendance en température de Γ similaire pour les trois composés. La largeur de raie
augmente en diminuant la température jusqu’à une chute brutale vers T = 50 K pour
(o-DMTTF)2Cl et (o-DMTTF)2Br et vers T = 60 K pour (o-DMTTF)2I (voir figure 5.13
). Nos mesures sont en accord avec les observations faites en RPE par Fourmigué et al.
[69] et Foury-Leylekian et al. [12] sur les composés (o-DMTTF)2X. Dans ces précédentes
études les auteurs montrèrent que le saut dans la largeur de raie est associé à une tran-
sition métal-isolant par des mesures de conductivité en fonction de la température. Ce
changement de comportement dans la conductivité a pour origine une transition struc-
turale et magnétique : la transition de spin-Peierls. En regardant plus précisément sur la
figure 5.13 en échelle logarithmique on voit très nettement qu’on peut identifier ce saut
à la température de spin-Peierls. En ce qui concerne la valeur absolue de la largeur de
raie, elle augmente fortement avec la taille du contre-ion. Cette différence s’explique dans
la mesure où la largeur de raie est lié à la dynamique des spins électroniques et donc
aux phonons. Une explication a été proposée par Chabre et al. pour expliquer le compor-
tement inhabituel du système de chaînes de spins gappées η-Na1,286V2O5 en utilisant le
formalisme de la fonction mémoire [144]. Malheureusement nous n’avons pas pu appliquer
cette méthode à notre système organique.

La figure 5.14 montre la dépendance angulaire de Γ des chaînes uniformes (T > TSP )
en tournant de l’orientation H0 // c (0◦) vers H0 ⊥ c (90◦). Dans la phase uniforme
l’anisotropie de la largeur de la largeur de raie peut être décrite par l’équation Γ0+Γ1(1+
cos2 θ) pour les trois composés. Les ajustements sont représentés par les continues noires.
On extrait Γ0 = 2.8 G et Γ1 = 5 G (X = Cl), Γ0 = 7.1G et Γ1 = 4.8 G (X = Br) et Γ0 =
16.7 G et Γ1 = 27.4 G (X = I). L’anisotropie de la largeur de raie est donc proportionnelle

100



5.1.4. Largeur de raie

à (1+cos2 θ), cette dépendance est régulièrement rencontrée dans des systèmes faiblement
corrélés ou tridimensionnels avec un effet de rétrécissement d’échange [145; 146].

Nous avons également mesuré la dépendance angulaire de la largeur de raie du signal
des défauts corrélés à basse température à basse température. Nous montrons sur la
figure 5.15 Γ en fonction de l’orientation du cristal par rapport au champ magnétique H0

en effectuant une rotation de H0 // c (0◦) à H0 ⊥ c (90◦). Cependant nous avons échoué
à trouver un modèle de l’anisotropie de Γ car, à ces températures là, nos raies RPE sont
inhomogènes.
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Figure 5.12 – Dépendance en température de la demi-largeur à mi-hauteur Γ extraite
par l’ajustement des spectres RPE par l’équation (4.7). Les mesures ont été réalisées sur
(o−DMTTF )2Cl (losanges verts), (o−DMTTF )2Br (carrés orange) et (o−DMTTF )2I
(ronds bleus) en bande X.
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Figure 5.13 – Dépendance en température de la demi-largeur à mi-hauteur Γ extraite
par l’ajustement des spectres RPE par l’équation (4.7). Les données expérimentales ont
été représentées en échelle log-log afin de mettre en évidence la dépendance en température
de la largeur de raie autour de la transition de spin-Peierls. La courbe verticale noire en
pointillés et avec des tirés indiquent les températures de spin-Peierls de (o−DMTTF )2Cl,
(o−DMTTF )2Br et (o−DMTTF )2I.
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Figure 5.14 – Dépendance angulaire de la demi-largeur à mi-hauteur Γ des chaînes
uniformes sur les composés (o−DMTTF )2Cl (losanges verts), (o−DMTTF )2Br (carrés
orange) et (o−DMTTF )2I (ronds bleus) en bande X. Dans ces mesures l’échantillon a
été orienté de H0 // c (0◦) à H0 ⊥ c (90◦). Les ajustement des données expérimentales
avec l’équation Γ0 + Γ1(1 + cos2 θ) sont représentés par les courbes continues noires.
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Figure 5.15 – Dépendance angulaire de la demi-largeur à mi-hauteur Γ des défauts
intrinsèques à basse température sur les composés (o − DMTTF )2Cl (losanges verts),
(o−DMTTF )2Br (carrés orange) et (o−DMTTF )2I (ronds bleus) en bande X. Dans
ces mesures l’échantillon a été orienté de H0 // c (0◦) à H0 ⊥ c (90◦).
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5.1.5 Raies satellites à basse température

A basse température, typiquement entre 5 K et 20 K, nous avons constaté la présence
de raies satellites dans nos spectres RPE. Un exemple de spectre RPE de (o-DMTTF)2Br
est présenté sur la figure 5.16. Il a été enregistré à T = 5 K, une température très inférieure
à TSP . Nous avons montré dans la partie 5.1.3 que le signal de la raie centrale provenait de
solitons de S = 1/2. Cependant nous pouvons voir clairement deux autres raies satellites de
part et d’autre de la raie centrale. Afin de séparer et quantifier les différentes contributions,
nous avons suivi la procédure suivante pour les trois composés Cl, Br et I : nous avons
ajusté la raie centrale par un modèle de dérivée lorentzienne avec dispersion (4.7). Ensuite,
nous avons soustrait l’ajustement de la raie au spectre RPE expérimental pour enlever la
contribution de la raie centrale. Cette méthode permet d’extraire avec une bonne précision
sur la position des raies satellites (flèches noires) si les raies satellites sont bien résolues.
Sur la figure 5.16 un exemple d’ajustement de la raie centrale est représenté par la courbe
bleue, lorsqu’on soustrait cet ajustement au spectre expérimental on obtient un résidu avec
deux raies (courbe verte). Nous avons répété la procédure pour extraire les raies satellites
pour les trois composés et en faisant des rotations dans le plan (ac), entre 0◦ et 180°
par pas de 5◦. Nous n’avons pu résoudre et extraire les raies satellites seulement sur les
spectres de (o-DMTTF)2Br. Les résidus des spectres de (o-DMTTF)2Cl et (o-DMTTF)2I
sont mis à disposition en annexes C.2 et C.3.
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Data
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Figure 5.16 – Exemple de spectre RPE de (o−DMTTF )2Br à T = 5 K et dans l’orien-
tation H // c. La raie centrale a été ajustée par une dérivée de lorentzienne (courbe bleue).
Le résidu de l’ajustement est représenté par la courbe verte, les deux flèches montrent la
position des deux raies satellites.

La dépendance angulaire des raies satellites dans (o-DMTTF)2Br en tournant dans le
plan (ac) est donnée par la figure 5.17. Les cercles représentent le champ de résonance
de la raie centrale avant la soustraction de la raie centrale. Nous pouvons remarquer que
le centre de gravité des raies satellites suit la dépendance de la raie centrale (cercles),
elles possèdent le même facteur g mais elles sont séparées par un terme d’anisotropie.
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Figure 5.17 – Dépendance angulaire des raies satellites dans (o − DMTTF )2Br à T
= 5 K. (a) Dépendance angulaire du résidu. Les cercles montrent le champ de résonance
de la raie centrale. (b) Ecart entre les raies satellites. La courbe pleine est le meilleur
ajustement avec l’expression d(3 cos2 θ − 1).

Par conséquent, les signaux satellites proviennent comme la raie centrale des chaînes de
spins. La figure 5.17.(b) montre l’écart entre les centres des raies satellites en fonction
de l’orientation du champ magnétique statique H0. Les barres d’erreurs sont dues à la
difficulté de trouver un ajustement de la raie centrale lorsque les raies satellites ne sont
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pas bien résolues, en particulier quand on s’approche de l’angle magique (∼ 54 ◦). Les
données de la figure 5.17.(b) ont été ajustées avec l’expression (5.3) donnant d = 4.2 ±
0.3 G. Nous mentionnons que nous n’avons pu résoudre de signaux satellites dans (o-
DMTTF)2Cl pour aucune orientation mais la largeur de raie de la raie centrale a la même
anisotropie [132].

H(θ) = H0 + d
(
3 cos2 θ − 1

)
(5.3)

Ce type d’anisotropie peut être associée à une interaction dipôle-dipôle entre les défauts
des chaînes de spins ou à un état triplet séparé par une anisotropie axiale par exemple.
Cependant la probabilité de former aléatoirement des paires de défauts dans les chaînes de
spins est très petite en considérant les faibles concentrations de la table 5.3. Par exemple,
en utilisant la concentration en défauts dans (o-DMTTF)2Br (6.6.10−4) et en prenant un
réseau cubique, la probabilité de trouver une paire est de 3.9.10−4 [147] alors que l’intensité
RPE des raies satellites est de 3 ordres de grandeur plus grand. Deux paires de défauts
aléatoires ont été récemment observées en RPE dans le composé quasi-bi-dimensionnel
(BEDT-TTF)2Cu[N(CN)2]I [148] mais la concentration en défauts était bien supérieure
(1%) ce qui amène à une probabilité d’existence de paire de 5 %. Deuxièmement, si les
raies proviennent d’un état triplet des chaînes dimérisées, il devrait seulement être visible
à une température proche de la valeur du gap de dimérisation ∆. Or nous sommes à
une température bien inférieure (5 K) et le premier état excité de la chaîne infinie de
spin-Peierls est totalement depeuplée : à T = 5 K la population relative en spins dans
le premier état excité pour ∆Br = 180K est 10−16. Par conséquent les raies satellites
ne peuvent pas venir de l’état excité des chaînes de spin-Peierls. Une autre explication
peut provenir directement de la nature unidimensionnelle du système (o-DMTTF)2X.
La figure 5.19 montre la structure magnétique locale induite par une brisure dans la
symétrie de translation (cercles creux). Puisqu’une chaîne finie avec un nombre pair de
spins ne contribue pas au signal RPE, nous considérons seulement les chaînes impaires
sur le côté gauche (spins bleus). Sur l’autre côté du défaut il y a une autre chaîne (spins
rouges). Si la chaîne rouge commence avec un couplage fort J1 = (1+ δ)J seul le spin non
apparié de la chaîne bleue contribue au signal. Par contre, si la chaîne rouge commence
avec couplage faible J2 = (1 − δ)J les deux spins non appariés des deux chaînes finies
sont proches et interagissent entre eux avec un couplage effectif Jp d’origine dipôlaire
ou d’échange anisotrope. Dans ce scenario, nous avons considéré toutes les configurations
possibles autour d’un défaut situé entre deux chaînes de spins (liste située en annexe C.4).
On trouve que la probabilité d’avoir une paire de solitons qui interagissent atteint 50 %
du nombre total de solitons et cette probabilité est indépendante de la concentration en
défauts.

5.1.6 Susceptibilité à basse température

Afin de confronter les différentes explications quant à l’origine des raies staellites, nous
avons étudié en détails la susceptibilité magnétique à basse température (5 K < T < 20
K). Nous avons présenté dans la table 5.3 une estimation des concentration en solitons S =
1/2 basée sur un ajustement avec une loi de Curie. Le produit χtotT permet d’obtenir plus
d’informations sur le comportement de la susceptibilité. Sur la figure 5.18 nous montrons
le produit χtotT en fonction de la température pour les trois composés (o-DMTTF)2X.
Dans le cas de (o-DMTTF)2I le produit χtotT est constant avec la température cela signifie
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Figure 5.18 – Produits χtotT en fonction de la température pour les trois systèmes X
= Cl, Br et I, mesurés par RPE continue dans l’orientation H || c. Les courbes sont les
meilleurs ajustements avec l’équation (5.4)

.

que la susceptibilité suit une parfaite loi de Curie. Le produit χtotT pour les composés
(o-DMTTF)2Cl et (o-DMTTF)2Cl augmente visiblement avec la température.

Nous avons considéré le modèle simple de deux spins 1/2 couplés par un échange
antiferromagnétique Jp conduisant à la formation d’un singulet séparé d’un état triplet
par un gap d’énergie ∆S = Jp. Dans ce cas la susceptibilité est décrite par l’équation de
Bowers-Bleaney [149]. Nous avons ajusté χtotT pour (o-DMTTF)2Cl et (o-DMTTF)2Br
avec une somme pondérée d’une loi de Curie et l’équation de Bowers-Bleaney (équation
(5.4)).

χtotT =
ns

2(1 + 1
3
e

∆S
kBT )

+ (1− ns)
3

8
(5.4)

Le produit χtotT est en cm3.mol−1.K, ns est le ratio entre les défauts de spin 1/2 et
les paires de défauts de spin 1/2 et ∆S est le gap entre le singulet et le premier triplet (on
considère g = 2 pour simplifier). La figure 5.18 montre le produit χtotT pour les composés
(o-DMTTF)2X où X = Cl, Br et I. Le meilleur ajustement a été trouvé pour ns = 0.56
et ∆S = 20.3 K pour (o-DMTTF)2Br et ns = 0.44 et ∆S = 16.7 K pour (o-DMTTF)2Cl.
Les valeurs de ns sont cohérentes avec le modèle de défauts entre deux chaînes dimérisées
présenté à la figure 5.19 car elles donnent environ 50% de spins 1/2 et 50% de paires de
spin 1/2. Nous discuterons de l’origine du couplage Jp et de son anisotropie dans la partie
5.1.8.

5.1.7 Dynamique d’un spin 1 dans une chaîne de spins 1/2

Afin de comprendre l’origine des raies satellites nous avons réalisé une séquence pour
mesurer des oscillations de Rabi en fonction du champ magnétique statique H0. Cette

108



5.1.7. Dynamique d’un spin 1 dans une chaîne de spins 1/2

J1 J2 J1J1 J2J1 J2 J1 J2(a)

J1 J2 J1J2J1 J2 J1 J2

JP

(b)

Figure 5.19 – Représentation de la configuration des spins autour d’un défaut non ma-
gnétique dans une chaîne de spin. (a) Lorsqu’il y a un spin non apparié d’un côté et un
spin apparié de l’autre. (b) Lorsqu’il existe un spin non apparié de chaque côté du défaut,
un couplage Jp apparaît entre les deux spins et forment une paire.

séquence de RPE pulsée est composée de trois pulses, le premier pulse induit une inversion
de populations cohérente des spins et les deux pulses suivants génèrent un écho de Hahn
qui sert de sonde de mesure. Chaque point est obtenu en intégrant 1000 échos de spin.
Pendant une mesure d’oscillations de Rabi la fréquence ν et le champ de résonance H0

sont fixés. En ajoutant la dimension temporelle pour chaque point de la raie RPE (figure
5.16.(a)) il est possible de sonder la nature des transitions de spins même si les raies
satellites ne sont pas bien résolues [150].

La figure 5.20.(a) montre les oscillations de Rabi des solitons et des paires de solitons
dans (o-DMTTF)2Br à T = 5 K , H0 // c et ν = 9.69 GHz. Pour H1

0 = 3458 G la
raie centrale est sondée alors que pour H2

0 = 3454 G on sonde une des raies satellites.
On constate directement que les oscillations à H1

0 sont plus lentes qu’à H2
0 : les deux

dynamiques sont différentes. La relation entre la fréquence de Rabi νR et l’amplitude du
champ micro-onde hmw est présentée dans l’encart de la figure 5.20.(a) pour H1

0 avec des
cercles rouges et H2

0 avec des carrés bleus. Les lignes en pointillés sont les fréquences de
Rabi attendues pour un spin 1/2 et un spin 1 en utilisant l’équation (5.5)[101].

νS=1
R =

√
S(S + 1)− Sz(Sz + 1)× ν

S=1/2
R (5.5)

Sz est le niveau où commence les oscillations de Rabi, pour S = 1/2 Sz = -1/2 et pour
S = 1 Sz = -1 et 0. Nous obtenons νR(H2

0 ) =
√
2νR(H

1
0 ), cela confirme la dynamique de

spin 1 des raies satellites. La distribution fréquentielle des oscillations de Rabi en fonction
du champ magnétique H0 est présentée sur la figure 5.20.(b). Les lignes en pointillés sont
les valeurs de fréquences de Rabi attendues pour un spin 1/2 (en rouge) et un spin 1 (en
bleu). Cette mesure permet d’attribuer sans ambiguité la dynamique de spin 1/2 à la raie
centrale et la dynamique d’un spin 1 (ou d’un état triplet) aux raies satellites séparées
par une anisotropie de 4 G.

Les composés (o-DMTTF)2Cl et (o-DMTTF)2I n’ont pas montré de raies satellites
quelle que soit la température ou l’orientation en RPE continue. Les oscillations de Rabi
en fonction du champ magnétique dans (o-DMTTF)2Cl montre une dynamique de S =
1 mais pas dans (o-DMTTF)2I (voir Annexe C.5). Nous pensons qu’en RPE continue la
résolution était trop mauvaise pour identifier les raies satellites de (o-DMTTF)2Cl mais
les oscillations de Rabi ont permis de le faire en sondant l’espace fréquentiel.
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Figure 5.20 – (a) Oscillations de Rabi des défauts fortement corrélés de (o −
DMTTF )2Br à T = 5 K et H0 // c. La fréquence micro-onde est fixée à ν = 9.69
GHz et le champ magnétique H1

0 = 3458 G correspond à la raie centrale et H2
0 = 3454

G correspond à la raie satellite de gauche. L’encart est la fréquence de Rabi en fonction
du champ micro-onde, les courbes en pointillés rouge et bleue représentent la dépendance
attendue respectivement pour un spin 1/2 et un spin 1. (b) Contour-plot de la transformée
de Fourier des oscillations de Rabi en fonction du champ magnétique de la figure 5.20.(a)
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5.1.8 Estimation du couplage interchaine Jp
Dans la partie 5.1.6 nous avons utilisé le modèle simple de Bowers-Bleaney qui décrit

la susceptibilité de deux spins 1/2 couplés par JP . Dans ce modèle le couplage d’échange
donne lieu à un singulet et un triplet séparés par un gap de spin ∆s = Jp. Dans notre
cas ce modèle n’est pas totalement correct puisque le signal à basse température provient
des solitons de spin 1/2. A priori si deux solitons de spin 1/2 sont couplés par Jp nous ne
savons pas si ∆s = Jp. Nous proposons maintenant d’estimer la valeur du couplage Jp en
considérant le modèle de paires de solitons décrit à la figure 5.19 et la valeur de gap ∆s

= 20.3 K déterminé expérimentalement sur (o-DMTTF)2Br.
Les solitons sont des systèmes à N corps et pour modéliser cette structure plus com-

plexe des calculs par des méthodes DMRG et QMC ont été nécessaires. Afin d’expliquer
les interactions entre spins électroniques dans la phase de spin-Peierls nous avons réa-
lisé des simulations Density Matrix Renormalization Group (DMRG) et QMC (Quantum
Monte Carlo) grâce à l’environnement Python ALPS [143]. Nous considérons les deux
structures magnétiques présentées sur la figure 5.19 : (1) deux chaînes de 31 spins cou-
plées par Jp et (2) une chaîne de 31 spins couplée par Jp à une chaîne de 32 spins, on les
représente respectivement par les hamiltoniens H62

SP et H63
SP . Dans tous les calculs nous

avons pris le paramètre de dimérisation δ = 0.08 (la valeur expérimentale de dimérisation
dans (o-DMTTF)2Br dans la table 5.2) et le couplage d’échange J = 1.

H62
SP =

−15∑
i=−1

[J(1 + δ)S2i−1.S2i + J(1− δ)S2i.S2i+1]

+ JPS−1.S+1

+
15∑
i=1

[J(1− δ)S2i−1.S2i + J(1 + δ)S2i.S2i+1] (5.6)

H63
SP =

−15∑
i=−1

[J(1 + δ)S2i−1.S2i + J(1− δ)S2i.S2i+1]

+ JPS−1.S+1

+
15∑
i=1

[J(1 + δ)S2i−1.S2i + J(1− δ)S2i.S2i+1]

+ J(1 + δ)S31.S32 (5.7)

La figure 5.22.(a) montre les cinquantes premières valeurs propres de H62
SP et H63

SP pour
Jp/J = 0.1. Dans les deux cas il existe un grand gap d’énergie d’environ ∆/J = 0.3 entre
le niveau d’énergie fondamental et un quasi-continuum d’énergie. Ce gap est directement
relié au paramètre de dimérisation δ par le relation ∆/J = 2δ3/4. Dans le cas N = 62 on
remarque un plus petit gap de ∆S/J = 0.035 entre le niveau fondamental et le premier
excité. La figure 5.22.(b) montre la relation quasi-linéaire de ∆S/J en fonction de Jp/J,
on en extrait une pente de 0.35. Nous avons utilisé une méthode Quantum Monte-Carlo
pour calculer la susceptibilité de H62

SP en fonction de la température de 0.005 J à 0.5 J,
en prenant J = 600 K, cela revient à T = 3 K à 300 K. Nous avons utilisé l’algorithme
"looper" qui est particulièrement performant sur les hamiltoniens de type Heisenberg.
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5.1.8. Estimation du couplage interchaine Jp

La susceptibilité χ sur la figure 5.22.(c) a été calculée pour Jp = 60 K. Dans les basses
températures (T < 50 K) la susceptibilité est correctement décrite par la formule de
Bowers-Bleaney [149] avec un gap ∆S = 21 K. La formule de Bowers-Bleaney est la forme
analytique de la susceptibilité pour deux spins 1/2 couplés par un échange isotrope. Ici
nous avons deux spins 1/2 formés par des dizaines de spins, couplés par Jp et nous avons
montré par DMRG ∆S = 0.35 Jp. La formule de Bowers-Bleaney est un bon modèle :
21K/60 K = 0.35 si on renormalise le gap ∆S par 0.35.
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Figure 5.21 – Aimantation locale du premier état excité de deux chaînes de 31 spins
avec une dimérisation de δ = 0.08 et couplées par Jp = 0.1J . Le cercle noir représente
la localisation du défaut entre les deux chaînes. Ce résultat a été calculé par une méthode
DMRG du code Python ALPS [143].

L’anisotropie de type Ising observée sur la figure 5.17 peut être expliquée de deux
manières différentes : (1) Une anisotropie d’échange symétrique qui est la conséquence du

couplage spin-orbite et qu’on estime par d =
(

∆g
g

)2
Jp ≃ 5 G [151]. Cette estimation est en

accord avec la valeur expérimentale de d. Cependant nous ne savons si cette formule cal-
culée pour l’interaction superéchange uniforme reste valide pour des paires de solitons. (2)
L’interaction dipôle-dipôle directe, cependant le soliton ne peut pas être considéré comme
un dipôle ponctuel mais à une distribution d’aimantation locale. Nous avons évalué cette
contribution dipôlaire à l’anisotropie d. Nous avons pris la distribution de l’aimantation
locale calculée par DMRG (figure 5.21) avec tous les sites espacés régulièrement par a =
7 Å.

d =
4

µBa3

N∑
i=1

N∑
j=1

µiµj

(i+ j)3
(5.8)

Cette somme sur tous les dipôles converge rapidement quand N → ∞. Le résultat final
donne d = 4.0 G avec N ≥ 5. Mais une estimation plus rapide avec N = 1 donne d =
µ2
1/2µBa

3 = 4.4 G, une valeur de seulement 10 % en excès. Finalement les deux estimations
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théoriques (1) et (2) sont en accord avec la valeur expérimentale de l’anisotropie d = 4.2
G.
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Figure 5.22 – (a) Spectre d’énergie d’une chaîne de spins dimérisée avec un défaut non
magnétique au centre suivant le modèle décrit par la figure 5.19. Pour un nombre pair de
spins les états Sz = 0 sont présentés alors que pour un nombre impair de spins ce sont
les états Sz = 1/2. (b) Variation du gap d’énergie ∆S entre l’état fondamental d’énergie
et le premier excité en fonction du couplage effectif Jp entre les solitons. (c) Susceptibilité
calculée par QMC d’une paire de solitons en prenant Jp = 60 K. A des températures suffi-
samment basses la susceptibilité peut être décrite par la formule de Bowers-Bleaney mais
en renormalisant le gap ∆S (courbe pleine). Aux températures hautes le quasi-continuum
se peuple et le système ne peut plus être traité comme une paire de spins 1/2.
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5.2 Les (o-DMTTF)2X avec des anions non centrosy-
métriques

5.2.1 Facteur g

Nous discutons ici de l’anisotropie du facteur g et sa dépendance en température. La
figure 5.23 montre le facteur g en rotation entre l’orientation H0 // c* (0◦) et H0 ⊥ c*
(90◦) des chaînes uniformes (T > TSP ) et des défauts fortement corrélés (basse tempé-
rature). Nous remarquons que la facteur g est varie très faiblement avec la température
comme dans les (o-DMTTF)2X avec des contranions centrosymmétriques. Seul dans (o-
DMTTF)2NO3 nous observons une variation de 1.10−3 entre T = 293 K et T = 7 K,
néanmoins la symétrie du tenseur g n’est pas affectée. Le facteur g étant une grandeur
locale qui dépend du champ local ressenti par les spins résonants, nous pensons que cette
légère variation du facteur g peut être attribuée soit à la dimérisation du réseau soit à la
transition de type anion ordering qui ont été observées par des mesures de rayons X dans
(o-DMTTF)2NO3 [70].

L’anisotropie du facteur g est de type uniaxiale et est décrite par la relation (5.2).
Nous avons ajusté les valeurs expérimentales avec cette équation, les ajustements sont
représentés par les courbes continues noires. On extrait g// = 2.0019, g⊥ = 2.0092 pour
(o-DMTTF)2NO2 et pour (o-DMTTF)2NO3 g// = 2.0022, g⊥ = 2.0084 à T = 7 K et g//
= 2.0014, g⊥ = 2.0076 à T = 293 K. On constate que le facteur g et son anisotropie
sont très peu différents de ceux des (o-DMTTF)2X avec anions centrosymétriques et sont
également très peu dépendants de la température.

5.2.2 Susceptibilité magnétique

La figure 5.24 et 5.25 montre les susceptibilités magnétiques de (o-DMTTF)2NO2 et
(o-DMTTF)2NO3 mesurées par RPE dans l’orientation H0||c*. Comme pour les mesures
de susceptibilité des (o-DMTTF)2X avec des anions centrosymétriques nous avons utilisé
comme référence des mesures faites au SQUID [70]. Notons que les mesures de SQUID de
(o-DMTTF)2NO2 ne sont pas publiées à ce jour. Les mesures de SQUID sont représentées
par des courbes pleines sur les figures 5.24 et 5.24 et les mesures extraites par RPE par
des carrés et des cercles.

Dans la phase uniforme des chaînes les susceptibilités mesurées au SQUID et par
RPE sont similaires pour les composés (o-DMTTF)2NO2 et (o-DMTTF)2NO3. Dans les
deux composés on observe une chute brutale de la susceptibilité à T = 70 K pour (o-
DMTTF)2NO2 et T = 100 K pour (o-DMTTF)2NO3. Dans le cas de (o-DMTTF)2NO3

des mesures de diffraction des rayons X confirment l’existence d’une transition de spin-
Peierls aux alentours de 100 K précédée d’une transition de type anion-ordering à T =
125 K. En revanche aucune mesure complémentaire n’a été publiée sur (o-DMTTF)2NO2.
Nous postulons que ce système subit une transition de spin-Peierls à TSP = 70 K. Nous
pouvons remarquer que les transitions de spin-Peierls ont été observées dans les mesures
SQUID et RPE. A des températures inférieures à TSP la susceptibilité remonte en loi de
Curie, ce comportement est habituellement à des impuretés paramagnétiques. La quantité
d’impuretés est bien plus importante dans les mesures de SQUID. La table 5.5 donne les
concentrations en défauts extraites du comportement en loi de Curie à basse température
en faisant les hypothèses que ce sont des spins 1/2 et g = 2. Comme nous l’avons montré
dans la partie 5.1.3 le SQUID mesure toutes les impuretés paramagnétiques alors que la
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Figure 5.23 – (a) Dépendance angulaire du facteur g de la raie des défauts dans les
chaînes de spins ( T = 7 K) et celui de la raie de la chaîne uniforme ( T = 150 K) dans
(o −DMTTF2NO2). (b) Dépendance angulaire du facteur g de la raie des défauts dans
les chaînes de spins ( T = 8 K) et celui de la raie de la chaîne uniforme ( T = 293 K)
dans (o−DMTTF2NO3). Les courbes noires sont les meilleurs ajustements en utilisant
l’équation (5.2) et donnent : g// = 2.0019, g⊥ = 2.0092 pour (o−DMTTF2NO2) et pour
(o − DMTTF2NO3) : g// = 2.0014, g⊥ = 2.0076 à T = 293 K et g// = 2.0022, g⊥ =
2.0084 à T = 7 K.

RPE est sélective en fréquence de résonance et nous montrons que les défauts mesurés par
RPE sont intrinsèques aux chaînes de spins. La concentration en défauts intrinsèques dans
(o-DMTTF)2NO3 est naturellement 10 fois plus faible que pour X = Cl, Br I ou NO2.
Les figures 5.24.(b) et 5.25.(b) représentent les susceptibilités χc déduite de la suscepti-
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Bul. FA Bulaevskii [34] Johnston et al. [35]

(o−DMTTF )2NO2 0.17 0.12 0.12

(o−DMTTF )2NO3 0.31 0.29 0.24

Table 5.4 – Paramètre de dimérisation δ(T = 0) pour les composés (o−DMTTF )2NO2

et (o − DMTTF )2NO3 extraits à l’aide de trois différentes modèles : Bulaevskii avec
amplitude libre (Bul. FA) correspond à l’équation (5.1) avec l’amplitude a et δ comme pa-
ramètres d’ajustement, Bulaevskii 5.1 avec δ comme seul paramètre ajustable et le modèle
de Johnston et al.

bilité χs en enlevant la contribution en loi de Curie à basse température respectivement
pour (o-DMTTF)2NO3 et (o-DMTTF)2NO2. Les données SQUID et RPE se superposent
correctement sur toute la gamme de température.

Afin de décrire le comportement des chaînes de spins uniformes (T > TSP ) nous
avons utilisé la méthode décrite à la partie 5.1.1. Nous utilisons donc le modèle développé
par Johnston et al. [35] et nous déterminons le couplage d’échange J en fonction de la
température. Grâce à cette méthode et en incorporant les valeurs de Jeff (T ) extrapolées à
basse température on calcule la valeur théorique de la susceptibilité uniforme représentée
par la courbe en pointillés sur la figure 5.24.(b). Le couplage d’échange Jeff (T ) a été
évalué entre T = 220 K et 300 K, il varie très faiblement autour de la valeur Jeff =
520 K. Jeannin et al. [70] extraient une valeur identique des données de SQUID à partir
du modèle de Bonner-Fisher [19]. La susceptibilité s’éloigne du comportement de chaînes
uniformes en dessous de T = 180 K, Jeannin et al. associent ce comportement à des
fluctuations structurales précédant la transition de spin-Peierls.

Lorsque T < TSP une transition de spin-Peierls apparaît et la susceptibilité décroît
jusqu’à une valeur nulle. Dans les composés (o-DMTTF)2NO2 et (o-DMTTF)2NO3 les
températures de spin-Peierls sont respectivement TSP = 70 K et TSP = 100 K. Afin d’étu-
dier les transitions de spin-Peierls en fonction de la température dans ces deux composés
nous avons utilisé la méthode présentée dans la partie 5.1.2. Nous avons déterminé les
valeurs de paramètre de dimérisation à température nulle à l’aide de trois méthodes pré-
sentées sur la figure 5.6 ; les résultats figurent dans la table 5.4. Les modèles Bulaevskii
et Johnston donnent des résultats presque identiques alors que le modèle Bulaevskii avec
amplitude libre surestiment le paramètre de dimérisation. La figure 5.26 montre la dé-
pendance en température du paramètre de dimérisation δ(T) et du gap de dimérisation
∆(T ) pour les composés (o-DMTTF)2NO2 et (o-DMTTF)2NO3. Les lignes en pointillés
sur la figure 5.26 sont les valeurs de δ et ∆ à T = 0 K, elles sont les asymptotes de
δ(T ) et ∆(T ) pour T < 0.5TSP , dans ce régime de température de température δ et ∆
sont indépendants de la température. Au dessus de T = 0.5TSP δ (T) et ∆(T) diminuent
progressivement en augmentant la température mais n’atteignent pas une valeur nulle. A
T = TSP les composés (o-DMTTF)2NO2 et (o-DMTTF)2NO3 présentent respectivement
des pseudo-gap d’environ 100 K et 200 K. Dans le cas de (o-DMTTF)2NO3 l’apparition
de ce pseudo-gap est en accord avec des mesures de diffraction des rayons X montrant
l’existence de fluctuations structurales à des températures inférieures à 200 K [70]. Des
fluctuations associées à une pré-transition ont déjà été observées par des mesures de rayons
X dans des composés de spin-Peierls organiques [12; 137; 138] et inorganiques [25].
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Figure 5.24 – (a) Susceptibilité χs en fonction de la température mesurée par RPE sur
(o − DMTTF )2NO3 (cercles). Les lignes pleines correspondent aux mesures de SQUID
faites par Jeannin et al. [70]. (b) Susceptibilité χc en fonction de la température corri-
gée par une loi de Curie. La courbe en pointillés correspond à la valeur théorique de la
susceptibilité de (o − DMTTF )2NO3 en utilisant les valeurs de couplage Jeff et celles
extrapolées à basse température.
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Figure 5.25 – (a) Susceptibilité χs en fonction de la température mesurée par RPE sur
(o−DMTTF )2NO2 (carrés) . Les lignes pleines correspondent aux mesures de SQUID.
(b) Susceptibilité χc en fonction de la température corrigée par une loi de Curie. La courbe
en pointillés correspond à la valeur théorique de la susceptibilité de (o−DMTTF )2NO2

en utilisant les valeurs de couplage Jeff et celles extrapolées à basse température.
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Figure 5.26 – Dépendance en température du paramètre de dimérisation δ (a) et du gap
de dimérisation ∆ (b) pour (o − DMTTF )2NO2 (carrés gris) et (o − DMTTF )2NO3

(cercles rouges). Les lignes en pointillés représentent les valeurs estimées à T = 0 K (voir
Table 5.4).

SQUID SQUID (cm−3) ESR ESR (cm−3) Ctot (cm−3)

(o-DMTTF)2NO2 37.10−4 7.4.1018 7.9.10−4 1.6.1018 1.99.1021

(o-DMTTF)2NO3 66.10−4 12.3.1018 0.12.10−4 0.02.1018 1.87.1021

Table 5.5 – Concentrations relatives et absolues en impuretés S = 1/2 dans (o −
DMTTF )2NO2 et (o − DMTTF )2NO3 extraites du comportement en loi de Curie ob-
servé à basse température en considérant g = 2, Ctot correspond à la concentration totale
en spins.
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5.2.3 Largeur de raie

Nous avons étudié le comportement de la largeur de raie RPE dans les composés
(o-DMTTF)2NO2 et (o-DMTTF)2NO3. La demi-largeur à mi-hauteur Γ a été systémati-
quement extraite par un ajustement des spectres RPE avec le modèle lorentzien dispersif
(4.7). Nous avons immédiatement remarqué une variation bien plus faible de la largeur
de raie avec la température que dans les composés (o-DMTTF)2Cl, (o-DMTTF)2Br et(o-
DMTTF)2I comme en témoignent les exemples de spectres RPE sur les figures 5.27 et
5.29. Outre la variation avec la température on constate que Γ ne dépasse jamais 4 G
alors que dans le composé (o-DMTTF)2I elle peut atteindre jusqu’à 250 G. En examinant
avec attention la figure 5.27 on voit que la largeur de raie ne varie pas trop jusqu’à un
affinement assez brutal à partir de 40 K. On observe alors l’apparition d’une raie plus fine
au même champ de résonance que la raie large. Les deux raies existent simultanément
entre 25 K et 45 K mais en baissant la température la raie large finit par disparaître
au profit de la raie fine. Ce type de systèmes de raie RPE a également observé sur les
composés organiques à chaines de spins (TMTTF)2X (X = PF6, AsF6 et SbF6) [140].
On peut montrer par un calcul numérique qu’une chaîne de Heisenberg XXZ donne un
spectre RPE avec une raie fine et une raie large [152]. La raie large homogène qui domine
à haute température correspond au signal de la chaîne tandis que la raie fine homogène
dominante à basse température est associée au soliton S = 1/2 induit par une brisure
dans la symétrie de translation.

Les figures 5.28 et 5.30 montre la variation angulaire de la demi-largeur à mi-hauteur
Γ pour les composés (o-DMTTF)2NO2 et (o-DMTTF)2NO3. La rotation a été effectuée
dans la plan ac* et H0 // c* correspond à 0◦ et H0 ⊥ c* à 90◦. Nous avons également
mesuré des spectres en tournant autour de l’axe c* et nous avons constaté des variations
très faibles de g (< 10−4)etdelalargeurderaieΓ (voir annexe C.6). On constate que l’ani-
sotropie de Γ dépend très fortement de la température dans le plan ac*. Dans le cas de
(o-DMTTF)2NO2 nous n’avons pas pu établir de modèle pour décrire Γ(θ). En revanche
pour (o-DMTTF)2NO3 la relation (5.9) permet de modéliser correctement l’anisotropie de
Γ jusqu’à 40 K environ. En dessous de cette température la raie fine apparaît, il devient
alors plus difficile de déterminer précisément la largeur de raie. Nous avons tenté d’ajuster
les spectres entre 25K et 45 K avec deux derivées de lorentziennes, les résultats étaient
presque identiques.

Γ(θ) = Γ0 + Γ1(1 + cos2 θ) + Γ2(3 cos
2 θ − 1)2 (5.9)

La constante Γ0 est la partie isotrope de la largeur de raie provenant de l’élargissement
homogène. Les préfacteurs Γ1 et Γ2 représentent les contribution à la largeur de raie sous
la forme 1+cos2 θ et (3 cos2 θ−1)2. Les paramètres Γ1 et Γ2 sont présentés en fonction de
la température sur la figure 5.32. Nous avons également mesuré Γ entre 5 et 300 K dans
l’orientation H0 // c* pour (o-DMTTF)2NO2 et (o-DMTTF)2NO3. Le comportement en
température pour ces composés est effectivement assez différent qu’avec les contranions
centrosymétriques Cl, Br et I. Cette variation avec la température se divise en 3 étapes.
Premièrement à des températures supérieures à 100 K la largeur Γ est quasi-linéaire avec
la température, une telle dépendance correspond à largeur de raie RPE d’une chaîne de
spins uniforme en présence d’anisotropie d’échange. Le modèle établi par Oshikawa et
Affleck [153; 154] précise qu’à partir de T > Tmax/2 la largeur de raie peut s’écarter de
son comportement linéaire. Dans notre cas Tmax doit avoir une valeur élevée puisque le
couplage d’échange est de 520 K dans (o-DMTTF)2NO3 ce qui correspondrait à un Tmax ≃
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330 K. En ce qui concerne l’anisotropie de Γ à T > 100 K le modèle Γ0+Γ1(1+cos2 θ) suffit
à la décrire. En effet comme le montre la figure 5.32 le terme atteint une valeur quasiment
nulle au delà de 100 K. Cette dépendance angulaire de la largeur de raie RPE est celle
d’une chaîne quasi-infinie uniforme dans l’hypothèse de Kubo et Tomita (rétrécissement
d’échange et température infinie) [82].

Deuxièmement en dessous de TSP la transition de spin-Peierls commence et la chaîne
uniforme se dimérise progressivement jusqu’à atteindre une dimérisation de δ = 0.25.
En dessous de TSP/2 le paramètre et la gap de dimérisation sont indépendants de la
température. Sur la figure 5.31 on observe très nettement que la largeur de raie Γ croît en
diminuant la température entre TSP et TSP/2. Parallèlement la contribution à l’anisotropie
de la largeur de raie Γ2 passe d’un valeur nulle à T = 100 K à une valeur maximale de Γ2 =
0.8 G à T = 50 K.Le préfacteur Γ2 est associé au terme (3 cos2 θ−1)2 dans l’équation (5.9),
ce type d’anisotropie est fréquemment associé à un élargissement dû à l’existence d’un
triplet S = 1 non résolu et séparés à cause d’un couplage anisotrope [83; 155; 156]. Dans
le cas des chaînes de spins dimérisées paires l’état fondamental et le premier état excité
forme un système singulet-triplet. La contribution Γ1, elle, diminue avec la température
jusqu’à atteindre une valeur nulle à T = 50 K. Afin d’expliquer ce résultat expérimental
nous avons calculé la largeur de raie d’un chaîne de spins dimérisée pour N = 9 et N =
10 spins. Ces calculs ont été réalisés en utilisant la méthode des moments, le moment
d’ordre 2 M2 permet de déduire directement la largeur de raie RPE. Les résultats de ces
calculs sont présentés sur la figure 5.33. A T > 100 K nous avons pris δ = 0 et en dessous
de 100 K nous avons progressivement augmenté δ en suivant les valeurs déterminées
expérimentalement 5.26, en dessous de 50 K nous avons fixé δ à 0.25. La constante de
couplage d’échange est de 520 K et l’anisotropie d’échange d = 1.6.10−6J . La largeur
de la chaîne paire (N = 10) augmente à partir de 100 K jusqu’à une valeur constante
alors que la chaîne dimérisée impaire (N = 9) décroît jusqu’à une valeur nulle. Dans une
chaîne de spins dimérisée paire la largeur de raie est imposée par le gap d’anisotropie
∆a que nous avons représenté sur la figure 5.34. Ce gap augmente avec l’anisotropie d
mais aussi avec le paramètre de dimérisation δ. A des températures suffisament basse la
largeur de raie est directement reliée à l’écartement ∆a entre les raies de l’état triplet.
Par conséquent nous pensons que l’augmentation brutale de la largeur de raie est due à la
transition de spin-Peierls associée à l’ouverture des gaps de dimérisation et d’anisotropie.
Notons que la largeur de raie dans (o-DMTTF)2NO3 est plus fortement dépendante de la
température que dans (o-DMTTF)2NO2 entre 50 et 100 K. Ceci peut être expliqué par
le fait que le paramètre de dimérisation δ est plus faible dans (o-DMTTF)2NO2 que dans
(o-DMTTF)2NO3.

Troisièmement en dessous de TSP/2 la largeur de raie chute brutalement jusqu’à 0.3
G dans le cas de (o-DMTTF)2NO3. Ce comportement peut être lui aussi expliqué grâce
aux calculs présentés sur la figure 5.33. En dessous de TSP/2 la transition de spin-Peierls
est terminée, le gap et le paramètre de dimérisation sont indépendants de la température.
De surcroît à ces températures les états excités sont très peu peuplés et ne peuvent plus
contribuer à l’élargissement du spectre RPE. Dès lors tous les spins sont soit dans l’état
fondamental S = 0 (chaînes paires) soit l’état fondamental S = 1/2 (chaînes impaires).
Seul l’état fondamental S = 1/2 est magnétique et participe au signal RPE. Or la largeur
de raie d’une chaîne dimérisée impaire que nous avons calculée tend vers 0 quand T tend
vers 0. Le résultat de ce calcul nous paraît cohérent car si tous les spins se trouvent dans
l’état fondamental S = 1/2, tous les transitions de spins sont de même énergie et il n’existe
plus de contribution à l’élargissement de la raie. Nous pensons donc que la chute de la
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largeur de raie à T < 50 K est lié au dépeuplement des états excités des chaînes vers l’état
fondamental. Nous pouvons d’ailleurs remarquer que dans cette gamme de température
la largeur de raie suit une loi ressemblant à la distribution de Boltzmann. Finalement
le comportement de la largeur dans les composés (o-DMTTF)2NO2 et (o-DMTTF)2NO3

s’explique par le caractère unidimensionnel de ces systèmes et permet d’identifier les trois
systèmes existants lorqu’on fait varier la température : chaîne uniforme infinie (T > 100
K), chaîne dimérisée (50 K < T < 100 K) et solitons magnétiques à basse température.
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Figure 5.27 – Exemples de spectres RPE de (o − DMTTF )2NO3 mesurés dans la di-
rection H0 // c*, en bande X et en faisant varier la température.
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Figure 5.28 – Dépendance angulaire de la demi-largeur de raie à mi-hauteur Γ dans le
plan ac du sel organique (o − DMTTF )2NO3 mesuré par spectroscopie RPE en bande
X. Les courbes continues noires représentent les ajustements des données expérimentales
à l’aide de l’équation (5.9)
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Figure 5.29 – Exemples de spectres RPE de (o − DMTTF )2NO2 mesurés dans la di-
rection H0 // c*, en bande X et en faisant varier la température.
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Figure 5.30 – Dépendance angulaire de la demi-largeur de raie à mi-hauteur Γ dans le
plan ac du sel organique (o−DMTTF )2NO2 mesuré par spectroscopie RPE en bande X.
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Figure 5.32 – Contributions Γ1 et Γ2 de largeur de raie en fonction de la tempéarture.
Ces grandeurs ont été extraites en ajustant l’équation (5.9) aux données expérimentales
de la figure 5.28.
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Figure 5.33 – Variation en fonction de la température de la demi largeur à mi-hauteur
dans le cas d’un profil gaussien ∆ωgauss entre 5 K et 350 K pour un modèle de chaîne
dimérisée avec J = 550 K, δ = 0.25 et une anisotropie d’échange d = 1.6.10−6 J.
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5.2.4 Oscillations de Rabi

Nous avons réalisé des expériences de RPE pulsée sur le composé (o-DMTTF)2NO3

à basse température lorsque le système est dans un état fondamental spin-Peierls où la
susceptibilité magnétique des chaînes de spins chute très fortement. La température de
spin-Peierls dans ce composé est élevée TSP = 100 K par conséquent à une température
suffisamment basse (< 30 K) il est possible d’observer uniquement le signal provenant
des défauts intrinsèques. Nous avons donc pu mesurer des oscillations de Rabi des défauts
intrinsèques à 6 K en faisant varier le champ micro-onde de 1.4 G à 11 G. Le signal
cohérent de nutation a été obtenu en appliquant un long pulse P(t) puis en intégrant 1000
fois la FID générée. Dans ce composé il n’était pas possible de générer un écho de spin
mais seulement une FID. Cette méthode de mesure est décrite en détails dans la partie
3.8. La figure 5.35 montre des exemples d’oscillations de Rabi mesurées à 6 K et bande
X. Les courbes continues en rouge représentent les ajustements numériques en utilisant
l’équation (5.10).

< Sx(t) >∝ sin (2πνRt)e
−ΓRt (5.10)

Le modèle (5.10) est une sinusoïde de fréquence de Rabi νR et qui s’amortit expo-
nentiellement avec l’amortissement de Rabi ΓR. Nos mesures d’oscillations de Rabi sur
(o-DMTTF)2NO3 ont été réalisées en fonction du champ micro-onde hmw dans le but
d’étudier l’influence de ce dernier sur la fréquence de Rabi. Si ce sont des oscillations
de Rabi alors la relation entre la fréquence νR et le champ micro-onde hmw est linéaire
comme il est prédit dans la littérature [157; 158].

La figure 5.36 montre l’évolution de la fréquence de Rabi νR et l’amortissement de Rabi
ΓR en fonction du champ micro-onde hmw. Nous pouvons remarquer que la fréquence de
Rabi croît linéairement avec le champ micro-onde. Nous avons ajusté nos valeurs expéri-
mentales par une droite représentée par la courbe continue bleue sur la figure 5.36 et nous
trouvons une pente de 2.8 MHz.G−1. Cette valeur est très proche de celle attendue pour
des spins 1/2. Cette relation linéaire nous fournit des informations cruciales sur la nature
des défauts. Ce résultat est une preuve supplémentaire en faveur de notre hypothèse de
défauts intrinsèques créant un niveau fondamental S = 1/2.

La figure 5.36 présente également la dépendance en champ micro-onde de l’amortis-
sement de Rabi ΓR extrait des oscillations sur (o-DMTTF)2NO3. On constate clairement
que le champ micro-onde a peu d’effet sur l’amortissement des oscillations. La courbe
en pointillé rouge est un ajustement des données expérimentales par la relation (5.11)
donnant la relation entre l’amortissement de Rabi et le champ micro-onde [159]. Dans
cette expression Γ0 est l’amortissement à champ micro-onde nul et γ est le coefficient
d’inhomogénéité.

ΓR = Γ0 + γhmw (5.11)

Grâce à la relation (5.11) on extrait la valeur de γ de 0.1 MHz.G−1, une valeur environ
10 fois plus petite que dans les systèmes d’ions dilués [159; 160]. Dans notre système
fortement corrélé, il semblerait que l’amortissement de Rabi soit presque indépendant du
champ micro-onde contrairement aux défauts paramagnétiques dilués. Bertaina et al. ont
fait cette observation précédemment [140] sur le sel organique (TMTTF)2PF6. Ils ont
montré également que l’amortissement de Rabi diminue avec la température et n’atteint
pas de valeur seuil comme pour les impuretés magnétiques diluées [159]. Ces observations
peuvent nous laisser penser que la dynamique des systèmes fortement corrélés est très
différente de celles des systèmes dilués.

131



5.2.4. Oscillations de Rabi

−1

0

1

νR = 22.3 MHz ΓR = 2.5 MHz

(o−DMTTF )2NO3 - T = 6 K - Bande X
hmw = 7.8 G

−1

0

1

<
S
x
>

(A
.U

)

νR = 11.3 MHz ΓR = 2.1 MHz

hmw = 5.5 G

0 500 1000 1500 2000
Time (ns)

−1

0

1

νR = 5.7 MHz ΓR = 1.9 MHz

hmw = 1.96 G

Figure 5.35 – Oscillations de Rabi des solitons obtenues dans (o − DMTTF )2NO3

en bande X et à T = 6 K. Le signal d’aimantation transverse < Sx(t) > a été mesuré
par l’intégration de 1000 FID. Les trois courbes correspondent à trois valeurs de champ
micro-onde différentes. Les symboles représentent les données expérimentales tandis que
les courbes continues rouges sont les meilleurs ajustement en utilisant l’équation (5.10)
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Figure 5.36 – Fréquence de Rabi et amortisssement de Rabi en fonction du champ micro-
onde hmw dans le cas du sel organique (o−DMTTF )2NO3 mesuré en bande X et à T = 6
K. La courbe continue représente le modèle de Rabi pour un spin 1/2 : une droite de pente
2.8 MHz.G−1. La courbe en pointillé représente l’ajustement numérique de l’amortissement
de Rabi ΓR par la relation Γ0 + γhmw. On trouve Γ0 = 1.7 MHz (amortissement à champ
micro-onde nul) et γ = 0.1 MHz.G−1 (effet du champ micro-onde sur l’amortissement de
Rabi).

5.2.5 Facteur de mérite

Nous avons comparé le facteur de mérite de notre composé (o-DMTTF)2NO3 à trois
autres systèmes de spin 1/2 et sur lesquels des oscillations de Rabi ont été mesurées.
Le facteur de mérite est une grandeur qui permet de rendre compte de la décohérence
induite par le champ micro-onde et de caractériser sa performance. Il s’exprime par le
ratio entre la fréquence de Rabi et l’amortissement : QM = νR/ΓR. La figure 5.37 est
une comparaison entre les facteurs de mérite de notre système et trois autres systèmes
cohérents : (TMTTF)2PF6, CaWO4 :Er3+ et MgO :Mn2+. CaWO4 :Er3+ et MgO :Mn2+

sont des systèmes dilués et (TMTTF)2PF6 est un système de chaînes de spins avec des
défauts fortement corrélés [140]. Nous pouvons noter que les facteurs de mérite des deux
systèmes corrélés n’atteigent pas un plateau comme les systèmes dilués. Ceci permet de
mettre en évidence que les systèmes corrélés (o-DMTTF)2NO3 et (TMTTF)2PF6 ont une
dynamique différente de celle des impuretés paramagnétiques diluées. En 2007, Bertaina
et al. proposent une expression phénoménologique pour lier l’amortissement de Rabi à
l’inhomogénéité [161]. A partir de cette expression (5.12) nous avons ajuster le facteur
de mérite en fonction de la fréquence de Rabi pour se rendre compte de l’effet de l’inho-
mogénéité dans nos systèmes. Les ajustements sont représentés sur la figure 5.37 par les
courbes pleines noires.

QM =
νR

Γ0 + γνR
(5.12)

On extrait pour les deux systèmes corrélés (TMTTF)2PF6 et (o-DMTTF)2NO3 respec-
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tivement γ = 0.015 et γ = 0.036. Pour les deux systèmes dilués il faut étudier l’équation
5.12 dans le régime Γ0 « γνR. Dans ce régime le facteur de mérite QM ne dépend plus de la
fréquence de Rabi et atteint une valeur constante égale à 1/γ. Les composés CaWO4 :Er3+
et MgO :Mn2+ atteignent rapidement une valeur de saturation, respectivement 1/γ = 5
et 1/γ = 4. De cette façon on trouve γ = 0.2 pour CaWO4 :Er3+ et γ = 0.25 pour
MgO :Mn2+. Ce résultat montre que les systèmes corrélés sont 10 à 20 moins sensibles à
l’inhomogénéité du champ micro-onde que les deux autres systèmes dilués. Le facteur de
mérite est également plus grand dans les systèmes corrélés que dans les systèmes dilués.
Cela signifie que l’on peut réaliser plus d’opérations logiques quantiques avant la perte de
cohérence du système qu’avec des sytèmes dilués et que ce nombre croît lorsque le champ
micro-onde augmente.
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Figure 5.37 – Facteur de mérite du sel organique (o−DMTTF )2NO3 obtenu en bande
X et à T = 6 K comparé à deux systèmes d’ions dilués et le système fortement corrélé
(TMTTF )2PF6. Les courbes continues sont les ajustements définis par (5.12) : QM =
νR/1.35 + 0.015νR (TMTTF )2PF6 et QM = νR/1.7 + 0.036νR.
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5.3 Conclusion
Dans ce chapitre nous avons présenté une étude par RPE des sels organiques quasi-

unidimensionnels (o-DMTTF)2X. Le chapitre a été divisé en deux parties : une première
sur les (o-DMTTF)2X avec des anions centrosymétriques (X = Cl, Br et I) et la seconde
sur les (o-DMTTF)2X avec des anions non centrosymétriques (X = NO2 et NO3).

Premièrement nous avons étudié le comportement des chaînes uniformes à haute tem-
pérature (T < TSP ) à partir des mesures de susceptibilité RPE et nous avons déduit la
dépendance en température du couplage d’échange isotrope Jeff (T) à l’aide d’une mé-
thode développée par Johnston et al. Les calculs de DFT moléculaire réalisés par Maylis
Orio et les mesures par diffraction des rayons X effectuées par Michel Giorgi nous ont
permis de montrer que la variation du couplage d’échange en fonction de la température
provenait de la variation du paramètre cristallographique c en fonction de la température.

Deuxièmement, nous avons réalisé une analyse de la transition de spin-Peierls à partir
des susceptibilités mesurées par RPE. Grâce à la méthode Johnston et al. nous avons
pu déduire l’évolution du gap ∆ et du paramètre de dimérisation δ en fonction de la
température.

Troisièmement, nous avons remarqué qu’à basse température la susceptibilité RPE
suivait un comportement semblable à une loi de Curie comme des impuretés paramagné-
tiques. La spectroscopie RPE étant sélective en fréquence de résonance, nous avons pu
montrer que ce signal à basse température et le signal des chaînes uniformes possédent
exactement le même facteur g. Cette observation nous a permis de conclure que les chaînes
de spins dimérisées possèdent des défauts intrinsèques. Ces défauts brisent la symétrie de
translation des chaînes et peuvent induire un état d’énergie fondamental S = 1/2. Nous
avons montré par des calculs DMRG et MCQ qu’à basse température les chaînes impaires
produisent un signal en loi de Curie et qu’autour d’un défaut, des dizaines de spins sont
polarisés. Ce système à N corps est un soliton magnétique de spin 1/2.

Quatrièmement nous avons observé la présence des deux raies satellites bien résolues
à basse température dans (o-DMTTF)2Br, nous n’avons pas pu les résoudre dans les
autres composés. Ces deux raies sont centrées autour du facteur g de la raie centrale mais
séparées par une anisotropie de quelques gauss. Nous avons pu en déduire que les solitons
magnétiques S =1/2 peuvent se coupler pour former des paires de solitons. L’étude de
la susceptiblité à basse température nous a permis de comprendre que 50 % des solitons
étaient isolés et 50 % formaient des paires par un couplage d’échange Jp. En justifiant
à l’aide de calculs DMRG et MCQ, nous avons proposé un modèle basé sur la nature
unidimensionnelle de notre système pour expliquer ces observations.

Enfin, nous avons mesuré par une séquence de RPE pulsée les oscillations de Rabi des
solitons et des paires de solitons qui ont respectivement une dynamique de spin 1/2 et de
spin 1. Nous allons nous focaliser dans le chapitre 6 sur l’étude de la relaxation et de la
cohérence des solitons dans les composés (o-DMTTF)2X (X = Cl,Br et I).
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Chapitre 6

Etude en RPE pulsée de la dynamique
cohérente des solitons dans les chaînes
spins organiques (o-DMTTF)2X (X=
Cl,Br,I et NO2)

Sommaire
6.1 Relaxation spin-réseau . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 137

6.1.1 Mesure du temps de relaxation T1 . . . . . . . . . . . . . . . . 137
6.1.2 Processus de relaxation à basse température . . . . . . . . . . . 139
6.1.3 Origine de l’effet phonon bottleneck . . . . . . . . . . . . . . . 141
6.1.4 Processus de relaxation à haute température . . . . . . . . . . 142
6.1.5 Discussion et synthèse . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 145

6.2 Temps de cohérence électronique . . . . . . . . . . . . . . . . . 151
6.2.1 Etude de la diffusion instantanée . . . . . . . . . . . . . . . . . 151
6.2.2 Etude de la diffusion spectrale . . . . . . . . . . . . . . . . . . 153
6.2.3 Découplage dynamique . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 157

6.3 Contribution de l’environnement nucléaire à la décohérence . 158
6.4 Temps de cohérence intrinsèque . . . . . . . . . . . . . . . . . . 162
6.5 Conclusion . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 166

136



6.1. Relaxation spin-réseau

Dans ce chapitre nous nous intéressons à la relaxation et la cohérence des solitons
observés à basse température (T < 25K). Nous avons vu dans le chapitre 5 que ces
objets fortement corrélés ont une dynamique cohérente en mesurant leurs oscillations de
Rabi à basse température. Ces oscillations sont limitées par le temps de cohérence T2. La
RPE pulsée permet d’étudier le comportement des spins électroniques dans leur régime
transitoire c’est à dire avant la relaxation. Dans un premier temps nous allons présenter
une étude du temps de relaxation spin-réseau T1 en fonction de la température et à
différents champs magnétiques. Nous identifierons les processus de relaxation issus des
interactions spin-phonon. Dans un second temps nous mettrons en évidence les différents
mécanismes responsables de la perte de cohérence comme la diffusion spectrale, la diffusion
instantanée ou l’environnement magnétique nucléaire en utilisant des séquences comme
l’écho de Hahn, l’écho stimulé ou la technique de spectroscopie hyperfine HYSCORE.

6.1 Relaxation spin-réseau

6.1.1 Mesure du temps de relaxation T1

Nous avons étudié la relaxation des spins électroniques avec le réseau par la méthode
d’inversion-récupération (IR). Cette méthode consiste à inverser les populations de spin
par une impulsion π et mesurer le retour à l’équilibre suivant un temps caractéristique T1.
Nous avons abordé en détails cette méthode à la sous-partie 3.8.6. Nous avons rencontré
des difficultés à extraire le T1 car nous avons constaté que le retour à l’équilibre n’avait
pas une évolution monoexponentielle dans le temps pour les (o-DMTTF)2X. Ce type de
comportement a déjà été observé et a été attribué soit à une mauvaise thermalisation
entre le réseau et le bain, soit à la diffusion spectrale. Par exemple dans les systèmes la
largeur de raie RPE est supérieure à la largeur d’excitation de l’impulsion micro-onde,
autrement dit il est fréquent que le pulse π n’arrive pas à inverser toutes les populations
des spins. Dans ce cas la valeur du T1 mesurée est susceptible d’être raccourcie par de la
diffusion spectrale et le retour à l’équilibre n’est plus monoexponentiel. Ce cas de figure
a été rencontré dans des radicaux de tyrosine [112] et dans les cristaux Al2O3 dopés par
des ions Cr3+[162]. Afin de nous assurer que cette observation ne provenait pas de la
méthode de mesure, nous avons mesuré dans des conditions exactement identiques le T1
par inversion-recovery, par saturation-recovery et par la méthode picket-fence.

La figure 6.1 présente un exemple de retour à l’équilibre des spins mesuré par Inversion-
Recovery (a) et Saturation Recovery (b) à T = 5.4 K et dans l’orientation H0 ⊥ c. Nous
avons ajusté les points expérimentaux avec un modèle monoexponentiel (courbes brisées
noires) et un modèle stretched exponentiel défini par l’équation (6.1) (courbes continues
noires). Ces deux figures montrent qu’avec deux méthodes de mesures différentes nous
obtenons les mêmes ordres de grandeurs pour T1 et l’exposant β. Dans les deux cas le
retour à l’équilibre n’est pas monoexponentiel et ce comportement ne peut être associé
avec une séquence de mesure particulière.

I(t) = I0 exp

[
−
(
t

T1

)β
]
+ I1 (6.1)

La figure 6.2 montre le paramètre d’ajustement β de l’équation (6.1) en fonction
de la température pour (o-DMTTF)2Br. Cet exposant permet de caractériser la non-
exponentialité du retour à l’équilibre des spins, plus sa valeur est faible plus l’exponentielle
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6.1.1. Mesure du temps de relaxation T1
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Figure 6.1 – (a) Retour à l’équilibre des spins électroniques mesuré par la méthode
Inversion-Recovery à T = 5.4 K sur (o−DMTTF )2Br. Les courbes noires en pointillés
et continue représentent les meilleurs ajustements en utilisant respectivement une fonc-
tion exponentielle décroissante et l’équation (6.1), il donne les paramètres T1 = 344 ±
3 µs et β = 0.53. (b) Retour à l’équilibre des spins électroniques mesuré par la méthode
Saturation-Recovery à T = 5.4 K sur (o−DMTTF )2Br. Les courbes noires en pointillés
et continue représentent les meilleurs ajustements en utilisant respectivement une fonction
exponentielle décroissante et l’équation (6.1), il donne les paramètres T1 = 300 ± 3 µs et
β = 0.52.
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6.1.2. Processus de relaxation à basse température
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Figure 6.2 – Paramètres d’ajustement β extraits en utilisant l’équation (6.1) en fonc-
tion de la température. Les exposants β présentés sur cette figure correspondent à
(o−DMTTF )2Br en bande X,Q et W.

est étirée et si β = 1 la fonction est monoexponentielle. On constate très clairement que
β augmente très rapidement avec la température, à environ 12 K l’exposant β atteint la
valeur de 1. Cela signifie qu’à partir de 12 K le retour à l’équilibre est une exponentielle
décroissante. Dans la suite nous avons étudié les processus intervenants dans temps de
relaxation T1 en le mesurant en fonction de la température et du champ magnétique H0.

6.1.2 Processus de relaxation à basse température

Nous avons mesuré le temps de relaxation T1 en fonction de la température afin d’iden-
tifier les processus mis en jeu. Nous avons montré dans la partie 3.6 que ces processus sont
issus des interactions spins-phonons et sont très dépendants de la température. La figure
6.3 montre sur l’exemple de (o-DMTTF)2Br le taux de relaxation 1/T1 dans la partie
basse température (5-11 K) en échelle log-log. A ces températures, le processus direct est
généralement dominant et il dépend linéairement de la température (voir équation (6.2)).
Nous avons tenté d’ajuster les points expérimentaux avec l’équation (6.2), les ajustements
sont représentés par les droites en pointillés sur la figure 6.3. Il est clair que les taux de
relaxation 1/T1 ne dépendent pas linéairement de la température. Cette observation a été
faite également sur (o-DMTTF)2Cl, (o-DMTTF)2I et (o-DMTTF)2NO2.

1/T1d = αDT (6.2)

Nous avons vu 3.6.4 que lorsque le réseau et le cryostat ne sont pas en permanence à
l’équilibre thermique il apparaît un phénomène de saturation du flux de phonons dans le
réseau appelé effet phonon bottleneck. La dépendance en température de T1 en présence
de l’effet phonon-bottleneck est connue [87; 92], elle est donnée par la relation (6.3) :

1/T1b = αBT
2 (6.3)
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Figure 6.3 – Taux de relaxation 1/T1 en fonction de la température pour (o-
DMTTF)2Br. Nous nous sommes focalisés sur la partie basse température [5 K,11 K].
Les points expérimentaux dans cette zone ont été ajustés en utilisant l’équation (6.2)
(courbes en pointillés) et l’équation (3.47) (courbes pleines).

L’expression (6.3) permet d’ajuster convenablement nos valeurs de T1 à basse tempéra-
ture. Les ajustements sont représentés pour les droites continues noires sur la figure 6.3.
Nous avons donc évalué les préfacteurs αB pour les trois composés (o-DMTTF)2X (X
= Cl,Br,I) à plusieurs champs magnétiques, les résultats sont donnés dans la table 6.1.
Nous constatons directement les préfacteurs αB dépendent quasi-linéairement du champ
magnétique. Ce comportement en champ magnétique ne peut exister si le temps de re-
laxation spin-réseau T1 suivent un processus direct à basse température mais ils devraient
une dépendance en H2

0 pour des non doublets de Kramers ou en H4
0 pour des doublets de

Kramers. En revanche Roinel et al. [163] ont observé ce comportement quasi-linéaire dans
la relaxation de type phonon bottleneck des spins nucléaires 169Tm dans TmPO4. Les au-
teurs ont attribué ce comportement à l’inhomogénéité de la raie de résonance qui s’élargit
proportionnellement au champ magnétique. Cependant la théorie de la relaxation para-
magnétique prévoit que αB est proportionnel à la largeur de raie de résonance homogène
(équation 6.4). La validité de cette relation pour des raies inhomogènes est controversée
et il a été conclu que la raie peut être considérée comme homogène si l’origine de son
inhomogénéité n’est pas macroscopique [164; 165].

Notre étude du temps de relaxation spin-réseau à basse température et à plusieurs
champs magnétiques semble indiquer la présence de l’effet phonon bottleneck : le temps
de relaxation T1 décroît en 1/T 2 avec la température et quasi-linéairement avec le champ
magnétique. Nous avons également observé dans la partie précédente un retour à l’équilibre
des spins non monoexponentielle visible sur la figure 6.1 que nous avons ajusté avec
un modèle d’exponentielle étirée (6.1). Le paramètre d’étirement β décroît fortement
lorsque la température augmente et atteint β = 1 à partir de 12 K. Ces comportements
peuvent être également associés à la présence de l’effet phonon bottleneck [166; 87; 92].
En effet, le paramètre bottleneck σ décroît en 1/T et lorsque ce paramètre σ est non
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6.1.3. Origine de l’effet phonon bottleneck

Fréquence H0 (T) αB(Cl) αB(Br) αB(I)

9.39 GHz (bande X) 0.335 68 49.1 88.8

33.4 GHz (bande Q) 1.193 350 94.6 157

94 GHz (bande W) 3.356 None 336 675

Table 6.1 – Préfacteurs αB en fonction de la fréquence et du champ magnétique dans
les (o-DMTTF)2X ajustés d’après l’équation (3.47).

nul, le retour à l’équilibre des spins est non monoexponentiel. Nous pouvons associer
qualitativement seulement le paramètre σ et le paramètre d’étirement β. Lorsque σ = 0
le retour à l’équilibre est monoexponentiel et β = 1. Dans le cas contraire σ est non nul
alors le retour à l’équilibre n’est pas monoexponentiel et β < 1.

Nous mentionnons ici que le comportement du taux de relaxation en T 2 en fonction
de la température peut s’expliquer par un processus Raman. En effet dans l’hypothèse
où l’énergie de Debye kbθD est inférieure à l’énergie thermique kBT , il a été calculé ana-
lytiquement que le processus Raman donne lieu à une relaxation en 1/T1 ∝ T 2 [91; 167].
On parle de processus Raman haute température. La condition kBθD < kBT est satisfaite
le plus souvent dans des systèmes d’aimants moléculaires, ce type de relaxation Raman
haute température a été observée par exemple dans un complexe dysprosocenium [168].
Néanmoins le processus Raman haute température ne permet d’expliquer ni la relation
entre le champ magnétique et T1 ni le caractère non monoexponentiel du retour à l’équi-
libre des spins éléctroniques. Enfin, il est peu probable que la condition kBθD < kBT soit
respectée dans les monocristaux de (o-DMTTF)2X. Bien que nous ne connaissions pas
les températures de Debye θD de ces composés organiques, il est connu que les systèmes
cristallins ont des températures de Debye bien plus élevées que les aimants moléculaires.
De fait, si on se réfère aux températures de Debye mesurées sur les composés analogues
(TMTSF)2X : (TMTSF)2ClO4 avec θD = 213 K [169; 170], (TMTSF)2PF6 avec θD = 200
K [171] et (TMTSF)2Br avec θD = 236 K [172], on constate que les énergies de Debye
sont bien supérieures à l’énergie thermique.

Finalement les différentes observations que nous avons pu faire dans la relaxation spin-
réseau à basse température sont en accord avec la présence d’un effet phonon bottleneck.

6.1.3 Origine de l’effet phonon bottleneck

Dans la partie précédente nous avons mis en évidence les différents arguments mon-
trant l’existence d’un engorgement des phonons dans le réseau cristallin ou effet phonon
bottleneck. Dans la partie 6.1.1 nous avons remarqué que le retour à l’équilibre des spins
n’était pas monoexponentiel quel que soit la méthode de mesure employée, cet aspect
est assez caractéristique de l’effet phonon bottleneck [87; 92]. L’etude de T1 nous a ré-
vélé une dépendance en température en 1/T 2 et quasi linéaire en champ magnétique.
Ces comportements ont été prédits et observés dans le cadre de l’effet phonon bottleneck
[87; 92; 166; 163]. Nous avons vu dans la partie 3.6.4 que cet effet se manifestait lorsque
la relaxation phonon-bain n’était plus négligeable devant la relaxation spin-phonon. La
relaxation phonon-bain est caractérisée par le temps de vie des phonons dans le réseau
Tph, plus il est grand plus la relaxation phonon-bain est lente. Ce temps est directement
relié au préfacteur αB que nous avons extrait des mesures de T1 par l’équation (6.4)
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6.1.4. Processus de relaxation à haute température

[173; 87; 174]. Dans cette équation, n est la concentration en sites paramagnétiques, v la
vitesse du son dans le matériau et ∆δ est la largeur de la raie de résonance. Malgré la
difficulté de mesurer précisément en raison de la non exponentialité du retour à l’équilibre
il est possible de donner une estimation de la valeur de Tph dans les (o-DMTTF)2X. Nous
ne connaissons pas la vitesse du son dans les (o-DMTTF)2X cependant des mesures de
la vitesse du son dans (TMTSF)2PF6 ont été reportées par Chaikin et al. [175]. Ils ont
mesuré la vitesse de propagation du son suivant l’axe de plus forte conduction de 4 K
à 300 K, la vitesse du son varie faiblement autour de 3000 m.s−1 à basse température.
Nous faisons l’hypothèse que la vitesse de propagation du son dans les (o-DMTTF)2X
est proche de cette valeur étant donné que la compositions chimique, la densité et les
propriétés électroniques sont analogues.

αB =
6∆δk2B

π2nv3ℏ3Tph
(6.4)

A partir des préfacteurs αB en bande X des tables 6.2,6.3 et 6.4 nous avons calculé les
temps de vie de phonons suivants : Cl : Tph = 1.3.10−6 s, Br : Tph = 1.8.10−6 s et Iode :
Tph = 1.3.10−6 s. Dans les trois composés le temps de vie des phonons est de l’ordre de
la microseconde. Ils existent quatres principaux phénomènes limitant le temps de vie des
phonons :

— Collisions phonons-phonons, cet effet est négligeable aux températures proches de
l’hélium liquide [176].

— Impuretés dans la structure cristalline, la contribution des impuretés de tout type
à la diffusion des phonons est difficile à estimer. Klemens [176] a déduit la formule
suivante en considérant uniquement des défauts ponctuels, n est la concentration
relative en défauts, a est la distance interatomique et v est la vitesse du son dans
ce milieu :

Tph =
v3n

3πa3ω4

— Diffusion élastique des phonons aux interfaces. Une partie des phonons est trans-
mise directement au bain et le reste est réfléchi à cause de la différence d’impédance
acoustique, on observe typiquement Q ∼ 100 réflexions. Dans ce cas le temps de
vie de phonon est directement relié à la longueur d’une cristal l : Tph ≃ Ql/v

— Diffusion inélastique aux surfaces en phonons d’énergies différentes : Tph ≃ l/v
En prenant la longueur typique de nos monocristaux l = 3 mm on calcule Tph ≃ l/v =

1.10−6 alors qu’en considérant la contribution des défauts ponctuels on trouve Tph = 3.10−3

s. Par conséquent le temps de vie des phonons dans les monocristaux de (o-DMTTF)2X
est limité par de la diffusion inélastique aux interfaces.

6.1.4 Processus de relaxation à haute température

A des températures plus élevées les processus à deux phonons résonants Orbach et non
résonants Raman apparaissent. Nous avons vu dans la partie 3.6 que le processus Orbach
suit une loi exponentielle avec la température alors que le processus Raman est décrit par
T n. L’exposant n prend des valeurs très différentes suivant la nature du système étudié
[91]. Pour des doublets de Kramers cet exposant a été calculé et vaut n = 9. Les relations
(6.5) et (6.6) décrivent respectivement les dépendances en température des processus
Orbach et Raman :

1/T1O = αo∆
3
0e

−∆0/T (6.5)
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6.1.4. Processus de relaxation à haute température

1/T1R = αRT
9 (6.6)

Le processus Raman existe toujours, en revanche le processus Orbach peut ne pas
apparaître si les phonons intervenant dans le processus Orbach ont une énergie plus grande
que l’énergie de phonon maximale du réseau cristallin kBθD, θD étant la température de
Debye. Dans le cas des (o-DMTTF)2X il était délicat de distinguer par un ajustement une
loi de puissance (Raman) et une loi exponentielle (Orbach). Par conséquent nous avons
retranché la partie basse température αBT

2 aux taux de relaxation expérimentaux 1/T1
et nous les avons représentés sur deux échelles différentes. Le processus Orbach apparaît
linéaire si on prend le logarithme de 1/T1 en fonction de 1/T alors que le processus
Raman apparaît linéaire si on prend le logarithme de 1/T1 en fonction du logarithme de
T . Nous avons donc représenté sur la figure 6.4 1/T1 − αBT

2 en échelle logarithmique
et en fonction de 1/T . Nous observons clairement que sur cette échelle les relaxations à
haute température de (o-DMTTF)2Cl et (o-DMTTF)2Br suivent une dépendance linéaire
et correspond à une relaxation de type Orbach (droites continues noires) dont la pente est
∆0. Les données de (o-DMTTF)2I et (o-DMTTF)2NO2 ne suivent pas ce comportement
linéaire. Sur la figure 6.5 nous représentons les mêmes données 1/T1−αBT

2 mais en échelle
log-log. On constate sur cette échelle que les taux de relaxation à haute température
de (o-DMTTF)2I et (o-DMTTF)2NO2 ont un comportement linéaire et suivent donc un
processus de type Raman T 9 (droites en pointillés noires). Nous avons pu donc en conclure
que les composés (o-DMTTF)2Cl et (o-DMTTF)2Br suivent un processus Orbach à haute
température alors que (o-DMTTF)2I et (o-DMTTF)2NO2 suivent le processus Raman T 9.
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Figure 6.4 – Taux de relaxation 1/T1 corrigé en enlevant la partie direct bottleneck αBT
2

en fonction de 1/T pour (o−DMTTF )2Cl, (o−DMTTF )2Br, (o−DMTTF )2I et (o−
DMTTF )2NO2. L’axe des ordonnées est en échelle logarithmique. Les droites continues
noires représentent les meilleurs ajustements en utilisant l’équation : -∆O/T+log (αO∆

3
O)

Nous avons donc ajusté les taux de relaxation corrigés 1/T1 −αBT
2 par l’équation du

processus Orbach (6.5) pour (o-DMTTF)2Cl et (o-DMTTF)2Br et par l’équation (6.6)
du processus Raman T9 pour (o-DMTTF)2I et (o-DMTTF)2NO2, et ceci pour plusieurs
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Figure 6.6 – Structure énergétique d’une chaîne dimérisée impaire en fonction du champ
magnétique, seuls les quatres premiers niveaux sont représentés. Le doublet d’énergie fon-
damental {|a⟩ , |b⟩} est séparé par le gap de dimérisation ∆ = ∆O(H0 = 0) du doublet
d’énergie suivant {|c⟩ , |d⟩}. Les deux phonons résonants intervenant dans le processus
Orbach ont des énergies dépendantes du champ magnétique : kB∆ et kB∆+ gµBH0.
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champs magnétiques. Nous donnons les paramètres d’ajustements obtenus dans les ta-
bleaux 6.2, 6.3 et 6.4. Les préfacteurs αR et αO correspondent respectivement aux préfac-
teurs des termes Raman T 9 et Orbach. Aucune dépendance au champ magnétique de αR

et αO n’a été observée pour les composés (o-DMTTF)2X étudiés. C’est un comportement
attendu pour la relaxation des doublets de Kramers [87; 177]. Néanmoins dans le cas
de (o-DMTTF)2Cl et (o-DMTTF)2Br les gaps Orbach ∆O diminuent légèrement avec le
champ magnétique. Cette différence n’est pas imputable uniquement à l’incertitude sur
la mesure mais au Zeeman splitting gµBH0/kB. Nous avons vu dans la partie 6.5 que le
processus Orbach faisait intervenir deux phonons résonants : un d’énergie ∆O et un autre
d’énergie ∆O + gµBH0/kB, et à condition gµBH0/kB « ∆O on trouve que le processus
Orbach dépend exponentiellement de la température. Lorsque le champ magnétique H0

devient suffisamment grand cette condition n’est pas nécessairement respectée et la dé-
pendance en température du processus Orbach n’est plus décrite par une loi exponentielle.
De plus le gap Orbach ∆O est par définition dépendant du champ magnétique. Dans le
cas d’une chaîne dimérisée impaire le niveau d’énergie fondamental est un doublet |a⟩ , |b⟩
séparé par le gap de dimérisation ∆ d’un autre doublet |c⟩ , |d⟩, ∆O est définit comme
la différence d’énergie entre le niveau |b⟩ et le niveau |c⟩. Dans ce cas précis, la dépen-
dance du gap Orbach en champ magnétique du gap est ∆O = ∆0(H0 = 0) -gµBH0 où
∆0(H0 = 0) est la valeur du gap Orbach à champ magnétique nul. En bande Q et W, cet
effet du champ magnétique n’est plus tout à fait négligeable, pour g = 2 gµBH0/kB = 1.6
K et 4.6 K respectivement. Par conséquent les valeurs de gap Orbach ∆O les plus fiables
sont celles en bande X : ∆O,Cl = 147 K et ∆O,Br = 181 K.

6.1.5 Discussion et synthèse

Pour résumer notre travail sur les mécanismes de relaxation spin-réseau nous avons
représenté les taux de relaxation 1/T1 pour les quatres composés (o-DMTTF)2X sur les
quatres figures 6.7,6.8,6.9 et 6.10. Les études à basse température, haute température
et à plusieurs champs magnétiques nous ont permis d’identifier deux modèles de relaxa-
tion. Le premier modèle est défini par l’équation (6.7) et décrit la relaxation des compo-
sés (o-DMTTF)2Cl et (o-DMTTF)2Br. Le deuxième modèle de relaxation est défini par
l’équation (6.8) et décrit la relaxation des composés (o-DMTTF)2I et (o-DMTTF)2NO2.

1/T1 = αBT
2 + αo∆

3
0e

−∆0/T (6.7)

1/T1 = αBT
2 + αRT

9 (6.8)

Nous avons représenté sur les figures de synthèse 6.7,6.8,6.9 et 6.10 les modèles de
relaxation par des courbes continues noires en utilisant les paramètres αB, αR, αO et ∆O

déterminés dans les parties 6.1.2 et 6.1.4, ils sont données dans les tables 6.2, 6.3 et 6.4.
Nous constatons que ces modèles de relaxation reproduisent bien le comportement du T1

mesuré en fonction de la température.
Maintenant que nous avons identifié les processus de relaxation nous discutons du sens

physique des paramètres de relaxation. L’aspect le plus intriguant de notre analyse des
temps de relaxation est que la relaxation des composés (o-DMTTF)2Cl et (o-DMTTF)2Br
est décrite par le processus Orbach alors que la relaxation à haute température dans
(o-DMTTF)2I suit un processus Raman T 9. De surcroît, les valeurs de gap Orbach ∆O

correspondent aux gaps de dimérisation extraits avec les mesures de RPE continue qui sont
d’environ 180 K pour (o-DMTTF)2Cl et (o-DMTTF)2Br et de 220 K pour (o-DMTTF)2I.

145



6.1.5. Discussion et synthèse

1016× 100 2× 101

T (K)

103

104

105

106

1/
T

1
(s
−

1 )
(a) (o−DMTTF )2Cl

αBT
2

Orbach
αBT

2 + Orbach fit
X Band
Q Band

0.05 0.10 0.15 0.20
1/T (K−1)

103

104

105

106

1/
T

1
(s
−

1 )

(b)
αBT

2

Orbach
αBT

2+ Orbach fit
X Band
Q Band

Figure 6.7 – Taux de relaxation 1/T1 de (o − DMTTF )2Cl mesuré par la méthode
inversion recovery en fonction de la température T (a) et en fonction de 1/T (b). Les
courbes continues noires ont été obtenues en ajustant nos données expérimentales avec
l’équation (6.7), les courbes discontinues représentent chacune un des termes de cette
équation.

Ce résultat est intéressant car les mesures amenant aux gap de dimérisation et Orbach
ont été faites de manière totalement indépendantes. Egalement ce résultat confirme la
structure microscopique de notre système de chaînes de spins : un état fondamental S =
1/2 séparé d’un quasi-continuum par un gap d’énergie ∆. En suivant ce raisonnement nous
devrions observer un processus Orbach avec un gap d’environ 220 K dans la relaxation de
(o-DMTTF)2I mais un autre paramètre est à prendre compte : l’énergie de Debye kBθD.
En effet l’énergie de Debye est l’énergie maximale d’un phonon dans le réseau cristallin
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6.1.5. Discussion et synthèse

Fréquence X Q

αB(s
−1.K−2) 68 350

αO(10
4s−1.K−3) 1.1 1.1

∆O (K) 147 138

Table 6.2 – Paramètres de relaxation de (o − DMTTF )2Cl ajustés d’après l’équation
(6.7).

Fréquence X Q W

αB(s
−1.K−2) 49.1 94.6 336

αO(10
4s−1.K−3) 1.4 1.4 1.4

∆O (K) 181 170 165

Table 6.3 – Paramètres de relaxation de (o − DMTTF )2Br ajustés d’après l’équation
(6.7).

Fréquence X Q W

αB(s
−1.K−2) 88.8 157 675

αR(s
−1.K−9) 4.17 4.17 4.17

Table 6.4 – Paramètres de relaxation de (o − DMTTF )2I ajustés d’après l’équation
(6.8).

par conséquent le processus Orbach ne peut exister que si kB∆o < kBθD. La température
de Debye dans les (o-DMTTF)2X n’est pas connue à ce jour dans la littérature. En
revanche des nombreuses études ont été réalisées sur les (TMTSF)2X dans les années 1980-
1990 et leurs températures de Debye ont été déterminées autour de 200 K à partir des
mesures de chaleur spécifique, par exemple dans (TMTSF)2ClO4 θD = 213 K [169; 170],
dans (TMTSF)2PF6 θD = 200 K [171] et dans (TMTSF)2Br θD = 236 K [172]. Les
composés (TMTSF)2X sont également des systèmes électroniques unidimensionnels et
sont similaires aux (o-DMTTF)2X dans leur composition chimique. La température de
Debye étant dépendante surtout des propriétés mécaniques d’un solide nous pensons que
la température de Debye des (o-DMTTF)2X se situe autour de 200 K et plus précisément
entre 180 K et 220 K. Cette hypothèse permet d’expliquer pourquoi dans le processus
Orbach existe dans (o-DMTTF)2Cl et (o-DMTTF)2Br et pas dans (o-DMTTF)2I.
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Figure 6.8 – Taux de relaxation 1/T1 de (o − DMTTF )2Br mesuré par la méthode
inversion recovery en fonction de la température T (a) et en fonction de 1/T (b). Les
courbes continues noires ont été obtenues en ajustant nos données expérimentales avec
l’équation (6.7), les courbes discontinues représentent chacune un des termes de cette
équation.
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Figure 6.9 – Taux de relaxation 1/T1 de (o−DMTTF )2I mesuré par la méthode inver-
sion recovery en fonction de la température T (a) et en fonction de 1/T (b). Les courbes
continues noires ont été obtenues en ajustant nos données expérimentales avec l’équation
(6.8), les courbes discontinues représentent chacune un des termes de cette équation.
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Figure 6.10 – Taux de relaxation 1/T1 (a) en fonction de T en échelle log-log et (b)
en fonction de 1/T en échelle semi-log. Les données expérimentales mesurées sur (o-
DMTTF)2NO2 sont représentées par des losanges rouges. La courbe continue noire cor-
respond au modèle de relaxation (6.8) avec αB = 25.3 s−1.K−2 et αR = 8.5.10−8 s−1.K−9.
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6.2. Temps de cohérence électronique

6.2 Temps de cohérence électronique
Dans cette deuxième partie de chapitre nous nous intéressons au temps de cohérence

électronique T2 et aux mécanismes de décohérence. Il existe plusieurs phénomènes res-
ponsables de la perte de cohérence des spins électroniques. Tout d’abord la relaxation
spin-réseau issue des interactions spin-phonons constitue la limite physique du temps de
cohérence autrement dit T2 < 2T1. Nous avons vu en détails les différents mécanismes
de relaxation dans la partie 3.6 et nous avons identifié lesquels intervenaient dans la re-
laxation des (o-DMTTF)2X dans la première partie de ce chapitre 6.1. Cette limite est
rarement atteinte car les spins excités sont sujets à des déphasages aléatoires engendrés
par les interactions spin-spin. Ces déphasages vont contribuer à réduire le temps de co-
hérence T2 et sont regroupés dans le terme Γϕ. Le temps de cohérence est alors relié au
temps de relaxation T1 par la relation (6.9) :

1

T2
= Γϕ +

1

2T1
(6.9)

Notons que le terme Γϕ est une somme de différentes contributions aux déphasages
aléatoires. Certaines contributions aux déphasages sont intrinsèques comme le flip-flop
et d’autres dépendent de la méthode de mesure comme la diffusion spectrale [96] et la
diffusion spectrale instantanée [98; 178]. Par conséquent la valeur du temps de cohérence
est dépendante de la mesure. Ces différents mécanismes de décohérence ont été détaillés
dans la partie 3.7 et sont illustrés sur la figure 3.7.

Nous avons mesuré le temps de cohérence électronique en utilisant la séquence d’écho
de Hahn. Cette séquence consiste à basculer les spins dans le plan transverse par un
pulse π/2, les spins se défocalisent pendant un temps τ et on les refocalise par un pulse
correspondant à un angle θ2, à t = 2τ on observe un écho de Hahn. L’ensemble des spins
sont refocalisés si θ2 = 180◦.

Pour les trois composés nous n’avons constaté aucune anisotropie du temps de cohé-
rence, nous avons orienté la plupart du temps le cristal avec le champ magnétique H0 ⊥
à l’axe c pour des raisons de contraintes de porte-échantillon. La figure 6.11 montre deux
exemples de décroissance d’écho de Hahn mesurées sur (o-DMTTF)2I à 5.8 K, nous avons
ajusté ces données par un modèle monoexponentiel décroissant (6.10) représenté par les
courbes continues noires.

I(2τ) = I0e
−2τ/T2 (6.10)

Nous avons remarqué que les temps de cohérence changeaient peu avec le contre-ion X,
nous mesurons des temps de cohérence entre 2 et 4 µs à T = 5 K. Le temps de cohérence
mesuré est donc 100 fois plus petit que le temps de relaxation spin-réseau T1, un écart
assez conséquent. Parallèlement nous avons remarqué la puissance micro-onde et l’angle
de refocalisation θ2 peuvent faire varier le temps de cohérence jusqu’à un facteur 2. Le
temps de cohérence change donc suivant notre façon de le mesurer. Ces observations nous
ont motivé à réaliser une étude de mécanismes de décohérence extrinsèques que nous
présentons dans la suite.

6.2.1 Etude de la diffusion instantanée

La diffusion instantanée est un mécanisme de décohérence inhérent à la mesure et il est
provoqué par les excitations micro-onde que l’on utilise pour générer un écho de spin. Lors

151



6.2.1. Etude de la diffusion instantanée

0 5000 10000 15000 20000
2τ (ns)

0.0

0.2

0.4

0.6

0.8

1.0
H

ah
n

ec
ho

de
ca

y
(A

.U
)

T = 5.8 K

X = I

θ2 = 38°
θ2 = 180°
exponential decay

Figure 6.11 – Décroissance de l’écho de Hahn mesurée sur (o−DMTTF )2I à T = 5.8
K. Les données expérimentales ont été mesurées en utilisant un premier pulse de 90 ◦ ou
π/2, puis un angle de refocalisation θ2 = 180◦ (cercles orange) et θ2 = 38◦ (carrés bleus).
Les courbes continues noires sont les ajustements des points expérimentaux à l’aide d’une
décroissance monoexponentielle. On extrait T2 = 3.8 µs pour θ2 = 38 ◦ et T2 = 2.3 µs
pour θ2 = 180◦.

d’un pulse de refocalisation π on inverse les populations de spins, alors l’état quantique
ms des spins résonants change et le champ local ressenti pour les spins est brutalement
modifié. Cela induit un déphasage instantané dont la valeur a été calculée analytiquement
[94; 179]. Nous discutons plus en détails de la diffusion instantanée à la partie 3.7.4. Le
déphasage engendré par la diffusion instantanée est relié au temps de cohérence par la
relation (6.11) :

1/T2 = πΓ0,ID + πΓID < sin2 θ2/2 >f (6.11)

Dans l’équation (6.11) le terme de déphasage ΓID est proportionnel à la concentration
en spins comme le montre la relation (6.12) [95; 101]. L’équation 6.13 donne l’expression
de la fonction ⟨sin2 θ2/2⟩f qui décrit la probabilité moyenne d’inverser l’ensemble des
spins. Elle dépend de différents paramètres comme le champ micro-onde (proportionnel à
la fréquence de Rabi νR), le profil f de la raie RPE ou l’écart au champ de résonance ∆.
Lorsque ⟨sin2 θ2/2⟩f = 1 on excite tous les spins qui composent la raie RPE.

ΓID =
πµ0g

2µB

9
√
3ℏ

C (6.12)

< sin2 (θ2/2) >f=

∫ +∞

−∞

ν2R
ν2R + δ2

sin2

(
θ2
2

√
1 +

δ2

ν2R

)
f(δ +∆)dδ (6.13)

Afin de voir l’effet de la diffusion instantanée sur le temps de cohérence électronique
nous avons mesuré la décroissance de l’écho de Hahn en changeant l’angle de refocalisation
θ2. La figure 6.11 montre deux exemples de décroissance de l’écho de Hahn avec θ2 = 38◦
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6.2.2. Etude de la diffusion spectrale

X = Cl Br I

πΓ0 (kHz) 296 245 226

πΓID (kHz) 184 248 364

C(1017cm−3) 2.1 2.8 4

Table 6.5 – Paramètres ajustés d’après l’équation 6.11. Le déphasage associé à la diffu-
sion instantanée ΓID permet de calculer la concentration en défauts paramagnétiques C à
l’aide de l’équation (3.54).

et θ2 = 180◦ mesuré à T = 5.8 K sur (o-DMTTF)2I, représentées par les cercles orange
et les carrés bleus. Ces données expérimentales ont été ajustées par une exponentielle
décroissante et donne un temps de cohérence T2 = 2.3 µs pour θ2 = 180◦ et T2 = 3.8 µs
pour θ2 = 38◦. La diffusion instantanée a donc un effet non négligeable sur le temps de
cohérence dans notre système.

La figure 6.12.(a) montre l’inverse du temps de cohérence en fonction de l’angle de
refocalisation pour le composé (o-DMTTF)2I. On remarque que le temps de cohérence
atteint un minimum à environ π radians. Les points expérimentaux suivent parfaitement
la fonction ⟨sin2 θ2/2⟩f avec les paramètres suivants : νR = 10.5 MHz la fréquence des
oscillations de Rabi mesurée par RPE pulsée et un profil de raie lorentzien de demi-largeur
à mi-hauteur Γ = 2.4 G mesuré par RPE continue. Avec ces paramètres ⟨sin2 θ2/2⟩f = 0.56
pour un pulse de refocalisation totale θ2 = 180◦. Nous sommes dans le cas où la largeur
de raie inhomogène est supérieure à la largeur d’excitation, la puissance micro-onde ne
suffit pas à exciter l’ensemble de spins composant la raie inhomogène. L’utilisation de
la fonction (6.13) est indispensable pour décrire l’effet de la diffusion instantanée sur le
temps de cohérence.

Nous avons représenté sur la figure 6.12.(b) 1/T2 en fonction de ⟨sin2 θ2/2⟩f afin de faire
apparaître leur relation linéaire. Ainsi à l’aide de l’équation 6.11 nous avons pu extraire
la pente ΓID et l’ordonnée à l’origine Γ0,ID. Nous avons utilisé cette méthode pour les
composés (o-DMTTF)2Cl et (o-DMTTF)2Br, les données sont présentées en annexe. Le
tableau 6.5 donne les valeurs ajustées de Γ0,ID la largeur de raie en l’absence de diffusion
instantanée, ΓID le déphasage associé à la diffusion instantanée et C la concentration
extraite de ΓID. Les concentrations C extraites sont de l’ordre de 1017 spins/cm3, le
même ordre de grandeur que les concentrations mesurées en RPE continue (table 5.3).
Les valeurs de Γ0,ID nous permettent d’extrapoler des temps de cohérence en l’absence
de diffusion instantanée par T2,0ID = 1/πΓ0,ID, on trouve : T2,0ID = 3.4 µs (Chlore),
T2,0ID = 4.1 µs (Brome) et T2,0ID = 4.4 µs (Iode). Finalement, nous avons observé une
augmentation significative du temps de cohérence et limiter la diffusion instantanée en
réduisant le nombre de spins excités. Cependant la diffusion instantanée ne constitue pas
le mécanisme de décohérence principal.

6.2.2 Etude de la diffusion spectrale

La diffusion spectrale est un mécanisme de décohérence intervenant pendant l’évolu-
tion libre du système. Les spins effectuent des flips ou des flip-flops qui entraînent des
fluctuations du champ magnétique local. La fréquence de résonance des spins sondés est
alors modifiée au cours du temps et créé des déphasages entre eux. Le déphasage induit
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Figure 6.12 – Effet de la diffusion spectrale instantanée sur le temps de cohérence T2
mesuré par la décroissance de l’écho de Hahn dans (o − DMTTF )2I et à T = 5.8 K.
(a) L’inverse du temps de cohérence est présenté en fonction de θ2 l’angle de rotation du
second pulse. La courbe pleine est l’ajustement des données expérimentales avec l’équation
(6.11). (b) L’inverse du temps de cohérence est rigoureusement linéaire vis à vis de <
sin2 θ2/2 >f . La droite pleine est l’ajustement des données expérimentales avec l’équation
(6.11).
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6.2.2. Etude de la diffusion spectrale

est donc dépendant du temps et non pas instantané comme c’est le cas pour la diffusion
spectrale instantanée. Nous avons abordé dans la section 3.7.5 l’origine de ce phénomène
et les modèles couramment utilisés pour décrire son effet sur le temps de cohérence. Lors-
qu’on mesure le temps de cohérence par la décroissance de l’écho de Hahn, le déphasage
accumulé pendant l’évolution libre 2τ du système est décrit par l’équation (6.14), Γ0,SD

est la contribution à l’élargissement de la raie homogène autre que la diffusion spectrale
comme la diffusion instantanée par exemple, ΓSD est l’élargissement dû à la diffusion
spectrale et R est le taux de relaxation des spins environnants.

1

T2
= πΓ0,SD + 1/2ΓSDRτ (6.14)

La diffusion spectrale est généralement la source de déphasage principale dans les
systèmes dilués dopés par des ions [180; 181; 182]. Dans ces systèmes, l’influence de la
diffusion spectrale est prépondérante et le déclin de l’écho de Hahn ne peut être décrit par
une monoexponentielle décroissante. Dans notre cas la décroissance de l’écho de Hahn est
bien monoexponentielle comme le montre la figure 6.11 et ne nous donne pas d’informa-
tions directes sur la diffusion spectrale. Une explication possible est que la contribution
Γ0,SD soit bien plus grande que la contribution de la diffusion spectrale ΓSDRτ dans notre
système. Afin d’illustrer ce propos nous avons représenté la décroissance de l’écho de Hahn
en présence de diffusion spectrale à l’aide de l’équation(6.14). La courbe bleue a été tracée
à partir des paramètres estimés dans le système Yb3+ :Y2SiO5 : Γ0,SD = 3 kHz et ΓSDR =
350 kHz2 et la courbe orange représente la décroissance de l’écho de Hahn avec la même
contribution de diffusion spectrale ΓSDR = 350 kHz2 mais un déphasage Γ0,SD = 100 kHz
correspondant à la valeur extraite dans (o-DMTTF)2X. Ce calcul permet de comprendre
pourquoi nous ne voyons pas l’effet de la diffusion spectrale dans la décroissance de l’écho
de Hahn. Nous pouvons déjà supposer que le processus de décohérence dominant n’est
pas la diffusion spectrale et est contenu dans le terme Γ0,SD.

Pour corroborer cette hypothèse nous avons cherché à quantifier le déphasage engendré
par la diffusion spectrale. Dans le cas des (o-DMTTF)2X nous avons vu que l’écho de Hahn
décroissait sur une échelle de temps trop courte pour voir l’effet de la diffusion spectrale.
Afin de voir un effet significatif de la diffusion spectrale nous avons mesuré la décroissance
de l’écho stimulé par la séquence π/2-τ -π/2-TW -π/2 et on mesure l’écho stimulé à t =
2τ+TW . L’avantage de cette méthode est que l’on peut voir l’effet de la diffusion spectrale
sur une échelle de temps plus longue que le temps de cohérence car l’écho stimulé décroît
suivant T1 si on incrémente le temps TW entre le deuxième et le troisième pulse. Nous
expliquons en détails cette séquence et la formation de l’écho stimulé dans la partie 3.8.4.
La figure 6.14 montre la décroissance de l’écho stimulé en fonction de 2τ et pour différentes
valeurs de TW par pas de 5 µs. On remarque que le déclin de l’écho stimulé en fonction
de 2τ est monoexponentiel et lorsqu’on augmente la durée TW entre le deuxième et le
troisième pulse le temps de cohérence diminue. Les temps de cohérence ont été extraits en
ajustant avec l’équation (6.10) en fonction de TW . On définit ΓL(TW ) l’inverse du temps
de cohérence et dans le cas où Rτ« 1 on peut décrire la largeur de raie effective ΓL par la
relation (6.16) :

1

T2,SE
= πΓL (6.15)

ΓL(TW ) = Γ0,SD +
ΓSD

2

(
1− exp (−RTW )β

)
(6.16)
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Figure 6.13 – Décroissance de l’écho de Hahn calculée à partir de l’équation (6.14) en
comparant notre système (courbe orange) à Y b3+ : Y2SiO5 [183] (courbe bleu) . Si Γ0,SD

est suffisamment grand la diffusion spectrale n’a pas d’effet visible sur la décroissance de
l’écho de Hahn.

Les valeurs de la largeur de raie effective ΓL en fonction de TW pour (o-DMTTF)2Br
sont reportées sur la figure 6.15. Des mesures identiques ont été réalisées sur (o-DMTTF)2Cl
et (o-DMTTF)2I. Nous avons ajusté les données expérimentales de ΓL avec le modèle
stretched exponentiel (6.16) avec R et β fixés par les valeurs extraites de la relaxation
T1. L’ajustement a été particulièrement utile pour extrapoler ΓL lorsque TW tend vers
l’infini et doit correspondre à Γ0+1/2ΓSD. Les lignes noires en pointillés sur la figure 6.15
sont les valeurs extrapolées de ΓL(TW = 0) = Γ0,SD et ΓL(TW → ∞) = Γ0,SD + 1/2ΓSD.
La table 6.6 donne les paramètres Γ0,SD et ΓSD pour les trois composés (o-DMTTF)2X.
Tout d’abord nous pouvons remarquer que la largeur homogène sans diffusion spectrale
Γ0,SD est de l’ordre de 100 kHz, des valeurs identiques à celles trouvées par la décrois-
sance de l’écho de Hahn et de manière indépendante. Cette observation confirme le fait
que la diffusion spectrale n’est pas le mécanisme de décohérence dominant car Γ0,SD »
ΓSDRτ sur le temps caractéristique de l’expérience. A partir des valeurs extraites de ΓSD

et en faisant l’hypothèse que la diffusion spectrale est essentiellement causée par la relaxa-
tion des spins électroniques (indirect spin-flip), nous pouvons déduire la concentration en
spins électroniques Cβ. Cette hypothèse n’est pas sans fondement puisque nous n’avons
pas observé de modulations importantes de l’écho de spin, cela signifie que les interactions
spins électroniques-spins nucléaires sont faibles. Nous présentons des mesures de spectro-
scopie hyperfine dans la partie 6.3. En considérant cette hypothèse le déphasage lié à la
diffusion spectrale peut être calculé à partir de la largeur dipôlaire d’interaction (équa-
tion 3.59). Dans les conditions de nos mesures d’écho stimulé T = 5.4K et H0 = 0.34 T,
sech2

(
gµBH0

2kBT

)
≃ 1. Par conséquent nous pouvons faire l’approximation Γdd = ΓSD.

πΓSD =
2πµ0µ

2
Bg

2

9
√
3ℏ

Cβ (6.17)
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Figure 6.14 – Déclins d’échos stimulés en fonction de 2τ , τ est la durée entre le premier
et second pulse dans la séquence à trois pulses pour générer un écho stimulé. Chaque déclin
correspond à une valeur de TW différente, la durée entre le deuxième et le troisième pulse.
Ces mesures ont été réalisées sur (o−DMTTF )2Br à T = 5.4 K et π/2 = 20 ns.

X = Cl Br I

Γ0,SD (kHz) 107 100 118

ΓSD (kHz) 230 548 310

R (s−1) 7900 2600 3800

Cβ(10
17cm−3) 4.2 9.9 5.6

Table 6.6 – Valeurs des paramètres Γ0,SD, ΓSD, R et Cβ extraits à partir à partir des
mesures d’échos stimulés.

La relation (6.17) permet de déduire les concentrations en impuretés paramagnétiques Cβ

présentées dans le tableau 6.6 à partir des valeurs expérimentales de ΓSD. Les concentra-
tions Cβ se situent entre 4.1017 et 1.1018 spins.cm−3, un ordre de grandeur qui correspond
aux concentrations en défauts intrinsèques estimés en RPE continue (voir 5.3). Il semble
donc la diffusion spectrale soit principalement créée par la relaxation des spins électro-
niques (indirect spin-flip) dans (o-DMTTF)2X.

6.2.3 Découplage dynamique

Nous avons montré dans la section 6.2.2 que la diffusion spectrale était majoritairement
issue de la relaxation des spins électroniques et de leurs couplages dipôlaires. Du fait de
la concentration importante en spins électroniques la largeur dipôlaire d’interactions est
grande, de l’ordre de plusieurs centaines de kHz. Nous avons mesuré le temps de cohérence
par la séquence CPMG (voir section 3.8.5). Cette méthode de mesure permet de faire du
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Figure 6.15 – Inverse du temps de cohérence mesuré par la décroissance de l’écho stimulé
ΓL(voir équation (6.15)) en fonction de la durée TW . La courbe orange correspond au
meilleur ajustement en utilisant la relation (6.16).

découplage dynamique, c’est à dire découpler les spins observés de leur environnement
électronique nucléaire. Ce découplage s’effectue en limitant l’évolution libre du système.

La figure 6.16 montre un exemple de mesure sur (o-DMTTF)2I avec la séquence CPMG
en prenant π/2 = 20 ns suivant x et π = 40 ns à T = 5.8 K. Chaque carré orange correspond
au maximum d’intensité de l’écho. Nous comparons sur la figure 6.16 la décroissance
de l’écho de Hahn avec la décroissance CPMG. On constate très nettement qu’avec la
séquence CPMG l’écho décroît plus lentement. En ajustant les données expérimentales
avec une exponentielle décroissante on trouve T2,EH = 2.4 µs avec l’écho de Hahn et
T2,CPMG = 5.7 µs. Nous avons répété cette mesure sur les deux autres composés et en
fonction de la température, les temps de cohérence mesurés par CPMG sont présentés sur
les figures 6.20 et 6.21. Nous avons systématiquement remarqué que le temps de cohérence
était plus long en mesurant avec la séquence CPMG. Le découplage dynamique a bien
l’effet escompté, il permet de rallonger le temps de cohérence en limitant le déphasage
amené par la diffusion spectrale. Cependant le temps de cohérence reste faible devant la
limite théorique de 1/2T1, cette observation confirme que la diffusion spectrale n’est pas
le mécanisme de décohérence dominant. A titre d’exemple, dans des systèmes comme les
centres N-V où la diffusion spectrale est la principale source de décohérence le découplage
dynamique peut multiplier par plusieurs centaines le temps de cohérence [184; 185].

6.3 Contribution de l’environnement nucléaire à la dé-
cohérence

Nous présentons ici les résultats obtenus par des expériences HYSCORE (Hyperfine
Sublevel Correlation) sur des monocristaux de (o-DMTTF)2X. Les défauts fortement cor-
rélés sont utilisés pour sonder leurs interactions hyperfines avec les spins nucléaires dans
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Figure 6.16 – Comparaison entre la décroissance de l’écho de Hahn (cercles bleus) et
CPMG (carrés orange) sur (o−DMTF )2I et à T = 5.8 K. Dans les deux cas nous avons
utilisé un pulse π/2 = 20 ns. Les intensités des échos de spins ont été normalisées par la
valeur de leurs intensités respectives à t = 1100 ns, le temps auquel la première mesure
de CPMG a été effectuée. Les courbes continues noires sont les meilleurs ajustements en
utilisant un modèle de décroissance exponentielle (équation (6.10)).

(o-DMTTF)2X. La figure 6.17 montre la transformée de Fourier à deux dimensions des si-
gnaux HYSCORE pour (o-DMTTF)2Br et (o-DMTTF)2I enregistrés à T = 6 K et avec le
champ H0 orienté perpendiculairement à l’axe des chaînes. Nous pouvons voir des tâches
sur le quadrant positif (couplage faible) et positionnées sur la diagonale. Le quadrant
négatif montre un signal intense provenant d’anti-échos sur la diagonale, souvent dû à des
erreurs sur les pulses. En changeant l’orientation du cristal par rapport au champ magné-
tique, la valeur de τ ou la longueur des pulses nous n’avons pas constaté de changement
drastique dans le signal. La figure 6.17 correspond à la séquence la mieux optimisée pour
résoudre un maximum de pics. Etonnament, nos résultats d’HYSCORE sont assez simples
et peuvent être décrits graphiquement sans utiliser de simulations complexes. Nous ob-
servons la tâche caractéristique du proton 1H à 14.7 MHz au champ utilisé en bande X.
En regardant aux basses fréquences, on voit quelques autres pics à 3.7 MHz, 1.9 MHz
et 1.2 MHz. D’autres signaux existent en dessous de 1 MHz mais ne sont pas résolus,
une étude à plus haute fréquence serait nécessaire pour les identifier. En examinant (o-
DMTTF)2Br, la tâche à 3.7 MHz peut être attribuée soit au 13C (abondance 1.07 %) soit
au 79Br (abondance 50.7 %). Cependant, le 81Br (abondance 49.3%) à 3.9 MHz n’est pas
présent et la tâche à 3.7 MHz est aussi présente dans (o-DMTTF)2I dans lequel aucun
atome de Br n’est présent. Le 127I (abondance 100 %) à 2.96 MHz n’est pas visible égale-
ment. Nous avons conclu que les spins électroniques dans (o-DMTTF)2X n’interagissent
pas avec l’anion mais avec le 13C. La tâche à 1.2 MHz peut être attribuée à la fréquence
de Larmor du 33S tabuléé à νR = 1.14 MHz. L’abondance naturel du 33S est de seulement
de 0.75 % mais puisque nous avons clairement observé le 13C il semble raisonnable que
l’on puisse détecter le 33S. Néanmoins nous sommes conscients que l’azote 14 est très
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abondant et sa fréquence de Larmor très proche du 33S. Bien que l’azote n’intervient pas
dans la composition des (o-DMTTF)2X, les réactifs utilisés pour la synthèse des cristaux
en contiennent. Des résidus de complexes contenant de l’azote ont pu être repoussés en
surface durant le processus de croissance. Nous avons porté une attention particulière à
rincer les cristaux pour enlever le maximum d’impuretés en surface.
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Figure 6.17 – Transformée du signal obtenu par la séquence HYSCORE sur (o −
DMTTF )2Br (haut) et (o − DMTTF )2I (bas) à T = 6 K dans l’orientation H0 ⊥
c. Les figures à droite sont une vue grossie de la zone entre 0 et 5 MHz.

La largeur des tâches peut nous donner des informations sur la constante de couplage
hyperfin A, tout au moins une valeur seuil. A partir de la figure 6.17 nous obtenons pour
1 H AH < 0.7 MHz, pour 13C AC < 1.3 MHz et pour 33S AS < 0.4 MHz. Ces valeurs sont
très basses si on compare à des radicaux organiques non corrélés [186; 187].

Les constantes de couplage hyperfin extraites expérimentalement sont plutôt petites.
Nous pensons que ces valeurs faibles sont la conséquence du couplage d’échange isotrope.
Le grand nombre de mailles élémentaires impliquées dans un défaut fortement corrélé (en-
viron 20 pour (o-DMTTF)2X empêche tout calcul sur cette structure fortement corrélée.
Néanmoins il est possible de calculer les constantes de couplage hyperfin entre les spins
électroniques et les spins nucléaires dans une maille élémentaire (o-DMTTF)2X sans cou-
plage d’échange. Ce calcul a été effectué en prenant une maille élémentaire composée de
deux molécules de DMTTF et 8 anions iodures. Nous nous sommes focalisés sur le calcul
du couplage hyperfin entre le spin électronique et les spins nucléaires. Tous les atomes
présents dans (o-DMTTF)2I ont au moins un isotope avec un spin nucléaire.

La figure 6.18 montre la répartition de la densité de spins électroniques dans la maille
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Figure 6.18 – Densité de spin électronique calculée sur (o-DMTTF)2I par DFT molécu-
laire. La couleur noire corrrespond aux atomes de carbone, le blanc aux atomes d’hydro-
gène, le jaune aux atomes de soufre et le violet aux atomes d’iode.

élémentaire calculée par DFT. On remarque que le spin total S = 1/2 est réparti équita-
blement sur les 2 DMTTF et distribué sur plusieurs atomes, en particulier sur les atomes
de carbone centraux et les atomes de soufre. Sur ce graphe, la densité de spins sur les
protons, carbons externes et iodes est très faible. Par conséquent, le couplage hyperfin
attendu pour cette molécule "en l’absence de couplage d’échange isotrope" devrait être
large. La table 6.7 donne les valeurs moyennes de constante de couplage hyperfin pour
les spins nucléaires présents dans (o-DMTTF)2I. Les valeurs de couplage hyperfin pour
chaque site atomique sont en annexe. Les constantes de couplage calculées par DFT sont
bien plus grandes que celles mesurées en HYSCORE. Nous attribuons cette grande dif-
férence à la présence de l’interaction d’échange entre les molécules de (o-DMTTF)2X.
L’état d’énergie fondamental S = 1/2 est formé par environ 20 spins dans (o-DMTTF)2X
et les corrélations entre chaque spin agissent comme un effet de rétrécissement d’échange
[188]. Les calculs de DFT associés aux résultats expérimentaux montre un effet d’écran
de l’interaction hyperfine par le couplage d’échange isotrope.

Amin (MHz) Amid (MHz) Amax (MHz) Aiso (MHz)
33S -2.6 -3.4 23.7 5.9
13Ciner -5 -5.6 15.5 1
13Couter -1.1 -2 3.2 0.8
1H 0.3 0.4 1.5 0.5
127I 1.8 1.8 2.6 2

Table 6.7 – Valeurs moyennes des constantes de couplage hyperfin entre le spin électro-
nique et les spins nucléaires calculés par DFT dans (o−DMTTF )2I.
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6.4. Temps de cohérence intrinsèque

6.4 Temps de cohérence intrinsèque
Dans les parties précédentes nous avons étudié et quantifié les mécanismes de décohé-

rence de diffusion spectrale et instantanée. Nous avons constaté que la diffusion instan-
tanée et spectrale contribuaient de manière non négligeable à la décohérence des spins
électroniques. Ces mécanismes sont dépendants de la méthode de mesure du temps de
cohérence par conséquent leurs effets peuvent être limités en changeant la méthode de
mesure. Nous avons utilisé la séquence de découplage dynamique CPMG, qui permet de
limiter l’effet de la diffusion spectrale, pour mesurer le temps de cohérence et nous mesu-
rons un temps de cohérence maximal TCPMG

2 = 6 µs. Nous avons effectué des mesures de
temps de cohérence en fonction de l’angle de refocalisation θ2 et en fonction de la proba-
bilité moyenne d’excitation < sin2 θ2/2 >f . Cela nous a permis d’extrapoler la valeur du
temps de cohérence en l’absence de diffusion instantanée T2,0ID d’environ 4 µs. A partir
des mesures de spectroscopie hyperfine, nous avons pu déduire que les interactions entre
spins électroniques et spins nucléaires étaient faibles. Nous avons conclu que l’environne-
ment ne jouait pas un rôle déterminant dans la perte de cohérence. Nous pensons donc
que notre système possède un temps de cohérence intrinsèque au sens où il ne dépendrait
pas de la méthode de mesure. Nous avons fait une estimation de ce temps de cohérence
à partir Γ0,SD le déphasage dû à des mécanismes de décohérence autre que la diffusion
spectrale déterminé lors des mesures d’écho stimulé (voir table 6.6). Nous avons enlevé
à Γ0,SD le déphasage induit par la diffusion instantanée ΓID ⟨sin2 θ2/2⟩f . Cela revient à
effectuer la différence suivante :

Γint = Γ0,SD − ΓID ⟨sin2 θ2/2⟩f (6.18)

On peut alors estimer un temps de cohérence intrinsèque T2,int à partir du déphasage
intrinsèque Γint et du taux de relaxation 1/T1, qui constitue le limite physique du temps
de cohérence, par la relation (6.19) :

1/T2,int = πΓint + 1/T1 (6.19)

Nous avons estimé le temps de cohérence intrinsèque par cette méthode pour (o-
DMTTF)2Cl, (o-DMTTF)2Br et (o-DMTTF)2I. A 5 K nous les estimons à T2,int = 4 µs
pour le chlore , T2,int = 6 µs pour le brome et l’iode. Les résultats ont été représentés par
des courbes noires en pointillés sur les figures 6.19, 6.20 et 6.21. Ces figures regroupent
les mesures en fonction de la température de T1 en bande X, T2 par écho de Hahn en
bande X et T2 par la séquence de découplage dynamique CPMG. On remarque que les
temps de cohérence mesuré par écho de Hahn et CPMG sont presque indépendants de
la température jusqu’à 12 K. Dans cette gamme de température le temps de cohérence
est gouverné par les mécanismes de décohérence comme la diffusion spectrale, instantanée
et autres. En augmentant la température la relaxation s’accélère par l’intermédiaire des
processus Orbach ou Raman et devient le mécanisme de décohérence dominant. Cela se
traduit par une chute du temps de cohérence après 12 K, il rejoint progressivement le T1.
Pour cette raison on considère souvent qu’à haute température T1 = T2. Nos estimations
des temps de cohérences semblent correctes étant donné qu’aucun T2 mesuré ne dépasse
cette limite et ils semblent bien décrire le comportement en température du temps de
cohérence.

Plusieurs scénarios sont envisageables pour expliquer l’origine du temps de cohérence.
Le premier est le flip-flop direct, nous avons expliqué ce mécanisme d’origine dipôlaire
dans la partie 3.7.1. Si deux spins sont couplés par une interaction dipôlaire ils peuvent
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Figure 6.19 – Temps de relaxation spin-réseau mesurés par la méthode inversion-
récupération sur (o − DMTTF )2Cl en fonction de la température. Les mesures ont été
réalisées en bande X (cercle bleus). Les croix rouges correspondent au temps de cohérence
T2 mesuré par la décroissance de l’écho de Hahn en fonction de la température et en bande
X. La courbe en pointillés correspond au temps de cohérence intrinsèque estimé à partir
de l’équation (6.19).
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Figure 6.20 – Temps de relaxation spin-réseau mesurés par la méthode inversion-
récupération sur (o − DMTTF )2Br en fonction de la température. Les mesures ont été
réalisées en bande Q (carrés orange). Les croix rouges correspondent au temps de cohé-
rence T2 mesuré par la décroissance de l’écho de Hahn en fonction de la température et
en bande Q. Les losanges violets sont le temps de cohérence mesurés par découplage dy-
namique CPMG. La courbe en pointillés correspond au temps de cohérence intrinsèque
estimé à partir de l’équation (6.19).

échanger spontanément leur états de spins ms tout en conservant l’énergie du système
(voir schéma 3.50). Il est possible de calculer un taux de flip-flop électronique [182] en
utilisant la relation (6.20) si on ne tient pas compte de l’anisotropie du tenseur g, cette
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Figure 6.21 – Temps de relaxation spin-réseau mesurés par la méthode inversion-
récupération sur (o − DMTTF )2I en fonction de la température. Les mesures ont été
réalisées en bande X (cercles bleus). Les croix rouges correspondent aux temps de cohé-
rence T2 mesurés par la décroissance de l’écho de Hahn en fonction de la température
et en bande X. Les losanges violets sont les temps de cohérence mesurés par découplage
dynamique CPMG. La courbe en pointillés correspond au temps de cohérence intrinsèque
estimé à partir de l’équation (6.19).

approximation donne de bons résultats pour des systèmes isotropes [189].

Rff =
2πω2

d−d

Γinh

sech2
(
gµBH0

2kBT

)
(6.20)

avec Γinh la demi-largeur à mi-hauteur inhomogène en RPE et ωd−d la demi-largeur à
mi-hauteur d’interaction dipôlaire, c’est à dire la variation moyenne en fréquence que va
créer un changement d’état ms :

ωd−d =
2π2µ0µ

2
Bg

2

9
√
3h

C =
2π52.04

r3
[MHz.nm3] (6.21)

La largeur ωdd peut être exprimée en fonction de la concentration en spins électroniques
C ou en fonction de la distance moyenne entre les spins électroniques r [190].

Nous avons calculé le taux de flip-flop Rff à partir de la concentration des spins et la
largeur de raie inhomogène mesurée par RPE continue sur (o-DMTTF)2X. A partir du
taux de flip-flop on peut déterminer un temps de cohérence intrinsèque T2,ff = 1/Rff ,
nous avons obtenu les temps de cohérence suivant TCl

2,ff = 21 µs, TBr
2,ff = 12.5 µs et T I

2,ff

= 8 µs. Dans le cas des (o-DMTTF)2X avec X = Cl, Br et I, l’hypothèse du flip-flop
semble plausible puisqu’il permet d’estimer du même ordre de grandeur que l’estimation
faite expérimentalement T2,int ≃ 6 µs. Néanmoins ce modèle ne semble pas adapté pour
X = NO3 et NO2 puisqu’on estime TNO3

2,ff = 440 µs et TNO2
2,ff = 133 µs à partir du taux de

flip-flop alors que le temps de cohérence maximal mesuré est de T2 = 130 ns par FID sur
(o-DMTTF)2NO3 et T2 = 1.5 µs par décroissance d’écho de Hahn sur (o-DMTTF)2NO2.
De surcroît la relation (6.20) a été calculée en considérant l’interaction dipôlaire d’un spin
central S = 1/2 et une distribution de spins 1/2 aléatoire. Ce modèle peut s’avérer erroné
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XX + YY

Direct flip-flop

Figure 6.22 – Schéma réprésentant le mécanisme de flip-flop.

dans notre cas puisque nous avons des solitons de spin 1/2 et nous ignorons si ils sont
aléatoirement répartis.

Nous avons considéré un modèle plus qualitatif en considérant l’interaction entre deux
solitons de spin 1/2. Pour cela nous avons considéré des chaînes dimérisées de 31 spins
modélisées par l’hamiltonien (6.22) composé d’un terme de type spin-Peierls et d’un terme
d’anisotropie de type Ising d.

H = J
∑
i

(1 + δ)S2i−1S2i + (1− δ)S2iS2i+1 + dSz
i S

z
i+1 (6.22)

Nous avons calculé le gap d’énergie deff entre le niveau Sz = 0 et le suivant Sz =
1 en fonction du paramètre de dimérisation δ. Pour des spins 1/2 isolés (i.e δ = 1) on
trouverait deff = d/2, ici le couplage d’échange alterné J1,J2 modifie la valeur de deff .
On observe que lorsque le paramètre δ diminue le gap deff est significativement réduit et
semble même tendre vers 0 pour δ = 0, par exemple pour δ = 0.08 le gap deff = 0.1d.
Qualitativement cette simulation peut expliquer pourquoi nous avons mesuré des temps
de cohérence plus élevés dans les (o-DMTTF)2Cl, (o-DMTTF)2Br et (o-DMTTF)2I où
0.08 <δ< 0.1 que dans (o-DMTTF)2NO3 où δ = 0.25. Ce phénomène est connu sous le
nom de rétrécissement par échange [188]. Anderson et Weiss ont montré qu’en présence
de fortes interactions d’échange J , la largeur de raie se rétrécissaient et était donnée par
la relation :

Γ ≃ d2

J
(6.23)

Le terme contient les contributions à l’élargissement de la raie homogène RPE et à la
décohérence. Le fort couplage d’échange a tendance à réduire l’effet des mécanismes de
décohérence. Nous avons calculé la largeur de raie rétrécie dans le cas où d est d’origine
dipôlaire dans ce cas d = ωd−d et dans le cas d est donné par l’anisotropie d’échange
symétrique issue du couplage spin-orbite par d = (∆g

g
)2J . On obtient respectivement

ω2
d−d/J = 4.6.10−3 Hz ce qui donnerait T2 = 69 s et (∆g

g
)4J = 3.103 Hz donnerait T2 = 106

µs en prenant J = 600 K. Dans notre cas le couplage d’échange est colossal mais n’explique

165



6.5. Conclusion

0.00 0.05 0.10 0.15 0.20 0.25 0.30
δ

0.1

0.2

0.3

d e
f
f
/d

Figure 6.23 – Calcul par méthode DMRG du gap d’anisotropie deff en fonction du
paramètre de dimérisation δ pour deux chaînes dimérisées de N = 31 spins.

l’ordre de grandeur de notre temps de cohérence intrinsèque. Nous pensons donc qu’il est
probable que les différents mécanismes que nous venons d’évoquer soient en compétition,
l’un ou l’autre peut dominer suivant la concentration en spins, la dimérisation des chaînes
ou l’inhomogénéité de la raie. Nous ne pouvons pas conclure à ce jour sur l’origine du temps
de cohérence intrinsèque dans (o-DMTTF)2X mais nous pensons utiliser des gradients
de champs magnétiques afin de déterminer si le flip-flop est le mécanisme de cohérence
intrinsèque. Un gradient de champ magnétique permet d’élargir artificiellement les raies
RPE et devrait réduire le taux de flip-flop. Nous devrions alors observer une augmentation
du temps de cohérence. Il existe également des méthodes de mesures directes du taux de
flip-flop en utilisant des gradients pulsés [191]. Nous projetons d’utiliser l’imagerie RPE
pour voir comment sont répartis les défauts intrinsèques dans les monocristaux de (o-
DMTTF)2X.

6.5 Conclusion
Ce dernier chapitre a été consacré à l’étude de la relaxation et des mécanismes de

décohérence des solitons de spin 1/2 observés à basse température. Dans la première
partie de ce chapitre nous avons étudié la relaxation spin-réseau caractérisée par le temps
T1 en utilisant la séquence inversion recovery. L’étude du T1 en température, à trois
champs magnétiques différents et avec différents séquences de mesures a révélé que notre
système manifestait un effet phonon bottleneck à T<12 K. Ensuite l’étude du T1 avec
la température et le champ magnétique nous a permis d’identifier que les composés (o-
DMTTF)2Cl et (o-DMTTF)2Br suivaient un processus de relaxation de type Orbach avec
des gaps Orbach ∆O = 150 K et ∆O = 180 K respectivement alors (o-DMTTF)2I et (o-
DMTTF)2NO2 un processus de type Raman T 9. Or le processus de relaxation Orbach ne
peut exister que si l’énergie des phonons kB∆O est inférieure à l’énergie de Debye kBθD.
Les températures de Debye des (o-DMTTF)2X ne sont pas connues à ce jour mais celles
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des composés analogues (TMTTF)2X et (TMTSF)2X ont été mesurées et se situent autour
de 200-220 K. Nous pensons donc que la relaxation dans (o-DMTTF)2X est directement
reliée au gap de dimérisation ∆. Lorsque ce gap d’énergie est inférieur à la température
de Debye le processus Orbach existe et apparaît avec ∆O = ∆ c’est le cas rencontré
dans (o-DMTTF)2Cl et (o-DMTTF)2Br, dans le cas contraire pour (o-DMTTF)2I et (o-
DMTTF)2NO2 seul le processus Raman existe.

Dans la deuxième partie de ce chapitre nous avons étudié les mécanismes de décohé-
rence des solitons. Nous avons tout d’abord mesuré le temps de cohérence par la séquence
de l’écho de Hahn. Ces mesures ont permis de mettre en évidence et de quantifier la dif-
fusion instantanée dans notre système. Ce mécanisme de décohérence apparaît lors de la
refocalisation des spins, il est donc dépendant des paramètres expérimentaux mais égale-
ment des caractéristiques du système comme la concentration en spins et le profil de la
raie RPE. L’effet de la diffusion spectrale n’était pas prépondérant dans la décroissance
de l’écho de Hahn. Nous avons utilisé la séquence à trois pulses pour générer un écho
stimulé et nous avons mesuré sa décroissance. Cet écho présente l’avantage d’être sensible
à la diffusion spectrale et il décroît suivant le temps de relaxation T1, cela permet d’ob-
server des phénomènes de diffusion sur une échelle de temps plus grande que le temps
de cohérence. En complément nous avons mesuré le temps de cohérence par découplage
dynamique CPMG et nous avons obtenu un temps de cohérence jusqu’à 6-7 µs. Une sé-
quence de spectroscopie hyperfine HYSCORE nous a permis de montrer que les couplages
entre les spins électroniques entre les spins nucléaires sont très faibles, la contribution des
spins nucléaires à la décohérence des spins électroniques est donc négligeable. Nous avons
extrapolé un temps de cohérence intrinsèque de l’ordre de 6 µs à partir de notre étude
des mécanismes de cohérence. Nous concluons ce chapitre en discutant de l’origine de ce
temps de cohérence intrinsèque.
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Ce travail de thèse a été consacré à l’étude des propriétés magnétiques des sels orga-
niques unidimensionnels (o-DMTTF)2X avec des anions centrosymétriques X = Cl, Br
et I et des anions non centrosymétriques X = NO2 et NO3. Ces composés organiques
sont analogues aux sels de Fabre (TMTTF)2X ,comme eux, ils sont des conducteurs uni-
dimensionnels à haute température et des chaînes de spins 1/2 antiferromagnétiques et
atteignent un état fondamental de spin-Peierls à basse température. Des récentes études
par RPE sur les sels de Fabre menées par Dutoit et al. ont montré que les défauts sont
intrinsèques. Le signal RPE des solitons et leurs oscillations de Rabi ont été observées
pour la première fois. L’étude en RPE pulsée des solitons dans (TMTTF)2X a montré
des limites pour deux raisons principales. la première est qu’aucun écho de spin n’a été
détecté rendant impossible l’utilisation de séquences pulsées plus complexes. La deuxième
est que les transitions de spin-Peierls apparaissent à des températures basses (10-20 K)
dans les (TMTTF)2X ce qui limite l’étude en température de la cohérence des solitons.
Ces résultats très encourageants ont motivé notre étude par RPE sur les (o-DMTTF)2X
qui eux ont des températures de spin-Peierls bien plus élevés (50-100 K) et présentent une
raie inhomogène à basse température, cela laisse présager l’observation d’écho de spin à
basse température.

Nous avons commencé notre étude par RPE en étudiant la susceptibilité magnétique
en fonction de la température. Les mesures ont révélé trois régimes distincts : un compor-
tement de chaînes de spins uniformes à haute température, une chute de la susceptibilité
en dessous de TSP et une remontée suivant une loi de Curie à basse température. A haute
température une étude minutieuse de la susceptibilité nous a permis de déterminer une
variation en température de la constante de couplage J de l’ordre de 15 % entre 100 K et
300 K. Des mesures de diffraction des rayons X effectuées par Michel Giorgi et des calculs
de DFT réalisés par Maylis Orio nous ont permis de relier ce changement dans le couplage
à une variation du paramètre cristallographique c de l’ordre de 2 %.

En dessous de TSP nous avons étudié la transition de spin-Peierls. Grâce à une méthode
développée par Johnston et al. nous avons déterminé l’ouverture progressive du gap de
spin ∆(T) et la dépendance en température du paramètre de dimérisation δ(T ). Ces
deux paramètres deviennent indépendants de la température à partir de T < 0.5TSP , les
valeurs de gap estimées dans la phase de spin-Peierls sont ∆ = 180K pour (o-DMTTF)2Cl
et (o-DMTTF)2Br, ∆ = 220 K pour (o-DMTTF)2I et (o-DMTTF)2NO2 et ∆ = 390 K
(o-DMTTF)2NO3.

A basse température, typiquement à T < 0.5TSP , nous avons constaté que la suscep-
tibilité RPE semblait suivre une loi de Curie. Ces signaux paramagnétiques sont habi-
tuellement attribués à des impuretés ou des défauts extrinsèques. Nous avons pu montrer
en comparant le facteur g de la raie uniforme et de la raie à basse température que les
défauts étaient intrinsèques aux chaînes de spins. En utilisant le code ALPS, nous avons
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calculé la susceptibilité d’une chaîne dimérisée de 201 spins avec δ = 0.08 et nous avons
montré qu’elle suit une loi de Curie parfaite jusqu’à 30 K. Un calcul d’aimantion locale
par DMRG nous a permis de comprendre que les défauts intrinsèques dans les chaînes
de spins induisent un fondamental d’énergie S = 1/2 composé de dizaines de spins : un
soliton magnétique.

A basse puissance et à basse température, les spectres RPE de (o-DMTTF)2Br ont
révélé une structure de deux raies satellites autour de la raie centrale des défauts. Le signal
des raies satellites a été extrait en gardant le résidu de l’ajustement lorentzien de la raie
centrale. Notre étude angulaire du résidu a montré que les deux raies possèdent le même
facteur g que la raie centrale et sont séparées par une anisotropie de type Ising d = 4.2
G. Nous en avons conclu que ces deux raies satellites étaient issues d’un couplage entre
deux solitons magnétiques S = 1/2. L’étude approfondie de la susceptibilité magnétique
à basse température a révélé que le (o-DMTTF)2I ne possédait que des solitons de spin
1/2 alors que les composés (o-DMTTF)2Cl et (o-DMTTF)2Br possèdent environ 50 % de
solitons de spin 1/2 et 50 % des paires de solitons de spin 1/2 couplés par de l’échange
Jp. Le couplage Jp entre les solitons crée un système singulet-triplet séparé par un gap
d’énergie ∆Cl

s = 16.7 K pour (o-DMTTF)2Cl et ∆Br
s = 20.3 K pour (o-DMTTF)2Br. Afin

d’expliquer l’importante concentration en paires de solitons nous avons proposé un modèle
basé sur le caractère unidimensionnel de notre système. Nous avons considéré deux chaînes
dimérisées séparées par un défaut non magnétique et couplées par Jp, la somme de toutes
les configuration au voisinage du défaut a montré que 50 % du signal provient de solitons s
= 1/2 et 50 % provient des paires de solitons. Dans le cas de deux spins 1/2 isolés couplés
par l’échange Jp la susceptibilité est décrite par le modèle de Bowers-Bleaney et le gap de
spin est donné par ∆s = Jp. Par des calculs DMRG et QMC nous avons prouvé que ce
modèle reste valable pour des solitons de spin 1/2 à condition de renormaliser le gap de
spin par la relation ∆s = 0.35Jp.

Des échos de spin ont été observés à basse température et nous ont permis de mesurer
les oscillations de Rabi des solitons avec une dynamique de spin 1/2 et des paires de
solitons avec une dynamique de spin 1.

Le chapitre 6 a été consacré à l’étude de la relaxation et des mécanismes de décohérence
des solitons de spin 1/2 observés à basse température. Nous avons étudié la relaxation
spin-réseau caractérisé par le temps T1 en mesurant le retour à l’équilibre des spins élec-
troniques au cours du temps. L’étude du T1 en température, à trois champs magnétiques
différents et avec différents séquences de mesures a révélé que notre système manifestait un
effet phonon bottleneck à T<12 K. Ce phénomène aussi appelé engorgement de phonons
se produit lorsque le réseau cristallin n’est pas en équilibre permanent avec un réser-
voir thermique et se caractérise par le ralentissement de la relaxation spin-réseau. A des
températures plus élevées la relaxation spin-réseau s’accélère et l’effet phonon bottleneck
disparaît. De nouveau l’étude du T1 avec la température et le champ magnétique nous a
permis d’identifier que les composés (o-DMTTF)2Cl et (o-DMTTF)2Br suivaient un pro-
cessus de relaxation de type Orbach avec des gaps Orbach ∆O = 150 K et ∆O = 180 K
respectivement alors (o-DMTTF)2I et (o-DMTTF)2NO2 un processus de type Raman T 9.
Or le processus de relaxation Orbach ne peut exister que si l’énergie des phonons kB∆O

est inférieure à l’énergie de Debye kBθD. Les températures de Debye des (o-DMTTF)2X
ne sont connues mais celles des composés analogues (TMTTF)2X et (TMTSF)2X ont été
mesurées et se situent autour de 200-220 K. Nous pensons donc que la relaxation dans
(o-DMTTF)2X est directement relié au gap de dimérisation ∆. Lorsque ce gap d’énergie
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est inférieur à la température de Debye le processus Orbach existe et apparaît avec ∆O

= ∆ c’est le cas rencontré dans (o-DMTTF)2Cl et (o-DMTTF)2Br, dans le cas contraire
pour (o-DMTTF)2I et (o-DMTTF)2NO2 seul le processus Raman existe.

Dans la deuxième partie du chapitre 6 nous avons étudié les mécanismes de décohé-
rence des spins électroniques. Premièrement le temps de cohérence possède une limite
physique qui est le temps de relaxation spin-réseau, dans notre cas cette limite est de
l’ordre de plusieurs centaines de microsecondes. Nous avons tout d’abord mesuré le temps
de cohérence par la séquence de l’écho de Hahn. Ces mesures ont permis de quantifier un
premier mécanisme de décohérence : la diffusion instantanée. Ce mécanisme de décohé-
rence apparaît lors de la refocalisation des spins, il est donc dépendant des paramètres
expérimentaux mais également des caractéristiques du système comme la concentration
en spins et le profil de la raie RPE. La décroissance de l’écho de Hahn ne nous permettait
pas de voir d’effet prépondérant de la diffusion spectrale. Nous avons utilisé la séquence à
trois pulses pour générer un écho stimulé et nous avons mesuré sa décroissance. Cet écho
présente l’avantage d’être sensible à la diffusion spectrale et il décroît suivant le temps
de relaxation T1, cela permet d’observer des phénomènes de diffusion sur une échelle de
temps plus grande que le temps de cohérence. En complément nous avons mesuré le temps
de cohérence par découplage dynamique CPMG et nous avons obtenu un temps de cohé-
rence jusqu’à 6-7 µs. Enfin nous avons sondé l’interactions entre les spins électroniques
entre les spins nucléaires en réalisant des mesures de spectroscopie hyperfine HYSCORE.
Les résultats montrent que les couplages hyperfins sont quasi-inexistants. Nous en avons
conclu que la contribution des spins nucléaires à la décohérence des spins électroniques
est négligeable. A partir de l’étude des différents mécanismes de décohérence nous avons
déduit que notre système possédait un temps de cohérence intrinsèque de l’ordre de 6 µs
et qui ne dépend pas clairement de la concentration en spins électroniques. Le calcul du
taux de flip-flop électronique n’explique pas ce résultat en général. Nous pensons que ce
modèle n’est pas adapté à notre système car il est basé sur l’hypothèse que les spins 1/2
sont isolés et aléatoirement répartis. Nous concluons ce dernier chapitre en discutant de
différents modèles pouvant expliquer l’origine du temps de cohérence intrinsèque.

Cette étude par RPE a été d’une grande richesse et nous permet d’envisager de nom-
breuses perspectives. Tout d’abord l’origine du couplage d’échange Jp entre les solitons
n’est pas bien connu. Nous ne savons pas pourquoi les paires de solitons ont été observées
dans (o-DMTTF)2Cl et (o-DMTTF)2Br et pas dans les autres composés. Nous pourrions
envisager des modèles plus complexes en incluant le couplage spin-phonons dans nos simu-
lations. Nous allons travailler sur le contrôle de la concentration en défauts en élaborant
des cristaux type solutions solides (o-DMTTF)2X1−xY8x ou par irradiation X/gamma
des monocristaux, pour augmenter la concentration en défauts. A l’inverse pour dimini-
nuer la quantité de défauts il est possible d’utiliser des tables anti-vibrations lors de la
croissance de cristaux. Des essais ont été réalisés et montrent des résultats encourageants.
L’étude des (o-DMTTF)2X à différentes concentrations pourrait nous apporter beaucoup
de réponses sur l’inhomogénéité des raies à basse température, confirmer nos résultats
sur le rôle de la diffusion instantanée et spectrale. L’influence de la concentration en dé-
fauts sur le temps de cohérence intrinsèque peut aussi nous renseigner sur son origine.
Nous souhaitons également poursuivre nos investigations concernant les couplages hyper-
fins en faisant des mesures d’HYSCORE avec une meilleure résolution et en étudiant des
composés (o-DMTTF)2X deutérés. L’imagerie par RPE peut nous apporter de précieuses
informations sur la répartition des défauts dans les chaînes de spins. La plupart des mo-
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dèles que nous avons utilisés dans cette thèse ont été calculés en considérant des spins 1/2
répartis aléatoirement. Cette hypothèse est peut être fausse dans notre cas. Enfin nous
pensons que l’utilisation des gradients de champ magnétique pourrait nous renseigner sur
le ou les mécanismes de cohérence intrinsèques. Nous pourrions utiliser les gradients de
champ magnétique pour élargir artificiellement les raies RPE et réduire l’effet de cer-
tains mécanismes de décohérence comme la diffusion instantanée ou le flip-flop. Il existe
également des séquences de RPE pulsée utilisant des gradients pulsés et permettant une
mesure directe du taux de flip-flop électronique.
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Annexe A

Paramètres de la fonction χ∗(α, t)

m = 0 m = 1 m = 2 m = 3 m = 4

N1m 0.63427990 -2.06777217 -0.70972219 4.89720885 -2.80783223
N2m 0.18776962 -2.84847225 5.96899688 -3.85145137 0.64055849
N3m 0.033603616 -0.757981757 4.137970390 -6.100241386 2.701116573
N4m 0.0038611069 0.5750352896 -2.3359243110 2.934083364 -1.1756629304
N5m 0.00027331430 -0.10724895512 0.40345647304 -0.48608843641 0.18972153852
N6m 0 0.00578123759 -0.02313572892 0.02892774508 -0.01157325374
N7m 2.59870347.10−7 -2.39236193.10−7

D1m -0.11572010 -1.31777217 1.29027781 3.39720885 -2.80783223
D2m 0.08705969 -1.44693321 5.09401919 -10.51861382 8.97655318
D3m 0.00563137 0.65986015 -1.38069533 -0.09849603 7.54214913
D4m 0.0010408866 0.1008789796 -0.9188446197 1.6052570070 -0.7511481272
D5m 0.0000683286 -0.1410232710 0.6939435034 -0.9608700949 0.4106951428
D6m 0 0.0367159872 -0.1540749976 0.1982667100 -0.0806430233
D7m 0 -0.00314381636 0.01140642324 -0.01338139741 0.00511879053
D8m 1.25124679.10−7 -1.03824523.10−7

D25 D26 D27 D35 D36

5.75312680 -11.83647774 4.21174835 -22.31810507 27.60773633

D37 D38 D39 D310

-6.39966673 -15.69691721 13.37035665 -3.15881126

g1 g2 y z

0.38658545 -0.20727806 4.69918784 3.55692695

Table A.1 – Paramètres de la fonction χ∗(α, T ) (1.8) décrivant la susceptibilité d’une
chaîne de spins 1/2 avec un couplage d’échange antiferromagnétique alterné. Notons que
D2 et D3 possèdent des termes d’ordre 7 à 10.
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Annexe B

Simulations sur l’évolution de
l’aimantation

B.1 Passage dans le référentiel tournant
L’hamiltonien qui décrit un spin lors d’un pulse à la résonance dans le référentiel du

laboratoire est :
HLab = ω0Sz +

gµBhmw

2ℏ
Sx cosωt

Pour éviter d’utiliser la théorie des perturbations dépendantes du temps on se place dans
le référentiel tournant à la fréquence f en réalisant une transformation unitaire.

HRF = U †HLabU + iℏU †∂U

∂t

U = eiωSzt est un opérateur unitaire

HRF = e−iωSzt(ω0Sz +
gµBhmw

ℏ
Sx cos (ωt))e

2iπŜzft + ie−iωSztiℏωSze
iωSzt

HRF = e−iωŜzt[(ω0 − ω)Ŝz + 2hµWSx cosωt]e
iω§zt

Sz commute avec U et U† car U est une fonction de Sz.

HRF = (ω − ω0)Sz + e−iωSzt(
gµBhmw

2ℏ
Sx cosωt)e

iωSzt

On utilise la formule de Baker-Hausdorff [101] afin de simplifier pour A et B des
opérateurs unitaires et indépendants du temps :

e−iϕBAeiϕB = A(1− ϕ2

2!
+
ϕ4

4!
+ ...)− i[B,A](ϕ− ϕ3

3!
+
ϕ5

5!
+ ...)

e−iϕBAeiϕB = A cosϕ− i[B,A] sinϕ

Si on prend A= Sx et B = Sz :

e−iωSztSxe
iωSzt = Sx cosωt− i[Sz, Sx] sinωt

e−iωSztSxe
iωSzt = Sx cosωt+ Sy sinωt

Posons ∆ = (ω0 − ω) :
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HRF = ∆Sz +
gµBhmw

ℏ
Sx cos

2 ωt+
gµBhmw

ℏ
Sy cosωt sinωt

Si la phase est bien choisie le troisième terme de l’hamiltonien devient nul et on peut
simplifier par la formule de trigonométrie cos2 x = 1+cosx

2
:

HRF = ∆Ŝz + hmwŜx

(
1 + cos 2ωt

2

)
On peut négliger le terme en cos 4πft car les oscillations sont trop rapides :

HRF = ∆Sz +
gµBhmw

2ℏ
Sx
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B.2 Simulations en langage Python
Fonction lorentzienne :

def f(delta ,gamma):
return 1/math.pi*gamma/(gamma **2+delta ** 2)
# delta est l’ecart a la frequence de resonance et gamma la demi

largeur a mi hauteur

Programme calculant l’évolution de l’aimantation pendant un pulse π/2 :
#dt ,t_p ,T1 et T2 en ns
#gamma en GHz
def FID(dt,l,n,t_p ,gamma ,T1,T2):

t_lim = dt*l
delta_lim = 10*gamma
n_p = int(t_p/dt)
b1 = 0.25/t_p # frequence micro -onde
t = np.linspace(0,t_lim ,l) # duree de la mesure apres le pulse
delta = np.linspace(-delta_lim ,delta_lim ,n)
# initialisation des tableaux
S_x = np.zeros((l+n_p ,n))
S_y = np.zeros((l+n_p ,n))
S_z = np.zeros((l+n_p ,n))
M_x = np.zeros(l+n_p)
M_y = np.zeros(l+n_p)
M_z = np.zeros(l+t_p)
# x,y et z les matrices de Pauli pour un spin 1/2
x = np.array([[0,0.5],[0.5,0]])
y = np.array([[0,-0.5*1j],[0.5*1j,0]])
z = np.array([[0.5,0],[0,-0.5]])
# R la matrice de relaxation
R = np.array([[1/T1,0,0,0],[0,1/T2,0,0],[0,0,1/T2 ,0],[0,0,0,1/T1]])
# passage dans l’espace de Liouville
xl = np.kron(x,np.eye(2)) - np.kron(np.eye(2),x.T)
yl = np.kron(y,np.eye(2)) - np.kron(np.eye(2),y.T)
zl = np.kron(z,np.eye(2)) - np.kron(np.eye(2),z.T)
yv = np.reshape(y,(4,1))
zv = np.reshape(z,(4,1))
xv = np.reshape(x,(4,1))
for i in range(n): #somme sur toutes les contributions de la raie

RPE
ham1 = (delta[i]*z + b1*x) #
ham2 = delta[i]*z
liou1=1j*(np.kron(ham1 ,np.eye(2))-np.kron(np.eye(2),ham1.T))
liou2 =1j*(np.kron(ham2 ,np.eye(2))-np.kron(np.eye(2),ham2.T))
U_p = expm(-2*math.pi*liou1*dt) # pulse pi/2
U_t = expm(-2*math.pi*liou2*dt)
rho = zv
for j in range(n_p): # evolution pendant le pulse

rho = U_p@rho
for j in range(l): # evolution apres le pulse

rho = U_t@rho
S_x[j,i] = np.real(rho.T@xv)
S_y[j,i] = np.real(rho.T@yv)
S_z[j,i] = np.real(rho.T@zv)

M_x = M_x + S_x[:,i]*f(delta[i],gamma)
M_y = M_y + S_y[:,i]*f(delta[i],gamma)
M_z = M_z + S_z[:,i]*f(delta[i],gamma)
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return S_x ,S_y ,S_z ,M_x ,M_y ,M_z
# retourne les composantes de l’aimantation et les composantes moyennes

de l’aimantation
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Programme calculant l’évolution de l’aimantation pendant la séquence écho de Hahn :
#dt ,tau ,t_p ,T1 et T2 en ns
#gamma en GHz
def Hahn_echo(dt ,tau ,l,n,t_p ,gamma ,T1,T2):

t_lim = dt*l
n_tau = tau/dt
n_p = t_p/dt
delta_lim = 10*gamma
b1 = 0.25/t_p # frequence micro -onde
t = np.linspace(0,t_lim ,l) # duree de la mesure a la fin de la

sequence
delta = np.linspace(-delta_lim ,delta_lim ,n)
tot = l+3*n_p+n_tau
# initialisation des tableaux
S_x = np.zeros((tot ,n))
S_y = np.zeros((tot ,n))
S_z = np.zeros((tot ,n))
M_x = np.zeros(tot)
M_y = np.zeros(tot)
M_z = np.zeros(tot)
#x,y et z les matrices de Pauli
x = np.array([[0,0.5],[0.5,0]])
y = np.array([[0,-0.5*1j],[0.5*1j,0]])
z = np.array([[0.5,0],[0,-0.5]])
# R la matrice de relaxation
R = np.array([[1/T1,0,0,0],[0,1/T2,0,0],[0,0,1/T2 ,0],[0,0,0,1/T1]])
# passage dans l’espace de Liouville
xl = np.kron(x,np.eye(2)) - np.kron(np.eye(2),x.T)
zl = np.kron(z,np.eye(2)) - np.kron(np.eye(2),z.T)
yv = np.reshape(y,(4,1))
zv = np.reshape(z,(4,1))
xv = np.reshape(x,(4,1))
for i in range(n): # somme sur toutes les contributions de la raie

RPE
ham1 = (delta*z + b1*x)
ham2 = delta*z
liou1 = 1j*(np.kron(ham1 ,np.eye(2)) - np.kron(np.eye(2),ham1.T))

+ R
liou2 = 1j*(np.kron(ham2 ,np.eye(2)) - np.kron(np.eye(2),ham2.T))

+ R
U_p = expm(-2*math.pi*liou1*dt) # operateur d’impulsion
U_t = expm(-2*math.pi*liou2*dt) # operateur d’evolution libre
rho = zv
for j in range(n_p): # evolution pendant le premier pulse

rho = U_p@rho
S_x[j,i] = np.real(rho.T@xv)
S_y[j,i] = np.real(rho.T@yv)
S_z[j,i] = np.real(rho.T@zv)

for j in range(n_p ,n_p+n_tau): # evolution libre entre les deux
pulses

rho = U_t@rho
S_x[j,i] = np.real(rho.T@xv)
S_y[j,i] = np.real(rho.T@yv)
S_z[j,i] = np.real(rho.T@zv)

for j in range(n_p+n_tau ,2*n_p+n_tau): # evolution pendant le
deuxieme pulse

rho = U_p@rho
S_x[j,i] = np.real(rho.T@xv)
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B.2. Simulations en langage Python

S_y[j,i] = np.real(rho.T@yv)
S_z[j,i] = np.real(rho.T@zv)

for j in range(tot-l,tot): # evolution apres la sequence
rho = U_t@rho
S_x[j,i] = np.real(rho.T@xv)
S_y[j,i] = np.real(rho.T@yv)
S_z[j,i] = np.real(rho.T@zv)

M_x = M_x + S_x[:,i]*f(delta[i],gamma)
M_y = M_y + S_y[:,i]*f(delta[i],gamma)
M_z = M_z + S_z[:,i]*f(delta[i],gamma)

return S_x ,S_y ,S_z ,M_x ,M_y ,M_z
# retourne les composantes de l’aimantation et les composantes moyennes

de l’aimantation
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B.2. Simulations en langage Python

Evolution de l’aimantation lors d’une séquence de nutation :
#dt ,tau ,t_p ,T1 et T2 en ns
#gamma ,h et dh en GHz
def nutation(dt,l,n,h,gamma ,dh,delta ,T1 ,T2): # nutation of spin 1/2

dh_list = np.linspace(-dh,dh,n)
t_lim = dt*l
t = np.linspace(0,t_lim ,l) # duree de la mesure a la fin de la

sequence
# intialisation des tableaux
S_x = np.zeros((l,1))
S_y = np.zeros((l,1))
S_z = np.zeros((l,1))
M_x = np.zeros(l)
M_y = np.zeros(l)
M_z = np.zeros(l)
# x,y,z les matrices de Pauli pour un spin 1/2
x = np.array([[0,0.5],[0.5,0]])
y = np.array([[0,-0.5*1j],[0.5*1j,0]])
z = np.array([[0.5,0],[0,-0.5]])
# R la matrice de relaxation
R = np.array([[1/T1,0,0,0],[0,1/T2,0,0],[0,0,1/T2 ,0],[0,0,0,1/T1]])
# passage dans l’espace de Liouville
xl = np.kron(x,np.eye(2)) - np.kron(np.eye(2),x.T)
yl = np.kron(y,np.eye(2)) - np.kron(np.eye(2),y.T)
zl = np.kron(z,np.eye(2)) - np.kron(np.eye(2),z.T)
yv = np.reshape(y,(4,1))
zv = np.reshape(z,(4,1))
xv = np.reshape(x,(4,1))

for i in range(n): # somme sur l’inhomogeneite du champ micro -onde
ham = (h+dh_list[i])*x+delta*z
liou = 1j*(np.kron(ham ,np.eye(2)) - np.kron(np.eye(2),ham.T)) +

R
U = expm(-2*math.pi*liou*(dt))
rho = zv
for j in range(l): # evolution temporelle

rho = U@rho
Sx[j,i] = np.real(rho.T@xv)
Sy[j,i] = np.real(rho.T@yv)
Sz[j,i] = np.real(rho.T@zv)

M_x = M_x + Sx[:,i]*f(dh_list[i],gamma)
M_y = M_y + Sy[:,i]*f(dh_list[i],gamma)
M_z = M_z + Sz[:,i]*f(dh_list[i],gamma)

return S_x ,S_y ,S_z ,M_x ,M_y ,M_z
# retourne les composantes de l’aimantation et les composantes moyennes

de l’aimantation
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B.2. Simulations en langage Python

Programme calculant l’évolution de l’aimantation pendant la séquence π/2-τ -π/2-T-π/2
#dt ,tau1 ,tau2 ,t_p ,T1 et T2 en ns
#gamma en GHz
def s_echo(l,n,dt ,t_p ,gamma ,tau_1 ,tau_2 ,T1 ,T2):

t = np.linspace(0,dt*l,l)
delta_lim = 10*gamma
b1 = 0.25/t_p
n_p = int(t_p/dt)
n_tau1 = int(tau_1/dt)
n_tau2 = int(tau_2/dt)
tot = l+3*n_p+n_tau1+n_tau2
delta = np.linspace(-delta_lim ,delta_lim ,n)
S_x = np.zeros((tot ,n))
S_y = np.zeros((tot ,n))
S_z = np.zeros((tot ,n))
M_x = np.zeros(tot)
M_y = np.zeros(tot)
M_z = np.zeros(tot)
# x,y,z les matrices de Pauli pour un spin 1/2
x = np.array([[0,0.5],[0.5,0]])
y = np.array([[0,-0.5*1j],[0.5*1j,0]])
z = np.array([[0.5,0],[0,-0.5]])
p = x+1j*y
m = x-1j*y
dia = np.eye(2)
# R la matrice de relaxation
R = np.array([[1/T1 ,0,0,0],[0,1/T2,0,0],[0,0,1/T2 ,0],[0,0,0,1/T1]])
# passage dans l’espace de Liouville
Sxl = np.kron(x,np.eye(2)) - np.kron(np.eye(2),x.T)
Syl = np.kron(y,np.eye(2)) - np.kron(np.eye(2),y.T)
Szl = np.kron(z,np.eye(2)) - np.kron(np.eye(2),z.T)
Syv = np.matrix.flatten(y)
Szv = np.matrix.flatten(z)
Sxv = np.matrix.flatten(x)
Smv = np.matrix.flatten(m)
Spv = np.matrix.flatten(p)
dia_v = np.matrix.flatten(dia)
for i in range(n):

ham1 = delta*z
ham2 = delta*z + b1*x
liou1 = 1j*(np.kron(ham1 ,np.eye(2)) - np.kron(np.eye(2),ham1.T))

+R
liou2 = 1j*(np.kron(ham2 ,np.eye(2)) - np.kron(np.eye(2),ham2.T))

+R
U_p = expm(-2*math.pi*liou2*dt)
U_t = expm(-2*math.pi*liou1*dt)
rho = Szv
for j in range(n_p): #evolution pendant le premier pulse

rho = U_p@rho
Sx[j,i] = np.real(rho.T@xv)
Sy[j,i] = np.real(rho.T@yv)
Sz[j,i] = np.real(rho.T@zv)

#rho = rho*Spv selection de l’etat de coherence +1
for j in range(n_p ,n_p+n_tau1):#evolution libre entre le 1er et

2e pulse
rho = U_t@rho
Sx[j,i] = np.real(rho.T@xv)
Sy[j,i] = np.real(rho.T@yv)
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Sz[j,i] = np.real(rho.T@zv)
for j in range(n_p+n_tau1 ,2*n_p+n_tau1):#evolution pendant le

second pulse
rho = U_p@rho
Sx[j,i] = np.real(rho.T@xv)
Sy[j,i] = np.real(rho.T@yv)
Sz[j,i] = np.real(rho.T@zv)

#rho = rho*dia_v projection suivant z
for j in range(2*n_p+n_tau1 ,2*n_p+n_tau1+n_tau2):#evolution

libre entre le 2e et 3e pulse
rho = U_t@rho
Sx[j,i] = np.real(rho.T@xv)
Sy[j,i] = np.real(rho.T@yv)
Sz[j,i] = np.real(rho.T@zv)

for j in range(2*n_p+n_tau1+n_tau2 ,3*n_p+n_tau1+n_tau2):#
evolution a la fin de la sequence

rho = U_p@rho
Sx[j,i] = np.real(rho.T@xv)
Sy[j,i] = np.real(rho.T@yv)
Sz[j,i] = np.real(rho.T@zv)

#rho = rho*Smv selection de l’etat de coherence -1
for j in range(tot-l,tot):

rho=U_t@rho
Sx[j,i] = np.real(rho.T@xv)
Sy[j,i] = np.real(rho.T@yv)
Sz[j,i] = np.real(rho.T@zv)

M_x = M_x + Sx[:,i]*f(delta[i],gamma)
M_y = M_y + Sy[:,i]*f(delta[i],gamma)
M_z = M_z + Sz[:,i]*f(delta[i],gamma)

return S_x ,S_y ,S_z ,M_x ,M_y ,M_z
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C.1. Ajustements par les modèles de Bulaevskii et Johnston

C.1 Ajustements par les modèles de Bulaevskii et Johns-
ton
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Figure C.1 – Dépendance en température de la susceptibilité de spin dans la partie haute
(a) et basse température (b) pour (o-DMTTF)2Br. En dessous de TSP = 50 K la sus-
ceptibilité chute vers 0. La courbe pleine orange est le meilleur ajustement en utilisant
l’équation (5.1) et en considérant l’amplitude a et le gap de spin ∆ indépendants de δ. Les
courbes vertes et rouges discontinues sont respectivement les ajustements avec les modèles
de Bulaevskii et Johnston en utilisant uniquement δ comme paramètre d’ajustement. L’en-
cart est la même figure en échelle log-log, il montre clairement la divergence du modèle de
Bulaevskii avec amplitude libre à basse température.
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Figure C.2 – Dépendance en température de la susceptibilité de spin dans la partie haute
(a) et basse température (b) pour (o-DMTTF)2Cl. En dessous de TSP = 50 K la sus-
ceptibilité chute vers 0. La courbe pleine orange est le meilleur ajustement en utilisant
l’équation (5.1) et en considérant l’amplitude a et le gap de spin ∆ indépendants de δ. Les
courbes vertes et rouges discontinues sont respectivement les ajustements avec les modèles
de Bulaevskii et Johnston en utilisant uniquement δ comme paramètre d’ajustement. L’en-
cart est la même figure en échelle log-log, il montre clairement la divergence du modèle de
Bulaevskii avec amplitude libre à basse température.
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C.2. Residus de fits lorentzien sur (o-DMTTF)2Cl

C.2 Residus de fits lorentzien sur (o-DMTTF)2Cl
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Figure C.3 – Exemple de spectre RPE de (o-DMTTF)2Cl à T = 7 K et H0 // c. Les raies
ont été ajustées en utilisant un modèle de dérivée d’une lorentzienne (lignes oranges). Les
résidus de ces ajustements sont représentés par les lignes vertes.
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C.2. Residus de fits lorentzien sur (o-DMTTF)2Cl
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Figure C.4 – Dépendance angulaire du résidu d’ajustement de (o-DMTTF)2Cl. Les
cercles montrent le champ de résonance de la raie centrale.
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C.3. Residus de fits lorentzien sur (o-DMTTF)2I

C.3 Residus de fits lorentzien sur (o-DMTTF)2I
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Figure C.5 – Exemple de spectre RPE de (o-DMTTF)2I à T = 7 K et H0 // c. Les raies
ont été ajustées en utilisant un modèle de dérivée d’une lorentzienne (lignes oranges). Les
résidus de ces ajustements sont représentés par les lignes vertes.
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Figure C.6 – Dépendance angulaire du résidu d’ajustement de (o-DMTTF)2I. Les cercles
montrent le champ de résonance de la raie centrale.
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C.4. Configurations possibles de deux chaînes autour d’un défaut

C.4 Configurations possibles de deux chaînes autour
d’un défaut

Chaîne à gauche Chaîne à droite Nature

EW EW Paire

EW ES Isolé

EW OL Paire

EW OR Isolé

ES EW Isolé

ES ES Aucun

ES OL Isolé

ES OR Aucun

OL EW Isolé

OL ES Aucun

OL OL Isolé

OL OR Aucun

OR EW Paire

OR ES Isolé

OR OL Paire

OR OR Isolé

Table C.1 – Liste des configurations possibles autour d’un défaut entre deux chaînes
dimérisées. Autour du défaut, les chaînes de spins peuvent être impaires avec un spin non
apparié à l’extrémité gauche OL ou à l’extrémité droite OR, Elles peuvent être également
paires avec un spin non apparié à chaque extrémité de la chaîne EW ou non ES.
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C.5. Oscillations de Rabi

C.5 Oscillations de Rabi
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Figure C.7 – Image de la transformée de Fourier des oscillations de Rabi de (o-
DMTTF)2Cl dans l’orientation H0 à 54◦ par rapport à c, T = 5.5 K et hmw = 0.8 G.
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Figure C.8 – Image de la transformée de Fourier des oscillations de Rabi de (o-
DMTTF)2I dans l’orientation H0 // c, T = 5.4 K et hmw = 2.7 G.
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C.6. Rotation autour de l’axe c* dans (o-DMTTF)2NO3

C.6 Rotation autour de l’axe c* dans (o-DMTTF)2NO3
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Figure C.9 – Facteur g en rotation autour de l’axe c* à différentes températures et en
bande X. Les mesures ont été réalisées avec une bonne précision grâce à un marqueur
DPPH isotrope à g = 2.0036.
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Figure C.10 – Demi-largeur à mi-hauteur Γ extraite des spectres RPE en utilisant (4.7)
en rotation autour de l’axe c*, à différentes températures et en bande X.
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C.6. Rotation autour de l’axe c* dans (o-DMTTF)2NO3
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Figure C.11 – Demi-largeur à mi-hauteur Γ extraite des spectres RPE en utilisant (4.7)
en rotation autour de l’axe c*, à 7 K et en bande X.
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Annexe D

D.1 Effet de la diffusion instantanée sur le temps de
cohérence
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Figure D.1 – Effet de la diffusion spectrale instantanée sur le temps de cohérence T2
mesuré par la décroissance de l’écho de Hahn dans (o−DMTTF )2Cl et à T = 5.8 K. (b)
L’inverse du temps de cohérence est rigoureusement vis à vis de < sin2 θ2/2 >. La droite
pleine est l’ajustement des données expérimentales avec l’équation (6.11).
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D.1. Effet de la diffusion instantanée sur le temps de cohérence
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Figure D.2 – Effet de la diffusion spectrale instantanée sur le temps de cohérence T2
mesuré par la décroissance de l’écho de Hahn dans (o − DMTTF )2Br et à T = 5.8 K.
L’inverse du temps de cohérence est linéaire vis à vis de < sin2 θ2/2 >. La droite pleine
est l’ajustement des données expérimentales avec l’équation (6.11).
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Nous présentons dans cette thèse une étude par Résonance Paramagnétique Electronique
(RPE) des sels organiques quasi-unidimensionnels (o-DMTTF)2X avec des contre-ions centro-
symétriques (X = Cl, Br, I) et non centrosymétriques (X = NO2 et NO3). D’un point de vue
magnétique ces composés organiques sont considérés comme des chaînes de spins 1/2 avec un
couplage antiferromagnétique et subissent une transition de spin-Peierls en dessous de T < TSP .
A haute température, nous avons étudié le comportement des chaînes uniformes. Pendant la
transition de spin-Peierls, nous avons déterminé la dépendance en température du gap de spin-
Peierls et de la dimérisation des chaînes. A basse température, nous avons montré l’existence
des défauts intrinsèques piégeant des solitons magnétiques. Nous avons également observé que
50 % solitons sont isolés et 50 % forment des paires par un fort couplage d’échange. Par la
suite, la mesure des oscillations de Rabi nous a permis de montrer que les solitons et les paires
de solitons ont respectivement une dynamique cohérente de spin 1/2 et de spin 1.

Dans un deuxième temps nous avons étudié les mécanismes de décohérence et de relaxation
dans les chaînes de spins par des séquences de RPE pulsée . Pour cela nous avons identifié les pro-
cessus de relaxation intervenant dans le temps de relaxation spin-réseau T1, certains composés
suivent un processus Orbach et d’autres Raman. Nous avons identifié et quantifié la décohé-
rence causée par les interactions spin-spin comme la diffusion spectrale et instantanée. Cette
étude nous a permis de conclure que notre système possède un temps de cohérence intrinsèque
et faiblement sensible à la concentration en défauts. Ces travaux s’inscrivent dans une volonté
de concilier la physique des aimants fortement corrélés et celle des systèmes magnétiques dilués.

Mots clés : Résonance paramagnétique électronique, dynamique des spins, chaînes de spins
quantiques, cohérence, (o-DMTTF)2X, transition de spin-Peierls, sels organiques.

This thesis focuses on the Electron Paramagnetic Resonance (EPR) study of the one-
dimensionnal organic salts (o-DMTTF)2X with centrosymmetric (X = Cl, Br and I) and non
centrosymmetric (X = NO2, NO3) counteranions. These organic compounds are antiferroma-
gnetic spin 1/2 chains and below TSP a spin-Peierls transition occurs. At high temperature we
have studied their uniform spin chains behavior. During spin-Peierls transition, we have deter-
mined the spin gap and dimerisation temperature dependences. At lower temperature we have
provided evidence of intrinsic defects which pinned magnetic solitons. We have shown that the
one-half of the total number of solitons are in isolation whereas the other half form pairs with a
strong magnetic coupling. The Rabi oscillations of both the single-soliton and the soliton-dimer
have been observed and they have respectly the spin dynamics of spin 1/2 and spin 1.

In a second time, by means of pulse EPR sequences we have studied decoherence and spin
relaxation mechanisms in spin chains. For this purpose we have identified relaxation processes
involved in the spin-latice relaxation, the dominant process is sometimes Orbach next time
Raman. We have identified and quantified electron spin decoherence sources like spectral and
instantaneous diffusion. We have found that our system has an intrinsic coherence lifetime not
related to the concentration of defects. This work tries to make the connection between strongly
correlated magnets and diluted spin systems.

Keywords : Electron paramagnetic resonance, spin dynamics, quantum spin chains, coherence,
(o-DMTTF)2X, spin-Peierls transition, organic salts.
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