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Résumé
Les réseaux d’émetteurs quantiques intriqués piégés en matière condensée sont des

systèmes prometteurs pour étudier les processus quantiques collectifs et pour l’élaboration
de technologies quantiques intégrées. Pour mettre au point ces réseaux, plusieurs types
de systèmes peuvent être envisagés, comme par exemple les boîtes quantiques semi-
conductrices, les centres colorés dans le diamant ou les molécules fluorescentes piégées
dans une matrice. Parmi ces systèmes, les molécules insérées dans une matrice cristalline
organique sont particulièrement attractives. Portées à température cryogénique, elles sont
très bien modélisées par des systèmes à deux niveaux et présentent une transition limitée
par la durée de vie. Dans ce travail, nous utilisons ces molécules fluorescentes comme
banc de test pour démontrer la manipulation tout optique, cohérente et sub-nanoseconde
d’un émetteur unique. De plus, nous rapportons l’observation de plus de dix paires de
molécules intriquées, couplées par interaction dipôle-dipôle résonnante. Nous mesurons les
durées de vie des états sub- et super-radiant émergeant du couplage en fonction du degré
d’intrication et démontrons l’adressage sélectif de l’état subradiant, de longue durée de
vie. Notre étude ouvre la voie vers le contrôle dynamique de qubits moléculaires intriqués
ainsi qu’à la compréhension de la décohérence dans les ensembles délocalisés.

Abstract
Arrays of entangled delocalized emitters trapped in condensed matter such as quan-

tum dots, colored defects in diamond or fluorescent molecules trapped in a matrix are
promissing systems to study quantum collective processes and enlighten some path towards
scalable, integrated quantum technologies. Among those systems, molecules trapped in
an organic crystalline matrix are particularly attractive. Brought to liquid helium tempe-
ratures, they are very well modeled by two-level systems and display a lifetime-limited
transition. In this work, we are using such fluorescent molecules as a test bench to demons-
trate full optical, coherent, sub-nanosecond manipulations of a single emitter. Moreover, we
report the observation of more than ten pairs of entangled molecules coupled through the
resonant dipole-dipole interaction. We measure the lifetimes of the sub- and super-radiant
states emerging from the coupling as a function of the entanglement degree and show
the selective adressing of the long-lived subradiant state. Our study paves the way to
the dynamical control of entangled molecular qubits as well as the investigation of the
decoherence in delocalized ensembles.
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Introduction

En 1954, Dicke a prédit l’existence d’états possédant différents taux d’émission
spontanée dans un gaz moléculaire [1]. Cette modification du taux de relaxation se
produit du fait de l’interaction entre les dipôles associés à chaque molécule via le champ
électromagnétique (interaction dipôle-dipôle résonante [2]), et donne lieu à des états
brillants dont le taux d’émission est augmenté (superradiant) et des états sombres dont le
taux d’émission est diminué (subradiant) [3].

La superradiance de Dicke a été observée expérimentalement dans la deuxième moitié
du XXème siècle. D’abord en 1973 [4], où les auteurs la mettent en évidence en observant
de la superradiance dans une impulsion émise par un gaz de molécules ; puis par l’équipe
de S. Haroche [5, 6, 7] avec des atomes de Rydberg piégés en cavité micro-onde résonante.
Avec ce montage, les auteurs effectuent la première vérification quantitative des prédictions
du modèle de Dicke concernant la superradiance. Néanmoins, durant cette période, aucune
observation de la subradiance n’a été rapportée. Pour l’observer les dipôles doivent être
préparés en opposition de phase les uns avec les autres, ce qui est difficilement réalisable
avec les montages proposés par les auteurs mentionnés ci-dessus. D’autres parts, ces deux
expériences ont été réalisées sur de grands ensembles d’émetteurs qu’il est impossible de
résoudre optiquement et donc d’adresser sélectivement. Par ailleurs elles sont effectuées à
température ambiante, si bien que les émetteurs sont animés d’un mouvement Brownien
relativiste d’origine thermique, causant un élargissement des transitions par effet Doppler
[8], ce qui ajoute de la décohérence dans le système, limite la sensibilité des expériences
ainsi que les potentielles applications en informatique quantique.

Il a fallu attendre le développement des techniques de piégeage d’ions par la méthode
de Paul [9] et de refroidissement par laser [10, 11, 12] pour qu’en 1996 DeVoe et Brewer
rapportent l’observation de deux ions optiquement résolus et couplés par interaction dipôle-
dipôle coulombienne. Les auteurs sont alors capables de mettre en évidence l’existence de
sub- et de super-radiance dans un système bi-partie, ce qui constitue “l’exemple le plus
élémentaire de la théorie de Dicke” [13].

Depuis les années 2000, la subradiance de Dicke a été expérimentalement étudiée
sur des atomes ultra-froids dans un piège magnéto-optique [14, 15], principalement par
l’équipe de R. Kaiser [16, 17] qui a observé un allongement de la durée de vie des états
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subradiants d’un facteur 20 comparé à la durée de vie des états atomiques indépendants,
sur un nuage composé de 200 atomes [18]. De par leur longue durée de vie, les états
subradiants peuvent-être utilisés pour des applications de mémoire quantique [19, 20]. Par
ailleurs, un des résultats surprenant obtenu par les auteurs montre que la durée de vie des
états subradiants correspond à une largeur spectrale plus fine que l’élargissement Doppler.
Cette observation montre la remarquable résistance de la subradiance de Dicke contre la
décohérence d’origine thermique [21].

Au delà de la modification des propriétés radiatives, l’interaction dipôle-dipôle donne
lieu à des états intriqués trouvant un intérêt dans le traitement de l’information quantique
[2]. C’est encore une fois dans le domaine des atomes froids que l’usage du couplage
dipôle-dipôle à cette fin est à l’état le plus avancé. En 2016, les auteurs de la référence [22]
démontrent la manipulation d’une paire d’atomes de Rydberg couplés, modélisés par des
systèmes à deux niveaux. Ils effectuent un contrôle complet du système avec possibilité de
l’intriquer ou le “désintriquer”, et de l’initialiser dans n’importe quel état ou superposition
d’états désirée. Parallèlement, la même équipe a développé une méthode d’assemblage
de réseaux atomiques, atome par atome, à l’aide de pinces optiques [23, 24]. Grâce à cet
outil, il est possible de fabriquer des réseaux quantiques de plusieurs centaines d’atomes en
interaction cohérente les uns avec les autres où chaque atome représente un qubit [25, 26].

Malgré les qualités évidentes des atomes refroidis, que nous venons d’énoncer, ils
souffrent néanmoins de quelques défauts. Par exemple, il n’est pas possible de les exciter
avec une intensité arbitrairement élevée étant donné que celle-ci produira un chauffage
des atomes susceptible de les faire sortir de leur piège. D’autre part il est très difficile
d’intégrer ces émetteurs en phase gazeuse dans des dispositifs photoniques [27], ce qui
rend complexe leur mise en œuvre expérimentale. Pour s’affranchir de ces limitations,
les émetteurs quantiques piégés en matière condensée telles que les boîtes quantiques
semi-conductrices (Q.D.) [28], les centres colorés dans le diamant [29] ou les molécules
fluorescentes piégées en matrices organiques [30, 31] sont des objets de choix. Parmi ces
systèmes, une interaction dipôle-dipôle cohérente entre deux émetteurs reste néanmoins
difficile à observer. En effet, la force de couplage doit être comparable au taux d’émission
spontanée du système, ce qui requiert une distance nanométrique entre émetteurs. De
plus l’élargissement inhomogène des fréquences de transition, inhérent à la matrice hôte,
complique l’observation d’une interaction résonante.

Au début des années 2000, des auteurs ont rapporté l’observation de deux Q.D. semi-
conducteurs séparés d’une dizaine de nanomètres, couplés via l’interaction coulombienne
entre l’électron d’un Q.D. et le trou de l’autre, résultant en l’apparition d’états intriqués
[32, 33]. Puis très récemment en 2023, une équipe a couplé plusieurs Q.D. séparés par
plusieurs microns via le mode d’un guide optique, et rapportent la mesure directe de la
sub- et de la super-radiance des états intriqués émanant du couplage [34]. Cependant,
en plus de leur complexité et coût de fabrication, ces émetteurs souffrent d’un grave
inconvénient inhérent à leur procédure de croissance par auto-assemblage : le mauvais
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contrôle de la taille, de la contrainte locale et de la composition des Q.D. entraînent un
désaccord important de leur fréquence de résonance. Les défauts colorés dans le diamant
ont montré des propriétés très prometteuses en terme de manipulation optique cohérente
pour la réalisation de portes logiques quantiques [35, 36], pour la distribution de clé
quantique à température ambiante [37, 38] ou pour l’élaboration de répéteurs quantiques
[39]. Cependant un couplage fort cohérent entre ces types d’émetteurs n’a quasiment
jamais été rapporté dans la littérature [40, 41]. Par ailleurs, l’étude des centres colorés
comme celle des Q.D. à température cryogénique est fortement polluée par la présence de
diffusion spectrale [42, 40].

Les molécules hydrocarbures polycycliques fluorescentes piégées en matière conden-
sée a température cryogénique se sont avérées être de très bonnes candidates pour des
expériences d’optique quantique [43, 44]. Insérées dans des matrices solides adéquatement
choisies, elles sont très bien modélisées par des systèmes à deux niveaux [45], montrent
peu de diffusion spectrale et sont intrinsèquement identiques les unes aux autres. Bien
que prometteuses, la production d’états électroniques moléculaires intriqués pour les
technologies quantiques reste endiguée du fait de leur répartition spatiale aléatoire dans
un échantillon rendant improbable l’observation de molécules couplées par interaction
dipôle-dipôle. Jusqu’en 2022, seulement une observation de paires de molécules couplées a
été rapportée, en 2002 [46]. Les auteurs ont pu observer des signatures du couplage dans le
spectre d’excitation de la paire de molécules : deux pics de largeurs différentes, attribués
aux états sub- et super-radiant ainsi que l’apparition d’une transition à deux photons
au centre, induite par le couplage et dont l’amplitude évolue avec le carré de l’intensité
d’excitation [47] (voir figure 1 ci-dessous).

Figure 1 – Série de spectres d’excitation d’une paire de molécules de terrylène piégées dans une matrice
de p-terphenyl, couplées par interaction dipôle-dipôle résonante, à différentes intensités d’excitation laser
(extrait de [46]).

Pour trouver cette paire de molécules, les auteurs ont utilisé une méthode de détection
en champ proche, très lourde à implémenter expérimentalement et vraisemblablement peu
répétable, étant donné que l’observation d’une seule paire de molécules couplées a été
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rapportée.

Le travail présenté dans ce manuscrit s’inscrit dans la suite de ces travaux. Nous
souhaitons reproduire l’observation de paires de molécules couplées ainsi que de développer
l’utilisation des molécules dans des applications en informatique quantique. Tout au long
de ce manuscrit, nous verrons donc comment manipuler de manière cohérente une molécule
individuelle piégée dans une matrice cristalline et comment robustement observer des
paires de molécules couplées par interaction dipôle-dipôle résonante et étudier la sub- et la
super-radiance dans ces paires.

Plan de la thèse
Le chapitre 1 présente les concepts physiques et expérimentaux de base associés à la

spectroscopie de molécules uniques à température cryogénique. Le chapitre 2 discutera du
montage expérimental utilisé tout au long de ce manuscrit. Nous aborderons en chapitre 3
la manipulation cohérente tout optique d’une molécule unique. Le chapitre 4 traite des
aspects théoriques relatifs au couplage dipôle-dipôle résonant entre molécules et enfin, en
chapitre 5, nous étudierons expérimentalement plusieurs paires de molécules couplées et
mettrons en évidence la sub- et la super-radiance dans le système.
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Chapitre 1

Molécules uniques à température
cryogénique

Introduction

La détection optique de molécules individuelles a été rapportée pour la première fois
par Kador et Moerner en 1989 [48], à température cryogénique. Peu de temps après, en
1990, l’équipe de Michel Orrit a développé une méthode de détection par spectroscopie
d’excitation de la fluorescence dans laquelle un laser accordable en fréquence est balayé
autour de la fréquence de résonance des molécules en collectant ses photons de fluorescence.
Cette méthode s’est rapidement imposée comme un standard pour la détection de molécules
uniques, pour sa facilité d’implémentation expérimentale et son rapport signal sur bruit
élevé [49], même à faible intensité d’excitation (≈ 1 W.cm−2) de par l’importante section
efficace des molécules à température cryogénique.

Portées à une température d’environ 2 K, les molécules organiques fluorescentes sont
bien modélisées par des systèmes à deux niveaux. Elles dispensent des photons uniques [50]
et indiscernables [51, 45] qui peuvent être distribués à la demande [43, 52, 53]. Cela en fait
de bonnes candidates pour l’élaboration de circuits quantiques photoniques [54], la molécule
étant le qubit ; ou pour la réalisation de protocoles de cryptographie quantique utilisant
des paires de photons intriqués en polarisation [55, 56, 57] et permettant de sécuriser la
transmission d’une information de manière fondamentalement inviolable [58, 59].

Leur interaction non-linéaire avec la lumière permet d’amplifier ou d’atténuer un
faisceau laser et rend possible leur utilisation comme transistors optiques [44] ouvrant la
voie à des possibilités de traitement optique de l’information. Il est possible d’amplifier ces
non-linéarités en plaçant les molécules au sein d’une cavité optique [60, 61]. Lorsque la cavité
est résonante avec la molécule, la densité de modes peuplés du champ électromagnétique
augmente, rendant l’interaction plus efficace. Le taux d’émission spontanée est accru
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par effet Purcell et conduit à un accroissement du taux d’absorption [62]. Les propriétés
d’émission peuvent être mise à profit en les plaçant dans le champ proche d’une structure
plasmonique comme proposé par les références [63, 64, 65], une réalisation expérimentale
de ce type de système a été réalisée à température ambiante [66] et une exacerbation du
taux de fluorescence a été observée.

Les molécules sont des sondes locales très sensibles pour une multitude de grandeurs
physiques scalaires ou vectorielles [67, 68]. Elle peuvent servir de sonde du champ électrique
grâce à l’effet Stark [69], pour détecter des contraintes/déformations dans leur nano-
environnement en mesurant le décalage de la fréquence de transition induite par la
contrainte [70], comme sonde de la pression hydrostatique induite par la matrice hôte
[71, 72], ou pour sonder la densité locale de sources de déphasage par mesure de la cohérence
du dipôle optique [73, 74]. Pour finir, elles peuvent être utilisées pour pointer des fonctions
spécifiques dans les systèmes biologiques avec une précision de l’ordre de l’angström [75]
notamment pour effectuer des mesures de distance de haute précision dans les systèmes
biologiques.

Il existe de nombreux couples molécule/matrice pouvant être utilisés pour ces ex-
périences. La plupart sont des hydrocarbures polycycliques organiques choisis pour leur
rendement quantique de fluorescence proche de l’unité et leur temps de cohérence donné
par la durée de vie de l’état excité [30, 31]. On peut trouver ci-dessous en figure 1.1, une
liste de quelques exemples de molécules et de matrices fréquemment utilisées.

Figure 1.1 – Représentation topologique de quelques molécules aromatiques et matrices
hôte pouvant être utilisées dans des expériences de molécules uniques. Figure adaptée de
[30]. a1) Terrylène [76, 77] ; a2) Dibenzo-terrylène (DBT) [78, 79] ; a3) pentacène [48, 49, 80] ; a4)
dibenzanthanthrène (DBATT) [81, 82] ; b1) 2,3-dibromonaphtalène (2,3-DBN) [79] ; b2) naphtalène
[81, 82] ; b3) p-terphénil [48, 49, 80] ; c1) tetradécane [83] ; c2) hexadécane [84, 85] ; c3) octadécane ; d1)
poly-éthylène (PE) [86, 87, 77] ; d2) Poly(méthyl métacrylate) [88]
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1.1. Transitions optiques

Chaque couple matrice/molécule possède des propriétés qui lui sont propres en terme
d’insertion dans la matrice hôte [82, 89, 79, 76], de fréquence de résonance (générale-
ment comprise entre l’orange 575 nm et le proche infrarouge 780 nm en fonction du
système considéré) et de largeur de raie (entre 10 et 100 MHz). Le choix d’un couple
matrice/molécule dépend donc de l’application considérée. Dans ce travail de thèse, notre
objectif est de manipuler optiquement l’état d’une molécule unique ainsi que d’étudier
le couplage dipôle-dipôle cohérent entre deux molécules. La manipulation optique d’une
molécule requiert une stabilité spectrale qui perdure même sous forte excitation laser, et
un temps de cohérence le plus long possible (typiquement 10− 20 ns). Par ailleurs, pour
modifier les propriétés des paires couplées, nous devons modifier le désaccord relatif entre
les deux molécules individuelles, ce qui peut se faire par effet Stark. De plus la méthode
de super-résolution utilisée pour les imager est plus efficace lorsque la longueur d’onde
d’excitation est courte. Ces contraintes ont guidé notre choix vers les molécules de DBATT
piégées dans une matrice de naphtalène [81, 82].

Nous discuterons dans ce chapitre des propriétés physiques générales et de la détection
des molécules uniques piégées en matière condensée à température cryogénique. La section
1.1 aborde les diverses transitions optiques pouvant se produire dans une molécule à basse
température et nous y discuterons de l’excitation des molécules et de la collection de la
fluorescence émise. La section 1.2 traite, d’un point de vue théorique puis expérimental,
de la spectroscopie d’excitation de molécules uniques. Nous discuterons du phénomène
d’élargissement inhomogène dans la section 1.3, et du décalage des fréquences de transition
par effet Stark dans la section 1.4.

1.1 Transitions optiques

1.1.1 Diagramme de Jablonsky
Les transitions optiques d’une molécule peuvent se représenter sur un digramme de

Jablonsky ci-dessous en figure 1.2 a).
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Figure 1.2 – Diagramme de Jablonsky d’une molécule individuelle piégée dans une matrice
à température cryogénique. a) Les niveaux d’énergie électroniques sont représentés en traits horizon-
taux noirs épais. Les traits continus plus fins correspondent aux vibrations de chaque état électronique.
Les flèches verticales rectilignes en trait plein représentent une transition par absorption d’un photon.
Les flèches ondulées signifient une relaxation radiative et les flèches en pointillés fins correspondent aux
relaxations non-radiatives ; b) Schéma du spectre d’émission d’une molécule à température cryogénique.
Seule la ZPL et deux transitions vibrationnelles sont représentées. L’annotation BP désigne la bande de
phonon associée à chaque transition.

Il s’agit d’un diagramme d’énergie où la molécule est modélisée par un système à
trois états électroniques, notés S0 et S1 pour les états singulets et T1 pour l’état triplet,
représentés en trait épais sur le diagramme. Chacun des ces états est habillé par des états
vibrationnels (µ 6= 0) représentés en traits horizontaux fins. Les transitions (absorptions
de photons) sont représentées par des flèches droites orientées. La transition entre les deux
états électroniques purs Sµ=0

0 ↔ Sµ=0
1 est appelé “raie sans phonon” (ou ZPL pour Zero

Phonon Line). Cette transition peut être excitée par absorption d’un photon de fréquence
ν0. Après excitation, le niveau Sµ=0

1 possède une durée de vie τ ≈ 10 ns. L’absorption peut
également se faire vers un niveau vibronique (flèche bleue). Il existe plusieurs scénarios de
relaxation possibles depuis l’état Sµ=0

1 . La relaxation radiative peut se produire directement
vers l’état fondamental (Sµ=0

0 ) avec ou sans phonon, ou vers un état vibrationnel de la
molécule (Sµ 6=0

0 ) qui à son tour se relaxe vers l’état fondamental de manière non-radiative en
un temps très court devant τ , de l’ordre de 10 à 100 ps. Parmi les photons émis on distingue
la fluorescence résonante (en orange sur la figure 1.2 a)) à la fréquence d’excitation, et la
fluorescence décalée vers le rouge (en rouge sur la figure 1.2 a)). Ces différentes relaxations
apparaissent sur le schéma de spectre d’émission présenté en figure 1.2 b). Le pic le plus
intense est attribué à la transition purement électronique, c’est à dire à la ZPL. Sa forme
est une lorentzienne dont la largeur à mi-hauteur est de l’ordre de la dizaine de MHz pour
les molécules aromatiques. A son pied, se trouve une bande de phonon, notée BP 0-0,
qui résulte d’un couplage électrons-phonons. Sa largeur est de l’ordre de ≈ 3 THz. La
proportion de photons émis via la ZPL comparativement à la bande de phonon BP 0-0
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correspond au facteur de Debye-Waller, noté αDW , défini par

αDW = IZPL
IZPL + IBP 0−0

(1.1)

où IZPL représente l’intensité intégrée de la ZPL et IBP 0−0 l’intensité intégré de la bande
de phonons qui lui est associée. αDW décroit exponentiellement avec la température [90].
Pour la plupart des molécules, la valeur de αDW est maximale à 2 K, et est de l’ordre de
0.1− 0.5 en fonction du couple matrice/molécule considéré [91, 92, 68].

Sur la droite, on peut voir deux pics attribués aux relaxations de l’état électronique
Sµ=0

1 vers des niveaux vibrationnels Sµ6=0
0 . Ces derniers traduisent le couplage électrons-

vibrations (vibronique) qui a lieu du fait du mouvement relatif entre les noyaux atomiques
et qui correspond l’intégrale de recouvrement entre les fonctions d’onde des différents
états. A la base de chacun des pics vibrationnels, on observe une réplique de la bande de
phonon résultant du couplage entre les phonons de la matrice et les vibrations propres de
la molécule.

La description faite ci-dessus ne reste valide que si l’on néglige la relaxation via
l’état triplet T1. Cette dernière peut survenir par processus de croisement inter-système
(ISC pour “InterSystem Crosssing”) représenté par la flèche verte dans la figure 1.2 a).
Cette transition est accompagnée par un changement de spin normalement interdit dans
l’approximation dipolaire électrique. Cependant, il y a toujours une faible interaction
entre les fonctions d’onde de différentes multiplicité de spin, rendant possible la transition
S1 → T1. Cet effet, appelé couplage spin-orbite est faible chez les molécules hydrocarbures,
le taux de transition étant de l’ordre du kHz. La relaxation radiative depuis l’état triplet
vers l’état S0 (phosphorescence) est également faiblement permise, si bien que la molécule
devient “sombre” lorsqu’elle se trouve dans l’état triplet. Pour la spectroscopie de molécule
unique, les candidats les plus souhaitables doivent posséder un taux de relaxation S1 → T1

faible devant le taux de fluorescence. Pour les molécules de DBATT piégées dans une
matrice de naphtalène, le taux de fluorescence est 6 ordres de grandeur supérieur au taux
de croisement intersystème [81]. Nous négligerons donc ce phénomène dans le reste de ce
manuscrit.

A l’aide du montage optique montré en figure 1.3 a) ci-dessous, nous avons mesuré
expérimentalement le spectre d’émission d’une molécule de DBATT piégée dans du
naphtalène à une température de 3 K.
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Figure 1.3 – Mesure du spectre d’excitation. a) Montage expérimental utilisé pour la mesure du
spectre d’excitation. Le réseau utilisé est blazé à 635 nm et a une fréquence spatiale de 1200 mm−1. Le
filtre d’excitation est un short pass 633 nm ; b) Spectre d’émission d’une molécule de DBATT insérée
dans du naphtalène à 3 K. La mesure à été faite en excitant la molécule de l’état fondamental vers un
état vibrationnel Sµ 6=0

1 (transition bleue sur dans l’insert) et en mesurant la fréquence des photons émis à
l’aide d’un spectrographe. La résolution du spectrographe est de 30 GHz, et le temps d’exposition de 60s.

On se place dans le régime de molécule unique (échantillon peu dense). On choisit
une molécule que l’on excite à une longueur d’onde λ = 605 nm (excitation vers un niveau
vibrationnel représenté par la flèche bleu dans l’insert de la figure 1.3 b)). La fluorescence
de la molécule est injectée dans un spectrographe.

La figure 1.3 b) montre le spectre d’émission d’une molécule unique. On distingue la
ZPL à 615 nm ainsi que la bande de phonon 0− 0 à son pied. Entre 620 et 680 nm on
peut voir des pics attribués aux photons de fluorescence décalée vers le rouge, issus des
relaxations vers des états vibrationnels Sµ 6=0

0 . Leur bande de phonon respective est de trop
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1.1. Transitions optiques

faible amplitude pour que l’on puisse les distinguer sur la figure. Le signal de fond associé
à l’échantillon est compensé en effectuant une mesure dans une zone sans molécule, et est
soustrait au spectre brut. Nous pouvons ainsi évaluer le facteur de Debye-Waller à 0.47.
Le facteur combiné de Debye-Waller/Franck-Condon est donné par

αDW/FC = IZPL
IZPL + IBP + IV

= Γ00

Γ00 + ΣΓ0µ
≈ 0.3 (1.2)

où IV représente l’intensité intégrée des pics attribués aux vibrations propres de la molécule.
Cela signifie qu’environ 30% des photons émis par une molécule se relaxent via la ZPL, et
le reste, environ 70%, proviennent d’une relaxation vers des niveaux vibrationnels ou de
phonons et sont décalés vers le rouge par rapport à la ZPL. En excitant la molécule avec
un laser résonant avec la ZPL, il est alors possible de collecter la fluorescence décalée vers
le rouge en discriminant les photons laser par filtrage spectral, ce qui facilite la détection
de molécules uniques à basse température. Différents montages expérimentaux utilisés
pour exciter les molécules et collecter la fluorescence seront présentés dans le paragraphe
1.1.3 ci-après.

1.1.2 Excitation des molécules
Dans ce paragraphe nous allons discuter de l’excitation optique des molécules uniques

et aborderons la notion de section efficace d’absorption associée à la ZPL.

La section efficace d’absorption est définie comme la surface équivalente que devrait
avoir un faisceau d’excitation homogène dont la totalité des photons seraient absorbés
par la molécule. Elle détermine donc l’intensité laser nécessaire pour exciter la ZPL. Une
grande section efficace est donc avantageuse car cela permet d’exciter les molécules avec
un minimum d’intensité, ce qui réduit les risque de chauffage de l’échantillon induit par le
laser. Par ailleurs, une forte excitation laser cause également une augmentation du signal
de fond associé à la matrice hôte, dû notamment à de la diffusion Raman, réduisant le
rapport signal sur fond de la fluorescence.

Pour un taux d’excitation faible devant le taux de relaxation, la section efficace
d’absorption associée à la ZPL est donnée par l’équation 1.3 ci-dessous [93, 94, p.8-10].

σZPL0 = αDW/FC
3λ2

2π
T2

2T1
cos2(θ) (1.3)

λ représente la longueur d’onde de la transition et θ l’angle relatif entre l’orientation du
moment dipolaire de transition de la molécule et la polarisation du faisceau d’excitation
incident, supposée linéaire. T1 correspond à la durée de vie radiative de l’état excité. Bien
que nous l’avions écrite τ dans la sous-section précédente afin d’éviter toute confusion
avec l’état triplet, nous utiliserons ici l’appellation conventionnelle T1. T2 réfère au temps
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Chapitre 1. Molécules uniques à température cryogénique

de déphasage du dipôle et peut s’exprimer par

1
T2

= 1
2T1

+ 1
T ∗2

(1.4)

où 2T1 correspond au déphasage pur induit par l’émission spontanée et T ∗2 correspond au
déphasage induit par des collisions avec des phonons de la matrice. T2 augmente avec la
température suivant une loi d’Arrhenius [81], de type

1
T2

= 1
2T1

+ 1
T ∗2 (∞)e

−Ea
kBT [94] (1.5)

Il s’agit d’une loi empirique qui décrit l’évolution de la dynamique des réactions chimiques en
fonction de la température et qui peut s’appliquer dans notre cas. T réfère à la température
de la matrice en Kelvin et T ∗2 (∞) au temps de déphasage additionnel du dipôle optique pour
une température tendant vers l’infini. Ea représente l’énergie d’activation, qui correspond
à l’énergie que les phonons doivent posséder pour exciter les modes vibrationnels de la
molécule. Plus elle est élevée moins la température a d’effet sur T ∗2 . Enfin kB correspond à
la constante de Boltzmann. Pour T = 0 K, en l’absence de phonons, T ∗2 →∞ et T2 → 2T1.
La section efficace d’absorption est donc maximale en l’absence de déphasage.

Pour une molécule de DBATT piégée dans un cristal naphtalène, T2 tend vers 2T1

même pour une température non-nulle (3 K) [30]. Si l’on prend une longueur d’onde
d’excitation de λ = 617 nm, αDW/FC = 0.3, en supposant cos2(θ) = 1, on aboutit à une
section efficace d’absorption de σZPL0 = 3.10−10 cm2, soit un rayon équivalent d’environ
100 nm si on la projette dans le plan perpendiculaire à l’axe optique. Notons que cette valeur
est deux ordres de grandeur supérieure à la taille réelle de la molécule. En comparaison, à
température ambiante la section efficace d’absorption d’une même molécule est 106 fois
plus faible.

Leur importante section efficace d’absorption, fait de ces molécules des objets aisément
détectables pour les expériences de spectroscopie à température cryogénique.

1.1.3 Collection de la fluorescence
Nous allons maintenant aborder les aspects expérimentaux relatifs à la collection

de la fluorescence émise par des molécules uniques. Nous allons présenter trois types de
montages optiques qui permettent d’exciter une molécule avec un faisceau focalisé tout en
collectant les photons émis par cette dernière.

Historiquement, la première détection de molécule unique par spectroscopie d’ex-
citation [49] à été réalisée en déposant un cristal de p-terphenil dopé en molécules de
pentacène sur l’extrémité d’une fibre optique monomode, comme on peut le voir sur la
figure 1.4 a).
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Figure 1.4 – Exemples de montages pouvant être utilisés pour exciter les molécules et
collecter la fluorescence. a) Excitation par fibre optique et collection à l’aide d’un miroir parabolique.
L’échantillon se situe au foyer du miroir et l’ouverture numérique de la collection est proche de 1 ; b)
Excitation des molécules et collection de la fluorescence via un objectif de microscope ; c) Collection de la
fluorescence à l’aide d’une lentille à immersion solide super hémisphérique en configuration de Weierstrass,
adaptée de [95].

Le spot d’excitation correspond au mode de la fibre et a une taille typique de
environ 5 µm pour une fibre monomode à λ ≈ 615 nm [49]. La fluorescence émanant de
l’échantillon est collectée à l’aide d’un miroir parabolique qui la dirige vers un détecteur de
photons uniques tel qu’un photomultiplicateur [49] ou, dans les expériences plus récentes,
une photodiode à avalanche. L’extrémité de la fibre sur laquelle est déposée le cristal,
ainsi que le miroir parabolique sont tous deux situés à l’intérieur du cryostat. Ce montage
a l’avantage d’être mécaniquement stable, notamment pour les études en fonction de la
température puisque aucun réalignement du faisceau d’excitation n’est à prévoir des suites
des dilatations thermiques. En revanche il est difficile d’exciter les molécules avec une
polarisation bien définie, à cause des contraintes mécaniques et thermiques qui s’appliquent
sur la fibre. De plus ce montage ne permet pas de déplacer librement le spot d’excitation,
et confine donc l’expérience à un endroit précis de l’échantillon. Par ailleurs la grande
taille du spot d’excitation rend difficile la sélection spatiale des molécules à l’excitation
et pour finir, ce montage ne permet pas de faire de l’imagerie. Il reste cependant très
performant en termes d’efficacité de collection.

Afin de s’affranchir des problèmes posés par ce montage il est possible d’exciter
les molécules et de collecter la fluorescence à l’aide d’un objectif de microscope comme
on peut le voir sur la figure 1.4 b). Il s’agit de la solution la plus commune pour la
microscopie et la spectroscopie, à température ambiante. Les objectifs sont composés de
plusieurs lentilles qui permettent de compenser les aberrations géométriques et de focaliser
le faisceau d’excitation dans un spot limité par la diffraction correspondant à une tache
d’Airy [96, chap. 8] dont la largeur à mi-hauteur est donnée par

ddiff = 1.22λ
2N.A., (1.6)
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où N.A. correspond à l’ouverture numérique valant N.A. = n · sin (θ) avec θ l’angle de
demi-ouverture et n l’indice optique du milieu environnant de l’objectif. Dans l’air (n = 1)
l’ouverture numérique est limitée à N.A. = 1 et contrairement au cas à température
ambiante, ne peut pas être augmentée par immersion dans une huile à température cryogé-
nique. Par ailleurs, la rétraction thermique des matériaux peut causer un désalignement des
lentilles à l’intérieur de l’objectif menant à l’apparition d’aberrations optiques. Néanmoins,
il existe des objectifs conçus pour être utilisés à basse température et qui restent proche de
la limite de diffraction à 2 K (Attocube, Montana). Pour une ouverture numérique de 0.95
et une longueur d’onde d’excitation de 618 nm, la taille typique du spot d’excitation est de
400 nm, ce qui permet de sélectionner spatialement la zone excité bien plus efficacement que
dans le montage en figure 1.4 a). De plus l’objectif n’étant pas en contact avec l’échantillon,
ce dernier peut être déplacé librement, par exemple avec des cales piézoélectriques, afin de
choisir la zone d’étude sur l’échantillon. Il est également possible d’imager une large zone
de l’échantillon en enregistrant la fluorescence pour chaque position, comme montré dans
la figure 1.5 ci-dessous.

Figure 1.5 – Image de microscopie confocale de molécules de DBATT piégées dans une
matrice d’octadécane. La barre d’échelle correspond à 2µm et l’intensité d’excitation est de 50 W.cm−2.
Figure extraite de [97].

Il est possible d’accroître d’avantage l’ouverture numérique de collection à l’aide
d’une lentille à immersion solide (SIL, pour Solid Immersion Lens). Il s’agit d’une lentille
en forme de portion de sphère de petite taille (≈ 1 mm de diamètre) dont la partie plane
est posée directement en contact avec l’échantillon comme on peut le voir sur la figure
1.4 c). Le matériau de la lentille procure un indice optique plus élevé que celui du milieu
environnant permettant d’augmenter l’ouverture numérique. Il est préférable d’utiliser
une SIL de même indice optique que l’échantillon, afin de minimiser la réfraction de la
fluorescence par l’interface entre ces deux derniers. Deux types de SIL sont généralement
utilisées : les SILs hémisphériques dont la résolution est limitée par 1.22λ

2nSILN.A.lentille
, et
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les SILs super hémisphériques en configuration de Weirestrass (montré sur la figure 1.4
c)) où la résolution est limitée par 1.22λ

2n2
SILN.A.lentille

(N.A.lentille correspond à l’ouverture

numérique de la lentille asphérique servant à collimater la fluorescence) [98]. Dans le cas de
la référence [95], l’indice optique de la SIL utilisée est d’environ nSIL = 1.8 à λ = 785 nm,
ce qui permet d’atteindre une largeur à mi-hauteur du spot d’excitation de ddiff ≈ 270 nm,
comparable à la section efficace σZPL0 . Les SILs sont donc utilisées dans les expériences où
l’efficacité d’excitation est déterminante comme par exemple en spectroscopie d’extinction
[99, 44]. D’autre part, en configuration de Weierstrass, si N.A.lentille ≥ 1/nSIL, l’angle
solide de collection effectif devient proche de 2π sr pour une molécule localisée dans le plan
de Weierstrass objet. Cela procure une efficacité de collection optimale puisque l’entièreté
des photons émis dans un demi-espace est recueillie [100], ce qui est d’un intérêt particulier
pour les expériences où le nombre de photons collectés est primordial [95, 45], ou pour
réduire le temps d’acquisition [101, 74].

Néanmoins, dans les expériences présentées dans ce manuscrit, nous avons besoin
d’explorer un grand nombre de zones différentes dans un échantillon. Nous utilisons un
objectif de microscope fonctionnant à température cryogénique, d’ouverture numérique
N.A. =0.95.

1.2 Spectroscopie d’excitation de la fluorescence et
équations de Bloch optiques

Dans cette section, nous aborderons dans un premier temps le montage expérimental
de base permettant de réaliser un spectre d’excitation. Afin de comprendre la forme
du spectre, nous verrons ensuite théoriquement le comportement d’une molécule sous
excitation laser via les équations de Bloch optiques, à partir desquelles nous déterminerons
la forme et l’évolution du spectre d’excitation en fonction de l’intensité laser. Enfin, à
partir de l’étude expérimentale de ces spectres nous déterminerons les caractéristiques des
molécules de DBATT piégées dans du naphtalène.

1.2.1 Spectre d’excitation
Un spectre d’excitation d’une molécule unique peut se réaliser expérimentalement à

l’aide d’un montage dont le principe est montré ci-dessous en figure 1.6 a).
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Figure 1.6 – Spectroscopie d’excitation d’une molécule unique. a) Schéma d’un montage
expérimental pour la spectroscopie d’excitation ; b) Spectres d’excitation d’une molécule individuelle pour
différentes puissances d’excitation, allant de 0.2 à 200 nW. Le bin des spectres est de 1 MHz et le temps
d’intégration par point de 25 ms.

Un laser monomode accordable en fréquence, focalisée sur l’échantillon à l’aide de
l’objectif, est utilisé pour exciter une molécule à résonance et sert également à collecter les
photons émis par la molécule. Ils sont alors envoyés sur le détecteur. Un filtre d’émission
permet de discriminer les photons venant du laser et de détecter ceux provenant des
relaxations décalées vers le rouge de la molécule. Le spectre d’excitation est alors obtenu
en mesurant le nombre de photons détectés en fonction de la fréquence laser. La figure
1.6 b) montre une série de spectres d’excitation mesurés à différentes intensités laser.
On peut voir que les spectres gagnent en amplitude lorsque l’intensité laser augmente,
jusqu’à saturer, tout en s’élargissant spectralement. Nous verrons, au paragraphe suivant,
comment interpréter ces résultats à l’aide des équations de Bloch optiques.

1.2.2 Modélisation des molécules avec les équations de Bloch
optiques

Les équations de Bloch optiques constituent un système d’équations différentielles
linéaires couplées qui rendent compte de l’évolution de l’opérateur densité d’un système
à deux niveaux excité par une onde électromagnétique sinusoïdale dans l’approximation
des ondes tournantes [102, chap.1-2],[94, p.40],[103, p.149-166] et [104, chap. 5]. Elles
s’obtiennent en traitant l’interaction molécule-laser de manière semi-classique dans laquelle
les grandeurs physiques associées à la molécule sont représentées par des opérateurs quan-
tiques et où le laser est décrit par un champ classique. Cette approche échoue néanmoins
à décrire certains phénomènes ayant lieu à l’échelle du photon unique comme l’émission
spontanée, qui résulte d’une interaction entre le dipôle et le vide électromagnétique. C’est
pourquoi nous intègrerons ce phénomène de manière phénoménologique.

Considérons un système à deux niveaux dotés de deux états propres |e〉 et |g〉 (excité
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et fondamental). Dans la base {|e〉 , |g〉}, l’opérateur densité s’exprime

ρ(t) = |ψ(t)〉 〈ψ(t)| =
[
ρee(t) ρeg(t)
ρge(t) ρgg(t)

]
(1.7)

Les termes diagonaux ρee(t) et ρgg(t) sont appelés les “populations” et correspondent à
la probabilité de trouver le système dans l’état excité ou fondamental. Les termes anti-
diagonaux sont nommés “cohérences”. Les équations de Bloch s’obtiennent par résolution
directe de l’équation de Liouville :

d
dtρ(t) = 1

ih̄
[H, ρ(t)] (1.8)

où l’hamitonien s’écrit
H = H0 +Hint (1.9)

avec H0 qui représente l’hamiltonien de la molécule seule, donné par

H0 = h̄

[
ω0 0
0 0

]
(1.10)

avec h̄ω0 l’énergie de l’état excité.

Hint correspond à l’interaction dipolaire électrique entre la molécule et le laser en
jauge de Göeppert-Mayer [103, 105] dont les éléments de matrice non-diagonaux sont
donnés par −〈e| D̂ · ~EL(t) |g〉 = h̄ΩL cos(ωLt) [106], ce qui aboutit à

H = h̄

[
ω0 ΩL cos(ωLt)

ΩL cos(ωLt) 0

]
(1.11)

D̂ correspond à l’opérateur moment dipolaire, ~EL(t) au champ électrique du laser de
fréquence ωL. ΩL est choisi positif en choisissant correctement les termes de phase de |e〉
et |g〉. La résolution de l’équation 1.8 donne :


ρ̇ee = iΩL cos(ωLt)(ρeg − ρge)
ρ̇ge = iω0ρeg − iΩL cos(ωLt)(ρee − ρgg)
ρeg = ρ∗ge
ρ̇gg = −iΩL cos(ωLt)(ρeg − ρge)

(1.12)

où le point représente la dérivée par rapport au temps. Les termes dépendant du temps,
oscillant à la fréquence ωL peuvent être supprimés à l’aide du changement de variable

ρ̃eg = ρege
−iωLt

ρ̃ge = ρgee
iωLt

(1.13)

Ce qui correspond à un passage dans la base tournante. Le nouveau système d’équations
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s’écrit alors 

ρ̇ee = i

2ΩL(ρ̃eg − ρ̃ge)

˜̇ρge = −i∆ωρ̃ge −
i

2ΩL(ρee − ρgg)
ρ̃eg = ρ̃∗ge

ρ̇gg = − i2ΩL(ρ̃eg − ρ̃ge)

(1.14)

avec ∆ω = ωL − ω0. Dans la suite, nous omettrons le symbole “∼” afin de simplifier la
notation. De manière phénoménologique, nous ajoutons au système d’équations 1.14 les
dissipations induites par l’émission spontanée comme montré ci-dessous dans le système
1.15 

ρ̇ee = i

2ΩL(ρeg − ρge)− Γρee

ρ̇ge = −i∆ωρge −
i

2ΩL(ρee − ρgg)− γρge
ρeg = ρ∗ge

ρ̇gg = − i2ΩL(ρeg − ρge) + Γρee

(1.15)

Γ correspond au taux d’émission spontanée et γ = 1
T2

représente le taux de décroissance
des cohérences tel que

γ = Γ
2 + γdeph. (1.16)

où Γ
2 = 1

2T1
et γdeph = 1

T ∗2
correspondant aux pertes de cohérence induite par toute source

de déphasage. L’intégration de ce système donne accès aux populations et aux cohérences à
tout instant à partir d’un état initial ρ0 connu. Ces équations admettent qu’il n’existe pas
de transfert d’énergie du bain vers le système en des temps comparables à 1/Γ (hypothèse
Markovienne).

L’état d’une molécule au cours de l’acquisition d’un spectre d’excitation peut alors
s’obtenir en considérant l’excitation ΩL constante et en faisant varier le désaccord laser
∆ω. En considérant que le temps d’intégration de chaque point du spectre est grand devant
1
Γ , on peut négliger le régime transitoire d’un pas de fréquence à l’autre. L’opérateur
densité s’obtient donc en calculant la solution stationnaire ρ̇ = 0. Avec la condition de
normalisation Trace(ρ) = 1, les termes de la matrice densité en régime permanent peuvent
s’écrire 

ρee = 1
2

Ω2
L

γ

Γ
∆ω

2 + γ2 + Ω2
L

γ

Γ
ρge = i

2ΩL
γ − i∆ω

∆ω
2 + γ2 + Ω2

L

γ

Γ
ρeg = ρ∗ge
ρgg = 1− ρee

(1.17)
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En définissant le paramètre de saturation

s =
Ω2
L

γ

Γ
∆ω

2 + γ2 (1.18)

on obtient
ρee = 1

2
s

1 + s
(1.19)

Comme seul l’état |e〉 est radiatif, l’intensité de la fluorescence est proportionnelle à
ρee. L’équation 1.17 montre que ρee (∆ω), i.e. la spectre d’excitation, possède une forme
lorentzienne.

On remarque que, à résonance, ρee tend vers 1
2 lorsque ΩL tend vers l’infini. Cela

traduit un phénomène de saturation de la fluorescence comme vu sur la figure 1.6. On
pose alors

s0 = s(∆ω = 0) = I

Isat
, (1.20)

où Isat correspond à l’intensité de saturation qui vaut [97, 94]

Isat = h̄ω0

2σ0T1
(1.21)

Pour des molécules de DBATT insérées dans du naphtalène, en négligeant les états
vibrationnels de très faible durée de vie, cette expression est valide en ramplçant σ0 par
σZPL0 . Avec λ = 618 nm et T1 = 8 ns, on trouve Isat ≈ 1 W.cm−2. En injectant 1.20 dans
1.19, on peut exprimer le signal de fluorescence à résonance R (I) par

R(I) = R∞
I/Isat

1 + I/Isat
(1.22)

R∞ représente l’amplitude du signal de fluorescence maximal pour une intensité d’excitation
tendant vers l’infini.

La largeur à mi-hauteur du spectre d’excitation, notée Γhom, peut quant à elle
s’obtenir en résolvant

ρee(∆ω = Γhom/2) = 1
2ρee (∆ω = 0) (1.23)

ce qui mène à

Γhom(I) = 2γ
√

1 + I

Isat
(1.24)

avec Γhom(I) la largeur de raie dépendante de l’intensité d’excitation et 2γ correspond
donc à la largeur de raie intrinsèque à la molécule, pour une intensité d’excitation supposée
nulle. L’équation 1.24 montre un élargissement du spectre d’excitation en fonction de
l’intensité laser. On qualifie ce phénomène d’élargissement homogène de la raie d’excitation.
Notons qu’ici la largeur de raie est exprimée en pulsation. Sa valeur en fréquence vaut
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Chapitre 1. Molécules uniques à température cryogénique

donc ∆νhom = Γhom
2π .

Nous pouvons alors comparer les mesures expérimentales de largeur et d’amplitude
du spectre d’excitation, au modèle théorique. La figure 1.7 a) et b) ci-dessous montre
quantitativement l’évolution de l’amplitude et de la largeur de raie en fonction de l’intensité
d’excitation.
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Figure 1.7 – Largeur et amplitude de raie d’une molécule de DBATT insérée dans du
naphtalène. a) Amplitude du pic d’excitation en fonction de l’intensité laser. L’équation 1.22 a été
ajustée sur les données ; b) Largeur de raie du spectre d’excitation en fonction l’intensité laser. L’équation
1.24 a été ajustée sur les données.

Ces deux mesures ont été effectuées sur la même molécule. La valeur de l’intensité
de saturation est dépendante de l’orientation relative entre la polarisation du faisceau
d’excitation incident et le dipôle de la molécule. Celle étudiée dans cette figure possède une
orientation quasiment parallèle à l’excitation et on mesure une intensité de saturation de
0.32 W.cm−2. Sa largeur homogène initiale est évaluée à ∆νhom(0) = 22.2 MHz, compatible
avec la dispersion généralement observée, comprise entre 18 MHz et 27 MHz à 2 K [81].
Les auteurs de la référence [107] montrent que ces valeurs sont tributaires de l’épaisseur
du cristal dans lequel la molécule est insérée. Pour une profondeur > 400 nm, la majeure
partite des molécules (≈ 60%) ont une largeur d’environ 20 MHz, limitée par 1

2πT1
et

s’élargissent jusqu’à une moyenne de ≈ 40 MHz pour une profondeur inférieure à 100 nm.
Les auteurs suggèrent que cet élargissement est dû à l’augmentation de la densité de
défauts cristallographiques dans les cristaux très fins. Nous voyons également dans la figure
1.7 b) que les donnés expérimentales ne montrent pas de dérive par rapport au modèle
théorique, montrant qu’aucun déphasage additionnel n’est induit par un chauffage causé
par le laser.

Nous avons donc vu comment la spectroscopie d’excitation pouvait nous permettre
de caractériser la largeur de raie et l’intensité de saturation d’une molécule unique, et que
la forme de leur spectre d’excitation est en très bon accord avec les équations de Bloch
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optiques. Dans la section suivante nous allons discuter de la répartition spectrale de la
fréquence de résonance des molécules dans une matrice cristalline. Nous aborderons le
phénomène d’élargissement inhomogène et verrons comment cela permet de sélectionner
spectralement les molécules.

1.3 Élargissement inhomogène
Dans le cristal, les molécules s’insèrent dans des sites dits “spectroscopiques” ou

“d’insertion”. Ces sites correspondent aux différentes manières pour les molécules de
s’intégrer dans la matrice. Il peut exister plusieurs types de sites pour un seul couple
molécule/matrice, comme c’est le cas par exemple des molécules de terrylène piégées dans
du p-terphenil [108, 109] qui montrent 4 sites d’insertion. La conformation de la molécule
n’étant pas identique d’un site à l’autre, sa fréquence de transition et son moment dipolaire
permanent sont dépendant du site d’insertion. Dans un cristal réel la présence de défauts
cristallins modifie l’environnement local de la molécule et décale aléatoirement sa transition
optique vers le rouge ou vers le bleu par rapport au cas idéal. Le spectre de l’ensemble
des molécules piégées est alors élargi comme schématisé ci-dessous en figure 1.8 a). On
qualifie cet élargissement d’“inhomogène” car il ne résulte pas d’une propriété commune à
toutes les molécules.

Figure 1.8 – Élargissement inhomogène d’un ensemble de molécules piégées dans une
matrice. a) Schéma représentant la répartition spectrale des molécules lorsqu’elles sont piégées dans une
matrice. L’enveloppe de la distribution des fréquences correspond à une gaussienne. L’insert représente les
variations d’environnement local vues par chaque molécule insérée dans la matrice (adapté de [94, p.6]) ;
b) spectre d’excitation mesuré au centre de la bande, sur une plage fréquentielle de 30 GHz, adapté à
partir de [30] ; c) histogramme de la répartition fréquentielle de molécules de DBATT dans du naphtalène.

La figure 1.8 b)montre une mesure expérimentale de ce phénomène pour des molécules
de DBATT piégées dans une matrice de naphtalène. Le panneau c) donne la répartition
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des molécules détectées par spectroscopie d’excitation, dans la bande inhomogène. Celle-ci
suit une répartition proche d’une gaussienne d’une largeur d’environ 0.4 nm.

Étant donné que chaque molécule subit un décalage en fréquence, un laser spectra-
lement fin devant γ peut exciter sélectivement un nombre restreint de molécules dans le
volume d’excitation (≈ 1 µm3 en excitation focalisée), facilitant la détection des molécules
à l’échelle individuelle.

La fréquence d’excitation à laquelle se trouve le plus grand nombre de molécules
est communément appelé “centre de la bande” et correspond à l’environnement vu par la
molécule le plus probable. La fréquence du centre de la bande est dépendante de l’épaisseur
du cristal et varie de 615.5 nm pour un cristal d’épaisseur de 63 nm à 618.5 nm pour un
cristal de 730 nm d’épaisseur [107]. Ces variations peuvent s’expliquer par les contraintes
mécaniques résiduelles dans le cristal menant à un décalage vers le rouge de la fréquence
des molécules, proportionnel à la contrainte [110].

1.4 Effet Stark
La contrainte mécanique n’est cependant pas la seule source possible de décalage de la

fréquence de transition des molécules. Celle-ci peut également être modifiée par effet Stark.
Il s’agit d’un déplacement des niveaux d’énergie des états d’un dipôle électrique lorsque
celui-ci est en présence d’un champ électrique externe. Nous allons voir dans cette section
que l’effet Stark perçu par les molécules est dépendant du système matrice/molécule étudié.
De même, nous verrons que pour un même système, il existe un décalage différentiel des
fréquences de transition entre chaque molécule, ce qui permet d’ajuster leur désaccord
relatif. Nous commencerons par décrire l’effet Stark de manière théorique puis discuterons
des mesures d’effet Stark dans différents systèmes issus de la littérature. Enfin nous
caractériserons expérimentalement l’effet Stark présent dans nos échantillons de naphtalène
dopés en DBATT.

L’hamiltonien du système dans un champ électrique statique s’écrit

H = H0 +HStark (1.25)

où H0 est l’Hamiltonien de la molécule et HStark l’hamiltonien d’interaction tel que

HStark = −D̂ · ~E (1.26)

avec D̂(t) l’opérateur moment dipolaire et ~E le champ électrique statique vu par la molécule.
Par une approche perturbative à l’ordre 2 sur le champ (valide pour un champ électrique
homogène sur l’extension spatiale de la molécule), l’effet Stark d’un état peut se modéliser
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à l’aide de l’équation 1.27 ci-dessous.

E(~E) = E0 − ~dperm · ~E −
1
2α0

∣∣∣~E ∣∣∣2 (1.27)

E(~E) correspond à l’énergie de l’état perturbé par le champ électrique, E0 représente
son énergie initiale (sans champ électrique), ~dperm est le moment dipolaire permanent,
et α0 correspond au tenseur de polarisabilité de la molécule qui peut-être considéré
comme scalaire. Dans les systèmes centro-symétriques le nuage électronique se répartit
symétriquement de part et d’autre de son barycentre. En conséquence le moment dipolaire
permanent est nul. Chacun des niveaux d’énergie de |g〉 et |e〉 peut s’écrire sous la forme

Ee,g(~E) = Ee,g0 −
1
2α0

∣∣∣~E ∣∣∣2 . (1.28)

Dans la majeure partie des cas, pour les molécules, la fonction d’onde d’un état excité
s’étend plus dans l’espace que celle d’un état fondamental. Les états de haute énergie sont
ainsi les plus polarisables. Un décalage quadratique vers le rouge de l’énergie de chaque
état est donc attendu, comme illustré ci-dessous en figure 1.9.

E
n
er
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e

Figure 1.9 – Schéma du décalage des niveaux d’énergie par effet Stark pour un dipôle
possédant un niveau fondamental |g〉 et un niveau excité |e〉. La molécule est supposée centro-
symétrique de telle sorte que seule la dépendance quadratique avec le champ est visible. ν0 représente
la fréquence de transition du système non perturbé, et ν(E) celle du dipôle en présence d’un champ
électrique.

L’état fondamental et l’état excité subissent un décalage différentiel de leur énergie,
ce qui mène à une modification de la fréquence de transition pouvant s’exprimer par

hν(E) = hν0 −
1
2∆α

∣∣∣~E ∣∣∣2 (1.29)

33



Chapitre 1. Molécules uniques à température cryogénique

où ∆α représente la différence de polarisabilité entre |e〉 et |g〉.

Dans les cas où les molécules sont distordues dans leur site d’insertion, apparait un
effet Stark linéaire qui vient s’ajouter à la partie quadratique, comme cela a été observé
par exemple dans les couples Terrylène/Poly-Ethylène [86] ou terrylène/p-terphenil [76].

Les coefficients linéaire et quadratique varient d’un couple de matrice/molécule
à l’autre. A titre d’exemple, on peut voir sur la figure 1.10 ci-dessous deux mesures
expérimentales du décalage de la fréquence de transition pour deux systèmes différents
(DBATT/hexadécane et DBT/2,3-DBN [82, 79]). Pour le premier, en figure 1.10 a),
nous observons principalement un décalage parabolique de la transition avec une légère
composante linéaire qui permet d’accorder les émetteurs sur quelques centaines de MHz
pour des champs de l’ordre de la dizaine de MV/m.

Figure 1.10 – Série de spectres d’excitation de molécules insérées dans différentes matrices,
pour des champs électriques externes de différentes intensités. a) molécule de DBATT dans
un matrice d’hexadécane. Adapté de [82] ; b) molécules de dibenzoterrylène dans une matrice de 2,3-
dibromonaphtalène. Un effet Stark linéaire est observé, la molécule présente un dipôle permanent. Adapté
de [79].

Pour exacerber l’effet Stark linéaire, il est possible de polariser la molécule avec une
matrice de 2,3-DBN où deux atomes de brome de forte électronégativité induisent une
brisure de symétrie [79] comme montré dans la figure 1.10 b). On peut voir que l’ensemble
des molécules présentent un effet Stark linéaire dont la pente est de 10 GHz/(MV/m),
correspondant à une différence de moments dipolaires permanent ∆dperm ≈ 2.1 D (avec
1 D = 3.33 564 · 10−30 C.m). Notons que celles se décalant vers le bleu sont orientées de
manière anti-parallèle à celles se décalant vers le rouge. Ce décalage de forte amplitude
pourrait-être utilisé pour sonder finement des champs électriques locaux ou pour créer des
sources de photons uniques dont l’émission de la ZPL est accordable sur une grande plage
de fréquences.

Dans le cas des molécules de DBATT dans le naphtalène nous montrons dans la
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figure 1.11 a) ci-dessous, que dans nos échantillons, la majeure partie des molécules sont
insérées sans ou presque sans distorsion, ce qui conduit à un effet Stark principalement
quadratique en accord avec la référence [82].

Figure 1.11 – Mesure de l’effet Stark sur des molécules de DBATT insérées dans une
matrice de naphtalène. a) Série de spectres d’excitation de molécules de DBATT dans une matrice
de naphtalène, pour des champs électriques externes de différentes intensités. Moyenne sur 5 spectres,
temps d’intégration de 10 ms par spectre ; b) Histogramme des coefficients quadratique et linéaire de
l’effet Stark sur 8 molécules.

Nous avons mesuré les coefficients linéaire et quadratique d’une dizaine de molécules,
dont les distributions sont données en figure 1.11 b). Le coeficient quadratique est compris
entre −3.8 et −6.5 MHz/(MV/m)2 alors que le coefficient linéaire est systématiquement
inférieur à 30 MHz/(MV/m) en valeur absolue, du même ordre de grandeur que dans la
référence [82]. Cette dispersion des coefficients linéaire et quadratique rend possible la mise
à- et hors- résonance de deux molécules. Ce cas de figure se produit à plusieurs endroits
sur la figure 1.11 a).

Conclusion
Les molécules aromatiques fluorescentes piégées en matière condensée sont très bien

modélisées par des systèmes à deux niveaux étant donné que le couplage entre les états
singulets et triplets est quasi inexistant et que la durée de vie des états vibrationnels est
courte devant celle des niveaux électroniques. Par ailleurs la modélisation par les équations
de Bloch optiques rend parfaitement compte de leur évolution. De plus, elles disposent
d’une section efficace de ≈ 3 ·104 nm2, 106 fois plus importante qu’à température ambiante,
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Chapitre 1. Molécules uniques à température cryogénique

ce qui permet de les exciter efficacement à l’aide d’un laser, et sélectivement en tirant parti
de l’élargissement inhomogène, ce dernier agissant comme un filtre spectral à l’excitation.

Dans le cas des molécules de DBATT insérées dans le naphtalène, système d’intérêt
pour ce manuscrit, le facteur combiné de Debye-Waller/Franck-Condon, qui représente
la proportion de relaxations radiatives purement électroniques, vaut αDW/FC ≈ 0.3, une
des plus grande valeur rapportée dans la littérature. La largeur non-saturée de la raie
d’excitation est comprise entre 18− 27 MHz et est dépendante de l’épaisseur du cristal
[107]. En l’absence de déphasage, cela correspond à une durée de vie T1 ≈ 8 ns, un temps
de cohérence T2 ≈ 16 ns et un facteur de qualité de ≈ 108 à 3 K. Il s’agit d’un système
extrêmement stable spectralement, pouvant être excité à des intensités Ilaser > 103 Isat
pendant plusieurs semaines sans causer de hole burning et sans déphasage additionnel induit
par l’excitation. De plus, ce système possède un effet Stark principalement quadratique
pour lequel la dispersion de la différence de polarisabilité entre l’état fondamental et
excité est comprise entre −7 et −2 MHz/(MV/m)2 et la différence de moment dipolaire
permanent entre −30 et 15 MHz/(MV/m). Ces disparités sont suffisantes pour permettre la
mise à- et hors-résonance de deux molécules individuelles. Ces propriétés font du DBATT
dans le naphtalène un système souhaitable pour effectuer des manipulations optiques
cohérentes d’un état moléculaire, qui requièrent un T2 le plus long possible ainsi qu’une
forte intensité d’excitation comme nous le verrons dans le chapitre 3. Par ailleurs, la
stabilité spectrale de ce système le rend idéal pour trouver des paires de molécules couplées
par interaction dipôle-dipôle.
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Chapitre 2

Montage expérimental

Introduction
Ce chapitre a pour but de présenter les équipements et méthodes expérimentales

employés dans ce travail de thèse. Nous allons commencer par discuter le montage optique
en section 2.1. Celui-ci doit permettre de réaliser des spectres d’excitation de molécules et
de les exciter en régime impulsionnel. La section 2.2 aborde la fabrication des échantillons
contenant les molécules de DBATT. Enfin, la section 2.3 décrit notre montage cryogénique
utilisé pour porter les molécules à 3 K et détaille notre procédure de mise à froid.

2.1 Montage optique

2.1.1 Laser à colorant accordable
2.1.1.1 Principe de fonctionnement du laser

La source laser utilisée pour nos expériences est un laser à colorant Coherent 699
(largeur spectrale 1 MHz), continu et monomode (longitudinal), pompé par un laser à état
solide Verdi V10 à 532 nm (largeur spectrale 5 MHz) à une puissance de 4 W. Le milieu
amplificateur est un colorant constitué d’une solution de rodamine 6G dissoute dans de
l’éthylène-glycol, permettant de bénéficier d’un effet laser sur une plage de 580 à 630 nm à
une puissance maximale d’environ 350 mW. Le schéma en figure 2.1 ci-dessous montre
le fonctionnement du laser. Dans le peigne de fréquence associé à la cavité, la fréquence
laser est sélectionnée grossièrement à l’aide d’un filtre biréfringent (BRF pour birefringent
filter). Ce dernier est constitué d’une lame de quartz positionnée de telle sorte que l’angle
d’incidence du faisceau corresponde à l’angle de Brewster θb qui dépend de l’indice optique
n du quartz, lui-même dépendant de la longueur d’onde λ du faisceau. Le la polarisation du
faisceau étant en incidence transverse magnétique, les pertes par réflexions sont minimisées
pour la fréquence telle que θb (n(λ)) soit égal à l’angle de Brewster. En conséquence, seules
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PDlock

PDref

E.F.

Verdi 
(532 nm)

F.R.

galvo 1
P = 350 mW

BRF

Cavité externe

Cavité laser
galvo 2

Figure 2.1 – Schéma de principe du fonctionnement de notre laser à colorant. Les flèches
rouges indiquent le sens de propagation de la lumière dans la cavité. Ce sens sera qualifié de propagatif, à
opposer au sens contrapropagatif (voir texte).

cette longueur d’onde et celles autour, pour lesquelles le gain de la cavité est supérieur
aux pertes par réflexions, bénéficient d’un effet laser. Cela correspond à une plage de
±100 GHz autour de la fréquence centrale. Comme le quartz est un matériau biréfringent,
on peut ajuster cette fréquence en faisant tourner le BRF autour de sa normale. Pour
affiner encore la bande spectrale du laser, un étalon fin (EF) constitué d’un interféromètre
de Fabry-Pérot, permet de sélectionner une bande de ≈ 1 MHz de large. Enfin, les modes
contrapropagatifs sont supprimés à l’aide d’un rotateur de Faraday (FR pour Faraday
Rotator).

La fréquence est stabilisée à l’aide d’une cavité Fabry-Pérot externe ultra-stable
thermalisée. La puissance laser en sortie de celle-ci (mesurée par la photodiode PDlock)
est comparée à celle mesurée par la photodiode de référence PDref et un asservissement
les maintient égales en ré-ajustant en permanence et simultanément l’orientation de la
lame galvanométrique (galvo 1) et la longueur de la cavité de l’EF. La rotation de la
galvo modifie le chemin optique de la cavité laser décalant ainsi la fréquence de ses modes,
tandis que l’ajustement de la longueur de la cavité de l’EF permet de maintenir son pic
de transmission à la fréquence centrale d’un mode de la cavité laser. En conséquence, la
fréquence laser se retrouve asservie sur la cavité externe. Sa longueur peut d’ailleurs être
contrôlée avec une autre lame galvo (galvo 2), pilotée à l’aide d’un contrôleur dont la
tension de commande est comprise entre −5 et 5 V, ce qui permet d’accorder finement
et de manière continue la fréquence du laser sur une plage pouvant aller de 10 MHz à
30 GHz en fonction du calibre du choisi sur le boitier de contrôle du laser 1. Enfin, il est
possible de déplacer cette plage en modifiant l’orientation des lames semi-réfléchissantes de
l’EF, ce qui permet de la décaler par sauts de 10 GHz, dans la bande du filtre biréfringent.
Notre laser permet ainsi d’atteindre n’importe quelle fréquence entre 580 et 630 nm, en
régime monomode avec la possibilité d’effectuer un scan de la fréquence sur une plage

1. Calibration réalisée en usine par le fabricant
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allant jusqu’à 30 GHz glissante par sauts de 10 GHz.

2.1.1.2 Contrôle de la fréquence laser

Pour calibrer finement ces plages de fréquences, nous avons utilisé un lambdamètre
High Finess WS7-60 (précision absolue 60 MHz, sensibilité 1 MHz), en scannant la fréquence
du laser entre ses deux valeurs maximales et en mesurant la longueur d’onde en même
temps. Sur la figure 2.2 nous avons mesuré la fréquence du laser au cours d’un scan pour
différents calibres de fréquence. L’amplitude des scans est mesurée en pointant la valeur
maximale et minimale de chaque scan.

Figure 2.2 – Fréquence mesurée au cours d’un scan du laser. Le calibre utilisé est de a) 3 GHz ;
b) 10 GHz ; c) 20 GHz. Le balayage de la fréquence (pente montante) est réalisé en 1000 pas de fréquence,
chacun d’une durée de 10 ms. Le temps d’exposition du lambdamètre est de 10 ms, valeur typique que
nous utilisons pour effectuer les spectres d’excitation.

On note que, pour chaque calibre, l’étendue de la fréquence effectivement balayée
est plus faible d’un facteur 0.9. Dans la suite, ce facteur sera utilisé pour corriger tous les
spectres.
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2.1.1.3 Asservissement de la fréquence pour prévenir des dérives long terme

La fréquence du laser a une dérive à long terme d’environ 200 MHz/heure. Pour
prévenir cette dérive, lorsque la fréquence doit être maintenue constante, elle est asservie
à l’aide du lambdamètre. La figure 2.3 montre une mesure expérimentale de la fréquence
asservie en fonction du temps. L’asservissement est réalisé à l’aide d’une carte National
Instrument (PCI-6229), avec un correcteur PI (Proportionnel Intégral) numérique, ap-
partenant à la bibliothèque de fonction du logiciel LabView et piloté depuis ce dernier.
On mesure un écart-type statistique de σ ≈ 1 MHz, ce qui correspond à la sensibilité

Figure 2.3 – Trace temporelle de la fréquence laser asservie.. La partie droite de la figure
représente l’histogramme de l’erreur sur la durée de la mesure ainsi qu’une gaussienne d’écart-type σ.
L’erreur correspond à la différence entre la consigne de fréquence et la mesure. Le temps d’intégration du
lambdamètre est de 100 ms par point, valeur à laquelle nous mesurons la plus petite valeur de σ, avec
comme paramètre de l’asservissement : P = 2000 pour le proportionnel, I = 10000 pour l’intégral.

du lambdamètre spécifiée par le fabricant. et nous avons vérifier que lorsque le laser est
asservi la fluorescence de la molécule excitée ne change pas, montrant que le lambdamètre
ne dérive pas.

2.1.1.4 Asservissement de la puissance laser

Les lasers à colorant sont soumis à des variations de puissance dans le temps, dont
les fréquences sont < 10 kHz et qui sont provoquées principalement par des fluctuations du
jet de colorant. Dans notre cas, elles sont typiquement inférieure au kHz. Pour prévenir de
ces variations, un modulateur acousto-optique fibré (AA MT80, AOM1 dans la figure 2.4
a)) fonctionnant sur son premier ordre, permet d’asservir la puissance en sortie du laser.
Le PID numérique dédié à cet asservissement est réalisé à l’aide d’une carte d’acquisition
Red Pitaya STEMlab 125-14 pilotée avec le logiciel open source PyRpl développé par les
auteurs de la référence [111]. Cette interface combine un proportionnel et un intégrateur
utilisés avec un filtre passe-bas de valeur 38.89 kHz. Un schéma détaillé de l’asservissement
est montré en figure 2.4 a). La mesure de la puissance laser est effectuée par la photodiode
PD1 (Newport Model 1807) de bande passante 100 MHz. L’AOM1 est piloté par une une
source radiofréquence (Isomet 250 Series) à 80 MHz, équipé d’un amplificateur intégré,
ajustable en puissance, permettant de contrôler la transmission de l’AOM1. Ce dernier est
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asservi sur son ordre 1 afin de maximiser le taux d’extinction de la puissance transmise.
La figure 2.4 b) ci-dessous montre une comparaison du spectre du signal de sortie, avec
et sans asservissement. Jusqu’à 30 dB sont gagnés sur le signal, sur une bande de 600

Figure 2.4 – Asservissement de la puissance laser. a) Schéma de fonctionnement de l’asservisse-
ment de la puissance du laser ; b) Comparaison de la densité spectrale de puissance (PSD) du laser avec
et sans asservissement, mesurée avec une photodiode NewFocus 1607-AC-FS (bande passante 600 MHz)
et un oscilloscope Teledyne LeCroy Wavesurfer10 (bande passante 1 GHz).

Hz. Par ailleurs, au cours d’un scan de la fréquence du laser, l’alignement de cavité est
légèrement modifié, ce qui cause des déviations du faisceau. L’utilisation d’un AOM fibré
permet alors de prévenir des fluctuations spatiales du spot d’excitation sur l’échantillon.

2.1.2 Imagerie de molécules
2.1.2.1 Imagerie confocale

L’imagerie confocale se réalise en plaçant l’échantillon dans le plan focal en illuminant
une molécule avec faisceau gaussien focalisé. La molécule est déplacée spatialement par
rapport au faisceau d’excitation, et on enregistre l’intensité de fluorescence pour chaque
position à l’aide d’un détecteur type photodiode à avalanche. Si la molécule est excitée
en régime non-saturé, alors l’image formée donne la forme du spot (ou PSF pour Point
Spread Function) d’excitation. Cela permet alors de déduire l’intensité d’excitation pour
une puissance laser connue.

Pour réaliser des images confocales, nous utilisons le montage présenté ci-dessous
en figure 2.5 a). L’image obtenue est montrée en figure 2.5 b). La largeur à mi-hauteur
théorique limitée par la diffraction vaut ddiff = 397 nm. La figure 2.5 c) montre un
ajustement gaussien de la PSF (la gaussienne étant une bonne approximation de la
tâche d’Airy [112]). On trouve une largeur à mi-hauteur (FWHM pour Full Width Half
Maximum) de 450± 5 nm, environ 12% supérieur à la limite de diffraction.

En se servant de ce résultat, on peut, à partir d’un modèle gaussien en deux dimensions
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Figure 2.5 – Imagerie confocale d’une molécule unique à température cryogénique. a)
Montage optique pour l’imagerie confocale. Les molécules sont excitées sur leur ZPL à environ 618 nm. Le
faisceau est focalisé avec l’objectif (N.A = 0.95, f = 3 mm) situé dans le cryostat. Des cales piézoélectriques
(Attocube ANS51xy) permettent de déplacer l’échantillon avec une résolution allant jusqu’à 1 nm. La
fluorescence est collectée par l’objectif et envoyée vers la partie détection via le cube séparateur (10%
transmission/ 90% réflexion). Le filtre long pass 633 nm élimine les photons laser. La détection des
photons est réalisée avec une photodiode à avalanche (APD), modèle Excelitas SPCM-AQRH-W4 (taille
du capteur 180 µm). La lentille LAPD, qui sert à focaliser la fluorescence collectée sur l’APD, a une focale
de 150 mm ; b) Image confocale d’une molécule de DBATT piégée dans un cristal de naphtalène. Le temps
d’intégration par pixel est de 10 ms et la puissance d’excitation est de 6 nW, ce qui correspond à environ
1
2Isat pour cette molécule ; c) Ajustement gaussien de la PSF suivant l’axe x, barre d’erreur statistique à
66%.

d’équation
G(x, y) = e

−4 ln(2)(x2+y2)
F W HM2 , (2.1)

évaluer l’intensité au centre de la PSF en fonction de la puissance laser, donnée par

ILaser ≈
ηPLaser∫∫

G(x, y) dxdy (2.2)

où η = 0.8 correspond au coefficient de transmission de l’objectif. Pour Plaser = 1 nW, cela
correspond à Ilaser = 0.25 W.cm−2 si l’on suppose que la molécule est parfaitement centrée
sur le spot d’excitation.
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2.1.2.2 Imagerie en champ large

Il est également possible d’imager de grandes zones de l’échantillon en simultané par
une excitation en champ large dans une configuration d’épifluorescence comme montré
dans la figure 2.6 a) ci-dessous.

Figure 2.6 – Imagerie en champ large de molécules à température cryogénique. a) Montage
expérimental d’imagerie en configuration d’épifluorescence. La lentille Le sert à focaliser le faisceau au
niveau du plan focal arrière de l’objectif. En sortie de l’objectif le faisceau est donc en principe collimaté
et excite l’échantillon en champ large. Sa focale est de fe = 150 mm, de sorte que la taille du champ
excité soit d’environ 70 × 70 µm. La fluorescence, collectée par le même objectif, est réfléchie par un
cube séparateur 50/50 et est conjuguée au capteur d’une caméra par une lentille dite “tube” Lt de focale
ft = 400 mm. La fluorescence est filtrée spectralement par un filtre bandpass centré sur 700 nm avec une
fenêtre passante large de 100 nm afin de se débarrasser de l’intensité du laser réfléchie par l’échantillon ;
b) Image d’épifluorescence en champ large (Plaser = 2 mW). L’excitation est résonante avec la ZPL et le
temps d’intégration vaut 1 s.

La figure 2.6 b) montre une image en champ large d’un échantillon à 3 K. L’image
est réalisée avec une caméra CMOS de la marque Teledyne, modèle Kuro, possédant une
taille de pixel de 11× 11 µm et un rendement de détection de 90% aux longueurs d’onde
d’émission des molécules. Chaque spot correspond à la PSF d’émission d’une molécule
individuelle de DBATT. En l’absence d’aberrations optiques leur largeur à mi-hauteur est
limitée par la diffraction et vaut ddiff = 1.22λem

2N.A. où λem représente la longueur d’onde
d’émission des molécules, soit en moyenne environ 670 nm, ce qui mène à ddiff ≈ 440 nm.
En ajustant 20 PSFs parmi les plus brillantes de l’image avec une fonction gaussienne, on
mesure des largeurs allant de 525 à 740 nm, avec une moyenne de 606 nm. Cette largeur
au-dessus de la limite de diffraction témoigne de la présence d’aberrations optiques. Celle-ci
sont induites par une couche protectrice de polyvinyl alcohol (PVOH) que nous déposons
sur l’échantillon (voir section 2.2) dont les inhomogénéités en termes d’épaisseur causent
des disparités dans la largeur mesurée des différentes PSFs. La focale de la lentille Lt est
choisie de sorte que la taille d’un pixel de la caméra soit de 83 nm dans le plan objet.
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2.1.3 Vue d’ensemble du montage optique
Le montage optique utilisé pour nos expériences est explicité ci-dessous en figure 2.7.

Figure 2.7 – Schéma explicatif du montage optique de base utilisé pour les expériences
présentées dans ce manuscrit.

On y voit le lambdamètre utilisé pour asservir la fréquence du laser ainsi que l’AOM1
servant à asservir sa puissance. Additionnellement, la puissance d’excitation peut être
manuellement ajustée à l’aide de la lame λ/2 associée au cube séparateur polarisant
(PBS). Les lames d’onde λ/2 et λ/4 qui suivent permettent de contrôler la polarisation de
l’excitation. L’échantillon et les cales piézoélectriques XY, sont montés dans le cryostat sur
une pile de moteurs piézoélectriques (Attocube ANP50) qui permettent un débattement 5
mm dans les 3 directions de l’espace. Du côté de la détection, la fluorescence est filtrée
spatialement à l’aide d’un pinhole (de taille 300 nm dans le plan objet). Les lentilles L1 et
L2 possèdent des focales de 150 mm et 100 mm respectivement. Au niveau des photodiodes
à avalanche, un cube séparateur rétractable peut être placé sur le chemin optique pour
envoyer la fluorescence sur les deux APDs simultanément, ce qui permet de faire des
mesures de corrélation entre les photons émis par l’échantillon.

2.1.4 Excitation en régime impulsionnel
Afin d’étudier la dynamique temporelle des molécules et de les exciter en régime

pulsé, nous utilisons un modulateur électrooptique fibré (Jenoptik, modèle AM635b). Le
schéma de principe de son fonctionnement est montré en figure 2.8 a).
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a) b)

Fibre optique
Entrée

Fibre optique
Sortie

RF Biais

Figure 2.8 – Modulateur électrooptique. a) Schéma de fonctionnement du modulateur d’intensité
électro-optique (EOM) ; b) Fonction de transfert de l’EOM, P désigne la puissance laser en sortie de ce
dernier.

Sur chaque branche un champ électrique peut être appliqué à l’aide d’électrodes,
en pastel sur la figure 2.8 a). Les bras de l’interféromètre sont en niobate de lithium
(LiNbO3) qui est un matériau dont l’indice varie linéairement avec le champ électrique (effet
Pockels). Comme montré dans le schéma ci-dessus, le champ électrique ~E appliqué par les
électrodes est orienté dans la même direction mais de sens opposé sur chacune des branches.
Après recombinaison, les deux chemins interfèrent et on peut obtenir des interférences
soit constructives soit destructives en fonction de la valeur du champ ~E . A ce champ,
correspond une différence de potentielle V entre l’entrée RF et l’entrée biais. L’entrée RF
est utilisée pour créer les impulsions optiques, et l’entrée biais permet l’application d’une
tension d’offset. La puissance en sortie de l’EOM est donnée par sa fonction de transfert :

P = Pmin + 1
2(Pmax − Pmin)

[
cos

(
π
V − V0(t)

Vπ

)
+ 1

]
[113] (2.3)

visible en figure 2.8 b). Vπ est la tension telle qu’on obtient une différence de phase de
π entre les deux branches. Dans l’équation 2.3 V0(t), est une tension variable au cours
du temps induite par le déplacement des charges électriques au sein du matériau électro-
optique et qui ajoute une phase relative entre les deux branches de l’interféromètre. La
tension biais peut alors être utilisée pour compenser les effets de charges. Celle-ci doit être
ré-ajustée en permanence afin maintenir constante et maximale l’amplitude des impulsions
laser. Pour cela un asservissement PID, dont le schéma est montré ci dessous en figure 2.9
a), est effectué sur la tension biais.
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Figure 2.9 – Asservissement de l’EOM. a) Schéma du montage et de l’asservissement de l’EOM.
Un chemin passant par l’EOM est ajouté sur le montage optique de sorte qu’il soit possible choisir entre
une excitation pulsée ou continue via la lame λ/2 et le PBS à gauche. Une partie de la puissance laser
en sortie de l’EOM est mesurée par la photodiode PD2. Afin que la modification de la polarisation du
laser dans la fibre de l’EOM ne cause pas d’instabilité de la puissance mesurée, le faisceau est scindé par
un cube non polarisant (NPBS). La lame λ/2 et le PBS à droite permettent de modifier l’intensité des
impulsions laser envoyées sur l’échantillon. L’asservissement est réalisé avec un PID analogique fait maison
(voir texte pour son fonctionnement détaillé) ; b) Fonctionnement de la détection synchrone du signal
modulé. s0 représente le signal de référence de la détection synchrone, d’amplitude I0 = 0.3 mV et de
pulsation ω = 2π × 1 kHz. s1 représente le signal de la photodiode PD2, d’amplitude I1 et possédant un
offset k1. φ représente la différence de phase par rapport au signal de référence.

Le laser est couplé dans l’entré fibrée de l’EOM. Nous ajoutons à la tension biais une
faible modulation a une fréquence de référence de 1 kHz. Cela créé des oscillations de la
puissance laser en sortie de l’EOM mesurée par la photodiode PD2. Le signal modulé de la
photodiode PD2 est détecté de manière synchrone à l’aide du montage montré dans la figure
2.9 b). Le signal modulé (s1) est multiplié, à l’aide d’un mixeur, au signal de référence (s0)

résultant en un signal s = s0s1 = 1
2I0I1

[
cos(2ωt+ φ) + 2k1

I1
cos(ωt) + cos(φ)

]
en sortie

du mixeur. φ représente la phase relative entre les signaux s0 et s1. Un filtre passe-bas
permet alors d’éliminer les composantes de s oscillant à ω et 2ω. Sa fréquence de coupure
est de l’ordre du Hertz, choisie pour être rapide devant le temps typique de migration des
charges (de l’ordre de la minute). Le signal démodulé est donc proportionnel à I0I1 cos(φ).
Ce montage va permettre, à l’aide du PID, d’asservir l’EOM sur un extremum local de sa
fonction de transfert, comme expliqué ci-dessous dans la figure 2.10.
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Pmax

Pmin

P(Vbiais)

Vbiais

I0 = 0.3 mV

Modulation biais

Pmod(Vbiais)

Figure 2.10 – Effet de la modulation de la tension biais sur la puissance laser en sortie de
l’EOM. L’amplitude de modulation laser Pmod est dépendante la tension biais Vbiais et est minimale au
niveau des extrêma locaux de la fonction de transfert.

On peut voir que l’amplitude Pmod de la modulation de la puissance laser en sortie
de l’EOM est dépendante de Vbiais. Pmod étant proportionnel à I1, minimiser I1 à l’aide du
PID, revient à maintenir la puissance laser en sortie de l’EOM soit à Pmin soit à Pmax. En
choisissant, au moment d’asservir, une tension biais telle que P est proche de Pmin, l’EOM
peut être asservi sur sa frange sombre. En fonction du côté où l’on se trouve par rapport
au minimum local, la phase φ vaut soit 0 (à droite) soit π (à gauche). 2. L’asservissement
fera alors converger l’EOM sur sa frange sombre, quelque soit le côté auquel on se trouve
par rapport au minimum local.

Une fois l’EOM asservi, des impulsions laser peuvent être crées en appliquant des
impulsions RF d’amplitude Vπ, sur l’entrée RF de l’EOM. Afin de connaître la valeur de Vπ
à notre longueur d’onde de travail, on applique sur l’EOM des impulsions RF d’amplitude
variable de durée 100 ns et nous regardons la transmission de l’EOM à l’aide d’une
photodiode de grande bande passante sur un oscilloscope. Vπ est donné par l’amplitude
des impulsions RF telle que le signal détecté par la photodiode est carré et d’amplitude
maximale. Nous trouvons Vπ = 1.23 ± 0.1 V. Comme nous le verrons au chapitre 3, de
manière à être limité par le temps de montée de l’EOM, nous allons créer les impulsions
avec un générateur de signaux arbitraires (AWG) 3 de temps de montée 340 ps et qui
permet de modifier à convenance la forme du signal. Cependant son amplitude est limitée
à 1V, ce qui correspond à une intensité des impulsions laser 15% inférieure à la valeur

2. On considère que les délais optiques et électroniques sont faibles comparés à la période du signal
de référence.

3. Tektronix AWG7122C, fréquence d’échantillonnage de 24 GHz.
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maximale mais qui resterons carré. Les impulsions RF ne perturbent pas l’asservissent
puisque la photodiode PD2 possède une bande passante de quelques kHz. Elle est donc
aveugle aux impulsions RF (dont la durée typique de l’ordre de la dizaine de nanosecondes)
et ne voit qu’une valeur moyenne du signal généré par les impulsion optiques .

La figure 2.11 a) ci-dessous montre une impulsion optique (durée 30 ns) en sortie de
l’EOM et mesurée avec un système START/STOP composé d’une APD et d’une carte
d’acquisition de délais. Cette détection est synchronisée avec l’AWG. L’impulsion RF
générée par l’AWG est mesurée à l’oscilloscope et apparaît en bleu sur la figure. La figure
2.11 b) montre un zoom sur la partie montante de l’impulsion laser. On mesure un temps
de montée de 750 ps (10%/90%), avec une résolution temporelle donnée par le jitter de
l’APD (50ps) 4.

Figure 2.11 – Mesure de l’impulsion laser. a) Impulsion optique et RF superposées ; b) Zoom
sur la partie montante de l’impulsion optique encadrée du panneau a).

On peut également mesurer le taux d’extinction de l’impulsion laser qui vaut κ =
Pmax
Pmin

= 1000, conforme à ce qui est spécifié par le fabricant de l’EOM [113].

2.2 Fabrication de l’échantillon
Dans nos échantillons, les molécules de DBATT sont piégées dans une matrice de

naphtalène qui a été préalablement purifiée à l’aide d’un four à fusion de zone [114] (150
passages) et dopée en DBATT avec une concentration de 2 · 10−7 mol.L−1, soit environ
100 molécules par µm3. Nous allons ici discuter du substrat sur lequel le naphtalène est
cristallisé puis nous verrons le procédé employé pour la cristallisation.

4. Pour les mesures finement résolues en temps, nous utilisons une APD PicoQuant de jitter 50 ps
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2.2.1 Électrodes
Nous avons vu dans le chapitre 1, section 1.4, que nous avons besoin pour nos

expériences, d’appliquer un champ électrique sur les molécules. Pour ce faire, le substrat
sur lequel est cristallisé le naphtalène, est une lamelle de silice sur laquelle est déposé
un peigne d’électrodes interdigité en or dont un schéma est montré dans la figure 2.12
ci-dessous. L’or est déposé sur un substrat en silice par PVD (Physical Vapor deposition),

Figure 2.12 – Schéma du peigne d’électrodes interdigitées en vue de dessus et en vue en
coupe transversale. Les fils permettant d’appliquer la tension aux bornes des électrodes sont collés avec
une laque d’argent conductrice. Vstark est compris entre -150 et 150 Volt.

où a été préalablement déposée une couche d’accroche en chrome d’une épaisseur de 50 Å.
Les dents du peigne mesurent 10 µm de large chacune pour 700 nm d’épaisseur et sont
espacées de 10 µm les unes des autres. Une couche de silice est déposée par CVD (Chemical
Vapor Deposition) par dessus le peigne d’électrodes afin de protéger ce dernier, notamment
pour permettre son nettoyage et pour éviter de contacter les dents entre elles. Le champ
électrique généré par les électrodes peut être calculé à l’aide du potentiel électrostatique
V déterminé par l’équation de Poisson

∆V = 0 (2.4)

où ∆ représente ici le laplacien et on considère que la charge est nulle dans la silice et
dans le naphtalène. En figure 2.13, on a résolu cette équation en considérant une différence
de potentiel de 150 Volt entre deux dents voisines du peigne. Cette valeur correspond à la
tension maximale que nous pouvons appliquer avant d’atteindre la tension de claquage
de la silice [115]. La figure 2.13 a) ci-dessous montre les équipotentielles associées au
champ généré par les électrodes. Entre deux dents du peigne, les équipotentielles sont
verticales, indiquant que le champ électrique est orienté horizontalement, tandis qu’il est
dirigé verticalement au dessus des électrodes. La champ électrique ~E peut se calculer à
l’aide de l’équation 2.5 ci-dessous

~E(~r) = ~∇V (~r) (2.5)

dont le résultat est montré en figure 2.13 b) et c). A cause de la présence d’effets de bord
proche de la surface des électrodes, nous avons saturé l’échelle de couleur à 30 MV/m.
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Figure 2.13 – Analyse du champ généré par les électrodes. a) Calcul du potentiel électrique
généré par les électrodes pour l’application d’une tension de VStark = 150 Volt. Les électrodes sont
représentées par les rectangles dorés ; b) Champ électrique suivant l’axe x ; c) Champ électrique suivant
l’axe z.

Nous allons maintenant discuter de comment ce champ nous permet d’anticiper le
décalage par effet Stark perçu par les molécules en fonction de leur position par rapport
aux électrodes. Pour ce faire nous allons analyser les zones 1 et 2 qui sont situées 1 µm,
au-dessus, là où se trouvent typiquement les molécules de DBATT. Dans la zone 1, située
directement au dessus des électrodes, le champ est orienté verticalement. L’effet Stark
perçu par les molécules situées dans cette zone sera donc d’autant plus important que la
projection du dipôle moléculaire sur l’axe z sera élevée. Les molécules dont les fréquences
se décalerons le plus seront donc celles qui seront orientées hors plan focal de l’objectif, et
donc orthogonales à la polarisation d’excitation, qui peut être soit linéaire soit circulaire.
Dans cette zone les molécules facilement excitées sont donc précisément celles dont les
fréquences seront peu décalées par effet Stark. Dans la zone 2, entre deux électrodes, le
champ est exclusivement orienté horizontalement avec une amplitude de 3.5 MV/m. Les
molécules bénéficiant de l’effet Stark le plus proéminent seront donc également les plus
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visibles. La zone 2 est donc à privilégier pour observer des molécules avec un fort effet
Stark.

2.2.2 Cristallisation du naphtalène sur le substrat
La méthode de fabrication d’échantillons fins et spectralement stables a été une

étape itérative, basée sur de l’essai/erreur. La méthode retenue consiste à faire fondre
du naphtalène dopé en molécules de DBATT sur un substrat, puis à le cristalliser hors
équilibre par un refroidissement brutal, tout en le compressant à l’aide d’une lame de
verre (voir figure 2.14). La photo ci-dessous (figure 2.15) montre une observation du cristal

80°C 5°C

naphtalène 
dopé lamelle de verre

substrat

Figure 2.14 – Schéma de la fabrication des échantillons. La plaque chauffante permet de porter
le naphtalène à sa température de fusion. Les flèche noires indiquent que la lamelle de verre est compressée
pendant la cristallisation du naphtalène.

au microscope en lumière blanche. L’échantillon est ici cristallisé sur les électrodes. La
cristallisation du naphtalène doit se faire rapidement sur l’échantillon (< à la seconde) car
si le front de cristallisation est trop lent, les molécules sont expulsées vers les craquelures,
formant de gros agrégats dans lesquels elles ne sont pas discernables à l’échelle individuelle,
à basse température. Il est possible de déduire l’épaisseur du cristal à partir des teintes de
Newton. Sur la photo ci-dessus, ces teintes vont du vert pâle à l’indigo en passant par le
jaune clair, ce qui correspond à une différence de marche δ comprise entre 1200 et 1500 nm
[116]. Celle-ci s’exprimant par δ = 2en, avec e l’épaisseur de naphtalène et n = 1.58 son
indice optique, on peut alors évaluer l’épaisseur du cristal entre 400 et 500 nm.

Enfin, pour empêcher son évaporation, une couche de polymère dilué dans une
solution est déposée sur le cristal par spincoating. Le polymère est choisi de sorte que
son solvant ne dissolve pas le naphtalène. Pour cette raison nous déposons une couche de
PolyVinyl Alocohol (PVOH ou PVA), qui est soluble dans l’eau. La concentration de la
solution est de 5% en masse et le procédé de spincoating est détaillé en annexe A.
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Figure 2.15 – Photographie de l’échantillon, observé au microscope en lumière blanche
en réflexion. Les lignes noires parallèles correspondent aux régions interdigitales séparant les dents
du peigne. Les dents du peignes en elle même correspondent aux lignes parallèles de couleur doré. Les
lignes foncées fines et erratiques correspondent aux craquelures qui se forment lors de la cristallisation au
moment du choc thermique.

2.3 Cryogénie
Pour refroidir l’échantillon, nous utilisons un cryostat à tube à gaz pulsé [117, 118,

chap. 5] à deux étages, de la marque MyCryoFirm.

2.3.1 Cryostat à tube pulsé
Un schéma de fonctionnement de notre cryostat est montré en figure 2.16 ci-dessous.

Le refroidissement se fait par détentes successives d’hélium 4. Un compresseur est utilisé
pour porter le gaz à une pression de ≈ 20 bars. L’hélium pressurisé est acheminé jusqu’à
une vanne tournante, commutant entre deux positions, créant des ondes de pressions
dans le tube pulsé. Pendant le cycle de compression, l’hélium traverse le tube pulsé et
passe par un régénérateur auquel il cède une partie de sa chaleur de compression. L’onde
arrive ensuite au tube à piston gazeux au niveau de l’échangeur froid. A cet instant, la
vanne tournante commute ce qui inverse le flux d’hélium. La détente occasionnée crée
un effet frigorifique au niveau de l’échangeur de chaleur froid. Le gaz retraverse alors le
régénérateur et récupère la chaleur qu’il lui avait précédemment cédé. Une partie de cette
chaleur est dissipée via l’échangeur de chaleur chaud et l’hélium retourne au compresseur
avec une pression de ≈ 7 bars, où il est refroidi par un flux d’eau. A l’extrémité chaude du
tube à piston gazeux se trouve un volume tampon et un capillaire qui servent à ajuster la
phase entre le débit et l’onde de pression d’hélium dans le circuit, de sorte à maximiser le
gradient de température entre la partie chaude et froide du tube à piston gazeux. Cela
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Figure 2.16 – Schéma de principe du fonctionnement d’un cryostat à tube à gaz pulsé.
(1) Vanne tournante (en position de détente sur le schéma, les traits en pointillés correspondent à la
position de compression) ; (2) Tube pulsé ; (3) échangeur de chaleur chaud ; (4) éponge thermique ou
régénérateur ; (5) échangeur de chaleur froid ; (6) tube à piston gazeux ; (7) capillaire ; (8) volume tampon.
Figure inspirée de [117].

permet le refroidissement, cycles après cycles, de l’enceinte du cryostat. La fréquence de
répétition des cycles compression/détente est généralement comprise entre 1 et 2 Hz.

A l’intérieur du cryostat, sur la platine optique froide, sont montés les moteurs
piézoélectriques, l’échantillon et l’objectif de microscope comme on peut le voir sur le
dessin ci-dessous en figure 2.17 a). Dans cette configuration, l’axe optique est à l’horizontal.
Les fils de thermalisation sont composés d’aluminium pur à 99.999%, vissés sur l’équerre
d’un côté et à la platine de l’autre. Autour de la platine, doit être placé un écran thermique
constitué d’une tôle métallique repliée en cylindre sur laquelle est déposé une couche mince
d’or (figure 2.17 b)). Cet écran a pour but de protéger la platine contre le rayonnement
thermique à 300 K de l’environnement extérieur. Lorsque le cryostat est en fonctionnement,
la température stationnaire de l’écran thermique est d’environ 40 K. Cependant, le
rayonnement thermique propre à ce dernier (rayonnement à 40 K) est réfléchi par ses
parois internes, si bien que, de par la forme cylindrique de l’écran, ce rayonnement est
concentré au centre de la platine, là où se situe l’échantillon. Cela a pour conséquence de le
réchauffer si la thermalisation n’est pas optimale. Dans notre cas, l’échantillon est monté
sur une pile de moteurs piézos X,Y,Z et sur des cales piézos X,Y, dont les armatures sont en
titane, un très mauvais conducteur thermique. Pour une meilleure protection thermique, un
écran additionnel, composé de feuilles d’aluminium alimentaire, peut être placé directement
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Figure 2.17 – Montage cryogénique. a) Schéma du montage de l’échantillon et de l’objectif sur la
platine optique du cryostat ; b) Photographie de la platine optique avec l’écran thermique principal ; c)
Avec l’écran thermique additionnel.

autour de l’échantillon comme on peut le voir en figure 2.17 c). Cela permet à l’échantillon
d’atteindre une température stationnaire quasi-identique à celle de la platine. Les courbes
de descente en température des différents éléments à l’intérieur du cryostat sont montrées
ci-dessous en figure 2.18. Le cryostat est mis sous-vide (≈ 10−5 mbar) au début de la
mise à froid afin de minimiser la conduction thermique avec l’environnement extérieur
et d’éviter la condensation ou le gel de vapeur d’eau ou de tout autre gaz. Lorsque la
température de l’enceinte du cryostat avoisine 100 K, le gaz résiduel dans l’enceinte est
adsorbé par les surfaces internes du cryostat créant un effet de pompe cryogénique. A
la fin de la mise à froid, la pression dans le cryostat est de l’ordre de 10−10 mbar. Après
l’allumage du compresseur, il faut environ 8h pour atteindre la température stationnaire
de la platine et de l’échantillon.
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Figure 2.18 – Évolution de la température de l’écran froid, de la platine optique et de
l’échantillon pendant la mise à froid. La température est mesurée à l’aide de trois thermistances. Le
temps t = 0 correspond à l’instant où le compresseur est mis en route. L’encadré correspond au zoom sur
les températures de la platine et de l’échantillon, entre 9 et 10 h après le début de la mise à froid.

2.3.2 Procédure de mise à froid
Depuis que nous avons changé notre cryostat à bain d’hélium pour un cryostat à

tube pulsé, nous avons remarqué que les échantillons fabriqués par notre méthode avaient
une propension à être instables. Environ 50% des molécules blanchissent ou changent
spontanément de configuration spectrale dès lors qu’elles sont excitées par le laser. Nous
avons donc pensé que cette instabilité spectrale des molécules provenait de notre méthode
de mise à froid.

En effet, nous avons observé que certaines zones du substrat étaient couvertes de
naphtalène au moment de la fabrication de l’échantillon puis vierges une fois à froid. On
peut donc supposer que l’échantillon se sublime au cours du refroidissement de notre
cryostat, ce qui conduit à une mauvaise insertion des molécules. La principale différence
entre une mise à froid sur un cryostat à bain d’hélium et sur un cryostat à tube pulsé est
le temps que passe l’échantillon sous vide avant de refroidir. Dans le cas du bain d’hélium,
l’échantillon est inséré dans un cryostat pré-refroidi qui permet de thermaliser l’échantillon
à 250 K en quelques minutes. Pour un cryostat à tube pulsé, l’échantillon est mis sous
vide au début du refroidissement et met environ deux heures pour descendre à cette
température (voir figure 2.18). Nous avons donc supposé que l’évaporation du naphtalène
était attribuée au fait que, sous vide, la couche protectrice de PVOH ne suffit plus à pour
limiter la sublimation du naphtalène. Pour endiguer l’évaporation de l’échantillon, nous
avons alors choisi de le maintenir sous une atmosphère d’argon, en légère surpression par
rapport à la pression atmosphérique, puis de le refroidir jusqu’à 230 K à cette pression.
En effet la pression de vapeur saturante du naphtalène (i.e. son taux de sublimation)
décroit exponentiellement avec la température [119], si bien qu’elle est plus de 100 fois
plus faible à 230 K qu’à 300 K[120, 121]. Le vide est fait dans le cryostat seulement après
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que l’échantillon ait atteint cette température.

La figure 2.19 ci-dessous, montre la descente en température des différents éléments
dans le cryostat avec cette nouvelle procédure de mise à froid. Au début de la mise à

Figure 2.19 – Courbes de descente en température au cours des différentes phases de la
mise à froid assistée par atmosphère d’argon.

froid, l’air présent dans le cryostat à pression atmosphérique est graduellement remplacé
par de l’argon pur à 99.9999%. Celui-ci est injecté avec un flux constant dans l’enceinte
du cryostat. Une valve, disposée sur la partie haute de l’enceinte, est maintenue ouverte.
Celle-ci permet d’évacuer l’air, chassé de par l’argon de par sa densité plus élevée. Cette
procédure permet de ne jamais avoir à mettre l’échantillon sous vide avant de commencer
à le refroidir. Une fois l’air remplacé par l’argon, on démarre le compresseur pour baisser
la température de la platine i.e. de l’échantillon. L’utilisation d’argon permet d’éviter que
l’humidité ne condense et ne gèle dans le cryostat pendant le refroidissement. On arrête le
compresseur après 1h, lorsque l’écran froid (partie la plus froide du cryostat à ce stade)
atteint 150 K, afin d’éviter tout risque d’adsorption de l’argon par les surfaces froides.
Puis, entre 1h et 5h30 après le début de la procédure, on allume et éteint successivement
le compresseur pour maintenir l’écran autour de cette température en attendant que la
platine optique et l’échantillon refroidissent à leur tour. Comme la température du cryostat
diminue, et avec elle la pression, il est important de ravitailler le cryostat en argon de
manière récurrente pendant cette première phase afin de maintenir la pression légèrement
supérieure à la pression atmosphérique. Lorsque l’on atteint une température d’environ
230 K sur l’échantillon, on pompe l’argon jusqu’à une pression de 10−6 mbar. La dépression
cause une baisse de température généralisée dans le cryostat particulièrement visible sur
l’échantillon. Enfin on laisse le cryostat, mis sous vide, refroidir jusqu’à sa température
finale, comme dans une mise à froid standard. La température finale du cryostat n’est pas
impactée par cette procédure.
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Afin d’évaluer la performance de cette procédure nous avons besoin d’un critère qui
nous permettrait de comparer la stabilité des molécules avec et sans procédure spéciale de
mise à froid. On peut, pour cela, utiliser le taux de blanchiment d’un ensemble de molécules
individuelles illuminées de manière homogène sur un laps de temps défini. Afin d’observer
un grand de nombre de molécules en même temps, nous utilisons une configuration en
champ large comme montrée en figure 2.6. Les molécules sont excitées à une puissance
de Plaser = 2 mW, ce qui équivaut à Ilaser ≈ 5 Isat. Nous avons choisi cette puissance
car elle correspond à l’intensité d’excitation minimale nécessaire pour révéler la signature
spectrale de paires de molécules intriquées comme nous le verrons au chapitre 4 et 5. Afin
de quantifier la stabilité des molécules on enregistre plusieurs images sur une durée de
100 s au cours desquelles les molécules sont excitées en permanence à une fréquence laser
fixe. On compte alors la proportion de molécules qui blanchissent dans ce laps de temps
pour une mise à froid standard, et pour une mise à froid assistée par atmosphère d’argon.
La trace temporelle du signal de fluorescence de l’ensemble des molécules d’une image sur
une durée de 100 s est montrée ci-dessous en figure 2.20.

Figure 2.20 – Trace temporelle de la fluorescence intégrée sur une image de 40×40 µm2 avec
la procédure standard de mise à froid et notre procédure spéciale utilisant une atmosphère
d’argon. Temps d’intégration par image de 1 seconde.

Pour chaque image, le signal de fluorescence de l’ensemble des molécules est intégré
sur la totalité de l’image. Les coups de fond associés à la matrice et au capteur CMOS ont
été retirés en mesurant la moyenne du signal sur une zone de 20× 20 pixel2 sur laquelle
ne se trouvent aucune molécule et en soustrayant cette moyenne à l’image. Le signal de
fluorescence est ensuite normalisé par rapport au signal en début de mesure. Nous avons
pris soin, dans les deux cas (argon et standard) d’exciter l’échantillon dans les mêmes
conditions en termes de puissance d’excitation et de zone du champ observée. Dans le cas
de la mise à froid standard, on voit qu’en l’espace de 100 secondes d’excitation, environ
40% des molécules présentes sur l’image ont blanchi. A l’inverse dans la procédure de mise
à froid assistée par atmosphère d’argon, le signal reste constant et ne montre aucun signe
de décroissance. Cette mesure a été répétée à plusieurs reprises pour différentes mises à
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froid, dans les deux conditions, pour s’assurer de la robustesse de ce résultat. Grâce à cette
procédure, nous pouvons étudier des molécules qui restent spectralement stables pendant
plusieurs semaines, même sous forte excitation laser (Ilaser = 104Isat).

Conclusion
Dans ce chapitre nous avons discuté du montage expérimental utilisé dans le cadre

de ce travail de thèse. Le montage optique dispose d’un laser à colorant accordable en
fréquence, ce qui permet de réaliser des spectres d’excitation des molécules n’importe
où dans la bande inhomogène. Les dérives de la puissance laser sont corrigées par un
asservissement de cette dernière effectué à l’aide d’un AOM. Lorsque la fréquence doit
être maintenue constante, par exemple pour rester à résonance sur une molécule, les
dérives à long terme de la fréquence d’excitation sont évitées par un asservissement sur
un lamdamètre commercial. Ce montage nous permet d’assurer la stabilité des conditions
d’excitation sur de longues périodes, et ainsi d’étudier robustement une molécule unique
ou une paire de molécules couplées pendant plusieurs semaines. Un modulateur d’intensité
électrooptique nous permet de passer d’une excitation laser continue vers une excitation
en régime impulsionnel. Les temps de montée et de descente des impulsions est de 750 ps
10%/90%, soit 1 ordre de grandeur en dessous du taux de relaxation des molécules de
DBATT piégées dans une matrice de naphtalène. Cela nous permet, comme nous le verrons
dans le chapitre 3, d’effectuer des mesures de durée de vie et de manipuler optiquement et
de manière cohérente l’état d’une molécule.
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Chapitre 3

Manipulation optique cohérente
d’une molécule unique

Introduction
La réalisation de portes logiques quantiques a déjà été abondamment rapportée dans

la littérature, utilisant des systèmes comme les circuits supraconducteurs [122] basés sur
les jonctions de Josephson [123] et qui permettent de manipuler jusqu’à 50 qubits intriqués
en un temps de l’ordre de la dizaine de nanoseconde [124] avec une fidélité >90% [125] ; ou
encore avec les réseaux atomiques ultra-froids [25, 26, 23] piégés dans des réseaux optiques,
composés de plusieurs centaines d’atomes interagissant entre eux, sélectivement adressables
optiquement et permettant l’initialisation de l’état d’un qubit avec une fidélité de 95% en
un temps de l’ordre de la centaine de nanoseconde [126, 127, 22]. On pourra également
mentionner les ions piégés [128] pour lesquels la préparation d’état peut être réalisée en
des temps de 50 ps. Ces deux derniers types de système souffrent néanmoins d’une sérieuse
limitation dans la mesure où ils ne peuvent être adressés en régime fortement saturé, de
crainte de les déloger de leur piège optique.

Contrairement aux réseaux de qubits en phase gazeuse, les émetteurs quantiques
piégés en matière condensée ne souffrent pas de cette lacune. Par ailleurs ils sont beaucoup
plus facilement intégrables dans des dispositifs photoniques. Dans ce domaine, on peut citer
les centres colorés dans le diamant pour lesquels une manipulation optique cohérente peut
être effectuée en des temps de l’ordre de 5 ms dans le domaine micro-onde avec une fidélité
de préparation ≈ 95% [35] et, dans les fréquences optiques, un temps typique ≈ 500 ps
[36] et une fidélité non mentionnée par les auteurs, que l’on peut évaluer à ≈ 75%. On
peut également mentionner les boites quantiques semi-conductrices (QDs) [129, 130, 131]
où il est montré une manipulation optique cohérente en un temps de 1 ps [132].

Un gros inconvénient de ces systèmes à l’état solide est qu’ils présentent de la diffusion
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spectrale, notamment pour les QDs et les centres NV (Nitrogen Vacancy) dans le diamant
[133, 42]. Bien que, comme nous l’avons vu, les molécules fluorescentes à température
cryogénique sont des systèmes quasi-idéaux, la manipulation cohérente de ces dernières
reste un sujet peu étudié dans la littérature comparé aux objets précédemment évoqués.
Gherardt et. al. ont, de manière pionnière, reporté une étude sur la préparation cohérente
de l’état d’une molécule [134] par des impulsions optiques en 2009. Cependant, dans leur
montage, la manipulation s’effectue en un temps comparable à la durée de vie radiative T1

de l’état excité, si bien que, pendant la durée de l’impulsion, la cohérence dans le système
a le temps de se dissiper. Cela se traduit par la perte des propriétés quantiques du système
limitant les possibilités d’utilisation des molécules comme qubits. D’autres part, deux
études plus récentes [101, 74] reportent des résultats préliminaires sur la manipulation
optique cohérente de molécules. Les auteurs y démontrent la réalisation d’oscillations de
Rabi (fréquence de 150 MHz et fidélité de 75%) de même que la mesure du temps de
cohérence d’une molécule à 1.4 K par interférométrie de Ramsey.

Ce chapitre s’inscrit pleinement dans cette lignée. Il traite à la fois de la manipulation
optique cohérente de l’état d’une molécule et de l’étude de la décohérence dans ce système.
Nous pousserons les études mentionnées ci-dessus, une étape plus loin en utilisant une
molécule unique comme banc de test pour effectuer des oscillations de Rabi ultra-rapides
et de haute fidélité. Dans un second temps nous discutons de la méthode interférométrique
de Ramsey et effectuerons une mesure directe du temps de cohérence d’une molécule en
fonction de la température de son environnement.

3.1 Oscillations de Rabi ultra-rapides
Dans cette section nous commençons par définir succinctement les oscillations de Rabi.

Nous simulerons ensuite ces oscillations en tenant compte de la caractéristique non-idéale
de notre EOM. Puis, nous verrons comment, en lui adjoignant un AOM, nous pouvons
réaliser des oscillations à une fréquence sub-nanoseconde et une fidélité de préparation de
l’état excité proche de l’unité.

3.1.1 Fréquence de Rabi
Nous avons vu au chapitre 1 que l’hamiltonien d’une molécule sous excitation laser

s’écrit
H = h̄

[
ω0 ΩL cos(ωLt)

ΩL cos(ωLt) 0

]
. (3.1)

On peut calculer de manière non-perturbative la probabilité de transition de l’état fonda-
mental vers l’état excité via la résolution analytique de l’équation de Schrödinger

ih̄
d |ψ(t)〉

dt = H |ψ(t)〉 . (3.2)
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Avec la condition initiale |ψ(t = 0)〉 = |g〉 et en négligeant l’émission spontanée, la pro-
babilité de transition vers l’état excité P|g〉→|e〉(t) = 〈e|ψ(t) |g〉, s’exprime [135, chap.
13]

P|g〉→|e〉(t) = |ΩL|2

|ΩL|2+∆2
ω

sin2
(1

2

√
|ΩL|2+∆ω

2 t
)
. (3.3)

Où nous rappelons que ∆ω = ωL − ω0. Cette expression est valide dans l’approximation
séculaire, lorsque ∆ω

ω0
� 1. La probabilité varie sinusoidalement entre l’état fondamental

est excité ce qui correspond aux oscillations de Rabi. La figure 3.1 ci-dessous montre des
oscillations de Rabi pour différents désaccords.

Figure 3.1 – Oscillations de Rabi simulées pour différents désaccords.

Lorsque le système est excité à résonance, son état oscille entre |g〉 et |e〉 à une
fréquence de ΩL (proportionnelle au champ d’excitation). ΩL est généralement désigné
comme la pulsation de Rabi. Hors résonance, l’amplitude des oscillations diminue et la
fréquence d’oscillation correspond à la pulsation de Rabi généralisée Ω =

√
Ω2
L + ∆2

ω.
En contrôlant la durée d’interaction entre le laser et la molécule, par exemple avec une
excitation pulsée, on peut créer n’importe quelle superposition d’états α |g〉+ β |e〉. En
définissant l’aire de l’impulsion A =

∫
ΩLdt, une impulsion résonante d’aire π/2 prépare

le système dans l’état 1√
2
|g〉+ 1√

2
|e〉 et une impulsion d’aire π prépare le système dans

l’état |e〉.

3.1.2 Simulation par résolution des équations de Bloch
Dans cette sous-section nous allons simuler les oscillations de Rabi produites par une

excitation pulsée, en intégrant numériquement les équations de Bloch optiques qui tiennent
compte de l’émission spontanée. Nous considérons dans un premier temps le cas idéal
où l’impulsion optique est modélisée avec une impulsion en créneau de taux d’extinction
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infini et un temps de monté et de descente infiniment court. Dans un second temps, nous
tiendrons compte du taux d’extinction κ (voir section 2.1) fini et du temps de montée de
notre EOM pour analyser l’impact de ces facteurs sur la préparation de l’état |e〉.

3.1.2.1 Simulation dans le cas idéal

La figure 3.2 a) ci-dessous montre le modèle d’impulsion que nous utilisons pour les
simulations dans le cas idéal. Les panneaux b), c) et d) montrent des oscillations de Rabi
simulées pour différentes intensités d’excitation, à résonance.

Figure 3.2 – Simulation de l’évolution de la population de l’état excité en régime impul-
sionnel à résonance. a) Modèle d’impulsion laser idéale, taux d’extinction infini, temps de montée et
de descente infiniment courts. Sa durée équivaut ici à 4 durée de vie de l’état excité ; b) I = 100 Isat ; c)
I = 1000 Isat ; d) I = 10000 Isat.

A t = 0, le système se trouve dans l’état fondamental |g〉 et pendant l’impulsion, ρee
oscille à la fréquence de Rabi. La population de l’état excité au cours de l’impulsion peut
s’écrire analytiquement sous la forme [136, 137, 99, 101] :

ρee(t) = 1−
(

cos (Ωd · t) + Γ + γ

2Ωd

sin (Ωd · t)
)
e−

1
2 (Γ+γ)t (3.4)
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valable uniquement à résonance, avec Ωd =
√

Ω2
L − (Γ− γ)2 /4. L’enveloppe du signal est

une exponentielle décroissante de taux 1
2(Γ + γ), soit 3

4Γ en l’absence de déphasage, ne
correspondant pas à l’intuition que l’on pourrait avoir qu’elle soit donnée uniquement par
le temps de cohérence T2.

A la fin de l’impulsion optique, le système ne voit plus de laser et la population
décroit exponentiellement avec un temps caractéristique donné par T1. Nous nous servirons
de cette décroissance pour déterminer expérimentalement la durée de vie de l’état excité.
Pour la plus faible intensité d’excitation (figure 3.2 b)), le taux d’émission spontanée est
important comparé à la fréquence des oscillations de Rabi. Comme montré sur la figure
ci-dessus, il est nécessaire d’avoir une fréquence de Rabi importante par rapport au taux
de relaxation pour obtenir des oscillations de haute fidélité (valeur de la population de
|e〉 au sommet de la première oscillation). Par exemple, il faut ΩL

Γ = 70 pour avoir une
fidélité de 98.5% (figure 3.2 d)).

3.1.2.2 Simulation dans les conditions expérimentales

Comme nous venons de le voir, pour maximiser la fidélité des oscillations, il convient
d’augmenter l’intensité laser. Néanmoins si l’on tient compte du taux d’extinction fini
de l’EOM, le système ne part plus de l’état fondamental. Dans la figure 3.3 a) et b)
nous avons modélisé l’évolution de la population ρee en prenant comme état initial, l’état
stationnaire simplement en présence du fond. Pour I = 6100 Isat (il s’agit de l’intensité que
nous utiliserons experimentalement par la suite) nous voyons effectivement des oscillations
ultra rapide, à la pulsation ΩL = 55 Γ, néanmoins l’amplitude des oscillations est fortement
atténuée, montrant que le système ne peut pas être pompé dans l’état |e〉. Il sera donc
crucial de compenser ce fond. A la fin du pulse, le système n’est pas en évolution libre et

Figure 3.3 – Prise en compte du taux d’extinction fini de l’EOM. a) Modèle d’impulsion avec
un taux d’extinction κ = 1000, pour une intensité d’excitation de Ilaser = 6100 ISat ; b) Simulation de
l’évolution de la fluorescence associée à l’impulsion en panneau a).

ρee oscille lentement jusqu’à atteindre son état stationnaire.

Pour voir si le temps de montée est un critère important pour notre expérience, nous
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le modélisons par une augmentation linéaire de la fréquence de Rabi (figure 3.4 a)). La
pente de la droite est ajustée de sorte que le temps de montée en intensité soit de 750 ps
(10%/90%).

Figure 3.4 – Oscillations de Rabi tenant compte du temps de monté de 750 ps de l’EOM.
L’échelle des temps est normalisée avec Γ = 2π × 22.2 MHz (valeur moyenne de la largeur spectrale des
molécules étudiées). a) Impulsion tenant compte du temps de montée de l’EOM (Ilaser = 6100 Isat) ; b)
Simulation de la fluorescence associée à l’impulsion en panneau a) ; c) Zoom sur la partie encadrée du
panneau b).

La figure 3.4 b) montre l’évolution de ρee associée à l’impulsion en panneau a). On
observe que la fréquence au début de la première oscillation est plus lente, au cause du
temps de montée de l’EOM (voir zoom en panneau c)). La fidélité de la préparation de
l’état |e〉 vaut 97.3%. Ces simulations montrent que l’impact d’un temps de montée de
750 ps sur la fidélité des oscillations est très faible comparé à celui du taux d’extinction.

3.1.2.3 Nécessité d’augmenter le rapport signal sur fond

Compte tenu de la très forte dépendance de la fidélité avec κ, il est intéressant
de tracer son évolution avec la puissance optique utilisée pour exciter la molécule, (voir
figure 3.5 ci-dessous). On voit que dans les conditions expérimentales, la fidélité maximale
atteignable vaut environ 0.9 et est obtenue pour I ≈ 500 Isat, alors que pour une impulsion
idéale elle tend vers 1 lorsque l’intensité augmente.
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Figure 3.5 – Simulation de la fidélité des oscillations de Rabi en fonction du rapport de
saturation dans le cas idéal et réel (pour le cas réel, κ = 1000, temps de montée des impulsions de
750 ps).

Dans sa configuration actuelle, notre montage expérimental ne permet donc pas de
préparer un état moléculaire avec une fidélité supérieure à 0.9. Nous allons donc, dans la
sous-section suivante, voir comment optimiser notre montage optique afin d’augmenter le
taux d’extinction des impulsions dans le but d’obtenir une fidélité plus proche de 1.

3.1.3 Optimisation du montage expérimental
Dans la référence [134] les auteurs utilisent deux AOMs en cascade pour générer

des impulsions possédant un taux d’extinction de 106 mais avec un temps de montée de
l’ordre de 2 ns, non souhaitable pour notre application. Pour gagner en temps de montée,
nous avons fait le choix de remplacer l’un des deux AOM par notre EOM. L’AOM est
placé en amont de l’EOM et permet d’appliquer une porte autour de chaque impulsion de
l’EOM afin d’augmenter le taux d’extinction des impulsions. Cela permet de faire en sorte
que la molécule soit dans son état fondamental au début de l’impulsion optique. Cette
technique nous permet de créer des impulsions optiques allant de la nanoseconde à la
dizaine/centaine de nanoseconde avec un taux d’extinction exacerbé par rapport à l’EOM
seul. Le montage employé à cette fin est montré ci dessous en figure 3.6.
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Figure 3.6 – Montage optique optimisé pour augmenter le taux d’extinction des impulsions
laser.

Seule la partie excitation est représentée. Le laser, le cryostat et la partie détection
restent inchangés par rapport à la figure 2.7 du chapitre 2. Les paragraphes suivants
décrivent en détail les améliorations apportées au montage.

3.1.3.1 Pulse picking avec un AOM

L’AOM2 est situé directement après la sortie fibrée de l’AOM1 et son ordre 1 est
couplé dans l’entrée fibrée de l’EOM. Afin de minimiser le temps de montée et de descente
des pulses créés par L’AOM2, celui-ci fonctionne à une fréquence élevée (400 MHz). La
durée de l’impulsion de l’EOM est de 30 ns (suffisant pour observer le déclin des oscillations
de Rabi) et celle de l’AOM2 de 37 ns à mi-hauteur, ce qui permet d’englober celle de
l’EOM. Le signal résultant correspond au produit des signaux optiques AOM2 et EOM,
i.e. l’EOM vient découper dans le signal de l’AOM2.

Les signaux de commande de l’AOM2 et de l’EOM sont fournis par deux sorties
synchronisées de l’AWG et sont montrés ci-dessous en figure 3.7 a). Entre deux impulsions
de l’EOM, trois impulsions de l’AOM2 sont ajoutées pour produire un signal moyen
sur la photodiode PD2 afin d’asservir l’EOM sur sa frange sombre. Une synchronisation
grossière entre les deux signaux (EOM et AOM2) est réalisée avec un oscilloscope et
une photodiode rapide de bande passante 600 MHz. Pour la synchronisation fine, une
mesure résolue en temps est réalisée (figure 3.7 b) et c)) avec une APD et un montage
START/STOP similaire à celui que nous avions utilisé pour obtenir la figure 2.11. La
courbe bleue représente la porte de l’AOM2. La courbe rouge correspond à l’impulsion
de l’EOM seul (identique à la figure 2.11 du chapitre 2). Le signal obtenu avec l’EOM
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et l’AOM2 est montré dans la figure 3.7 c). Il correspond au produit des deux signaux
précédent en figure 3.7 b). La forme du sommet de l’impulsion est arrondie et varie de plus
de 10% sur tout le plateau du pulse. Cela aura pour conséquence de modifier la fréquence
de Rabi au cours de l’impulsion, ce qui n’est pas souhaitable.

Figure 3.7 – Signaux AOM2 et EOM. a) Signaux de commande de l’AOM 2 et de l’EOM (résolution
100 ps). La séquence démarre à t = 0 et dure 500 ns. Les traits en pointillés indiquent le début et la fin de
la séquence d’impulsions, qui est répétée périodiquement ; b) Signal du laser en sortie de l’EOM pendant
que l’AOM2 est en régime constant (rouge). La courbe bleue représente signal en sortie de l’AOM2 pendant
que l’EOM est en régime constant (bleu). Le temps de montée et de descente de l’AOM2 est de 4.8 ns
(10%/90%) et son taux d’extinction est de κAOM2 = 300. L’intensité est normalisée à 1 pour les deux
signaux. La résolution est de 50 ps ; c) Signal résultant lorsque l’AOM2 et l’EOM opèrent tous deux en
régime impulsionnel. La forme de signal correspond au produit entre les deux signaux en panneaux b).

3.1.3.2 Compensation du signal optique

Afin s’affranchir de cette imperfection et de réaliser une impulsion la plus carrée
possible, nous modifions le signal de commande de l’EOM de façon à la compenser. Il
faut donc prendre en compte la fonction de réponse de l’EOM présentée en figure 3.8 a).
Pour la mesurer, nous envoyons une rampe linéaire de tension sur l’entrée RF de l’EOM
et l’asservissons sur sa frange sombre. Nous mesurons alors le signal optique à sa sortie,
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Figure 3.8 – Compensation du signal RF de l’EOM. a) Mesure de la fonction de réponse de
l’EOM lorsqu’il est asservi sur sa frange sombre (en noir). Celle-ci est très bien modélisée par une fonction
sinusoïdale (en rouge). IEOM est ici normalisé 1 afin de rendre la mesure indépendante de la photodiode
utilisée pour la détection ; b) Signal de commande de l’EOM après correction. L’AWG fournit un signal
entre -0.5 et 0.5 V. Par la suite, l’asservissement de l’EOM permet compenser l’offset. c) Signal résultant
corrigé lorsque l’AOM2 et l’EOM opèrent tous deux en régime impulsionnel.

illustré en noir sur la figure 3.8 a), à l’aide d’une photodiode. La fonction de réponse
théorique de l’EOM asservi peut s’écrire sous la forme

IEOM = R(VEOM) = sin2
(
πVEOM

2Vπ

)
(3.5)

IEOM correspond à l’intensité normalisée en sortie de l’EOM et est montrée en pointillés
rouges sur la figure 3.8 a). Le signal de commande corrigé à envoyer à l’EOM s’écrit sous
la forme Vcreneau(t) + ∆Vcorr(t) avec

∆Vcorr(t) = R−1(IEOMidéal
(t))−R−1(IEOMréel

(t)) (3.6)

où Vcreneau(t) correspond à une impulsion RF en créneau, IEOMidéal
représente le profil

d’intensité souhaité de l’impulsion optique résultante (un créneau), et IEOMréel
celui

de l’impulsion résultante mesurée (figure 3.7 c)). La figure 3.8 b) montre le signal de
commande corrigé, envoyé dans l’EOM. L’EOM est actionné lorsque l’AOM2 est à 80% de
son amplitude maximale (environ 8 ns après le début du pulse de l’AOM2). Pour prendre
en compte les endroits où il faut ajouter de la tension sur l’EOM, l’amplitude pic de VEOM
est fixée à 65% de sa valeur maximale. L’impulsion optique résultante corrigée est montrée
en figure 3.8 c). Son temps de montée est de 750 ps et son taux d’extinction peut être
évalué à κ = 3 ·105. En son sommet l’impulsion est plus plane qu’en l’absence de correction
(figure 3.7 c)) .

3.1.3.3 Compensation de la modulation de l’EOM

La modulation résiduelle de l’intensité laser à 1 kHz pour asservir l’EOM va également
induire une dégradation de l’enveloppe des oscillations de Rabi. En effet, au cours du temps
d’acquisition, la molécule verra des fréquences de Rabi différentes qui vont se moyenner au
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cours de la construction de la courbe finale. Pour montrer cet effet, on peut voir sur la figure
3.9, des simulations réalisées en résolvant les équations de Bloch et en calculant l’évolution
de fluorescence pour I/Isat = 500 et I/Isat = 5000 avec une modulation sinusoïdale de la
fréquence de Rabi de 1‰(panneaux b) et e)) et 1% (panneaux c) et f)). Un temps de
décroissance effectif plus faible est observé, ainsi qu’une résurgence des oscillations. La
variation réelles est difficile à estimer mais nous avons observé un comportement similaire
à celui montre en figure 3.9 f), sur des données expérimentales.

Figure 3.9 – Effet de la modulation de la tension biais de l’EOM sur les oscillations de
Rabi. a) Simulation d’oscillations de Rabi à résonance pour I/Isat = 500 sans modulation de l’intensité
d’excitation ; b) I/Isat = 500 avec modulation de l’intensité de 1‰ ; c) I/Isat = 500 avec modulation de
l’intensité de 1% ; d) Simulation d’oscillations de Rabi à résonance pour I/Isat = 5000 sans modulation
de l’intensité d’excitation ; e) I/Isat = 5000 avec modulation de l’intensité de 1‰ ; f) I/Isat = 5000 avec
modulation de l’intensité de 1%.

Pour que cet effet devienne négligeable à I/Isat = 5000, il faut que l’amplitude
de modulation soit inférieure à 1/20 000. Pour se rapprocher le plus possible de cette
situation, les oscillations à 1 kHz sont compensées à l’aide d’un troisième modulateur
acousto-optique AA-MTS-110 fonctionnant sur son ordre 0 (AOM3 sur la figure 3.6) qui
asservit la puissance d’excitation. Le signal d’erreur est fourni grâce à la photodiode PD3
(bande passante ≈ 10 kHz) et le montage de l’asservissement est identique à celui montré
en figure 2.4 a) au chapitre 2. La figure 3.10 ci-dessous montre la densité spectrale de
puissance laser en régime continu avec et sans asservissement. La composante à environ
1 kHz voit son l’amplitude réduite de 25 dB. Par ailleurs, cet asservissement permet de
compenser la modulation à 850 Hz, induite par l’alimentation à découpage, utilisée pour
L’AOM1.
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Figure 3.10 – PSD de l’excitation laser lorsque l’EOM est en régime continu. Les pics
autour de 1 kHz sont compensés par l’action de l’AOM3 (résolution du spectre 10 Hz).

3.1.4 Résultats
3.1.4.1 Mesure brute

La figure 3.11 a), d) et h) montre 3 mesures résolues en temps de l’évolution
temporelle du signal de fluorescence d’une molécule lorsqu’elle est excitée à résonance par
le pulse corrigé, pour 3 intensités pic différentes. Nous voyons des oscillations de Rabi avec
des fréquences respectives de 0.37 GHz, 0.71 GHz et 1.22 GHz. On voit que lorsque la
puissance laser moyenne devient élevée, l’évolution temporelle a une forme différente de
celle de la simulation en figure 3.3. En effet, on voit apparaître un signal de fond qui est
associé à des molécules hors plan focal, qui ne sont excitées qu’à forte puissance. Il est
possible de mesurer ce fond (figure 3.11 b), e) et h)) en se désaccordant par rapport à la
molécule (10 GHz) et en acquérant le signal pendant la même durée que les mesures brutes.
On voit que le fond est presque imperceptible à Imax = 200 W.cm−2 mais constitue une
partie non-négligeable du signal à Imax = 2100 W.cm−2 1. En supposant le fond homogène
en fonction de la fréquence d’excitation, on peut alors le soustraire aux données brutes
comme montré en figure 3.11 c), f) et i). On retrouve ainsi une oscillation symétrique par
rapport à l’état stationnaire, comme attendu. Dans le panneau i), on remarque un début
d’oscillation lente à l’amorce de la montée de la fluorescence. En effet, pendant quelques
nanosecondes avant que l’EOM soit actionné, l’AOM2 est déjà actif et la molécule est
graduellement excitée à cause du taux d’extinction fini de l’EOM.

On observe que la fidélité mesurée diminue quand on augmente l’intensité d’excitation,

1. Le temps de montée du fond est lent comparé à la fréquence de Rabi, il reste donc négligeable au
niveau de la première oscillation.
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Figure 3.11 – Mesures expérimentales d’oscillations de Rabi. Le temps d’intégration est de
1200 s, la résolution temporelle est de 64 ps et l’excitation est résonante (fréquence laser asservie avec
le lambdamètre). L’origine des temps correspond au début de l’impulsion EOM. a) Mesure brute des
oscillations de Rabi ; b) Fond associé à l’échantillon, enregistré 10 GHz hors résonance ; c) Oscillations
du panneau a) corrigée du fond en panneau b). Pour a), b) et c) L’intensité moyenne d’excitation vaut
Imax = 200 W.cm−2 Même principe pour d), e) et f) avec Imax = 680 W.cm−2 et idem pour g), h) et i)
avec Imax = 2000 W.cm−2. Pour les panneaux c), f) et i), l’axe des ordonnées est normalisé en fixant
l’état stationnaire à 0.5 de sorte que cela corresponde à une population de l’état excité ρee = 0.5. Cette
normalisation est vraisemblable puisque nous excitons ici en régime très fortement saturé. En effet, nous
avons mesuré une intensité de saturation Isat = 0.32 W.cm−2 pour cette molécule. Par conséquent, pour
les trois intensités d’excitation ci-dessus, on a, à l’état stationnaire ρee > 0.499.

ce qui correspond à l’inverse de ce qui est attendu, comme le montre la figure 3.12 où on
peut voir un zoom sur la partie oscillante de la figure 3.11 c), f) et i). On peut évaluer
la fidélité de la préparation de l’état |e〉 à environ 90% pour la figure 3.11 c) contre
environ 85% pour la figure 3.11 i). Ce phénomène n’est pas dû au taux d’extinction fini
des impulsions, mais est attribué au jitter de l’APD, comme nous allons voir dans le
paragraphe suivant.
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Figure 3.12 – Zoom sur la partie oscillante des oscillations corrigées du fond a) Imax =
200 W.cm−2 ; b) Imax = 683 W.cm−2 ; c) avec Imax = 2100 W.cm−2.

3.1.4.2 Prise en compte du jitter de l’APD

Le jitter associé au détecteur ajoute un délai aléatoire à chaque évènement de
détection, ce qui moyenne les oscillations. Il en résulte, après acquisition du signal, une
amplitude amoindrie. La fonction de distribution de ce délai est donnée par la fonction de
réponse instrumentale (IRF) de l’APD, montrée ci-dessous dans la figure 3.13 a). Bien que
sa largeur à mi-hauteur soit de 50 ps, plus d’un ordre de grandeur inférieur à la fréquence
des oscillations, la trainée apparaissant entre 0.15 et 2 ns ne peut pas être négligée pour des
fréquences de Rabi approchant 1 GHz. Le signal de fluorescence mesuré Imes correspond
alors à la convolution entre le signal réel Ifluo et l’IRF de l’APD, qui s’exprime par

Imes(t) =
∫ ∞
−∞

IRF (t− t0) · Ifluo(t0) dt0 (3.7)

Pour retrouver le signal original, nous effectuons une déconvolution à l’aide d’un filtre de
Wiener [138]. Comme nous savons que ρee est très proche de 0.5 à l’état stationnaire, on
choisit les paramètres du filtre de sorte que cette condition soit satisfaite pour les données
déconvoluées. Celles-ci sont montrées en figure 3.13 b) ci-dessous. Nous avons ajusté la
solution des équations de Bloch sur ces données en utilisant le modèle d’impulsion en
figure 3.13 c).
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Figure 3.13 – Oscillations de Rabi sub-nanoseconde. a) Mesure de l’IRF de l’APD avec un
montage START/STOP mesurée à λ = 561 nm, avec un laser femtoseconde. Le signal de START est
donné par une photodiode ; b) Données de la figure 3.11 i) déconvoluées par l’IRF de l’APD en panneau a)
de cette figure, et ajustées à l’aide des équations de Bloch ; c) Impulsion utilisée pour modéliser l’impulsion
optique. Le champ d’excitation est exprimé en

√
I/Isat. tp représente la durée de l’impulsion, trise et tfall

sont choisis de sorte à correspondre à ses temps de montée et de descente (750 ps 10%/90%). La durée δt
correspond au temps pendant lequel seul L’AOM2 est actionné et sa montée est supposée quadratique en
intensité, i.e. linéaire en champ. Epulse correspond à l’amplitude de l’impulsion et δEpulse l’amplitude de
l’AOM2 au moment ou démarre l’impulsion EOM ; d) Zoom sur les premières oscillations du panneau
b) ; e) Mesure de durée de vie de l’état excité. Cette mesure est faite en régime pulsé (durée de pulse
30 ns) sans l’AOM2 afin que le système reste en évolution libre pendant le déclin. L’ajustement avec une
décroissance exponentielle est fait plusieurs nanosecondes après le début du déclin afin de ne pas convoluer
la durée de vie avec le temps de descente de l’EOM. L’intensité pic d’excitation correspond à I ≈ 20 Isat
et le signal est intégré pendant 4h ; f) Oscillations de Rabi (Imax = 2100 W.cm−2) réalisées avec l’EOM
uniquement, pendant que l’AOM2 est en régime permanent. La valeur stationnaire de la fluorescence
avant le début du pulse indique un taux d’extinction de l’EOM de κ = 8000.

L’ajustement est réalisé sur l’intervalle entre -11 et 25 ns. Les paramètres libres
sont Epulse, δt et δEpulse. L’ajustement retourne Epulse =

√
6104 (I = 6104Isat), δt =

8.26±0.03 ns et Epulse

δEpulse
= 40±2. Les valeurs de δt et Epulse sont proches de celles attendues

et la valeur de Epulse

δEpulse
suggère un taux d’extinction de l’EOM d’environ 1600, voisin de la
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valeur mesurée en figure 2.11 au chapitre 2. On voit que l’ajustement prend très bien en
compte l’amorce d’oscillation lente au début de l’impulsion. Le déclin de la fluorescence
en fin de pulse n’est pas inclus dans l’ajustement afin de ne pas adjoindre de paramètres
libres supplémentaires.

La figure 3.13 d) montre un zoom sur la partie oscillante du panneau b). Le taux
de décroissance de la courbe rouge est ici fixé à 4

3T1 (pas de déphasage), où l’on a
T1 = 7.2±0.2 ns, comme le montre la mesure de durée de vie en figure 3.13 e). Ce choix est
supporté par la mesure de largeur homogène du chapitre 1 (figure 1.7 a)) qui montre qu’en
régime d’excitation continu, aucun déphasage additionnel n’apparaît pour une intensité
d’excitation de 104Isat. On voit que l’ajustement des oscillations est en très bon accord
avec les données expérimentales en terme d’amplitude et de décroissance, et renvoie une
fidélité de 0.97 ± 0.03. Cette mesure montre les très bonnes propriétés optiques de ce
système.

A titre comparatif, nous avons réalisé une mesure d’oscillations de Rabi uniquement
avec l’EOM (figure 3.13 f)) à la même intensité d’excitation que dans la figure 3.13 b).
Avant le début de l’impulsion, on voit que la molécule ne part pas de son état fondamental.
La population stationnaire de l’état excité est de ρee = 0.2, ce qui a pour conséquence de
réduire l’amplitude des oscillations de Rabi. On note cependant que cette valeur de ρee
correspond à un taux d’extinction de l’EOM de κ = 8000, 8 fois plus élevé que ce que nous
avions mesuré en figure 2.11, au chapitre 2. On pourrait expliquer cet écart drastique par
des coups de fond induits par une source non-identifiée, survenus pendant la mesure de
l’IRF, et que nous n’avons pas été en mesure de soustraire. Notons néanmoins qu’avec
un tel taux d’extinction, on s’attendrait à trouver dans la figure 3.13 b), Epulse

δEpulse
≈ 90. La

valeur de 40 que nous trouvons peut alors s’expliquer par le fait que, à cause de l’action
de l’AOM2, le signal d’erreur de l’asservissement de l’EOM est diminué par rapport à
lorsque l’EOM est utilisé seul, ce qui peut dégrader son taux d’extinction. En dépit de cette
perte, une comparaison entre les figures 3.13 b) et f) montre que le taux d’extinction des
impulsions produites lorsque l’AOM2 et l’EOM opèrent ensemble reste considérablement
plus élevé qu’avec l’EOM seul.

On peut observer dans la figure 3.14 ci-dessous, l’évolution de la fréquence de Rabi
en fonction de l’intensité d’excitation. Les panneaux a) et b) montrent les données de la
figure 3.11 c) et f) déconvoluées. Les ajustements ont été réalisés avec Epulse comme seul
paramètre libre, les autres restent inchangés par rapport à la figure 3.13 b). Encore une
fois, l’ajustement s’accorde très bien avec les données expérimentales. Le panneau c) de la
figure 3.14 montre l’évolution de la pulsation de Rabi en fonction de la racine du rapport
de saturation. Les points sont ajustés avec une droite passant par l’origine et montrent
une tendance linéaire, conforme à Ω =

√
Ω2
L + ∆2

ω.
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3.1. Oscillations de Rabi ultra-rapides

Figure 3.14 – Fréquence de Rabi en fonction de l’intensité laser. a) Signal de fluorescence
déconvolué Imax = 200 W.cm−2 ; b) Imax = 680 W.cm−2 ; c) Évolution de la fréquence de Rabi en
fonction de la racine du rapport de saturation.

3.1.4.3 Réalisation d’impulsions π/2, π

Dans le paragraphe précédent nous avons montré qu’il est possible de manipuler de
manière cohérente une molécule en effectuant des oscillations de Rabi de haute fidélité
(97%) à une fréquence supérieure à 1 GHz, un ordre de grandeur supérieur à ce qui est
fait dans la littérature. Cependant nous ne montrons pas de préparation de l’état de la
molécule. Une telle démonstration peut se faire avec une impulsion dont l’aire est contrôlée.

Expérimentalement, nous nous servons de l’EOM pour envoyer sur la molécule une
chaine d’impulsions de durée constante mais d’intensité variable (figure 3.15 a)). Les
impulsions qui apparaissent en bleu sont celles qui sont destinées à exciter la molécule.
La tension de contrôle de l’EOM évolue linéairement, ce qui, en tenant compte de la
fonction de réponse de l’EOM, conduit à une intensité laser évoluant quasiment de manière
quadratique i.e. avec une évolution linéaire de la fréquence de Rabi.

La durée des impulsions est fixées à 1 ns comme montré dans la figure 3.15 b).
A la suite de chaque impulsion bleue, on intègre l’intensité de fluorescence détectée,
correspondant à la zone grisée dans la figure. Pour prévenir du fond associé au taux
d’extinction l’EOM, l’AOM2 est utilisé pour former des portes autour de chaque impulsion
(en vert sur la figure 3.15 b)). A titre informatif le signal de fluorescence associé à une
impulsion π ,2π et 3π est montré dans la figure 3.15 c), d) et e).
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Figure 3.15 – Contrôle de l’aire des impulsions. a) Schéma de la séquence d’impulsions utilisée
pour la manipulation optique contrôlée de la molécule. Les rectangles de couleur bleu représentent les
impulsions laser à la suite desquelles on intègre le signal de fluorescence Ceux de couleur rouge permettent
de créer le signal d’erreur de l’EOM. La séquence comporte en tout 85 impulsions bleues et le même nombre
d’impulsions rouges ; b) Schématisation de la réponse otique des molécules pour les impulsions bleues. La
ligne noire représente la population de l’état excité et l’aire grisée indique l’intensité de fluorescence qui
est intégrée pour rendre compte de l’état dans lequel se trouve la molécule à la fin de l’excitation. Seule la
fluorescence induite par les impulsions bleues sont ici représentées. Les impulsions vertes représentent la
porte optique de l’AOM2 ; c) Fluorescence de la molécule pour une impulsion π ; d) pour une impulsion
2π ; e) pour une impulsion 3π.

Entre chaque impulsion bleue, est insérée une autre impulsion qui apparait en rouge
sur la figure 3.15, d’une durée de 20 ns, longues devant les impulsions bleues et générant
de fait ≈ 95% du signal d’erreur nécessaire pour asservir l’EOM. De la sorte, la correction
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apportée par le PID reste constante tout au long de la séquence et le signal d’erreur est
suffisamment élevé pour maintenir l’EOM sur sa frange sombre. Chaque impulsion de la
séquence, est séparée de la suivante de 70 ns afin que le système ait le temps retourner
dans son état fondamental avant d’être de nouveau excité. L’intensité de fluorescence après
chaque impulsion “bleue” de la séquence en fonction de leur l’aire est montrée dans la
figure 3.16 ci-dessous.
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m
.

Aire pulse
Figure 3.16 –Manipulation optique contrôlée. Fluorescence intégrée à la suite de chaque impulsion
“bleue” et normalisée par rapport à la fluorescence intégrée après une impulsion “rouge”. Le temps
d’intégration du signal est de 700 s, la résolution de 256 ps et le fond, mesuré 10 GHz hors résonance,
a été soustrait. L’aire des impulsions est obtenue en ajustant sur les données, un modèle empirique de
sinusoïde amortie porté sur un fond linéaire (ligne rouge) [131].

On voit une oscillation du signal de fluorescence en fonction de l’aire du pulse,
correspondant aux oscillations de Rabi. Le signal de fluorescence normalisé présenté figure
3.16 est obtenu à partir du ratio entre l’intégral de la fluorescence mesurée à la fin du
pulse considéré et l’intégrale de la fluorescence intégrée en fin d’impulsion “rouge” (voir
3.15 b)). Pour cette impulsion, la molécule est excitée en régime fortement saturé, et en
fin de pulse, la molécule se trouve dans un état proche de son état stationnaire ρee = 1/2.

A mesure que l’amplitude de l’impulsion augmente, on constate que la frange inférieure
est de plus en plus haute tandis que la hauteur de la frange supérieure reste constante.
On peut attribuer ce phénomène à l’intensité d’excitation résiduelle pendant l’instant où
seul l’AOM2 est actionné, en fin de pulse. En effet, celle-ci aura tendance à augmenter la
population de l’état excité, de manière particulièrement visible lorsque la population en
fin de pulse EOM est basse (impulsion bleue centrale dans la figure 3.15 b)). La fidélité de
préparation de l’état |e〉 est donnée par l’amplitude de la première oscillation et vaut 97%.
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3.2 Mesure du temps de cohérence
Afin de statuer sur la possible utilisation des molécules pour des applications en

informatique quantique, il est nécessaire de mesurer leur temps de cohérence optique. Cette
section traite de l’utilisation de la spectroscopie dite “de Ramsey” pour le mesurer. Pour
ce faire nous commencerons par discuter de la représentation de l’état d’une molécule dans
la sphère de Bloch. Nous aborderons ensuite la réalisation de franges de Ramsey, puis
nous verrons comment nous servir de la méthode de Ramsey pour mesurer le temps de
cohérence d’une molécule à différentes températures.

3.2.1 Représentation dans la sphère de Bloch
Dans ce paragraphe, nous allons présenter une reformulation des équations de

Bloch sous un format vectoriel. Cette forme est particulièrement efficace pour représenter
visuellement l’état d’un système à deux niveaux et son évolution. Cette formulation
s’obtient en remarquant que le système 1.14 est équivalent à un produit vectoriel entre
deux vecteurs ~Ωrot et ~σ tel que

~Ωrot =


ΩL

0
−∆ω

 et ~σ =


u

v

w

 =


2Re(ρeg)
2Im(ρeg)
ρee − ρgg

 (3.8)

~σ est appelé vecteur de Bloch. En y adjoignant le vecteur dissipation

~γ =


−γu
−γv

−Γ(w + 1)

 (3.9)

on obtient les équations de Bloch synthétisées sous forme vectorielle

~̇σ = ~Ωrot × ~σ + ~γ (3.10)

Sous cette forme, il devient évident que l’évolution du système correspond à une rotation
de ~σ autour de ~Ωrot. Il est donc naturel de représenter l’état du système sur une sphère,
dans la base {u, v, w}, comme montré ci-dessous dans la figure 3.17 a).
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Figure 3.17 – Représentation de l’état d’une molécule dans la sphère de Bloch. La flèche
représente le vecteur de Bloch. a) Représentation de l’état fondamental ; b) Évolution du vecteur de Bloch
dans le cas d’une excitation résonante en l’absence de dissipations ; c) Évolution du vecteur de Bloch dans
le cas d’une excitation désaccordée en l’absence de dissipations ; d) Évolution du vecteur de Bloch dans le
cas d’une excitation résonante en prenant en compte les dissipations.

Dans cette représentation le système est dans l’état fondamental lorsque w = −1
et dans l’état excité lorsque w = 1 et l’angle dans le plan équatorial représente la phase
entre |g〉 et |e〉. Dans le cas d’une excitation résonante (figure 3.17 b)), le vecteur ~Ωrot n’a
qu’une composante suivant u. L’évolution du système se traduit donc par une rotation du
vecteur de Bloch autour de l’axe u, ce qui correspond à une oscillation de Rabi à résonance
comme on a pu le voir en figure 3.1. Si maintenant on excite la molécule hors résonance
(figure 3.17 c)), ~Ωrot possède désormais des composantes non-nulles suivant les axes u et
w, ce qui signifie que la rotation du vecteur de Bloch se fait autour d’un axe ayant des
composantes sur u et w. En conséquence, une phase θ est accumulée entre |g〉 et |e〉. Enfin,
si on prend en compte l’émission spontanée (figure 3.17 d)), le vecteur rentre à l’intérieur
de la sphère, ce qui correspond à alors des oscillations de Rabi amorties comme vues dans
la section précédente.

Nous allons, dans le paragraphe qui suit, aborder la notion de franges de Ramsey,
pour laquelle la vision dans la sphère de Bloch est très utile.
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3.2.2 Méthode interférométrique de Ramsey - Franges de Ram-
sey

3.2.2.1 Introduction

Les franges de Ramsey ont été introduites théoriquement par N. Ramsey en 1950
[139] pour décrire l’évolution de la probabilité de transition entre deux états moléculaires
d’un jet de molécules traversant deux champs magnétiques oscillants, spatialement séparés
par un champ homogène. En fonction de la fréquence des champs oscillants, on obtient une
oscillation de la probabilité de transition qui permet de pointer avec précision les fréquences
de résonance magnétique de ces molécules. L’application la plus connue des franges de
Ramsey concerne la réalisation d’horloges atomiques [140], où ces franges permettent de
calibrer une fréquence sur celle d’une transition atomique par interférométrie de Ramsey-
Bordé [141]. Ce procédé procure un étalon de fréquence et donc un étalon de temps
permettant de fabriquer des horloges qui ont une incertitude de 10−16 [142].

Dans le domaine de la spectroscopie d’émetteurs quantiques piégés en matière
condensée, les franges de Ramsey sont obtenues, non pas en déplaçant un émetteur entre
deux zones d’interaction (les émetteurs sont fixes dans leur matrice), mais en les adressant
avec deux impulsions optiques séparées par un intervalle de temps. Les franges de Ramsey
sont généralement employées pour démontrer les propriétés cohérentes de ces systèmes,
comme cela a été fait pour les boîtes quantiques semi-conductrices [143, 131] où les auteurs
montrent une manipulation cohérente du système en un temps de l’ordre de la picoseconde ;
ou alors pour effectuer des mesures de temps de cohérence comme montré sur des défauts
colorés dans le diamant [144, 36].

3.2.2.2 Réalisation de franges de Ramsey

Comme nous l’avons dit, les franges de Ramsey sont observables lorsqu’un système à
deux niveaux est excité par à une série de deux impulsions π/2 séparées par une durée τ
et en enregistrant le signal de fluorescence à la fin de la seconde impulsion, en fonction
du désaccords laser. La première impulsion est généralement qualifiée de “pompe” et la
seconde de “sonde” (figure 3.18 a) ci-dessous). Considérons d’abord le cas simple où l’on
néglige la durée des impulsions. Pour une excitation résonante, après l’impulsion pompe,
le système est dans l’état |ψ〉 = 1√

2
(|g〉 + |e〉) et la sonde le porte dans |e〉 (figure 3.18

b)), ce qui amène a un maximum de la fluorescence à la fin de l’impulsion sonde.
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Figure 3.18 – Principe de la réalisation de franges de Ramsey. a) Schéma d’une séquence
de Ramsey. La molécule est excitée avec deux impulsions π/2 séparées par un délai d’évolution libre τ .
L’excitation laser est représentée en rouge. Les annotations ~σ0−3 représentent le vecteur de Bloch à chaque
étape de la séquence ; b) Évolution du vecteur de Bloch lorsqu’on applique la séquence de Ramsey, pour
une excitation résonante. Le système est initialement dans l’état |g〉 et l’émission spontanée n’est pas
prise en compte. La ligne bleue représente l’évolution du système pendant l’impulsion pompe et la ligne
rouge celle pendant la sonde ; c) Cas non-résonant négligeant la durée des impulsions laser. La ligne verte
correspond au temps d’évolution libre du système. Ce dernier a ici été choisi de telle sorte qu’à la fin de la
séquence, le système soit dans la première frange sombre.

Pour un désaccord non nul (figure 3.18 c)), le système ne peut pas être pompé jusque
dans le plan équatorial par le premier pulse mais reste dans le plan [v, w], comme le montre
la ligne bleue. Pendant le délai libre τ , le vecteur de Bloch tourne autour de la direction ±w
(en fonction du signe du désaccord) comme représenté par la ligne verte. Dans cette figure
on a représenté le cas où ∆ωτ = π et on voit qu’après l’impulsion sonde, la population
de l’état excité atteint un minimum. Dans le cas où ∆ωτ = 2π on aura de nouveau un
maximum. On constate alors qu’en fonction de la valeur du désaccord, on observera des
franges de la population de l’état excité à la fin de la sonde (franges de Ramsey). Si l’on
néglige la durée de l’impulsion, on obtiendra un minimum de la population excitée lorsque
∆ωτ = (2n− 1)π, et un maximum lorsque ∆ωτ = 2πn, n ∈ Z. La période des franges en
fonction du désaccord vaut alors 1/τ .
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Dans le cas réel, il faut prendre en compte d’une part l’émission spontanée qui réduira
l’amplitude des franges à cause de la relaxation pendant le délai libre, et d’une autre part
la durée non nulle de l’impulsion, qui, hors résonance fera tourner le vecteur de Bloch
autour de l’axe w pendant l’excitation. On peut trouver une expression analytique de la
population de l’état excité à la fin de l’impulsion sonde, en calculant le vecteur de Bloch ~σ3

(voir figure 3.18 a)). L’inversion de population w3 prend la forme (calcul en Annexe B) :

w3 = 1
Ω4

{
−
(
∆2
ω + Ω2

L cos(ΩT )
) [

∆2
ω +

(
eΓτ − 1

)
Ω2 + Ω2

L cos(ΩT )
]
e−Γτ

+ Ω2
LΩ sin(ΩT ) [Ω cos(∆ωτ) sin(ΩT ) + ∆ω(cos(ΩT )− 1) sin(∆ωτ)] e−γτ

+ ∆ωΩ2
L (cos(ΩT )− 1) [(∆ω −∆ω cos(ΩT )) cos(∆ωτ) + Ω sin(ΩT ) sin(∆ωτ)] e−γτ

}
(3.11)

Cette équation n’inclut pas les effets de l’émission spontanée pendant les impulsions. La
population de l’état excité vaut alors

ρee3 = (1 + w3)/2 (3.12)

Le calcul de ρee3 en fonction du désaccord laser est représenté dans la figure 3.19 a)
ci-dessous, avec les paramètres expérimentaux que nous verrons par la suite

Figure 3.19 – Calcul des franges de Ramsey. a) Simulation des franges de Ramsey calculées à
partir de l’équation 3.11 ; b) Évolution du vecteur de Bloch tel que le système soit dans sa première
frange sombre après l’impulsion sonde, en tenant compte de la durée des impulsions. Le temps d’évolution
libre nécessaire pour atteindre la frange sombre est inférieur au cas de la figure 3.18 c), conduisant à une
période des franges 1

τeff
<

1
τ
.

Les impulsions pompe et sonde ont ici une durée de T = 1 ns. Elles sont séparées par
un délai libre τ = 2.7 ns l’une de l’autre et on a pris T1 = 7.2 ns avec T2 = 2T1. Notons que
la période des franges ne correspond pas à 1/τ à cause de la phase dans le plan équatorial
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accumulée pendant les impulsions et qui ne peut pas être négligée (figure 3.19 b)). Au
premier ordre en ∆ωT , la période des franges tenant compte de la durée des impulsions
est donnée par

τeff ≈ τ + 4T
π

(3.13)

Cette expression est valable lorsque ∆ω � ΩL (calcul en Annexe C). Des franges de
Ramsey sur une molécule unique ont été rapportées dans la référence [74], mais les auteurs
n’ont pas mis en évidence l’écart entre la période théorique des franges de Ramsey (1/τ)
et celle qu’ils ont effectivement observées (1/τeff ).

Pour obtenir leurs franges, les auteurs ont évalué la population de l’état excité à
partir du signal de fluorescence à la fin de l’impulsion sonde. Il est cependant possible
d’observer ces franges sans avoir recours à une détection résolue en temps (figure 3.20),
en collectant le spectre d’excitation d’une molécule excitée avec à la séquence décrite en
figure 3.18 a).

Figure 3.20 – Spectre d’excitation enregistré en excitant la molécule avec une séquence
de Ramsey. Avec τ = 2.7 ns, T = 1 ns, le temps d’intégration par point est de 10 ms moyenné sur 20
spectres, et la résolution vaut 3 MHz.

Le temps d’intégration du spectre étant de 10 ms par point, pour chaque pas de
fréquence, le signal est sommé sur ≈ 105 séquences d’impulsions. La population de l’état
excité à la fin de la sonde étant tributaire de la phase entre |g〉 et |e〉 accumulée pendant le
délai libre, cela conduit à l’apparition des franges. A l’inverse, celle à la fin de la pompe est
indépendante de cette phase. En conséquence, il faut ajouter à ces franges de Ramsey, un
fond induit par le signal de fluorescence suite à l’impulsion pompe. On note également que
l’amplitude de la frange centrale est plus élevée par rapport aux autres, comparé au calcul
en figure 3.19 a). Cela est expliqué par le taux d’extinction fini de l’EOM. En effet, en plus
des impulsions pompe et sonde, la molécule est excitée par un fond constant qui conduit à
un signal de fluorescence plus élevé proche de la résonance. La période des oscillations
est de 250 MHz très proche de la valeur 1/τeff attendue. Étant donné que le contraste
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des franges est maximal pour des impulsions π/2, nous utiliserons ce critère pour ajuster
l’intensité laser et préparer des pulses π/2 dans la suite.

3.2.3 Séquence de Ramsey à résonance - Temps de cohérence
Dans ce paragraphe, nous allons aborder le cas d’une séquence où les deux impulsions

sont séparées par un délai variable (voir figure 3.21 a)), effectuée à résonance avec la
molécule, dans le but de mesurer son temps de cohérence. La formule 3.11 que nous avons
développée ci-avant montre que, à résonance et pour des impulsions π/2, le terme en e−Γτ

s’annule, et la population de l’état excité à la fin de l’impulsion sonde décroit en e−γτ .

Figure 3.21 – Séquence de Ramsey à résonance. a) Schéma de la séquence de Ramsey employée
pour mesurer le temps de cohérence. Les créneaux rouges représentent les impulsions laser, la ligne bleue
l’évolution de la fluorescence de la molécule et l’aire grise la zone sur laquelle le signal est intégré ; b)
Représentation de l’effet de la diffusion spectrale sur l’état de la molécule pendant le délai entre la pompe
et la sonde ; c) Effet du déphasage pur sur l’état de la molécule pendant le délai entre la pompe et la
sonde.

Par ailleurs, au cours du délai libre τ , la molécule est sensible aux diverses sources de
déphasage additionnel dans le système, comme la diffusion spectrale ou le déphasage pur
induit par des collisions avec des phonons. Cela se répercute sur la population excitée à la
fin de l’impulsion sonde comme mis en évidence sur les panneaux b) et c) de la figure 3.21.
La population en fin d’impulsion peut être mesurée en évaluant l’intensité de fluorescence
intégrée pendant le déclin. Cette méthode permet ainsi une mesure directe du temps de
cohérence T2 d’une molécule.
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La séquence d’impulsions laser que nous envoyons sur la molécule comporte 101
paires d’impulsions avec des délais allant de 0 à 50 ns et un temps mort de 70 ns entre
chaque paire d’impulsions afin que le système retourne à son état stationnaire. L’intensité
d’excitation est ajustée de sorte que l’aire de chaque impulsion corresponde à π/2 en
vérifiant que le contraste des franges de Ramsey est maximal.

Figure 3.22 – Mesure du temps de cohérence à 3 K. Le temps d’intégration est de 60 mins et la
résolution temporelle du signal de fluorescence de 256 ps. Barres d’erreur à 66%. Le signal est renormalisé
entre 0.5 et 1 a posteriori pour une meilleure lisibilité.

On intègre alors l’intensité de fluorescence sur la zone grise dans la figure 3.21 a)
et on trace son évolution en fonction du délai d’évolution libre (figure 3.22). On mesure
un temps caractéristique T2 = 14.7± 0.7 ns, obtenu par ajustement d’une exponentielle
décroissante. Cette valeur, très proche de 2T1, est compatible avec l’absence de déphasage
et de diffusion spectrale à 3 K. Il est important de noter que pour réaliser cette mesure il
est nécessaire d’être parfaitement à résonance. En effet, d’après l’équation 3.11, le terme
en e−τ/T1 doit être pris en compte lorsque ∆ω 6= 0, réduisant le temps de décroissance
de l’exponentielle mesurée. Pour connaitre le critère sur le désaccord maximal admissible
pour ne pas observer cet effet, nous avons regardé l’évolution théorique de ce déclin de
fluorescence en fonction du désaccord comme présenté sur la figure 3.23 ci-dessous. On
voit qu’à résonance le temps caractéristique théorique du déclin correspond à T2 = 14.4 ns
mais que celui-ci diminue rapidement avec le désaccord et ne vaut plus que ≈ 11 ns pour
un désaccord de ±5 MHz, et ≈ 7 ns pour un désaccord de ±10 MHz. Notre mesure est
faite avec un lambdamètre qui nous permet de pointer la fréquence de résonance de la
molécule à ±1 MHz nous permettant de ne pas observer cet effet.

Une imprécision sur l’aire des impulsions optiques peut également causer une modifi-
cation du temps de déclin comme le montre la figure 3.23 b). Ce paramètre est cependant
beaucoup moins critique que le désaccord laser. En maximisant l‘amplitude des franges
de Ramsey pour calibrer l’aire du pulse, nous pouvons réaliser des impulsions π/2 avec
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Figure 3.23 – Effets des imperfections des impulsions sur le T2 mesuré. a) Simulation du
temps caractéristique de décroissance attendu de la fluorescence, en fonction du désaccord laser. On a ici
fixé T1 = 7.2 ns et T2 = 2T1 ; b) Idem en fonction de l’aire des impulsions, à résonance.

une incertitude relative de 8% sur leur aire. Le taux d’extinction fini de l’EOM n’est
pas problématique pour cette expérience. En effet, le fond des impulsions conduit à une
population stationnaire de l’état excité de ρee ≈ 0.01, ce qui est sans incidence sur le
résultat.

3.2.4 Temps de cohérence en fonction de la température
Pour évaluer ces émetteurs, il est intéressant de quantifier leur robustesse face à la

température. Nous avons discuté des effets de la température sur le temps de cohérence
dans le chapitre 1 et avions vu, que T2 suivait une loi d’Arrhenius. Nous allons maintenant
mesurer directement le temps de cohérence en fonction de la température, à l’aide de
la séquence de Ramsey vue précédemment. Pour cela, la platine optique du cryostat est
chauffée à l’aide d’une résistance chauffante (5W). La température est mesurée sur le porte
échantillon par une thermistance. Elle est asservie en boucle fermée à l’aide d’un PID
numérique fourni par le fabriquant du cryostat. La figure 3.24 a) montre les mesures de
T2 entre 3 K et 10 K. On voit que T2 reste stable jusqu’à environ 6 K puis s’éloigne de sa
limite fondamentale, suivant une croissance exponentielle pouvant être décrite par une loi
d’Arrhenius de la forme

γ (T ) = A · e−
Ea

kBT + γ0 (3.14)

où la largeur de raie sans déphasage γ0

π
est fixée à 22.2 MHz (voir figure 1.7 b)). L’énergie

d’activation mesurée est de Ea = 42.9± 0.8 cm−1, très proche de la valeur rapportée dans
la littérature pour ce système [30]. Bien que la section efficace d’absorption de la molécule
diminue avec T2 (voir équation 1.3), cela ne modifie pas l’aire des impulsions, il n’est
donc pas nécessaire, pour chaque température, de ré-ajuster l’intensité d’excitation pour
maintenir l’aire des pulses à π/2. Les largeurs de raie homogènes (marqueurs en diamant)
sont obtenues à partir d’une étude de la saturation de la molécule (similaire à celle montrée
en figure 1.7, b) en chapitre 1) effectuée pour chaque température. Celles-ci sont également
en bon accord avec les valeurs de T2 mesurées. On note cependant que certaines valeurs
des largeurs de raie (à 5 K, 6.7 K et 8 K) sont en dehors des barres d’erreur sur la mesure
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a)

b) c)

Figure 3.24 – Mesure du temps de cohérence en fonction de la température. a) Évolution
de T2 et de la largeur de raie homogène en fonction de la température. T2 est rapporté en largeur spectrale
(marqueurs cruciformes), et les marqueurs en diamant représentent la largeur de raie mesurée à partir
des spectres d’excitation. Barres d’erreur sur T2 à 66%. Pour chaque mesure, le temps d’intégration du
signal de fluorescence est de 60 mins ; b) Mesure de T2 à pour une température de 9.8 K. L’ajustement
est réalisé sur les 30 premiers points uniquement pour une meilleure mesure de la décroissance ; c) Mesure
de la largeur de raie homogène (I = 0.2 Isat). La résolution est de 3 MHz pour un temps d’intégration par
point de 5 ms. Le signal est sommé sur 20 spectres et les raies d’excitation ont été recentrées les unes par
rapport aux autres avant la sommation.

de T2. On peut expliquer ces faibles désaccords par l’incertitude que nous avons sur l’aire
des impulsions (8%), qui peut ajouter une légère erreur systématique sur chaque mesure.

La figure 3.24 b) montre la mesure de T2 réalisée à une température T = 9.8 K. La
mesure du déclin est effectuée par l’ajustement d’une exponentielle décroissante uniquement
sur les 15 premières nanosecondes afin que le modèle s’ajuste sur la partie décroissante
du signal et ne soit pas pollué par la partie plate. On mesure T2 = 1.6 ± 0.2 ns, ce qui
correspond bien à la valeur de la largeur homogène montrée en figure 3.24 c), aux barres
d’erreur près.
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Conclusion
Nous montrons dans ce chapitre que nous pouvons manipuler optiquement et de

manière cohérente une molécule à des échelles de temps courtes devant 1/Γ. Nous avons
généré des impulsions optiques cohérentes en combinant un EOM et un AOM avec un taux
d’extinction supérieur à 105 permettant d’adresser une molécule en régime impulsionnel
à très forte intensité (I = 6104 Isat) sans diminuer la profondeur de modulation des
oscillations de Rabi par rapport au cas idéal. Grâce à ces modifications nous avons réalisé
des oscillations de Rabi de fréquence 1.22 GHz (10 fois supérieure aux valeurs rapportées
dans la littérature pour ce système) et de fidélité 0.97± 0.03 démontrant les propriétés
optiques intéressantes des molécules pour la réalisation de qubits adressables à une cadence
de l’ordre du GHz.

Nous avons montré que la méthode interférométrique de Ramsey permet de mesurer
de manière directe le temps de cohérence T2, en très bon accord avec la mesure indirecte, via
la largeur de raie. Tandis que les auteurs de la référence [74] ont montré une seule mesure
de T2 à 1.4 K, nous avons poussé cette méthode plus loin en mesurant T2 à différentes
températures, ce qui soutient la pertinence de cette méthode pour étudier la décohérence
des molécules. Cependant, comme nous l’avons montré dans la figure 3.21 b) et c), la
séquence de Ramsey est sensible à la fois au déphasage pur et à la diffusion spectrale. Il
serait néanmoins intéressant distinguer la participation de chacun de ces phénomènes. A
cet effet, une méthode permettant de rephaser la molécule dans le plan [u, v], telle que
l’écho de photon, pourrait compenser la diffusion spectrale de basse fréquence (comparable
à 1/T2) et quantifier la participation de chacun de ces processus dans le phénomène de
décohérence, lorsqu’elle est effectuée en complément de la séquence de Ramsey.

Nous avons également essayé de réaliser une expérience d’écho de photon sur une
molécule. Cependant, pour cette expérience, le taux d’extinction des impulsions est décisif,
et le fond associé à l’EOM fausse le résultat. Il n’est pas possible d’utiliser l’AOM2 pour
augmenter le taux extinction car pour mesurer la déclin des cohérences à des températures
supérieures à 3 K les impulsions doivent être espacé par un temps de l’ordre de 1 ns les
unes des autres, bien inférieur au temps de montée de descente de l’AOM2.
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Chapitre 4

Couplage dipôle-dipôle cohérent
entre systèmes à deux niveaux

Introduction
Nous avons jusqu’à présent réalisé des études sur des molécules individuelles. Dans

ce chapitre, nous allons nous intéresser à des paires de molécules couplées de manière
cohérente via une interaction dipôle-dipôle optique. Les interactions entre dipôles sont déjà
très étudiées dans la littérature. On pourra notamment citer le FRET (Förster Resonant
Rnergy Transfert) [145, 146], qui résulte des interactions de Van der Waals, et qui conduit
à des échanges d’énergie entre une molécule donneuse et une molécule accepteuse. Si l’on
choisit l’accepteur de sorte que ses états vibrationnels sont résonnants avec l’état excité
du donneur, cela engendre un phénomène d’inhibition (quenching) de la fluoresence de
la molécule donneuse [146, 147]. Comme la force de ce couplage décroit avec la distance
intermoléculaire à la puissance 6, le taux de fluorescence du donneur peut être utilisé pour
estimer avec précision sa distance par rapport à l’accepteur [148]. Ce phénomène s’observe
surtout à température ambiante, lorsque la densité d’états vibrationnels peuplés est très
élevée. Le FRET est cependant un couplage dissipatif et donc incohérent.

A l’inverse lorsque le donneur et l’accepteur sont identiques, le couplage dipôle-
dipôle est dit résonant [22]. Ce sont alors les fonctions d’onde électroniques des molécules
qui interagissent l’une avec l’autre donnant lieu à une interaction mutuelle cohérente.
Cette interaction a été étudiée depuis les travaux pionniers de Kasha en 1969 [149]
puis approfondis par les auteurs des références [47, 150, 151]. Sa première observation
expérimentale sur des molécules a été rapportée en 2002 par l’équipe de V. Sandhogdhar
[46] à température cryogénique, via sa signature spectrale ; puis seulement en 2016 à
température ambiante, via sa signature spatiale observée par microscopie à effet tunnel
[152]. Depuis, des molécules en interaction cohérente ont pu être observées en 2019 [153]
où elles interagissent via le mode optique d’une cavité en anneau. Cependant, seul un
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couplage faible (23%) a pu être réalisé ne permettant pas d’observer d’effets collectifs.

Le couplage dipôle-dipôle résonant conduit à l’apparition d’états intriqués, qui,
compte tenu des possibilités de manipulation cohérente des molécules démontrées au
chapitre précédent, peuvent être utilisés pour des applications en informatique quantique.

Par ailleurs, des études menées sur les complexes collecteurs de lumière [154, 155, 156],
qui sont des agrégats de molécules jouant un rôle clé dans la photosynthèse des plantes
vertes, ont révélé l’existence d’un couplage cohérent entre molécules, même à température
ambiante. La durée de vie de cette cohérence est de l’ordre de la centaine de femtosecondes
[157, 158, 159], très au delà de la valeur attendue dans un bain thermique à 300 K. L’origine
de cette anormalement longue durée de vie demeure aujourd’hui mal comprise. Afin de
rendre raison de ce phénomène, il convient de commencer par étudier l’agrégat moléculaire
le plus simple qui soit, dans l’environnement le moins hostile : deux molécules modélisées par
des systèmes à deux niveaux, couplées de manière cohérente et à température cryogénique.

Dans cette optique, ce chapitre traite, d’un point de vue théorique, du couplage
dipôle-dipôle résonant entre deux molécules à basse température. Nous commencerons par
décrire ce système en termes de son hamiltonien puis nous verrons les propriétés des états
intriqués qui découlent du couplage à l’aide d’une approche par équation maîtresse. Enfin
nous prendrons en compte l’interaction laser et discuterons de la signature spectrale du
système couplé.

4.1 Hamiltonien du système
Nous allons commencer, dans cette section, par décrire l’hamiltonien associé à deux

molécules modélisées comme des systèmes à deux niveaux et couplées par interaction
dipôle-dipôle. Cet hamiltonien s’écrit

Ĥ = Hs +Hdd (4.1)

où Hs représente l’hamiltonien associé à deux systèmes à deux niveaux indépendants et
Hdd l’hamiltonien d’interaction dipôle-dipôle entre molécules. Nous allons analyser ces
deux termes dans les paragraphes qui suivent

4.1.1 Système à 2× 2 niveaux
Deux molécules indépendantes peuvent être décrites dans un espace de Hilbert donné

par le produit tensoriel entre les sous-espaces associés à chaque molécule {|e1〉 , |g1〉} ⊗
{|e2〉 , |g2〉}. Le résultat constitue un espace de Hilbert à quatre dimensions dans lequel les
états propres du système sont |e1e2〉, |g1e2〉, |e1g2〉 et |g1g2〉, comme montré en figure 4.1
ci-dessous. L’hamiltonien associé aux deux molécules peut s’écrire
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Figure 4.1 – Modélisation des états de deux molécules indépendantes. A gauche, deux
molécules indépendantes caractérisées par les états |g1〉, |e1〉 et |g2〉, |e2〉, de fréquence de transition ω1
et ω2. Elles peuvent se représenter par un système à 2× 2 niveaux à droite. Les flèches représentent les
transitions possibles dans le système.

Hs =
1,2∑
i

h̄ωiS
+
i S
−
i (4.2)

où i dénote l’indice associé à chaque molécule et ωi la fréquence de transition de chaque
molécule. Les S±i représentent les opérateurs de saut tels que

S+
1 = |e1e2〉 〈g1e2|+ |e1g2〉 〈g1g2|
S−1 = |g1e2〉 〈e1e2|+ |g1g2〉 〈e1g2|
S+

2 = |e1e2〉 〈e1g2|+ |g1e2〉 〈g1g2|
S−2 = |e1g2〉 〈e1e2|+ |g1g2〉 〈g1e2|

(4.3)

Ces derniers sont des opérateurs unitaires qui correspondent à l’excitation (S+
i ) ou la dé-

excitation (S−i ) de la molécule i. Dans la base {|e1e2〉 , |g1e2〉 , |e1g2〉 , |g1g2〉}, ces opérateurs
s’écrivent

S+
1 =


0 1 0 0
0 0 0 0
0 0 0 1
0 0 0 0

 S−1 =


0 0 0 0
1 0 0 0
0 0 0 0
0 0 1 0



S+
2 =


0 0 1 0
0 0 0 1
0 0 0 0
0 0 0 0

 S−2 =


0 0 0 0
0 0 0 0
1 0 0 0
0 1 0 0



(4.4)

4.1.2 Interaction dipôle-dipôle
Nous allons maintenant discuter de l’interaction dipôle-dipôle optique entre deux

molécules et traiterons ce problème dans la paradigme semi-classique. Dans ce point de vue
l’interaction dipôle-dipôle peut se voir comme une molécule se situant dans le rayonnement
dipolaire de l’autre et vice versa. Le champ ~Ei émis par la molécule i, calculé à la position
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~rj de la molécule j, est donné par [46, 160, chap.9]

~Ei(~rj) = 1
4πε0

{
k2
i

(
r̂ij × ~di

)
× r̂ij

eikirij

rij
+
{

3
[
r̂ij
(
r̂ij · ~di

)
− ~di

]}( 1
rij3 −

iki
rij2

)
eikirij

}
(4.5)

On a ici considéré les émetteurs comme ponctuels. ε0 correspond à la permittivité du
vide, ~di représente le moment dipolaire de la molécule i et ki = c

ωi
à la norme du vecteur

d’onde de son rayonnement. rij = |~rj − ~ri| représente la distance entre les deux émetteurs
et r̂ij = ~rj − ~ri

|~rj − ~ri|
correspond au vecteur unitaire orienté suivant la direction séparant les

deux molécules. L’énergie d’interaction entre le champ ~Ei et le dipôle ~dj est donnée par

ξij = −~dj · ~Ei(~rj) (4.6)

De plus, si ω1 ≈ ω2, on peut vérifier que

ξij = ξji = ξ (4.7)

On peut décomposer cette interaction en une partie conservative et une partie dissipative
comme illustré dans la figure 4.2. La partie dissipative représente les échanges de photons

Figure 4.2 – Représentation du couplage dipôle-dipôle entre deux molécules. Les dipôles
associés aux molécules 1 et 2 sont représentés par les flèches rouge et bleu. La double flèche ondulée
représente les échanges d’énergie dissipatifs induits par l’émission spontanée, la double flèche en trait
continu correspond à la partie conservative du couplage. ~r12 en orange représente le vecteur position de la
molécule 2 par rapport à la molécule 1.

entre les deux émetteurs, i.e. le fait qu’un photon émis par une molécule soit ré-absorbé
par l’autre. Elle est donnée par le taux de relaxation croisé Γ12 tel que

h̄Γ12 = h̄Γ21 = Im[ξ] (4.8)
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menant à [150]

(4.9)Γ12 = 3
√

Γ1Γ2

4

{[
(d̂1 · d̂2)− (d̂1 · r̂12)(d̂2 · r̂12)

] sin(k0r12)
k0r12

+
[
(d̂1 · d̂2)− 3(d̂1 · r̂12)(d̂2 · r̂12)

] [cos2(k0r12)
(k0r12)2 − sin(k0r12)

(k0r12)3

]}

Dans cette expression, Γi (i = 1, 2) correspond au taux d’émission spontanée associé à
chaque molécule, donné par [150]

Γi = ω3
i d

2
i

6πh̄c3ε0
(i = 1, 2) (4.10)

où c désigne la vitesse de la lumière.

La partie conservative est donnée par

h̄V = Re[ξ] (4.11)

avec [46, 47]

(4.12)V = 3
√

Γ1Γ2

4

{
−
[
(d̂1 · d̂2)− (d̂1 · r̂12)(d̂2 · r̂12)

] cos(k0r12)
k0r12

+
[
(d̂1 · d̂2)− 3(d̂1 · r̂12)(d̂2 · r̂12)

] [sin(k0r12)
(k0r12)2 + cos(k0r12)

(k0r12)3

]}

V représente la constante de couplage dipôle-dipôle et s’interprète comme un échange de
photons virtuels entre les deux molécules [161, 162]. Comme cet échange conserve l’énergie
dans le système, il peut se représenter par un hamiltonien qui s’écrit

Hdd = h̄
1,2∑
i 6=j

V S−i S
+
j +H.c. (4.13)

Le fait que les indices des opérateurs de saut en facteur de V , soit différents, traduit le fait
qu’il s’agit d’un couplage entre les états |e1g2〉 et |g1e2〉. En effet, cette interaction étant
conservative, elle ne peut pas, par elle seule, porter la paire de molécules dans l’état |e1e2〉
ou dans l’état |g1g2〉 étant donné que cela impliquerait un apport ou une perte d’énergie
dans le système [47].

On remarque que les expressions de Γ12 et V dépendent toutes deux de la distance
r12 entre molécules. Or leur valeur ne devient comparable à Γi que lorsque r12 � λ. On
peut alors simplifier leur expression en faisant tendre k0r12 vers 0, ce qui donne

Γ12 =
√

Γ1Γ2(d̂1 · d̂2) (4.14)
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et

(4.15)V = 3
√

Γ1Γ2

4(k0r12)3

[
(d̂1 · d̂2)− 3(d̂1 · r̂12)(d̂2 · r̂12)

]

Pour dériver ces expressions, nous avons ici utilisé une approche classique, mais une
approche intégralement quantique fournirait les mêmes résultats [150, 151]. On remarque
que lorsque d̂1 ⊥ d̂2 le taux de relaxation croisé Γ12 s’annule, ce qui est intuitif puisque
les photons émis par une molécule ne peuvent plus être absorbés par l’autre. Par ailleurs,
on voit que V s’exprime de la même façon que l’interaction dipôle-dipôle coulombienne
statique [160, chap. 4]. La force de coulage décroit avec le cube de la distance entre
molécules et devient comparable à Γi lorsque la distance entre molécules est de l’ordre de
la dizaine de nanomètres. La partie de l’expression de V contenant les termes vectoriels
représente la configuration spatiale des émetteurs. Nous allons la traiter plus en détail
dans le paragraphe suivant.

4.1.3 Influence de l’orientation des molécules
La configuration spatiale des molécules a un impact à la fois sur l’amplitude du

couplage ainsi que sur son signe. On peut la représenter à l’aide du vecteur ~r12 et de trois
angles ψ, ϕ, et η comme montré dans la figure 4.3 a) ci-dessous. On a choisi le repère de
sorte que les deux molécules soient contenues dans le plan yz et que ~d1 soit parallèle à
l’axe z. On peut alors rendre compte de toutes les configurations spatiales possibles des
deux émetteurs. Dans cette représentation on a

d̂1 = ẑ
d̂2 = sin(ϕ) sin(η) · x̂ + sin(ϕ) cos(η) · ŷ + cos(ϕ) · ẑ
r̂12 = sin(ψ) · ŷ + cos(ψ) · ẑ

(4.16)

où x̂, ŷ et ẑ représentent les vecteurs unitaires porteur des axes x, y et z. La dépendance
de V avec la configuration spatiale des molécules, est contenue dans les termes vectoriels
de l’équation 4.15. Pour la représenter, nous posons

C(ψ, ϕ, η) = (d̂1 · d̂2)− 3(d̂1 · r̂12)(d̂2 · r̂12) (4.17)

La figure 4.3 b), c) et d) montrent le comportement de ce terme dans trois cas de figure
différents qui sont représentatifs de l’influence que peut avoir la configuration spatiale des
molécules sur la constante de couplage.

Dans le panneau b), les molécules partent d’une configuration parallèle avec les
dipôles alignés suivant ~r12 (C(0, 0, 0)). La constante de couplage est alors négative et on
parle de configuration J. On regarde l’évolution de C lorsque l’on fait varier ϕ, i.e. lorsque
l’on fait tourner la molécule 2 sur elle-même. V se rapproche alors de 0, jusqu’à s’annuler
pour ϕ = π/2, les dipôles sont alors orthogonaux.
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z

x

y

a) b)

d)c)

Figure 4.3 – Influence de la configuration des molécules sur la constante de couplage. a)
Représentation de la configuration spatiale des molécules. ϕ correspond à l’angle entre z et ~d2 et η à
l’angle entre ~d2 et y, projeté dans le plan xy. ψ représente l’angle que forme ~r12 avec l’axe z ; b) Effet
de l’orientation des molécules sur le couplage dipôle-dipôle en fonction de l’angle φ en partant de la
configuration C(0, 0, 0) ; c) en fonction de l’angle ψ en partant de la configuration C(0, 0, 0) d) en fonction
de l’angle ψ en partant de la configuration C(0, π/2, 0).

En figure 4.3 c) les émetteurs partent de la configuration J et on fait varier l’angle
ψ, ce qui revient à faire tourner la molécule 2 autour de la molécule 1 en maintenant les
deux dipôles parallèles. Pour ψ = π/2 la constante de couplage est positive et on parle
de configuration H. On note que pour une certaine valeur de ψ, la constante de couplage
s’annule, quelque soit la distance entre molécules, alors même que les deux dipôles sont

parallèles. Cette situation survient lorsque ψ = cos−1
(

1√
3

)
≈ 54.74°.

Enfin la figure 4.3 d) montre l’évolution de C lorsque l’on fait varier ψ en partant
d’une orientation perpendiculaire entre dipôles. De manière surprenante, entre 0 et π/2 la
constante de couplage est différente de 0 alors même que les dipôles sont perpendiculaires
l’un à l’autre. Cette observation est contre-intuitive puisque les molécules sont ici couplées,
via leur dipôle, à des modes orthogonaux du champ électromagnétique. On ne s’attendrait
donc pas à voir d’échange d’énergie entre molécules dans cette situation. Cependant, le
couplage dipôle-dipôle est médié par un échange de photons virtuels entre molécules. Or la
polarisation de ces derniers se projette également sur la direction non transverse [163, 164,
chap. 20], expliquant la valeur non-nulle de V . A l’inverse, les photons réels ne peuvent se
propager qu’avec une polarisation transverse et le taux de relaxation croisé, quant à lui,
reste donc systématiquement nul dès lors que les dipôles sont orthogonaux.
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4.2 États intriqués
Comme nous l’avons vu en section 4.1, l’interaction dipôle-dipôle engendre un

couplage entre les états |e1g2〉 et |g1e2〉 correspondant à des termes non-diagonaux dans
l’hamiltonien du système. Ces termes conduisent à de nouveaux états propres ainsi qu’à
de nouvelles énergies propres dont nous allons déterminer les expressions à partir de la
diagonalisation de l’hamiltonien. Nous verrons ainsi que le couplage dipôle-dipôle conduit
à l’apparition d’états intriqués. Nous allons ici considérer le système couplé en l’absence
d’excitation laser.

4.2.1 Diagonalisation de l’hamiltonien
Dans la base {|e1e2〉 , |g1e2〉 , |e1g2〉 , |g1g2〉} et en l’absence d’excitation laser, l’hamil-

tonien Ĥ = Hs +Hdd sous forme matricielle s’exprime

Ĥ = h̄


(ω1 + ω2) 0 0 0

0 ω2 V 0
0 V ∗ ω1 0
0 0 0 0

 (4.18)

Les nouveaux états propres du système s’obtiennent à partir de la diagonalisation de la

matrice 2× 2 : h̄
[
ω2 V

V ∗ ω1

]
, ce qui donne

|E〉 = |e1e2〉
|S〉 = α |g1e2〉+ β |e1g2〉
|A〉 = α |e1g2〉 − β |g1e2〉
|G〉 = |g1g2〉

(4.19)

avec

α =

√√√√ (δ/2 + Λ)2

(δ/2 + Λ)2 + V 2

β =
√√√√ V 2

(δ/2 + Λ)2 + V 2

(4.20)

où δ = ω1 − ω2 représente le désaccord entre molécules, Λ =
√

(δ/4)2 + V 2 et α2 + β2 = 1.
Le couplage donne ainsi lieu à deux nouveaux états propres intermédiaires |S〉 et |A〉.
On remarque que, lorsque β est différent de 0, |S〉 et |A〉 sont des états intriqués : ils
ne sont pas factorisables par un produit tensoriel entre des états associés aux molécules
indépendantes. Les états |S〉 et |A〉 sont maximalement intriqués lorsque α = β = 1√

2
. On

peut voir, à partir de l’équation 4.20 que cela se produit lorsque δ = 0, pour n’importe
quelle valeur de V non-nulle. Dans cette situation |S〉 et |A〉 correspondent aux états de
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Bell
|S〉 = |+〉 = 1√

2
(|g1e2〉+ |e1g2〉)

|A〉 = |−〉 = 1√
2

(|e1g2〉 − |g1e2〉)
(4.21)

L’état |+〉 peut s’interpréter classiquement comme les deux dipôles oscillants en phase l’un
avec l’autre et est donc qualifié de symétrique. A l’inverse l’état |−〉 peut se voir comme les
deux dipôles battant en opposition de phase et correspond donc à un état antisymétrique.
Le degré d’intrication noté PE peut se définir, dans un système bipartie, à partir d’une
décomposition des états |S〉 et |A〉 en une composante factorisable |ψfact〉 et une composante
maximalement intriquée |ψBell〉, orthogonales entre elles. La décomposition dans cette base
est de la forme p |ψBell〉 +

√
1− p2eiφ |ψfact〉 avec p et φ réels et PE = p2 = 2 |αβ| [165].

Le système est maximalement intriqué lorsque PE = 1 et complètement séparable lorsque
PE = 0.

Enfin les énergies propres de l’hamiltonien Ĥ valent :

EE = 2h̄ω0

ES = h̄(ω0 ± Λ)
EA = h̄(ω0 ∓ Λ)
EG = 0

(4.22)

avec ω0 = 1
2(ω1 + ω2). Le signe du deuxième terme dans les expressions de ES et EA

dépend du signe de V comme expliqué dans la figure 4.4 ci-dessous. En configuration H,
si le système est dans l’état symétrique (figure 4.4 a)) le dipôle de la molécule i (~di) est
en opposition de phase avec le champ rayonné par la molécule j ( ~Ej) résultant en un
décalage −~di · ~Ej > 0 du niveau d’énergie. En revanche, ~di et ~Ej sont en phase lorsque le
système est dans l’état antisymétrique, (figure 4.4 b)) on a alors −~di · ~Ej < 0. Il en résulte
qu’en configuration H, l’état symétrique possède une énergie supérieure à celle de l’état
antisymétrique. A l’inverse, en configuration J, (figure 4.4 c) et d)), la situation inverse se
produit menant à une énergie plus élevée de l’état antisymétrique.
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a)

b)

c) d)

Figure 4.4 – Représentation schématique du champ émis par chaque molécule dans dif-
férentes configurations spatiales. Les parties bleue et rouge représentent des champs émis de signe
opposé. a) Paire de molécules en configuration H avec les deux dipôles oscillant en phase l’un avec l’autre
(état symétrique). Le champ émis par une molécule est en opposition de phase avec le dipôle de l’autre ; b)
Configuration H avec les deux dipôles oscillant en opposition de phase (état antisymétrique). Le champ
émis par une molécule est en phase avec le dipôle de l’autre ; c) Configuration J dans l’état symétrique.
Le champ émis par une molécule est en phase avec le dipôle de l’autre ; d) Configuration J dans l’état
antisymétrique. Le champ émis par une molécule est en opposition de phase avec le dipôle de l’autre.

La figure 4.5 b) et c) ci-dessous montre le diagramme d’énergie de la paire couplée
dans ces deux situations.

Figure 4.5 – Diagramme d’énergie associée à la paire de molécules couplées. a) Diagramme
de deux molécules individuelles la double flèche au centre représente l’interaction dipôle-dipôle ; b)
Diagramme d’énergie pour une paire couplées en configuration H, les flèches rouge et bleue désignent les
transitions optiques possibles du système ; c) Idem en configuration J, les niveaux d’énergie des états
intriqués sont inversés par rapport à la configuration H.
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4.2.2 Équation maîtresse
La méthode généralement employée pour décrire l’évolution d’un système ouvert

consiste à utiliser l’équation maîtresse de Lindblad [47, 150] dont l’expression est donnée
ci-dessous :

ρ̇ = Lnd + Ld (4.23)

où
Lnd = − i

h̄
[H, ρ] (4.24)

et
Ld = −1

2

1,2∑
i,j

Γij
(
S+
i S
−
j ρ+ ρS+

i S
−
j − 2S−j ρS+

i

)
(4.25)

On reconnait dans l’expression de Lnd, le liouvillien qui représente la partie conservative de
l’évolution du système et Ld qui représente la partie dissipative et qui contient les termes
relatifs à l’émission spontanée, notés Γij , où Γ11 = Γ1 et Γ22 = Γ2. ρ représente l’opérateur
densité associé à la paire de molécules, donné dans la base {|e1e2〉 , |g1e2〉 , |e1g2〉 , |g1g2〉},
par

ρ =


ρee,ee ρee,ge ρee,eg ρee,gg
ρge,ee ρge,ge ρge,eg ρge,gg
ρeg,ee ρeg,ge ρeg,eg ρeg,gg
ρgg,ee ρgg,ge ρgg,eg ρgg,gg

 (4.26)

et on a ici
H = Ĥ = Hs +Hdd (4.27)

L’équation de Lindblad est la forme la plus générale de l’évolution d’un système ouvert
qui satisfasse les conditions d’hermiticité, d’unité de la trace, et de positivité des valeurs
propres de l’opérateur densité [166]. Elle est valable dans l’approximation de Born-Markov
[167, 168, chap. 17] qui consiste à considérer que l’état du bain n’influe sur pas l’évolution
du système considéré, où du moins pas en un temps comparable aux temps typiques
d’évolution du système. La résolution de l’équation de Lindblad, appliquée à un système
à deux niveaux est équivalente aux équations de Bloch (équation 1.15 du chapitre 1).
Néanmoins elle se généralise sans peine à un espace de Hilbert à N2 dimensions, N étant
le nombre de systèmes à deux niveaux en interaction.

4.2.3 Sub- et super- radiance des états intriqués
Nous allons, dans ce paragraphe, calculer les taux de relaxation des nouveaux états

intriqués et nous allons montrer qu’ils se retrouvent modifiés par rapport au taux d’émission
radiatif d’une molécule isolée. Pour ce faire, nous résolvons l’équation de Lindblad en ne
tenant compte que de la partie dissipative qui est donnée par Ld. En résolvant l’équation
4.25, le taux de relaxation de |S〉 noté ΓS est donnée par

ΓS = |〈S| Ld |S〉| , (4.28)
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en prenant ρ = |S〉 〈S|. De même, le taux de relaxation de |A〉, noté ΓA, s’obtient en
résolvant

ΓA = |〈A| Ld |A〉| . (4.29)

avec ρ = |A〉 〈A|. Le calcul, réalisé de manière analytique permet d’aboutir aux expressions

ΓS = α2Γ2 + β2Γ1 + 2αβΓ12

ΓA = α2Γ1 + β2Γ2 − 2αβΓ12
. (4.30)

On peut donc voir que le couplage dipôle-dipôle engendre une modification du taux de
relaxation de ses états propres, i.e. une modification de leur couplage aux modes du vide
électromagnétique. Le taux d’émission spontanée de |S〉 est augmenté par rapport à celui
d’une molécule individuelle, on parle alors de superradiance et celui de |A〉 est diminué, on
parle alors de subradiance. Si les deux molécules sont identiques et parallèles (ω1 = ω2,
Γ1 = Γ2 = Γ0 et ~d1//~d2) alors ΓS = 2Γ0 correspondant à une durée de vie τS = T1/2. De
même, ΓA atteint sa limite fondamentale de 0 et τA tend vers l’infini. Notons qu’un degré
d’intrication maximal n’est pas un critère suffisant pour observer le phénomène de sub- et
super-radiance. En effet, le terme en Γ12 dans les équations 4.30 montre qu’en plus d’être
couplés et à résonance, les dipôles des molécules ne doivent pas être perpendiculaires entre
eux pour observer une modification des durées de vie.

L’équation 4.25 peut également être utilisée pour calculer les taux de relaxations
depuis l’état |E〉. Comme il ne s’agit pas d’un état intriqué, son taux de relaxation total
correspond au double de celui d’une molécule individuelle tel que

ΓE = Γ1 + Γ2 = ΓS + ΓA (4.31)

Cependant on peut différencier les relaxations de type |E〉 → |S〉 et |E〉 → |A〉. Par un
procédé analogue au calcul de ΓS et ΓA, on peut calculer

Γ|E〉→|S〉 = |〈S| Ld |E〉|
Γ|E〉→|A〉 = |〈A| Ld |E〉|

(4.32)

en prenant ρ = |E〉 〈E|. On obtient les taux de relaxation depuis l’état |E〉

Γ|E〉→|S〉 = α2Γ1 + β2Γ2 + 2αβΓ12

Γ|E〉→|A〉 = α2Γ2 + β2Γ1 − 2αβΓ12
(4.33)

On note que ces expressions ont la même forme que ΓS et ΓA et si on a Γ1 = Γ2 alors on a
ΓS/A = Γ|E〉→|S〉 .Les taux de relaxations des différents états du système sont synthétisés
dans la figure 4.6 ci-dessous. On a ici admis que le taux de décroissance des deux molécules
est identique, i.e Γ1 = Γ2.

100



4.2. États intriqués

Figure 4.6 – Taux de relaxation associé à chaque transition.

4.2.4 Prise en compte des états vibrationnels
Comme nous l’avons vu au premier chapitre, les molécules ne sont pas des systèmes

à deux niveaux parfaits. En effet, en plus de leur transition électronique, s’ajoutent des
transitions décalées vers le rouge induites par la présence d’un facteur combiné de Debye-
Waller/Franck-Condon αDW/FC (C.f. chapitre 1, section 1.1), comme on peut le voir dans
la figure 4.7 ci-dessous. Le taux de relaxation des états vibrationnels Γvib (en marron sur

Figure 4.7 – Représentation de deux molécules en tenant compte des états vibrationnels
associés à chaque molécule indépendante.

la figure) est très élevé comparé à V (les niveaux vibrationnels ont une durée de vie de
l’ordre de la dizaine de picosecondes). Le temps de cohérence des états vibrationnels est
donc très court comparé à 1/V . Par conséquent, les molécules ne sont couplées que via
leur ZPL. En tenant compte de cet effet, la constante de couplage s’écrit

(4.34)V = αDW/FC
3
√

Γ1Γ2

4(k0r12)3

[
(d̂1 · d̂2)− 3(d̂1 · r̂12)(d̂2 · r̂12)

]

et le taux de relaxation croisé devient

Γ12 = αDW/FC
√

Γ1Γ2(d̂1 · d̂2) (4.35)

et va donc limiter la sub- et la super-radiance des états intriqués. Dans le cas de dipôles
parfaitement parallèles, maximalement intriqués et identiques, les taux de relaxation des
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états sub- et super-radiant deviennent

ΓS = Γ0(1 + αDW/FC)
ΓA = Γ0(1− αDW/FC) (4.36)

où l’on a noté Γ0 =
√

Γ1Γ2. Nous avions mesuré, au chapitre 1, αDW/FC ≈ 0.3 pour des
molécule de DBATT piégées dans du naphtalène. En prenant T1 = 8 ns, on trouve pour
valeur limite des durées de vie : τS = 6.2 ns et τA = 11.4 ns, dans le cas le plus idéal.

4.3 Spectre d’excitation
Dans cette section nous allons analyser le spectre d’excitation d’une paire de molécules

couplées par interaction dipôle-dipôle. Nous allons aborder la résolution numérique de
l’équation maitresse du système qui permet de déterminer son état stationnaire et de
calculer l’intensité de la fluorescence décalée vers le rouge. Pour ce faire, nous devons
intégrer dans le modèle, l’hamiltonien HL d’interaction laser avec le système couplé, que
nous adjoignons de manière semi-classique, tel que l’hamiltonien total s’écrit

H = Hs +Hdd +HL (4.37)

avec
HL = h̄

1,2∑
i

(
ΩiS

+
i e

iωLt +H.c.
)

(4.38)

où Ωi représente la pulsation de Rabi vue par la molécule i. Pour une paire de molécules,
Ω1 et Ω2 doivent être complexes afin de prendre en compte la différence de phase entre le
champ d’excitation vue par la molécule 1 et celui vu par la molécule 2. ωL représente la
fréquence d’excitation. On peut exprimer explicitement l’hamiltonien comme suit :

(4.39)H = h̄ω0 (|E〉 〈E| − |G〉 〈G|) + h̄Λ (|S〉 〈S| − |A〉 〈A|)
− h̄

{
[(αΩ1 + βΩ2) |E〉 〈S|+ (αΩ2 + βΩ1) |S〉 〈G|] eiωLt

+ [(αΩ2 − βΩ1) |E〉 〈A| − (βΩ2 − αΩ1) |A〉 〈G|] eiωLt +H.c.
}

Afin de résoudre l’équation maîtresse avec une excitation laser, il convient d’éliminer la
dépendance temporelle induite par HL en effectuant un passage de l’hamiltonien dans la
base tournante (voir Annexe D). L’hamiltonien dans la base {|e1e2〉 , |g1e2〉 , |e1g2〉 , |g1g2〉}
tournant à la fréquence ωL, s’écrit alors [47]

^

H = h̄


∆/2 Ω1 Ω2 0
Ω∗1 δ/2 V Ω2

Ω∗2 V ∗ −δ/2 Ω1

0 Ω∗2 Ω∗1 −∆/2

 (4.40)
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où ∆ = ω1 + ω2 − 2ωL.

Dans le cas particulier du calcul du spectre d’excitation, on ne s’intéresse qu’à l’état
du système aux temps longs. Nous pouvons donc, comme nous l’avons fait dans la section
2 du chapitre 1, calculer uniquement l’état stationnaire de ρ donné pour ρ̇ = 0.

Au cours de l’acquisition d’un spectre d’excitation, on ne collecte que la fluorescence
décalée vers le rouge. Cela correspond aux photons incohérents émis par les molécules.
Nous n’avons donc pas besoin de prendre en compte les phénomènes d’interférences qui
surviennent entre les champs rayonnés par les deux dipôles [169], qui ne concernent que
les relaxations purement électroniques.

Le spectre d’excitation est obtenu en calculant la population stationnaire des états
excités en les pondérant par leur taux de relaxation respectif. Pour des raisons de simplicité,
on se place dans la base {|e1e2〉 , |g1e2〉 , |e1g2〉 , |g1g2〉} pour résoudre le calcul. |e1g2〉 et
|g1e2〉 ont un taux de relaxation de Γ0, et |e1e2〉 de 2Γ0. On a donc

Ifluo ∝ 2ρee,ee + ρge,ge + ρeg,eg (4.41)

D’avantage de détails sur la résolution numérique de l’équation maîtresse peuvent être
trouvés en Annexe D. Le spectre d’excitation s’obtient ainsi en calculant Ifluo en fonction
de ωL. On peut voir dans la figure 4.8 ci-dessous, une simulation du spectre d’excitation
d’une paire de molécules indépendantes (a) et b)) et couplées (c) et d))

Dans cette simulation et celles qui vont suivre, les paramètres V,∆, δ,Γ1,Γ2,Γ12, ωL
sont tous exprimés en unité de Γ0, ∆ω correspond à ωL − ω0, et pour la simplicité, nous
avons fixé la convention h̄ = 1.

Dans le cas non-couplé, on voit, à faible et forte intensité, deux pics similaires en
amplitude et en largeur, de forme lorentzienne, correspondant à deux molécules indépen-
dantes. En revanche, dans le cas couplé, on note que les pics latéraux, qui sont associés aux
transitions symétrique et antisymétrique, possèdent des largeurs et amplitudes différentes
dues à leur durée de vie différente mais aussi, comme nous le verrons au paragraphe
suivant, à des règles de sélection optique. Par ailleurs un pic additionnel à ∆ω = 0 apparait.
Celui-ci est dû à l’émergence d’une transition à deux photons entre les états |G〉 et |E〉
induite par le couplage, qui apparait en vert en figure 4.8 e).
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b) d)

e)

a) c)

Figure 4.8 – Signature spectrale du couplage dipôle-dipôle. a) Spectre d’excitation de deux
molécules indépendantes, V = 0,Γ12 = 0,Ω1 = 0.5,Ω2 = 0.5, δ = 40 ; b) Idem avec Ω1 = 4,Ω2 = 4 ; c)
Spectre d’excitation de deux molécules couplées en configuration H, V = 20,Γ12 = 0.3,Ω1 = 0.5,Ω2 =
5, δ = 10 ; d) Idem avec Ω1 = 4,Ω2 = 4 ; e) Mise en évidence de la transition à deux photons.

Dans les deux paragraphes suivants, nous allons analyser plus en détail chacune de
ces trois résonances en trouvant une expression permettant de déterminer leur forme.

4.3.1 Résonance des états symétrique et antisymétrique
La forme des résonances latérales du spectre d’une paire couplée peut se déduire

facilement si l’on considère Ωi � Λ. De la sorte, on peut considérer que les transitions
|G〉 → |A〉 et |G〉 → |S〉 peuvent se traiter comme une transition dans un système à deux
niveaux possédant un couplage laser que l’on notera ΩS/A et un taux de décroissance
ΓA/S. Les expressions des ΩS/A se déduisent facilement à partir de l’hamiltonien H dans
l’équation 4.39 et on voit que

ΩS ∝ 〈S|H |G〉 ∝ αΩ2 + βΩ1

ΩA ∝ 〈A|H |G〉 ∝ αΩ1 − βΩ2
(4.42)
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On note alors l’apparition de règles de sélection optiques : lorsque Ω1 = Ω2 et que PE = 1,
l’état antisymétrique ne peut plus être excité, et réciproquement si Ω1 = −Ω2, c’est l’état
symétrique qui ne peut plus être excité. On peut classiquement expliquer ce phénomène
par le fait que le cas Ω1 = Ω2 correspond à une excitation des molécules par un champ de
même amplitude et de même phase, ce qui force les dipôles à osciller en phase. Inversement,
si Ω1 = −Ω2, cela signifie que les deux molécules voient une excitation de même amplitude
mais en opposition de phase, ce qui force les dipôles à osciller de manière antisymétrique.

Les ΓS/A étant donnés dans les équations 4.30, on peut se servir des équations de
Bloch du chapitre 1 pour extraire l’amplitude et la largeur des pics associés à ces transitions.
On trouve alors :

IS/A(∆ω) ∝
Ω2
S/A

4(∆ω ± Λ)2 + Γ2
S/A + 2Ω2

S/A

(4.43)

Où IS/A désigne l’intensité de fluorescence occasionnée par l’excitation de |S〉 ou de |A〉.

On retrouve bien une forme lorentzienne, dont l’amplitude vaut
Ω2
S/A

Γ2
S/A + 2Ω2

S/A

et dont la

largeur est donnée par ΓhomS/A = ΓS/A

√√√√1 +
2Ω2

S/A

Γ2
S/A

.

Les différences entre la forme des pics latéraux dans la figure 4.8 c) et d) peuvent
donc s’expliquer de deux manières. En effet, ΓhomS/A dépend à la fois de ΓS/A et de ΩS/A.
Les états |S〉 et |A〉 ayant une durée de vie différentes, ils ne possèdent donc pas la même
largeur intrinsèque, et d’une autre part leur couplage laser respectif est différent, si bien
que, dans les conditions de la figure 4.8 c) et d), la transition superradiante est d’avantage
excitée et saturée que la transition subradiante.

4.3.2 Transition à deux photons
On peut voir dans l’hamiltonien

^

H en équation 4.40 que les états |G〉 et |E〉 ne
sont pas couplés de manière directe, la force de couplage laser est nulle au premier
ordre. Cependant ces deux états sont couplés par l’intermédiaire des états |S〉 et |A〉.
Ce couplage indirect peut se représenter au deuxième ordre par un hamiltonien effectif
HL2ph

= h̄Ω2ph |E〉 〈G| + H.c. où Ω2ph représente une fréquence de Rabi effective. Celle-
ci peut être obtenue en sommant les amplitudes de probabilités de transitions à deux
photons vers |E〉, via les chemins |G〉 → |S〉 → |E〉 et |G〉 → |A〉 → |E〉 et vaut, dans
l’approximation quasi-résonante [170, chap. 2]

Ω2ph = 〈E|
^

H |S〉 〈S|
^

H |G〉
2h̄ω0 − ES − h̄ωL

+ 〈E|
^

H |A〉 〈A|
^

H |G〉
2h̄ω0 − EA − h̄ωL

(4.44)
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Très proche de la résonance, on a ωL−ω0 ≈ 0, ce qui permet de simplifier l’équation 4.44 à

Ω2ph = Ω1Ω2 + αβ (Ω2
1 + Ω2

2)
±Λ + Ω1Ω2 − αβ (Ω2

1 + Ω2
2)

∓Λ = ±2αβ (Ω2
1 + Ω2

2)
Λ (4.45)

où le signe de Ω2ph dépend de celui de V . La forme du pic associé à la transition à deux
photons peut alors se calculer avec la même procédure que pour les résonances latérales,
en considérant un système à deux niveaux aux états propres |E〉 et |G〉, couplés par la
fréquence de Rabi effective Ω2ph.

On remarque que, dans le cas simple où l’on a Ω1 = Ω2, Ω2ph est proportionnel à
Ω2

1. En conséquence, en régime d’excitation non-saturé, l’amplitude de la transition à
deux photons est proportionnelle à Ilaser2. Cette dépendance quadratique avec l’intensité
d’excitation peut être utilisée comme signature spectrale du couplage. Le facteur αβ dans
le résultat de l’équation 4.45 indique que cette transition disparait en l’absence de couplage
dipôle-dipôle, montrant de fait qu’elle est induite par ce dernier. On peut extraire, à partir
des équations de Bloch, la forme du signal de fluorescence associé à l’excitation de la
transition à deux photons, ce qui conduit à

I2ph(∆ω) ∝ Ω2ph
2

∆2
ω + Γ2

0/4 + Ω2ph
2 (4.46)

Pour la simplicité, nous avons ici admis que Γ1 = Γ2 = Γ0, qui correspond au taux
de relaxation de |E〉 → |G〉. On peut alors extraire de l’équation 4.46, son amplitude

Ω2ph
2

Γ2
0/4 + Ω2ph

2 et sa largeur Γhom2ph = Γ0

√√√√1 + 4Ω2ph
2

Γ2
0

.

4.3.3 Discussion sur la validité du modèle
L’approche employée dans les paragraphes 4.3.1 et 4.3.2 pour obtenir une expression

analytique de la forme du spectre d’excitation d’une paire couplée, considère que chaque
transition est indépendante l’une de l’autre. On s’autorise alors à les considérer chacune
comme la transition d’un système à deux niveaux. Ce modèle ne reste donc valable que
lorsque toutes les raies d’excitation sont bien distinctes les unes des autres en fréquence,
c’est à dire lorsque leurs largeurs de raies sont faibles devant Λ. On peut voir dans la
figure 4.9 ci-dessous une comparaison entre le modèle analytique élaboré ci-avant et la
résolution numérique de l’équation maîtresse. Dans le panneau a), les paramètres sont
choisis de telle sorte que les trois transitions soient distinctes les unes des autres et Ωi

faible devant Λ. On voit que le modèle analytique est en très bon accord avec la résolution
numérique de l’équation maîtresse, aussi bien vis-à-vis des largeurs des raies que de leurs
amplitudes. On note que, comme δ > V , le degré d’intrication est faible. En conséquence
on a ΓS ≈ ΓA et ΩS ≈ ΩA, ce qui conduit à des largeurs de raies des transitions latérales
presque équivalentes. A l’inverse, en figure 4.9 b), Ωi est comparable à Λ et les différentes
transitions empiètent les unes sur les autres. On voit que la largeur et l’amplitude de la
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a) b)

c)

Figure 4.9 – Comparaison entre les spectres d’excitation obtenus par résolution numé-
rique de l’équation maîtresse (traits noirs) et par les solutions analytiques données par
les équations 4.43 et 4.46 (pointillés rouges). a) V = 20,Ω1 = Ω2 = 4,Γ12 = 0.3, δ = 70 ; b)
V = 30,Ω1 = Ω2 = 10,Γ12 = 0.3, δ = 4 ; c) Zoom sur la transition subradiante.

transition à deux photons sont très mal représentées par le modèle analytique et même
inconsistantes (Ifluo > 1, impossible à l’état stationnaire).

Par ailleurs on note que le pic associé à la transition subradiante est décalé vers le
bleu par rapport à sa fréquence attendue (−Λ dans la base tournante). Ce déplacement est
dû à un décalage lumineux (lightshift) de l’état fondamental comme expliqué ci-dessous
dans la figure 4.10.

Figure 4.10 – Déplacement des niveaux d’énergie par lightshift. Le laser est désaccordé par
rapport à la transition |G〉 → |S〉 décalant vers le rouge l’état |G〉, ce qui modifie la fréquence de la
transition |G〉 → |A〉.
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Lorsque le laser est désaccordé avec la transition |G〉 → |S〉, cela occasionne un
lightshift qui décale les états |G〉 et |S〉. Le décalage de chacun de ces états est donné par

δLs = h̄
∆ωS

Ω2
S

4∆2
ωS

+ Γ2
S

(4.47)

où ∆ωS
= ωL−ωS. Cela donne lieu aux états perturbés |G′〉 et |S ′〉. L’état |G〉 étant l’état

fondamental commun à |S〉 et à |A〉, la transition |G〉 → |A〉 d’énergie h̄ωA se retrouve
décalée vers le bleu à une énergie h̄ω′A. La nouvelle condition de résonance de la transition
subradiante s’écrit alors

h̄ωL = h̄ω′A = h̄ωA − δLs (4.48)

Ce qui, en se servant de l’équation 4.47, donne

ωL + (ωL − ωS)Ω2
S

4(ωL − ωS)2 + Γ2
S

− ωA = 0 (4.49)

En résolvant cette équation avec les paramètres de la figure 4.9 b), on trouve ωL =
−26.54 Γ0, ce qui correspond bien à l’emplacement du pic donné par la résolution de
l’équation maîtresse comme on peut le voir sur le zoom en figure 4.9 c). Ce phénomène de
décalage de la fréquence d’une transition survient lorsque le degré d’intrication est élevé et
que ΩS et ΩA sont très différents l’un de l’autre. Comme, dans le cas de la figure 4.9 b),
ΩA est faible, le lightshift du pic associé à la transition superradiante peut être négligé et
n’est pas visible.

Conclusion
Nous avons vu dans ce chapitre que deux dipôles peuvent se coupler entre eux, de

manière cohérente via le vide électromagnétique. Ce couplage devient important lorsque
les molécules sont situées à une distance de l’ordre de la dizaine de nanomètres l’une
de l’autre et engendre l’apparition de nouveaux d’états stationnaires intriqués sub- et
spuer-radiant. L’effet de sub- et super-radiance dépend à la fois du degré d’intrication et
de l’orientation relative entre les émetteurs. Pour que le degré d’intrication soit maximal,
les deux molécules doivent être mises à résonance, ce qui peut être réalisé à l’aide de l’effet
Stark. Dans ce cas, et pour des dipôles parallèles, l’état superradiant possède une durée de
vie deux fois supérieure à celle d’une molécule individuelle tandis que l’état subradiant à
une durée de vie théoriquement infinie, ce qui peut trouver des applications dans schémas
de mémoire quantique [171, 172]. Cependant la présence d’un facteur combiné de Franck-
Condon/Debye-Waller limite la sub- et super-radiance à 11.4 ns et 6.2 ns si l’on considère
une durée de vie de T1 = 8 ns pour les molécules individuelles.

Le couplage dipôle-dipôle modifie la signature spectrale de la paire de molécules. Les
raies d’excitation sub-et super-radiante possèdent des largeurs spectrales différentes. Cela
s’explique d’une par la modification des durées de vie des états stationnaires intriqués
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et par le fait que les états |S〉 et |A〉 ne sont pas couplés de la même façon au laser. On
remarque d’ailleurs l’apparition de règles de sélection optiques à l’excitation. En effet,
l’état antisymétrique est découplé du laser lorsque Ω1 = Ω2, et à l’inverse l’état symétrique
est découplé pour Ω1 = −Ω2

Par ailleurs, dans le spectre d’une paire de molécules couplées, apparaît, entre les
transitions sub- et super- radiante, une transition à deux photons dont l’amplitude varie, en
régime non-saturé, avec le carré de l’intensité laser. Ces caractéristiques sont la signature
spectrale du couplage dipôle-dipôle.
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Chapitre 5

Études expérimentales de molécules
couplées

Introduction
L’interaction dipôle-dipôle entre molécules requière une distance nanométrique entre

émetteurs, bien en-dessous de la limite de diffraction. En utilisant une méthode en champ
proche, l’équipe de V. Sandoghdar a réussi à observer une paire de molécules couplées
[46]. Leur méthode de détection repose sur l’utilisation d’une pointe chargée, amenée
dans le champ proche des molécules, qui permet de modifier de manière différentielle les
fréquences de résonance du système par effet Stark ce qui permet d’évaluer la distance entre
émetteurs. Compte tenu de l’unique observation de molécules couplées que les auteurs ont
rapportée depuis 2002 et de la complexité du montage, celui-ci semble peu efficace pour
robustement trouver ce type de paires dans un échantillon. De plus, dans leur expérience,
les auteurs ont utilisé des molécules de terrylène piégées dans une matrice de p-terphenil.
Or ce système est connu pour avoir des sites d’insertion montrant de la diffusion spectrale
[173, 89, 174, 175, chap. 3] rendant la recherche de paires couplées d’autant plus difficile.
L’utilisation d’un système extrêmement stable tel que le DBATT dans le naphtalène est
donc un avantage considérable. Par ailleurs, en ajustant finement la concentration en
DBATT et en fabricant des échantillons suffisamment fins afin de confiner les molécules
dans environ 400 nm suivant l’axe optique (voir chapitre 2), nous avons commencé à
trouver des paires de molécules couplées de manière répétable comme on peut le voir dans
la figure 5.1 ci-dessous. Dans ces six exemples, on constate que la transition superradiante
(pic le plus large) est située soit vers le bleu, soit vers vers le rouge par rapport à la
fréquence centrale, montrant différentes configurations spatiales des molécules (J et H).
C’est la présence d’une transition à deux photons (située entre les transitions symétrique
et antisymétrique) qui nous permet d’identifier les paires couplées. Pour chaque cas, nous
nous sommes assurés de l’évolution quadratique de son amplitude en fonction de l’intensité
d’excitation, comme on peut le voir dans les spectres d’excitation ci-dessous en figure 5.2.
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J H H

Figure 5.1 – Spectres d’excitation de paires de molécules couplées dans différentes configu-
rations spatiales et montrant différentes constantes de couplage. Pour chaque spectre l’intensité
d’excitation vaut environ 100 W.cm−2 et le temps d’exposition est de 100 ms.

a)

c)

b)

d)

Figure 5.2 – Évolution quadratique de l’amplitude de la transition à deux photons avec
l’intensité d’excitation. Spectres d’excitation d’une paire de molécules couplées par interaction dipôle-
dipôle enregistrés à une puissance de a) Plaser = 250 nW ; b) Plaser = 500 nW ; c) Plaser = 1 µW; Pour
les panneaux a), b) et c) le temps d’intégration est de 100 ms. d) Amplitude de la transition à deux
photons en fonction de la puissance d’excitation. Une parabole d’équation y = ax2 est ajustée sur les
données avec a = 0.02 Coups/s.nW−2. L’amplitude de la transition à deux photons montre une dépendance
quadratique avec l’intensité d’excitation.
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Entre les panneaux a), b) et c) l’intensité d’excitation est doublée à chaque fois. Sur
chaque spectre sont ajustées trois lorentziennes qui permettent d’extraire l’amplitude de
la transition à deux photons. L’évolution de cette dernière est montrée en figure 5.2 d) où
une parabole a été ajustée sur les données et on peut voir que l’amplitude de la transition
à deux photons croît bien avec le carré de l’intensité.

Dans ce chapitre nous allons discuter des études expérimentales que nous avons
menées sur plusieurs paires de molécules couplées que nous avons pu trouver. Nous verrons
dans la section 5.1 comment caractériser ces paires couplées. En section 5.2 nous aborderons
la modification à la demande du degré d’intrication entre les deux émetteurs puis, en
section 5.3 nous effectuerons des mesures de la subradiance et de la superradiance des
états intriqués. Enfin, une méthode pour adresser sélectivement les états intriqués sera
présentée dans la section 5.4.

5.1 Caractérisation de paires couplées
Dans cette section, nous discuterons de la méthode employée pour connaître la valeur

de la constante de couplage, du désaccord et du taux de relaxation croisé. Nous verrons
ensuite comment estimer l’orientation relative des molécules dans le plan focal.

5.1.1 Extraction de la constante de coulage
Il est facile connaître la constante de couplage lorsque deux molécules couplées sont à

résonance. En effet, dans cette situation l’écart de fréquence entre la transition subradiante
et superradiante vaut simplement 2V (voir équation 4.22). Cependant, dans le cas général,
lorsque nous trouvons une paire de molécules couplées, nous ne connaissons pas a priori le
désaccord entre les émetteurs. Par ailleurs on ne connait pas non plus la valeur du taux de
relaxation croisé Γ12, dont la valeur nous renseigne sur l’orientation relative des dipôles 1 .

Pour accéder à ces informations, nous nous servons de l’évolution du spectre d’exci-
tation en fonction de l’intensité laser. L’évolution des largeurs et amplitudes des différents
pics sont tributaires de la valeur de la constante de couplage, du désaccord et de Γ12. Un
exemple est montré dans la figure 5.3 a) ci-dessous. D’emblée, on reconnait une configura-
tion J étant donné que la transition superradiante (plus large et plus brillante) est située
dans le rouge par rapport à la transition à deux photons. Par ailleurs, on peut voir que
pour le spectre de plus basse intensité (régime d’excitation non-saturé), l’amplitude de
la transition subradiante est très faible, montrant qu’elle n’est que très peu excitée. De
plus le pic subradiant est fin comparé à la largeur de raie typique des molécules. Comme
discuté dans la section 4.3, cela ne peut survenir que lorsque le degré d’intrication PE

1. La distance entre émetteurs a également une influence sur la valeur de Γ12 (voir équation 4.9).
Cependant, pour ~r12 � λ on peut considérer qu’elle ne dépend que du produit scalaire ~d1 · ~d2 (voir
équation 4.14).
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est proche de 1 et que ~d1 et ~d2 sont quasiment parallèles. On peut donc supposer que le
désaccord est, soit du même ordre de grandeur, soit faible, comparé à V .

Pour extraire les paramètres de la paire, nous utilisons l’équation maîtresse 4.23 dont
nous ajustons la solution stationnaire sur la série de spectres d’excitation, comme on peut
le voir dans la figure 5.3 b). Les paramètres libres de l’ajustement sont Γ0, V , δ, Γ12 et

Figure 5.3 – Détermination de la constante de couplage. a) Séries de spectres d’excitation d’une
paire de molécules couplées pour différentes intensités laser, de 2 W.cm−2 à 250 W.cm−2. L’excitation est
faite à l’aide du faisceau gaussien TEM00 ; b) Solution de l’équation maîtresse après ajustement sur les
données expérimentales en panneau a).

Isat qui correspond à l’intensité de saturation des deux molécules individuelles. Comme on
sait que les émetteurs sont quasi-parallèles, on peut s’autoriser à utiliser la même valeur
de Isat pour les deux molécules. On voit que la solution de l’équation maîtresse est en très
bon accord avec les données expérimentales et retourne les paramètres Γ0/2π = 21.5 MHz,
V = −17Γ0, δ = 10Γ0,Γ12 = 0.3Γ0 et Isat = 40 W.cm−2. On vérifie bien que |δ| < |V |, et
la valeur de Γ12 obtenue est compatible avec des dipôles parallèles en tenant compte d’un
facteur combiné de Debye-Weller/Franck-Condon αDW/FC = 0.3. Pour appuyer encore
la vraisemblance des paramètres obtenus grâce à cette méthode de caractérisation, nous
allons voir dans la sous-section suivante, que ces derniers sont compatibles avec la mesure
de g(2)(τ), la fonction de corrélation de l’intensité de fluorescence.

5.1.2 Corrélation de photons
Dans cette sous-section nous allons commencer par décrire le principe de la mesure de

la fonction de corrélation sur une molécule unique. Nous appliquerons ensuite ce principe
sur la même paire de molécules couplées que celle étudiée en figure 5.3 et verrons que le
résultat obtenu est compatible avec les paramètres extraits à partir de l’étude des spectres
d’excitation.
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5.1.2.1 Principe de la mesure

La fonction de corrélation de l’intensité de fluorescence donne des information sur
les fluctuations de l’intensité émise par le système, suite à l’émission d’un photon. Elle est
définie par [176, chap. 2]

g(2)(τ) = 〈I(t)I(t+ τ)〉
〈I(t)〉2 . (5.1)

I(t) correspond à la probabilité de détecter un photon de fluorescence dans l’intervalle
de temps [t, t+ dt] et I(t+ τ) à la probabilité de détecter un photon dans l’intervalle de
temps [t+ τ, t+ τ + dt]. dt correspond à une durée infinitésimale et τ au délai qui suit la
détection d’un premier photon. Le terme au numérateur représente donc la probabilité
conjointe de détecter un photon dans chacun des deux intervalles de temps mentionnés
ci-dessus. Le dénominateur permet de normaliser la fonction par rapport à l’intensité
moyenne détectée. Les brakets 〈〉 représentent ici la moyenne dans le temps. Comme,
dans les travaux présentés dans ce manuscrit, nous ne détectons que les photons issus des
relaxations vers les états vibrationnels, l’intensité I dont il est ici question correspond à la
fluorescence décalée vers le rouge et on ne prend pas en compte les photons ZPL.

Pour obtenir une expression de g(2)(τ) en fonction de l’opérateur densité, on peut
suivre le raisonnement suivant : à t = 0 (i.e. à l’instant où un photon est détecté par
l’APD “START”), on sait que la molécule se trouve dans son état fondamental étant donné
qu’un photon vient d’être émis. La probabilité de détecter un photon sur l’APD “STOP”
en fonction de τ correspond donc à l’évolution de l’intensité de fluorescence sachant la
molécule initialement dans l’état |g〉, notée ρ|g〉ee (τ), pondéré par la probabilité qu’un photon
ait été détecté par l’APD “START” qui correspond à la valeur stationnaire de ρee notée
ρeestat . Pour un système à deux niveaux, on peut donc écrire

g(2)(τ) = ρeestat · ρ|g〉ee (τ)
ρ2
eestat

= ρ|g〉ee (τ)
ρeestat

(5.2)

Le montage employé pour mesurer la fonction de corrélation est montré ci-dessous en
figure 5.4 a). Deux APDs sont connectées à une carte d’acquisition de délais qui permet
de construire l’histogramme des délais de détection d’un photon par l’APD “STOP” à
la suite d’une détection par l’APD “START” en fonction du délai τ . Pour une source
de lumière et non-corrélée (laser par exemple), la probabilité de détecter un photon est
la même quelque soit la valeur de τ ce qui résulte en une fonction de corrélation plate.
En revanche, pour une molécule unique (voir figure 5.4 b)), on observe un creux qui se
forme à τ = 0 qui s’explique par le fait qu’une molécule émet des photons uniques, par
conséquent, à délai nul, il est impossible qu’un photon soit détecté par l’APD “STOP”. On
a donc I(t+ τ) = 0 et c’est la signature d’un dégroupement de photons ou antibunching. A
τ = 0 la molécule est dans son état fondamental et l’évolution de la fonction de corrélation
en fonction du délai correspond à celle de la population de l’état excité sachant que la
molécule est initialement dans son état fondamental. On peut voir que l’équation 5.2
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a) b)

LP633

APDs
Obj.

Echantillon
TCSPC

Laser

START

STOP

Figure 5.4 – Mesure de la fonction de corrélation. a) Montage optique utilisé pour mesurer
g(2)(τ). Les deux APDs sont reliées à une carte d’acquisition de délais (ou TCSPC pour Time Correlated
Single Photon Counter) PicoHarp 300. Les APDs utilisées pour la détection sont des modèles Excelitas
AQRH-TR, jitter 250 ps ; b) Corrélation de l’intensité de fluorescence d’une molécule unique excitée à
I = 5Isat. Le signal à l’état stationnaire (non corrélé) est normalisé à 1. La résolution de la mesure est de
256 ps. Le signal est intégré pendant 6000 s et l’équation 5.2 a été ajustée sur les données expérimentales.

s’ajuste très bien sur les données expérimentales montrées dans la figure 5.4 b).

5.1.2.2 Corrélation de photons sur une paire de molécules couplées

En suivant le même raisonnement que pour une molécule individuelle, on peut obtenir
une expression de g(2)(τ) en fonction de ρ, pour une paire de molécules couplées. Lorsqu’un
photon est détecté par l’APD “START” (τ = 0) le système se trouve nécessairement
soit dans l’état |e1g2〉, soit l’état |g1e2〉 ou bien dans l’état |g1g2〉. Dans le premiers cas,
l’intensité détectée par l’APD “STOP” est donnée par I |e1g2〉

fluo (τ) pondéré par la probabilité
que le système se trouvait initialement dans l’état |e1e2〉, donnée par ρee,eestat . Dans le
second cas elle est donnée par I |g1e2〉

fluo (τ) également pondéré avec ρee,eestat . Puis dans le
dernier cas elle est donnée par I |g1g2〉

fluo (τ) pondéré par la probabilité que le système se
trouvait initialement soit dans l’état |e1g2〉 soit dans l’état |g1e2〉. Cette probabilité vaut
ρeg,egstat + ρge,gestat . On obtient alors l’expression suivante

g(2)(τ) =
ρee,eestat

(
I
|g1e2〉
fluo (τ) + I

|e1g2〉
fluo (τ)

)
+ (ρeg,egstat + ρge,gestat)I

|g1g2〉
fluo (τ)

(2ρee,eestat + ρeg,egstat + ρge,gestat)2 (5.3)

La figure 5.5 montre des mesures de la fonction de corrélation pour des excitations
résonantes avec les différentes transitions. Lorsque le laser est résonant avec les transitions
superradiante (figure 5.5 a)) et subradiante (figure 5.5 c)), on observe un dégroupement de
photons à délai nul, comme on l’observerait pour un système à deux niveau. En comparant
la fréquence de l’oscillation de Rabi pour ces deux situations, on peut clairement voir
que le couplage laser est plus important pour la transition superradiante, en accord avec
les règles de sélection optiques vues en section 4.3. Lorsque le laser est résonant avec
la transition à deux photons (figure 5.5 b)), on peut voir qu’à délai nul la fonction de
corrélation est supérieure à 1. Cela signifie que l’on observe un groupement de photons ou
bunching, i.e. un photon est détecté sur l’APD “START” tandis qu’un autre est détecté
simultanément sur l’APD “STOP”. Cela s’explique par le fait que lorsque la paire de
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molécules est préparée dans l’état |E〉, la relaxation vers |G〉 se fait via une cascade
radiative (|E〉 → |S〉 → |G〉 ou |E〉 → |A〉 → |G〉) dans laquelle deux photons sont
systématiquement émis successivement [46]. La décroissance du bunching correspond à

Figure 5.5 – Fonctions de corrélation mesurées à résonance avec les différentes transitions.
Le système est excité avec un faisceau gaussien continu, à une intensité de 200 W.cm−2 (PE = 0.92).
a) A résonance sur la transition superradiante ; b) A résonance sur la transition à deux photons. On
observe un groupement de photons induit par la cascade radiative vers l’état |G〉 ; c) A résonance sur
la transition subradiante ; Pour les panneaux a), b) et c) la courbe orange représente la fonction de
corrélation théorique obtenue avec l’équation 5.3 pour des dipôles parallèles en configuration J, en utilisant
les paramètres V = −17Γ0, δ = 10Γ0 et Γ12 = 0.3Γ0 ; d) Spectre d’excitation mesuré à la même intensité.

la somme de deux exponentielles décroissantes, de temps caractéristique τA et τS. Dans
chacune des trois situations montrées en figure 5.5, nous avons superposé aux données
expérimentales, le résultat de l’équation 5.3 calculé en utilisant les paramètres extraits
à partir de l’ajustement des spectres d’excitation présenté ci-avant en figure 5.3. On
constate un très bon accord avec les données expérimentales, permettant de renforcer la
vraisemblance des paramètres obtenus par cette méthode de caractérisation.

5.1.3 Orientation des molécules dans le plan
Lorsque nous cherchons des paires couplées, les molécules sont excitées avec une

polarisation dans le plan. Les molécules polarisées hors plan sont donc plus difficilement
excitables. Or la transition à deux photons, qui nous sert de signature de la présence
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du couplage dipôle-dipôle, n’est détectable qu’à des intensités d’excitation I > Isat. En
conséquence, les paires de molécules qui sont polarisées hors plan, n’ont que peu de chance
d’être identifiées et nous pouvons donc supposer que les paires couplées que nous trouvons
sont polarisées dans le plan. Nous allons voir ici comment estimer l’orientation relative des
dipôles dans le plan focal.

Elle peut être obtenue en regardant la polarisation de la lumière émise par la paire
de molécules, à l’aide d’un analyseur positionné sur le chemin de détection comme on
peut le voir dans la figure 5.6 a). L’orientation des dipôles par rapport à l’analyseur est
schématisée dans la figure 5.6 b). Les dipôles des molécules sont représentés dans un repère
(x, y) orthonormé dans le plan focal, dont on a choisit l’orientation de sorte que x//~d1. Le
dipôle ~d2 de la seconde molécule forme un angle ϕ avec ~d1 et l’analyseur forme un angle θ
avec x.

L’orientation relative des molécules dans le plan peut être estimée en comparant
l’intensité de fluorescence après l’analyseur, lorsque le laser est résonant avec la transition
|G〉 → |S〉 et lorsqu’il est résonant avec la transition |G〉 → |A〉, en fonction de θ. En effet,
on peut écrire l’intensité totale de fluorescence détectée I, comme la somme des intensités
I1 et I2 attribuées à la fluorescence de chacune des deux molécules tel que

I = I1 + I2 (5.4)

Par ailleurs, si ΩS/A < Λ on peut considérer qu’à résonance avec l’état |S〉 ou |A〉, l’état
|E〉 n’est que très faiblement peuplé et on peut écrire

I1 ∝ ρeg,eg cos2 θ

I2 ∝ ρge,ge cos2 (ϕ− θ) (5.5)

On a tracé dans la figure 5.6 c) et d), l’intensité de fluorescence détecté I en fonction
de l’angle de l’analyseur θ dans le cas de deux molécules faiblement intriquées (c)) et de
deux molécules maximalement intriquées (d)), pour un laser résonant avec |G〉 → |S〉
(en rouge) et avec |G〉 → |A〉 (en noir). Ici les deux molécules ont été choisies parallèles
(ϕ = 0) et on voit que, dans les deux cas, les deux résonances présentent un maximum
à θ = 0. En revanche, dans les panneaux e) et f), on a choisit un angle de 20° entre les
dipôles. Dans le cas faiblement intriqué (e)), |S〉 tend vers |g1e2〉 et |A〉 tend vers |e1g2〉.
Par conséquent, le maximum associé à chaque transition est décalé d’environ 20° l’un de
l’autre. Alors que dans le cas maximalement intriqué f), on a ρeg,eg = ρge,ge et les deux
transitions présentent un maximum pour un même angle de l’analyseur qui vaut θ = ϕ/2.

On voit donc bien qu’il est possible d’estimer ϕ en regardant la position du maximum
d’intensité des transitions sub- et super-radiante en fonction de l’angle d’analyse et en
comparant le cas faiblement et fortement intriqué, comme nous le faisons expérimentalement
dans la figure 5.7 a) et b). Nous pouvons y voir le spectre d’excitation d’une paire de
molécules couplées pour différents angles de l’analyseur. Entre les panneaux a) et b), le
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a) b)
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Figure 5.6 – Influence de l’orientation des dipôles dans le plan focal. a) Schéma du montage
utilisé pour caractériser la polarisation dans le plan des molécules ; b) Représentation schématique de
l’orientation relative des molécules dans le plan. La double-flèche noire représente le polariseur qui sert
à analyser la fluorescence ; c) Résolution de l’équation 5.4 avec ϕ = 0◦ dans le cas de deux molécules
indépendantes. ρeg,eg et ρge,ge sont obtenus à l’aide de la résolution numérique de l’équation maîtresse
à l’état stationnaire avec V = 10Γ0, δ = 300Γ0 , Ω1 = 2Γ0 et Ω2 = 1.5Γ0. On a choisi Ω1 6= Ω2 car
autrement l’état subradiant ne serait pas excité lorsque le degré d’intrication devient proche de 1 (voir
équation 4.42). La courbe noire représente la fluorescence détectée lorsque le laser est à résonance avec
|G〉 → |A〉, et la courbe rouge lorsqu’il est résonant avec |G〉 → |S〉 ; d) Idem avec δ = 0 i.e. PE = 1 ; e)
Identique à b) avec ϕ = 20◦ ; f) Idem avec δ = 0 i.e. PE = 1.

degré d’intrication a été modifié en changeant le désaccord relatif entre les deux molécules.
Pour ce faire nous avons utilisé l’effet Stark en tirant parti du fait que le décalage des
fréquences de transition se fait de manière différentielle pour les deux molécules. On peut
voir que l’allure des spectres est différente pour chaque degré d’intrication. Notamment, la
transition à deux photons est plus brillante pour PE = 0.95 tandis que la raie subradiante et
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plus fine et moins intense que pour PE = 0.5. L’amplitude des raies sub- et super-radiante
en fonction de l’angle de l’analyseur est montrée dans la figure 5.7 pour PE = 0.5 (c)) et
PE = 0.95 (d)). On constate que, dans les deux cas, les raies symétrique et antisymétrique
ont une intensité maximale pour un même angle de l’analyseur à ±5◦.

A partir de cette information, on peut utiliser l’équation 5.4 pour trouver une borne
supérieure de ϕ. La figure 5.7 e) représente le calcul de I(θ), lorsque le laser est à résonance
avec les états sub et super-radiant, pour un degré d’intrication PE = 0.5 en fonction de
l’angle de l’analyseur. La valeur de ϕ a été choisie de sorte que l’écart entre les deux
maxima soit de 5°. Cela correspond à un angle ϕ = 8.5◦. La figure 5.7 f) montre le même
calcul pour PE = 0.95 et on voit que, pour les deux transitions, le maximum de fluorescence
est obtenu pour un angle de l’analyseur quasi identique, à 2◦ près. Pour PE = 0.5, un écart
de 5◦ entre les maxima devrait être visible dans la figure 5.7 c), on peut donc conclure de
cette étude que la projection dans le plan focal des dipôles des deux molécules est parallèle
à ±8.5◦.
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a) b)

c) d)

e) f)

Figure 5.7 – Détermination de l’orientation des dipôles dans le plan focal. Les graphiques
a) et b) représentent une série de spectres d’excitation d’une paire de molécules couplées en configuration
J, obtenus avec une intensité d’excitation de 160 W.cm−2. Le rayon représente la plage fréquentielle
balayée, avec la fréquence qui augmente en s’éloignant du centre du disque. La résolution angulaire est
de 10◦. a) La tension appliquée aux électrodes est de 0 Volt, ce qui correspond à une degré d’intrication
de PE = 0.5. Expérimentalement, nous n’avons pas été en mesure de totalement “désintriquer” ces deux
molécules ; b) Tension appliquée aux électrodes est de 150 Volt, ce qui correspond à une degré d’intrication
de PE = 0.95 c) Mesure expérimentale de l’amplitude des raies sub- et super-radiante pour PE = 0.5.
L’amplitude est obtenue à partir de l’ajustement de trois lorentziennes sur le spectre d’excitation ; d)
Idem pour PE = 0.95 ; e) Résolution de l’équation 5.4 lorsque le laser est résonant avec |G〉 → |S〉 (rouge)
et avec |G〉 → |A〉 (noir), avec ϕ = 8.5◦ et PE = 0.5. Les traits verticaux représentent la position des
maxima. Les paramètres utilisés pour résoudre l’équation maîtresse sont ceux obtenus à partir de la figure
5.3 et on a utilisé Ilaser = 4Isat, V = −17Γ0, δ = 25Γ0 et Γ12 = 0.3 ; f) Idem avec PE = 0.95, ce qui
correspond à δ = 8Γ0.
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5.2 Modification du degré d’intrication
Comme nous l’avons vu, un changement du degré d’intrication modifie la forme du

spectre d’excitation d’une paire couplée. La figure 5.8 ci-dessous montre deux spectres
d’excitation, enregistrés pour deux champs électriques différentes appliqués sur l’échantillon,
en régime d’excitation non-saturé. La constante de couplage peut être extraite à partir

Figure 5.8 – Spectres d’excitation d’une paire de molécules couplées (V ≈ Γ0), en confi-
guration J, excitée en régime non-saturé (Ilaser = 0.25 W.cm−2). a) Tension de 0 Volt appliquée
aux électrodes, correspondant à δ = 10Γ0 ; b) Tension de 150 Volt appliquée aux électrodes, correspondant
à δ = 4Γ0. L’insert représente l’évolution du spectre entre 0 et 150 Volt.

d’une étude similaire à celle présentée en figure 5.3, ce qui donne V ≈ Γ0. Dans le
panneau a), l’écart entre les deux transitions est très grand devant la largeur de raie, on a
donc |δ| � |V | (PE ≈ 0.2), impliquant que les états propres du système sont quasiment
séparables. Les deux transitions ont alors des largeurs similaires. Lorsqu’on applique une
tension aux bornes des électrodes, δ est diminué par effet Stark différentiel. Pour une
tension de 150 Volt (panneau b)) on a |δ| ≈ 4 |V | conduisant à un degré d’intrication plus
élevé PE ≈ 0.5. La raie subradiante perd alors en amplitude car elle est moins excitée par
le laser, ce qui implique Ω1 ≈ Ω2. Par ailleurs, elle s’affine (13 MHz contre 22 MHz pour
la superradiante) indiquant que les dipôles sont quasi-parallèles. Connaissant la valeur de
la constante de coulage, on peut alors estimer à partir de l’équation 4.34, la distance entre
les deux émetteurs à |~r12| ≈ 60 nm.

La figure 5.9 ci-dessous montre une série de spectres d’excitation d’une autre paire
de molécules couplées, ici en configuration H. L’intensité d’excitation est de 200 W.cm−2,
ce qui est suffisamment élevé pour distinguer la transition à deux photons. Le panneau a)
montre les spectres d’excitation enregistrés pour différents champs électriques appliqués
sur l’échantillon. On observe que δ diminue lorsqu’on augmente la tension aux bornes
des électrodes. Lorsque δ se rapproche de 0, l’amplitude de la transition à deux photons
augmente et la largeur des transitions sub- et super-radiantes changent. Cette évolution est
très bien reproduite par la simulation dans le panneau b), obtenue en résolvant l’équation
maîtresse. Nous avons, pour le calcul, utilisé une constante de couplage V = 10Γ0. Pour
une tension de 150 Volt appliquées aux électrodes (limite avant claquage), le désaccord est
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Figure 5.9 – Spectres d’excitation de d’une paire de molécules couplées en configuration
H, excitée en régime saturée (Ilaser = 200 W.cm−2). Les spectres sont recentrés sur la fréquence
centrale entre les deux transitions latérales. a) La tension appliquée aux électrodes va de −150 à 150 Volt.
Le désaccord entre émetteurs est modifié par effet Stark différentiel et le degré d’intrication peut être
continument ajusté entre PE = 0.6 et PE = 0.95 ; b) Simulation obtenue à partir de la résolution de
l’équation maîtresse avec V = 10Γ0.

de δ = 5Γ0, ce qui correspond à la création de quasi-états de Bell

|S〉 = 1.12√
2
|g1e2〉+ 0.86√

2
|e1g2〉

|A〉 = 1.12√
2
|e1g2〉 −

0.86√
2
|g1e2〉

(5.6)

Cela correspond à un degré d’intrication de PE = 95± 5%. Nous démontrons ainsi que
nous pouvons, à la demande, intriquer et désintriquer le système.

5.3 Mesure de la sub- et super-radiance des états in-
triqués

Au delà de l’évolution du spectre d’excitation en fonction du désaccord entre molécules,
la sub- et la super-radiance constituent elle aussi une signature de l’intrication des états
|S〉 et |A〉. Celles-ci peuvent être mises en évidence de plusieurs manières : via les largeurs
homogènes des raies des transitions sub- et super-radiante, et via la mesure directe de leur
durée de vie. Nous effectuons ici ces deux expériences.

5.3.1 Mesure des largeurs de raie
La figure 5.10 a) et b) ci-dessous montre deux spectres d’excitation de la paire de

molécules couplées sur laquelle nous allons mettre en évidence la sub- et super- radiance
via les largeurs de raie. Pour cette paire, l’analyse des spectres d’excitation en fonction de
l’intensité laser a permis de déterminer la constante de couplage V ≈ 15Γ0. Or l’écart entre
les deux transitions latérales vaut 2V , on a donc PE ≈ 1. En suivant le même raisonnement
que pour la paire montrée en figure 5.8, étant donné que la transition subradiante est fine
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comparée à Γ0

2π , on peut colure que les dipôles sont quasi-parallèles. Cependant, pour cette
paire, la constante de couplage est plus élevée que pour celle montrée en figure 5.8. En
conséquence les transitions sub- et super-radiante sont plus écartées les unes des autres et
ne se chevauchent pas, ce qui permet de les modéliser par deux lorentziennes indépendantes
(voir section 4.3). Cette paire couplée est donc idéale pour mettre en évidence la sub- et
super-radiance dans le système.

Figure 5.10 – Spectres d’excitation de deux molécules couplées, quasi-parallèles en confi-
guration H . a) Plaser = 1 nW avec un faisceau d’excitation gaussien en polarisation linéaire ; b)
Plaser = 500 nW. En étudiant l’évolution du spectre d’excitation en fonction de l’intensité laser, on obtient
les paramètres suivant : Γ0 = 22 MHz V =≈ 15Γ0, Γ12 ≈ 0.3Γ0, δ = 4Γ0 (PE ≈ 0.98).

La figure 5.11 a) et b) ci-dessous, montre la mesure des largeurs raie des transitions
sub- et super-radiante de cette paire de molécules, en régime non-saturé. Un ajustement
avec une fonction lorentzienne permet mesurer leur largeur à mi-hauteur respective et on
trouve 13.9± 0.6 MHz pour la transition subradiante et 33.0± 1.6 MHz pour la transition
superradiante. Ces valeurs sont proches des valeurs théoriques limite qu’il est possible
d’obtenir, valant 14 MHz pour la transition subradiante et 32 MHz pour la transition
superradiante en choisissant αDW/FC = 0.35.

Afin de comparer les largeurs mesurées avec celles des molécules individuelles, on peut
voir en figure 5.11 c), un histogramme des largeurs de raies mesurées sur des molécules
individuelles se trouvant dans la même zone de l’échantillon que la paire couplée. La
valeur moyenne des largeurs est de 23 MHz avec un écart type de estimé à σ = 4.2 MHz.
Les valeurs mesurées sur la paire couplée sont éloignées de la moyenne de la distribution
(supposée gaussienne) des largeurs de raie, à +2σ pour la raie superradiante et à −2σ pour
la raie subradiante. Il n’y aurait alors que 5% de chances de mesurer de telles largeurs de
raie sur des molécules individuelles.

La figure 5.11 d) montre l’évolution des largeurs de raie des deux transitons en
fonction de la puissance d’excitation. Comme ΩL � Λ, on peut ajuster ces évolutions avec
l’équation 1.24, comme nous le ferions pour un système à deux niveaux. L’ajustement
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revoie des largeurs homogènes de ΓS
2π = 33.0± 0.5 MHz et ΓA

2π = 15.3± 0.5 MHz, toutes
deux éloignées de la moyenne à 23 MHz représentée par la ligne en pointillés noirs.

Figure 5.11 – Mesure de la subradaince et de la superradiance via les largeurs de raie. La
paire de molécules est en configuration H et V ≈ 15Γ0. a) Mesure de la largeur de raie de la transition
subradiante d’une paire couplée différente de celle montrée montrée en figure 5.9. La puissance d’excitation
est de 0.1 nW et la largeur de raie mesurée vaut 13.9±0.6 MHz ; b) Transition superradiante. La puissance
d’excitation est de 0.3 nW et on mesure une largeur de 33.0± 1.6 MHz ; c) Histogramme des largeurs
de raie mesurées sur 19 molécules individuelles localisées dans la même zone de l’échantillon, en régime
faiblement saturé à une puissance laser de 0.5 nW ; d) Évolution de la largeur des transitions sub- et
super-radiante en fonction de la puissance d’excitation (en bleu) et leurs courbes d’ajustement (en rouge).
Les largeurs homogènes obtenues à partir de l’étude de la saturation valent 15.3 ± 0.5 MHz pour la
transition subradiante et 33.0± 0.5 MHz pour la superradiante.

5.3.2 Mesure des durées de vie
Pour observer de manière directe la sub- et super-radiance dans ce type de système,

nous effectuons, comme montré ci-dessous en figure 5.12 a), une mesure de la durée de vie
des états intriqués. Pour cela nous excitons une paire de molécules en régime impulsionnel
à l’aide d’un EOM, à résonance avec la transition |G〉 → |S〉 puis avec la transition
|G〉 → |A〉 et mesurons le temps caractéristique de décroissance de la fluorescence à la fin
de l’impulsion dans chacun des cas. Nous avons pris soin de diminuer δ autant que possible,
à l’aide de l’effet Stark afin que l’effet soit le plus visible (cette mesure est effectuée sur
une paire de molécules différente de celle de la figure 5.11). On trouve des durées de vie
τS = 6.3 ns et τA = 11.1 ns, encore une fois, très proche des valeurs limites qu’il est possible
d’obtenir. Comme on peut le voir dans l’histogramme présenté en insert, ces valeurs sont
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Figure 5.12 – Comparaison de la durée de vie des états subradiant et superradiant. Pour
cette paire de molécules, la constante de couplage vaut V = 9.5Γ0. a) Décroissances des états sub- et
super-radiant avec α = 0.88 et β = 0.47. Les impulsions laser ont une durée de 100 ns et un taux de
répétition de 100 kHz. Les traits noir correspondent à un ajustement avec une exponentielle décroissante,
qui renvoie τS = 6.3 ns et τA = 11.1 ns. L’insert représente un histogramme de la durée de vie de 35
molécules individuelles. Les valeurs de τS et τA (en rouge et bleu) sont considérablement éloignées de
la moyenne (4σ pour τS et 10σ pour τA) ; b) Évolution de τS en rouge et τA en bleu pour différents
désaccords, modifiés par effet Stark, entre δ = 15Γ0 et δ = 32Γ0. Les traits pleins représentent les valeurs
calculées de τS et τA à l’aide des équations 4.30. Les cercles noirs représentent l’inverse de la moyenne des
taux de décroissance des états sub- et super-radiant et sont en bon accord avec la durée de vie moyenne
des molécules individuelles ; c) Spectre d’excitation de la paire de molécules couplées pour δ = 15Γ0,
Plaser = 0.5 nW ; d)Spectre d’excitation de la paire de molécules couplées pour δ = 32Γ0, Plaser = 0.5 nW.

remarquablement éloignées de la valeur moyenne des durées de vie (7.8 ± 0.34 ns) des
molécules individuelles situées dans la même zone de cet échantillon. En modifiant le
désaccord entre molécules par effet Stark, on observe une modification des durées de vie des
états |S〉 et |A〉, montrée en figure 5.12 b). Lorsque le désaccord augmente les durées de
vie τS et τA se rapprochent de la durée de vie d’une molécule individuelle. La subradiance
et la superradiance sont clairement modifiées en fonction du degré d’intrication, en bon
accord avec les valeurs théoriques τS = (Γ0 + 2αβΓ12)−1 et τA = (Γ0 − 2αβΓ12)−1, en
traits continus dans la figure 5.12 b). On voit par ailleurs que la durée de vie moyenne

des deux molécules couplées, donnée par τmoy =
(
τ−1
S + τ−1

A

2

)−1

= 8 ns (en trait noir),

se situe tout à fait dans la distribution montrée dans l’insert de la figure 5.12 a). Nous
montrons ainsi que nous pouvons ajuster à la demande, le degré de sub- et de super-
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radiance des états intriqués. Additionnellement, on peut voir dans la figure 5.12 c) et d)
les spectres d’excitation en régime non-saturé de la paire de molécules pour les deux points
aux extrêmes correspondant à δ = 15Γ0 et δ = 32Γ0. On constate bien que les règles de
sélection à l’excitation sont moins proéminentes lorsque le degré d’intrication devient plus
faible.

5.4 Préparation sélective des états intriqués
Dans cette section nous allons voir comment nous servir des règles de sélection à

l’excitation pour préparer sélectivement les états de Bell |+〉 et notamment l’état |−〉 de
longue durée de vie. On a vu dans la sous-section 4.3.1 que pour des molécules parallèles
et maximalement intriquées, le couplage laser ente |G〉 et |−〉 s’annule pour une excitation
avec un faisceau gaussien conventionnel, étant donné que, lorsque celui est centré entre
les émetteurs, on a Ω1 = Ω2. Cependant, il est possible de mettre en forme le faisceau
d’excitation tel que Ω1 = −Ω2 ce qui autoriserait la transition vers |−〉 et interdirait
l’excitation de |+〉. On peut réaliser cela en excitant le système avec un champ vu par
la molécule 1 déphasé de π par rapport à celui vu par la molécule 2, par exemple avec
un faisceau en donut correspondant à un mode de Laguerre-Gauss LG01, centré entre les
émetteurs.

5.4.1 Réalisation du donut
Pour mettre en forme le faisceau en donut, nous ajoutons sur le montage optique,

un modulateur spatial de lumière (SLM) à cristaux liquides comme montré dans la figure
5.13 a). A l’aide de ce dernier, nous appliquons sur le faisceau une superposition de deux
masques de phase montrés en figure 5.13 b) et c). Le premier masque correspond à une
hélice de phase entre 0 et 2π qui permet de créer le mode LG01. Cependant, l’efficacité de
diffraction du SLM n’est que d’environ 70%. En conséquence, si seul ce masque de phase
est appliqué, une partie de la lumière ne verra pas de variation d’indice ce qui résulterait en
une intensité non-nulle au centre du donut. Pour s’affranchir de cet effet, un réseau réseau
en échelette d’indice, blazé à 618 nm est appliqué en plus, ce qui permet de diffracter le
faisceau laser. En ne collectant que l’ordre 1 de la diffraction, on s’affranchit de la partie
non diffractée de l’intensité ce qui permet d’obtenir un meilleur taux d’extinction au centre
du donut. Le miroir galvanométrique est utilisé pour centrer précisément le faisceau entre
les deux molécules et une lame λ/4 permet d’exciter le système en polarisation circulaire.
En effet, il n’est pas souhaitable d’utiliser une polarisation linéaire car la forte ouverture
numérique de notre objectif (N.A. = 0.95) créerait, dans le plan focal, une composante du
champ orientée selon l’axe optique qui dégraderait la forme du donut [177, 97, chap.3]. Le
spot d’excitation résultant, dans le plan focal est montré en figure 5.13 d). L’image est
réalisée à froid en détectant la réflexion du laser sur un miroir d’or placé à l’intérieur du
cryostat, à l’aide d’une caméra CMOS. On peut évaluer l’intensité résiduelle au centre
de donut à ≈ 0.01% de l’intensité maximale et sa position reste stable pendant quelques
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minutes avec une précision de pointé mesurée à ±3 nm.
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Figure 5.13 – Excitation du système avec un faisceau en donut LG01. a) Montage optique
utilisé pour exciter le système avec un faisceau en donut. Un SLM à cristaux liquides (Hamamatsu
X15213) est placé sur le chemin d’excitation et permet d’appliquer un masque de phase afin de créer le
donut. La lame λ/2 qui précède le SLM est utilisée pour ajuster l’orientation de la polarisation de sorte
qu’elle corresponde à l’orientation des cristaux liquides. Pour positionner le faisceau d’excitation avec
précision par rapport à la paire de molécules, nous utilisons un miroir galvanométrique en configuration
télécentrique avec le plan focal arrière de l’objectif. La lame λ/4 permet d’obtenir une polarisation
circulaire à l’excitation. Pour séparer l’excitation et la détection, nous utilisons un cube non-polarisant
afin de ne pas dégrader la forme du donut ; b) Masque de phase en hélice appliqué sur le SLM ; c) Masque
de phase en réseau d’indice en échelette, blazé à 618 nm, appliqué additionnellement à l’hélice de phase ;
d) Faisceau d’excitation en donut, mesuré à froid, en réflexion sur un miroir d’or placé à l’intérieur du
cryostat, à l’aide d’une caméra. Extrait de travaux réalisés antérieurement dans l’équipe [97, chap.3].

5.4.2 Mise en évidence expérimentale des règles de sélection
Les règles de sélection optiques peuvent être observées en enregistrant le spectre

d’excitation successivement en configuration TEM00 et LG01 comme montré dans la figure
5.14 a). La paire de molécules excitée est la même que celle caractérisée en section 5.1
avec un degré d’intrication de PE = 0.92. La courbe bleue correspond au spectre enregistré
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avec une excitation gaussienne et on voit que l’état subradiant n’est quasiment pas excité.
En revanche avec une excitation en donut, le cas inverse se produit. Seul l’état subradiant
est excité montrant que nous pouvons sélectivement adresser cet état de longue durée de
vie. Pour cette paire de molécules (entièrement caractérisée en section 5.1), nous avons
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Figure 5.14 – Efficacité d’excitation des états sub- et super-radiant. a) Mesure expérimentale
du spectre d’excitation avec un faisceau TEM00 (bleu) et LG01 (rouge). La puissance laser est de 8
nW dans le premier cas et 1 µW dans le second ; b) Simulation du spectre d’excitation avec les mêmes
paramètres que dans la figure 5.3 : V = −17Γ0,Γ12 = 0.3Γ0, δ = 10Γ0 avec les dipôles parallèles et le
même rapport de saturation que dans le panneau a). L’insert montre schématiquement le profil d’intensité
et de phase du faisceau d’excitation pour les deux spectres ; Pour a) et b) la puissance laser a été choisie
de sorte que l’intensité vue par les molécules soit la même dans la configuration “donut” et TEM00. c)
Ensemble des positions des émetteurs telles que ces deniers sont parallèles entre eux, espacés de 18 nm
dans le plan focal et telles que la constante de couplage soit de −17Γ0.

trouvé Γ12 = 0.3, ce qui signifie que les dipôles sont très proches d’être parallèles. On peut
confirmer cela par le très bon accord avec la résolution de l’équation maîtresse montrée
en figure 5.14 b) où l’on a supposé les dipôles parfaitement parallèles. On observe, sur le
spectre en bleu, une excitation résiduelle de l’état subradiant. Celle-ci s’explique par le
fait que les deux émetteurs ne sont pas parfaitement à résonance (PE = 0.92).

En comparant le spectre d’excitation mesuré avec un faisceau gaussien et avec un
faisceau en donut pour une même puissance laser, on peut estimer la distance dans le plan
focal entre les deux émetteurs à 18 nm. On ne peut en revanche pas statuer de manière
certaine sur leur position relative selon l’axe optique. En effet, pour une distance dans le
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plan de 18 nm, il existe une multitude de configurations spatiales possibles menant à la
même constante de couplage V = −17Γ0, représentées dans la figure 5.14 c). La signature
spectrale de la paire de molécules est identique pour ces trois configurations, on ne peut
donc pas les distinguer. Il est alors judicieux d’employer la méthode de nanoscopie qui
a été développée par le groupe, préalablement au travail présenté dans ce manuscrit, et
qui permet de super-résoudre les deux molécules [178, 97, 179]. Pour la simulation en
figure 5.14 b) nous avons utilisé les vecteurs positions des molécules ~r1 = [−9, 0, 0] nm et
~r2 = [9, 0,−13.4] nm avec les orientations d̂1 = d̂2 = [1, 0, 0].

5.5 Décalage de la transition à deux photons
La première fois qu’une paire de molécules couplées a été rapportées en 2002 [46],

les auteurs ont observé un décalage de 160 MHz vers le rouge, de la fréquence de la
transition à deux photons par rapport à la fréquence centrale entre les transitions sub- et
super-radiante. Ce décalage est mis en évidence dans la figure 5.15 a) et b). On pourrait
être tenté d’expliquer ce décalage par un light shift de l’état |G〉 (voir sous-section 4.3.3).
Celui-ci survient si Ωi � Γ0, ce qui décalerait artificiellement la transition à deux photons
vers le rouge. Cependant, la figure 5.15 b) montre la fréquence des différentes transitions en
fonction de l’intensité d’excitation, et on voit que le décalage de la transition à deux photons
semble indépendant de l’intensité laser. Les auteurs proposent d’expliquer ce décalage

Figure 5.15 – Décalage vers le rouge de la transition à deux photons. a) Spectre d’excitation
d’une paire de molécules de terrylène piégées dans une matrice p-terphénil, couplées par interaction
dipôle-dipôle ; b) Fréquences des différentes résonances en fonction de l’intensité d’excitation. La transition
superradiante apparait en bleu, la subradiante en rouge et la transition à deux photons en vert. Cette
dernière montre un décalage 160 MHz vers le rouge par rapport au centre représenté par la ligne noire
en pointillés. Ce décalage semble indépendant de l’intensité d’excitation. Cette figure est extraite de la
référence [46].

par des effets de pression exercée d’une molécule sur l’autre via la matrice : lorsqu’une
molécule est portée dans son état excité, la taille de son nuage électronique augmente, ce
qui applique une pression locale sur l’autre molécule et décale sa fréquence de transition.
Une augmentation de la taille du nuage électronique d’une molécule ferait travailler la
matrice en compression dans la direction radiale et en traction dans la direction tangentielle.
Or, il a été montré que, dans le cas de l’application d’une pression hydrostatique (matrice
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comprimée), les fréquences de transition des molécules se décalent vers le rouge [71, 72].
L’autre molécule verrait donc sa fréquence décalée vers le rouge si c’est la contrainte
radiale qui est dominante et vers le bleu si c’est la contrainte tangentielle [70]. Si les deux
molécules sont excitées (ce qui est le cas lorsque le système se trouve dans l’état |E〉)
chacune applique une pression sur l’autre, décalant la fréquence de la transition à deux
photons. Les auteurs des références [46] et [175, chap. 3] semblent admettre que c’est la
contrainte radiale qui domine, résultant en un décalage vers le rouge de la transition à
deux photons.

Une autre hypothèse sur l’origine de ce décalage a été proposée par les auteurs de
la référence [180]. Ils envisagent qu’il soit dû à un Lamb shift [181, 182] des états |S〉 et
|A〉. En effet, ces deux états ne sont pas couplés au vide électromagnétique avec la même
force, par conséquent ils ne voient pas le même Lamb shift ce qui a pour conséquence
de décentrer la transition à deux photons. La calcul des auteurs prédit un décalage de
-178 MHz par rapport au centre, en accord avec ce qui est observé dans la référence [46].
Néanmoins ce Lamb shift différentiel devrait être systématiquement visible sur toutes
les paires couplées pour lesquelles ΓA est très différent de ΓS, i.e. lorsque les molécules
sont parallèles et fortement intriquées. Or, parmi la quinzaine de paires couplées que nous
avons observées, la plupart on une transition à deux photons centrée, même pour les plus
intriquées et parallèles (voir par exemple la figure 5.9).

Plus surprenant encore, sur une paire de molécules que nous avons trouvé, nous
avons observé un décalage de 50 MHz vers le bleu de la transition à deux photons (figure
5.16). Celui-ci ne semble pas pouvoir être expliqué par Lamb shift différentiel étant donné
que le décalage est identique quelque soit le degré d’intrication comme on peut le voir en
comparant les spectres dans la figure 5.16 a) et b).

Figure 5.16 – Décalage vers le bleu de la transition à deux photons. a) Spectre d’excitation
d’une paire de molécules de DBATT piégées dans du naphtalène (V = 9.5Γ0). La puissance d’excitation
est de 500 nW et le degré d’intrication vaut PE = 0.45 ; b) Idem avec un degré d’intrication de PE = 0.7 ;
Dans les deux cas la transition à deux photons est décalée de 50 MHz vers le bleu.

On pourrait tenter d’expliquer ce décalage par l’existence d’un moment dipolaire
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permanent de l’état excité de chaque molécule qui serait plus élevé que celui de leur
état fondamental. Dans ce cas, lorsque les molécules sont dans leur état excité, cela crée
un champ électrique statique pouvant être “vu” par l’autre molécule résultant en un
décalage des fréquences de transition par effet Stark. Ce décalage a lieu vers le bleu si les
moments dipolaires permanents sont parallèles et vers le rouge s’ils sont anti-parallèles.
La différence de moment dipolaire permanent entre l’état fondamental et excité peut être
évaluée en appliquant un champ électrique sur l’échantillon et en étudiant le décalage des
résonances (voir figure 1.11). Pour des molécules de DBATT piégées dans du naphtalène
cette différence est de l’ordre de 5 mD [82]. A partir de cette valeur, on peut savoir à quelle
distance les deux molécules doivent se trouver l’une de l’autre pour obtenir un décalage de
50 MHz. Pour cela on peut utiliser l’expression du décalage en énergie de la transition à
deux photons hδ2ph induit par l’interaction dipôle-dipôle statique, donné par [160, chap.
4].

h̄δ2ph = 2

∣∣∣~d1perm

∣∣∣ ∣∣∣~d2perm

∣∣∣
4πε0r123 (5.7)

On a ici considéré des dipôles parallèles en configuration H. Pour expliquer le décalage que
nous observons, les émetteurs doivent se trouver à une distance r12 = 1 nm l’un de l’autre.
Or, la valeur de la constante de couplage (V = 9.5Γ0) suggère plutôt une distance entre
émetteurs comprise entre 9 et 15 nm. A cette distance, le décalage induit par les dipôles
permanent ne serait que de l’ordre du kHz, donc indétectable dans notre expérience.

Enfin, on pourrait imaginer que le décalage de la transition à deux photons que nous
observons soit tout de même dû à un effet de pression mais que les molécules soient situées
dans environnement cristallin particulier dans lequel la pression exercée par le nuage
électronique d’une molécule sur la matrice se répercuterait en une dilatation de la matrice
au voisinage l’autre molécule. Cette hypothèse expliquerait un décalage vers le bleu mais
n’est étayée par aucune observation expérimentale ni aucun modèle cristallographique et
ne reste donc qu’une supposition.

Conclusion
Nous avons observé plusieurs paires de molécules couplées par interaction dipôle-

dipôle, pouvant être est délocalisées sur des distances allant jusqu’à environ 60 nm. Nous
montrons que nous pouvons modifier à la demande le degré d’intrication d’une paire
de molécules couplées, en utilisant l’effet Stark différentiel entre les ZPLs des molécules
individuelles, ce qui permet la création de quasi-états de Bell. Cette possibilité d’intriquer
et désintriquer à la demande les deux émetteurs, ouvre la voie vers la manipulation à des
échelles de temps sub- durée de vie du degré d’intrication via des impulsions électriques
rapides, ce qui permettrait la réalisation de portes logiques quantiques à deux qubits.
Par ailleurs nous mesurons la subradiance et la superradiance des états intriqués par
deux méthodes différentes : de manière indirecte via les largeurs de raie des transitions
symétrique et antisymétrique, et par mesure directe de leur durée de vie dont nous montrons
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l’évolution en fonction du degré d’intrication, en très bon accord l’évolution théorique
attendue, limitée par le facteur combiné de Debye-Waller/Franck-Condon. Pour s’affranchir
de cette limitation, on pourrait employer une cavité optique mise à résonance avec les ZPL
des molécules, ce qui aurait pour conséquence d’amplifier le taux de relaxation purement
électronique par effet Purcell. Par ce procédé, les auteurs de la référence [61] parviennent
à obtenir un facteur αDW/FC proche de l’unité (95%) sur une molécule de dibenzoterrylène
piégé dans une matrice d’anthracène. Appliqué à une paire de molécules couplées, cela
décuplerait les effets de sub- et super- radiance. Plus particulièrement l’état subradiant
se retrouverait découplé des fluctuations du vide électromagnétique. Sa longue durée de
vie pourrait alors être utilisée dans des applications de mémoire quantique [172]. L’état
antisymétrique ne pouvant pas être excité par un faisceau gaussien habituel, nous montrons
qu’il est possible de l’adresser sélectivement par une méthode simple en champ lointain
basée sur l’utilisation d’un faisceau en donut.
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Conclusion et perspectives

Durant cette thèse nous avons montré qu’il était possible de manipuler optiquement
et de manière cohérente une molécule unique à température cryogénique. Pour ce faire, nous
avons réalisé un montage optique capable d’exciter les molécules en régime impulsionnel.
En combinant un AOM et un EOM nous pouvons produire des impulsions ayant un taux
d’extinction supérieur à 105. Cela nous a permis de réaliser des oscillations de Rabi à
résonance d’une fidélité de 97% et de fréquence 1.22 GHz. Nous avons également montré
que nous pouvions, à l’aide d’impulsions optiques d’aire contrôlée, préparer l’état excité
d’une molécule avec la même fidélité de 97%. A l’avenir, nous envisageons de réaliser des
portes logiques quantiques à un qubit, type X, Y et Z, qui correspondent à des rotations
contrôlées autour des axes u, v et w de la sphère de Bloch [183, 184]. Par ailleurs, à
l’aide d’une séquence de Ramsey à résonance, nous avons mesuré de manière directe le
temps de cohérence d’une molécule et son évolution en fonction de la température. Nous
obtenons un très bon accord avec la mesure indirecte via les largeurs de raie mais sommes
incapables de distinguer la participation des collisions avec des phonons et celle de la
diffusion spectrale, dans le processus de décohérence. Pour les discerner nous avons essayé
de réaliser une expérience d’écho de photons mais le taux d’extinction fini des impulsions
fausse le résultat. Pour réaliser nos prochaines expériences en régime impulsionnel, nous
envisageons d’utiliser une source laser à 618 nm ajustable en fréquence, fonctionnant
par sommation des fréquences [185, chap. 1] de deux lasers fonctionnant dans le proche
infrarouge, à l’aide d’un cristal non-linéaire [186]. L’intérêt de ce dispositif est de bénéficier
de la technologie électrooptique infrarouge pouvant produire des impulsions d’une durée
de l’ordre de la dizaine de picoseconde avec un taux d’extinction de l’ordre de 106.

Au cours de cette thèse nous avons également étudié des paires de molécules couplées
par interaction dipôle-dipôle optique résonante et avons observé la sub- et la super-
radiance des états intriqués qui découlent du couplage. Nous avons également montré qu’en
contrôlant le profil du faisceau d’excitation nous pouvions exciter de manière sélective ces
états. Combiné avec l’excitation en régime impulsionnel développée au chapitre 3, nous
pourrions préparer sélectivement les états intriqués et notamment l’état subradiant de
longue durée de vie. De plus, bien que nous ayons mesuré la durée de vie des états intriqués
en fonction du degré d’intrication, il serait intéressant de mesurer leur temps de cohérence
en fonction de la température à l’aide de la méthode de Ramsey employée en section

135



Chapitre 5. Études expérimentales de molécules couplées

3.2. La compréhension de la décohérence des états intriqués dans un système bi-partie
élémentaire comme celui-ci, pourrait nous renseigner sur la cohérence de longue durée
de vie observée dans les complexes collecteurs de lumière à température ambiante [159].
D’autre part, en préparant le système dans l’état |E〉 (par exemple à l’aide d’une impulsion
π résonante avec la transition à deux photons), la cascade radiative entre les niveaux
purement électroniques |E〉 → |S〉 → |G〉 peut être utilisée pour générer des paires de
photons intriqués en temps-énergie [187]. Un interféromètre de Fabry-Pérot pourrait alors
être utilisé pour distinguer ces photons, des photons décalés vers le rouge qui proviennent
des relaxations vers des états vibrationnels.
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Annexe A

Procédure de Spincoating

Une goutte de 300 µL d’une solution de PVOH concentrée à 5% en masse est
déposée, à l’aide d’une micopipette, sur la couche de naphtalène cristalisé. Le programme
de spincoating est montré sur le graphe ci-dessus. La plaque tournante accélère de 0 à
2000 tr/min en 4.1 s et maintient sa vitesse pendant 110 s afin que l’intégralité de l’eau
s’évapore.
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Annexe B

Calcul de la population de l’état
excité à la fin de la séquence de
Ramsey

Nous allons ici, calculer analytiquement l’expression du vecteur de Bloch décrivant
l’état d’une molécule, à la fin d’une séquence de Ramsey. Pour cela nous calculerons
successivement ~σ1, ~σ2 puis ~σ3 (voir figure 3.18). L’évolution du vecteur de Bloch pendant
les impulsions est décrite par une combinaison de plusieurs rotations exprimée par une
matrice que nous allons dériver ci-dessous. Pendant le délai d’évolution libre, l’évolution
du système sera donnée par les équations de Bloch optiques en l’absence d’excitation laser.

Les équations de Bloch sous forme vectorielle

~̇σ = ~Ωrot × ~σ(t) (B.1)

peuvent se voir comme une rotation du vecteur de Bloch ~σ autour de l’axe porté par le
vecteur ~Ωrot. Ce dernier n’ayant pas de composante sur v, il s’agit d’un vecteur contenu
dans le plan [u,w] comme le montre la figure B.1 ci-dessous. La rotation de ~σ autour de
~Ωrot peut se décrire très simplement en passant de la base {u, v, w}, vers la base {u′, v′, w′},
à l’aide de la matrice rotation

R1 =


cos(χ) 0 − sin(χ)

0 1 0
sin(χ) 0 cos(χ)

 (B.2)

où χ = − tan−1
(

∆ω

ΩL

)
(voir figure B.1). Dans cette base, ~Ωrot n’a qu’une composante
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Figure B.1 – Représentation du vecteur ~Ωrot.

suivant u′ et la rotation de ~σ autour de ~Ωrot est décrite par la matrice de rotation

R2 =


1 0 0)
0 cos(µ) − sin(µ)
0 sin(µ) cos(µ)

 (B.3)

avec µ = ΩT où T est la durée d’une impulsion laser en créneau. A la suite de cette
rotation, dans la base {u, v, w}, ~σ(t) s’exprime donc

~σ(t) = R1 ·R2 ·R−1
1 · ~σ(0) (B.4)

où ~σ0 représente les coordonnées initiales de ~σ(t). En développant analytiquement l’équation
B.4, on aboutit à [102]

~σ(T ) = M ·~σ(0) =



Ω2
L + ∆2

ω cos(ΩT )
Ω2 −∆ω

Ω sin(ΩT ) −∆ωΩL

Ω2 [1− cos(ΩT )]
∆ω

Ω sin(ΩT ) cos(ΩT ) ΩL

Ω sin(ΩT )

−∆ωΩL

Ω2 [1− cos(ΩT )] −ΩL

Ω sin(ΩT ) ∆2
ω + Ω2

L cos(ΩT )
Ω2

·~σ(0)

(B.5)
où l’on a noté M = R1 · R2 · R−1

1 . Cette matrice décrit la rotation du vecteur de Bloch
sans tenir compte des dissipations.

Nous allons maintenant nous servir de ce résultat pour calculer l’évolution du vecteur
de Bloch pendant les impulsions pompe et sonde. Pour obtenir ~σ3, nous commençons par
calculer ~σ1, donné par

~σ1 = M · ~σ0 (B.6)
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sachant que le système est initialement dans son état fondamental,

~σ0 =


u0

v0

w0

 =


0
0
−1

 . (B.7)

Puis, ~σ2 s’obtient en calculant l’évolution libre du système (ΩL = 0) pendant le délai τ .
Celle-ci peut se déduire facilement à partir des équations de Bloch ci-dessous

ρ̇ee = −Γρee(t)
ρ̇eg = (i∆ω − γ)ρeg(t)
ρ̇ge = −(i∆ω + γ)ρge(t)
ρ̇gg = Γ(1− ρgg(t))

(B.8)

avec les conditions initiales

ρee(t = T ) = 1 + w1

2
ρeg(t = T ) = 1

2(u1 + iv1)
ρge(t = T ) = 1

2(u1 − iv1)
ρgg(t = T ) = 1− w1

2

(B.9)

~σ2 est alors donné par

~σ2 =


u2

v2

w2

 =


2Re [ρeg(T + τ)]
2Im [ρeg(T + τ)]

ρee(T + τ)− ρgg(T + τ)

 (B.10)

Enfin on peut calculer
~σ3 = M · ~σ2 (B.11)

Ce dernier calcul est réalisé sous Mathematica et donne, pour l’inversion de population

w3 = 1
Ω4

{
−
(
∆2
ω + Ω2

L cos(ΩT )
) [

∆2
ω +

(
eΓτ − 1

)
Ω2 + Ω2

L cos(ΩT )
]
e−Γτ

+ Ω2
LΩ sin(ΩT ) [Ω cos(∆ωτ) sin(ΩT ) + ∆ω(cos(ΩT )− 1) sin(∆ωτ)] e−γτ

+ ∆ωΩL (cos(ΩT )− 1) [(∆ω −∆ω cos(ΩT )) cos(∆ωτ) + Ω sin(ΩT ) sin(∆ωτ)] e−γτ
}

(B.12)

Rappelons que cette formule ne tient compte de l’émission spontanée que pendant le délai
d’évolution libre.
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Annexe C

Calcul de la période effective des
franges de Ramsey

Nous allons ici, calculer le délai libre effectif associé à la période des franges de
Ramsey lorsque la durée des impulsions laser n’est pas négligeable devant le délai libre
τ . Pour ce faire, il convient de calculer la phase accumulée dans le plan équatorial de la
sphère de Bloch au cours d’une impulsion laser désaccordée. Pour cela on calcule

~σ1(T ) = M · ~σ0 (C.1)

Pour simplifier le calcul on se place dans le cas où ∆ωT est faible et on développe
ΩT =

√
(ΩLT )2 + (∆ωT )2 par une série de Taylor en ∆ωT à l’ordre 0. On a alors

ΩT = ΩLT + o1(∆ωT ) (C.2)

Pour des impulsions π/2, la matrice M (voir annexe B) se simplifie et on a

~σ1(T ) =


1 −2T∆ω

π
−2T∆ω

π
2T∆ω

π
0 1

−2T∆ω

π
−1 0

 · ~σ0 (C.3)

Sachant que le système est initialement dans son état fondamental,

~σ0 =


u0

v0

w0

 =


0
0
−1

 (C.4)
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à la fin de l’impulsion pompe, on obtient

u1(T ) = 2T∆ω

π

v1(T ) = −1
w1(T ) = 0

(C.5)

La phase acquise dans le plan équatorial de la sphère de Bloch, au cours de la pompe est
donnée à l’ordre 1 par θpompe = u1(T ), où θ a la même définition que dans la figure 3.17.

Si l’on fait abstraction des dissipations, l’impulsion sonde conduira à l’apparition de
la deuxième frange de Ramsey lorsque

~σ2 =


u2

v2

w2

 ≈


0
1
0

 (C.6)

En calculant

~σ3(T ) =


1 −2T∆ω

π
−2T∆ω

π
2T∆ω

π
0 1

−2T∆ω

π
−1 0

 · ~σ2 (C.7)

on déduit que −θsonde = u3(T ) ce qui permet de déduire que θpompe = θsonde. La phase
totale accumulée dans le plan équatorial de la sphère de Bloch s’écrivant

θtot =
Pompe︷ ︸︸ ︷
θpompe + ∆ω · τ︸ ︷︷ ︸

Évol.libre

+
Sonde︷ ︸︸ ︷
θsonde, (C.8)

en posant θtot = ∆ω · τeff , cela donne

τeff = τ + 4T
π

(C.9)

Cette expression n’est valable que lorsque ∆ω � ΩL. On a alors une expression permettant
de lier la durée T des impulsions avec la période observée des franges de Ramsey, donnée
par 1

τeff
, valable pour les faibles désaccords.
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Annexe D

Résolution numérique de l’équation
maîtresse

L’hamiltonien dans la base tournante s’obtient à l’aide de la transformation unitaire
U = eiωLt(|E〉〈E|−|G〉〈G|. Ce qui, dans la base {|e1e2〉 , |g1e2〉 , |e1g2〉 , |g1g2〉} tournant à la
fréquence ωL, donne

^

H = UHU † + ih̄
∂U

∂t
U † = h̄


∆/2 Ω1 Ω2 0
Ω∗1 δ/2 V Ω2

Ω∗2 V ∗ −δ/2 Ω1

0 Ω∗2 Ω∗1 −∆/2

 (D.1)

où ∆ = ω1 + ω2 − 2ωL. On peut alors développer le commutateur et la partie dissipative
de l’équation maîtresse 4.23, ce qui aboutit à un système de 16 équations et 16 inconnues
qui peut se synthétiser sous la forme

ρ̇ = M · ρ (D.2)

où M est une matrice 16× 16 et ρ l’opérateur densité mis sous forme de vecteur colonne,
de la forme

ρ =



ρee,ee
ρee,ge
...

ρgg,eg
ρgg,gg


(D.3)

L’évolution temporelle s’obtient en intégrant ce système d’équations couplées, en ρ, ce qui
peut se faire numériquement à l’aide d’un solveur d’équations différentielles ordinaires.

Dans le cas particulier du calcul du spectre d’excitation, on ne s’intéresse qu’à l’état
du système aux temps longs. Nous pouvons donc, comme nous l’avons fait dans la section
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1.2 au chapitre 1, calculer uniquement l’état stationnaire de ρ, noté ρstat. Celui-ci s’obtient
en résolvant

ρ̇ = M · ρstat = 0 (D.4)

Cependant l’équation D.4 ci-dessus est dégénérée et possède une infinité de solutions
correspondant à différentes valeurs de la trace de la matrice densité. Il convient donc
de remplacer l’une des équations du système D.4 par la condition de normalisation
Tr(ρ) = ρee,ee + ρge,ge + ρeg,eg + ρgg,gg = 1.
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