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Introduction

Les recherches dédiées à la physique des spins dans les semiconducteurs ont débuté il y a

plus de trente ans, en particulier avec les travaux de G. Lampel sur le pompage optique dans

le silicium. Celui-ci a ainsi réalisé les premières expériences d'orientation optique des spins

électroniques. L'engouement actuel pour cette problématique repose sur l'idée d'utiliser le

spin comme grandeur physique mise au service de l'information. Au même titre que le bit

classique (0 ou 1) est obtenu au moyen d'une tension (0 ou 5V), on souhaiterait être capable

de coder l'information sur l'état de spin �up� |↑〉ou �down� |↓〉. Par ailleurs, la possibilité de
préparer un spin électronique dans une superposition cohérente d'états quantiques du type

|↑〉+ |↓〉 (quali�é de bit quantique) constitue une perspective intéressante pour réaliser des
opérations logiques inaccessibles en informatique classique. A condition néanmoins que le

temps de cohérence puisse être su�samment long.

L'étude de la dynamique de spin des électrons dans les semiconducteurs s'inscrit natu-

rellement comme une étape préliminaire au développement de ces idées. De nombreuses

études ont permis d'établir que le temps de relaxation de spin d'un électron dans un semi-

conducteur augmente avec le con�nement de celui-ci dans l'espace. Les progrès réalisés ces

dernières années dans le domaine de l'épitaxie d'hétérostructures rendent possible ce con�-

nement. Ainsi, ces dernières années, l'intérêt scienti�que s'est naturellement tourné vers

les nanostructures où les porteurs sont localisés dans les trois directions de l'espace : les

boîtes quantiques. Des travaux théoriques [1, 2, 3] et expérimentaux [4, 5, 6] ont montré

que l'absence de collisions permet de ralentir la relaxation de spin, en supprimant certains

mécanismes de relaxation actifs lorsque les porteurs sont libres de se déplacer dans l'espace.

Ainsi, le spin d'un électron piégé dans une boîte quantique constitue une observable bien

protégée des mécanismes de relaxation fonctionnant dans les matériaux massifs, les puits

quantiques et les �ls quantiques [7] ; il est alors su�samment isolé des sources de décohérence

pour permettre l'observation des délicates superpositions entre les états "up" et "down". De

plus, les boîtes quantiques apparaissent comme un système attractif, puisque contrairement

à d'autres systèmes issus de la physique atomique ou de l'optique quantique, elles présentent

l'intérêt d'être intégrables dans des dispositifs opto-électroniques solides. L'inscription et la

manipulation optiques sont particulièrement bien adaptées à de tels systèmes. En e�et, des

manipulations optiques s'e�ectuant sur quelques picosecondes o�rent la liberté d'envisager

plusieurs opérations avant toute perte de cohérence .

Au cours des dernières années, le spin d'un électron con�né dans une boîte quantique a

suscité un très grand nombre d'études. Des études théoriques et expérimentales ont ainsi

mis en évidence que le mécanisme ultime qui régit la relaxation et la décohérence du spin de

8
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l'électron, est l'interaction hyper�ne entre le spin électronique et le bain de spins nucléaires

de la boîte [3, 8, 9]. Des études de photoluminescence de boîtes quantiques dopées en trous

ont ainsi montré, en accord avec la théorie, que cette relaxation du spin électronique est

partielle et caractérisée par un temps de l'ordre de la nanoseconde dans des boîtes auto-

assemblées d'InAs [10, 11].

L'interaction hyper�ne entre le spin électronique et ceux des noyaux est une interaction

de contact, qui dépend de la valeur de la fonction de Bloch (de symétrie s pour un état

de conduction) à l'endroit des noyaux considérés. Pour le trou dont la fonction de Bloch

est de symétrie p, il a longtemps été considéré que l'interaction hyper�ne était négligeable.

Dans les matériaux III-V, dont tous les isotopes sont porteurs d'un spin nucléaire non nul,

la perspective d'utiliser le spin du trou con�né dans une boite quantique comme qubit a

suscité une grande attention. En vue d'étudier et de manipuler le spin du trou, une pre-

mière étape a été de réussir à le polariser. B. Gerardot et coll., en 2008 [12], sous excitation

continue, et l'équipe de l'INSP, en 2009 [13], sous excitation pulsée, ont montré qu'une po-

larisation e�cace du trou était réalisable optiquement. Dans le même temps, les travaux

menés à l'INSP ont mis en évidence l'existence d'une interaction hyper�ne entre le trou et

les noyaux non négligeable, seulement d'un ordre de grandeur plus faible que pour l'électron.

Les travaux théoriques menés dans l'équipe de D. Loss à Bâle ou à l'INSP, ont clairement

expliqué l'origine et l'intensité de cette interaction trou-noyaux. Les travaux de notre équipe

ont en particulier montré le rôle joué par le mélange trou lourd-trou léger, et la possibilité

d'inhiber ce couplage par un champ modéré d'une dizaine de mT. De plus, l'étude de la

dynamique de spin du trou a mis en évidence une relaxation partielle de la polarisation du

trou, similaire à celle observée pour un électron, mais sur une échelle de temps de l'ordre

de la dizaine de nanosecondes. C'est dans ce contexte que cette thèse a été entreprise, avec

comme objectif d'étudier les conséquences induites par la présence de l'interaction hyper�ne

trou-noyaux dans les boîtes quantiques dopées p.

La dynamique d'un spin soumis à une interaction hyper�ne est extrêmement complexe et

multi-échelle [3, 9, 14, 15]. L'observation d'une relaxation partielle aux temps courts ('10
ns) ayant été établie, s'est alors posée la question de la relaxation du spin à une échelle de

temps beaucoup plus longue (∼1 µs), qui pourrait être associée à la dynamique des spins

nucléaires sous l'e�et du spin du trou. Dans ce but, nous avons développé une approche

expérimentale originale, fonctionnant dans le domaine fréquentiel, a�n d'étendre de quatre

ordres de grandeur la gamme temporelle explorée.

Les travaux sur l'électron ont montré qu'il était possible de polariser son spin sous excitation

optique résonnante ou non résonnante. Cette dernière con�guration n'ayant pas été explorée

pour le trou, la démonstration de sa polarisation sous un pompage optique hors résonance

restait à faire.

L'existence d'un couplage hyper�n tridimensionnel trou-noyaux ayant été établie, s'est alors

posée la question de la possibilité de polariser les spins nucléaires via cette interaction. En

e�et, le couplage hyper�n est une interaction réciproque, où porteur et noyaux peuvent

9

Fonky
Rectangle 



Table des matières

se communiquer leurs polarisations respectives. C'est ainsi qu'une polarisation e�cace des

noyaux a été largement étudiée dans des boîtes contenant un électron polarisé [16, 17, 18].

Un enjeu de ce travail était donc de tester ce concept : l'injection optique d'un trou polarisé

en spin, permet-elle d'orienter les spins nucléaires ?

En�n, les derniers résultats de ce mémoire portent sur la manipulation cohérente du spin

du trou. En e�et, le trou étant mieux protégé du couplage avec l'environnement nucléaire

que l'électron, son spin devrait présenter un signal de cohérence plus robuste. A cette �n,

nous avons mis en ÷uvre une expérience permettant la sélection fréquentielle des spins de

trou sur un ensemble de boîtes.

Ce manuscrit est organisé autour de sept chapitres :

Le premier chapitre est consacré à la présentation générale des boîtes quantiques. La notion

de con�nement est abordée à travers la présentation de la structure électronique dans des

systèmes de dimensions décroissantes.

Dans le chapitre 2, une description générale du dispositif pompe-sonde en con�guration de

dichroïsme circulaire photoinduit est donnée. Nous établissons également le lien entre la

mesure du dichroïsme circulaire et l'état microscopique des boîtes quantiques.

L'objectif du chapitre 3 est d'introduire les éléments et le formalisme nécessaires à la descrip-

tion de l'interaction hyper�ne électron-noyaux et trou-noyaux, dans les boîtes quantiques.

Une attention particulière est accordée au mécanisme de relaxation de spin induit par l'in-

teraction hyper�ne.

Le chapitre 4 présente les résultats des expériences de dichroïsme circulaire résolu en temps,

sur un échantillon de boîtes quantiques dopées p. La polarisation de spin des boîtes quan-

tiques est étudiée sous excitation résonnante et non résonnante, à l'aide d'une expérience

pompe-sonde à deux couleurs.

Dans le chapitre 5, nous présentons des études du temps de relaxation de spin du trou

résident, sur une dynamique temporelle microseconde, en fonction du champ magnétique

et de la température. Ces études sont rendues possibles par une méthode expérimentale

fonctionnant dans le domaine fréquentiel, que nous présentons.

Le chapitre 6 est consacré au phénomène de polarisation dynamique nucléaire. La pola-

risation de spin du trou résident est étudiée, sous excitation continûment polarisée, dans

une gamme de très faibles champs magnétiques, et ce, sous excitation résonnante et non

résonnante.

L'objet du chapitre 7 porte sur le signal de cohérence de spin du trou en fonction d'un champ

magnétique appliqué en con�guration Voigt. Nous présentons une expérience basée sur un

protocole d'excitation optique à deux impulsions, permettant le contrôle de la cohérence de

spin du trou résident.
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1. Boîtes quantiques semi-conductrices

L'objectif de ce premier chapitre est d'introduire les notions générales et nécessaires à

la compréhension des études menées au cours de ce travail de thèse et rapportées dans ce

manuscrit. A cette �n nous commençons par une présentation du système étudié : mode

de fabrication des boîtes quantiques d'InAs/GaAs, propriétés électroniques et couplage à

la lumière. Nous discutons ensuite, qualitativement, des conséquences du con�nement tri-

dimensionel des porteurs du point de vue de la relaxation de spin.

1.1 Présentation

Les boîtes quantiques sont des structures de taille nanométrique, qui contiennent entre

103 et 106 atomes, où les porteurs de charge sont con�nés dans les trois directions de l'espace.

Sous cette appellation, on trouve di�érentes réalisations techniques :

1. Les boîtes quantiques obtenues à partir d'un gaz d'électrons ou de trous con�nés

dans un puits quantique, et dont le con�nement latéral est dû à l'application d'un

champ électrique. Elles sont couramment étudiées dans des expériences de transport

et de détection de charge. Leurs dimensions latérales sont �xées par les processus de

lithographie des électrodes qui servent à leur dé�nition (100 nm).

2. Les boîtes quantiques qui apparaissent de façon spontanée pendant la fabrication

de puits quantiques, et qui sont le résultat de �uctuations d'épaisseur de l'ordre de

la mono-couche. Leur taille latérale typique est comprise entre 10 et 100 nm, elles

présentent un faible con�nement des porteurs ( ' 10 meV).

3. Les boîtes quantiques obtenues par voie chimique, appelées également nanocristaux,

pour lesquelles une forme sphérique est facilement obtenue, et dont le diamètre peut

être compris entre 2 et 10 nm. Les nanocristaux o�rent la possibilité de bien con�ner les

porteurs, car ils peuvent être inclus dans des matrices isolantes. Cependant, l'interface

matrice-nanocristal peut être le siège de défauts, jouant un rôle important dans leurs

propriétés électroniques.

4. Les boîtes quantiques obtenues à partir d'une croissance auto-assemblée, qui privilégie

l'arrangement en îlots. Il existe deux régimes de croissance :

� L'épitaxie par gouttelettes qui permet la formation de boîtes dans des systèmes cris-

tallins en accord ou en faible désaccord de maille.

� Le régime de Stranski-Krastanov, procédé basé sur les contraintes provenant du désac-

cord de maille entre la matrice cristalline et la couche déposée. La dimension latérale

de ces boîtes est de l'ordre de 10 à 20 nm, la hauteur typique est de quelque nano-

mètres, et le con�nement de plusieurs dizaines à quelques centaines de meV. Les boîtes

d'InAs/GaAs étudiées au cours de cette thèse proviennent de ce type de croissance.

Nous en détaillons le procédé dans la section suivante.
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1.1. Présentation

Figure 1.1: (a,b,c,d) Croissance de boîtes quantiques auto-assemblées d'InAs sur GaAs en
régime Stranski-Krastanov. Image AFM d'un plan de boîtes obtenue par J.M. Moison [20].

1.1.1 Mode de croissance auto-organisée des boîtes InAs/GaAs

Les boîtes quantiques d'InAs/GaAs sont obtenues par épitaxie par jets moléculaires dans

le régime de croissance de Stranski-Krastanov [19]. La formation des boîtes quantiques se

fait en plusieurs étapes :

� Sur un substrat de GaAs épitaxié, a�n d'obtenir un réseau cristallin présentant un

minimum de défauts, on dépose un alliage d'InAs. Dans un premier temps, les atomes

d'Arsenic et d'Indium se répartissent de façon homogène sur la surface de l'échantillon ;

il se forme alors une couche 2D d'InAs (�gure 1.1), appelée couche de mouillage.

� Cette couche est fortement contrainte car les deux matériaux ont un désaccord de

paramètre de maille de 7%. Au-delà d'une épaisseur moyenne de 1.7 monocouches,

les contraintes accumulées dans la couche d'InAs relaxent localement en formant des

structures qui minimisent l'énergie élastique. Ces structures sont des îlots de forme

conique : ce sont les boîtes.

� Pour �nir on fait croître à nouveau du GaAs. Lors de ce recouvrement les boîtes

s'aplatissent.

On parle de boîtes auto-assemblées car leur formation est due à la �gure d'équilibre prise

spontanément par un dépôt d'InAs sur GaAs. Ajoutons que ce mode de croissance permet

de créer des plans de boîtes, de faible densité surfacique utilisés pour les études sur boîte

unique, comme des plans de forte densité pour les applications laser.

1.1.2 Échantillons étudiés

Les études qui sont présentées dans ce manuscrit sont menées sur un ensemble de boîtes

quantiques dopées p. Ces échantillons ont été réalisés par A. Lemaître et A. Miard au
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1. Boîtes quantiques semi-conductrices

Figure 1.2: (a) Structure de l'échantillon étudié. (b) Spectre de luminescence de l'échantillon
étudié dopé p à 2.1011cm−2 (74K31), réalisé avec une énergie d'excitation de 1.44 eV à une
température de 2K.

Laboratoire de Photonique et Nanostructures. Ils sont constitués de 30 plans de boîtes

quantiques, avec une densité de boîtes par plan d'environ 1010cm−2.

La méthode de dopage chimique repose, comme indiqué sur la �gure 1.2, sur l'utilisation

d'une couche monoatomique de carbone que l'on dépose à environ 2 nm de chacun des plans

de boîtes. Une fois déposé, le carbone va se substituer à l'arsenic et laisser un trou qui va

di�user et �nir par se retrouver piégé dans la boîte, aboutissant ainsi à un dopage de type p.

Cependant, la distribution statistique des dopants ne permet pas de maitriser exactement

le nombre de porteurs par boîte. Dans certaines nous aurons plus d'une charge et dans

d'autres aucune. Néanmoins, si la concentration surfacique des dopants est proche de celle

des boîtes, on peut raisonnablement espérer avoir un trou par boîte en moyenne. Au cours

de cette thèse nous nous sommes particulièrement concentrés sur l'échantillon fortement

dopé à 2.1011cm−2 dont la référence est 74 K31. Cet échantillon présente un spectre de

luminescence, à 2K, centré sur une énergie de 1.36 eV avec une largeur inhomogène de 30

meV.

1.2 Structure électronique

A�n de mieux cerner les propriétés particulières qui découlent du con�nement tri-

dimensionel dans les boîtes quantiques, on commence par décrire la structure de bandes du

semi-conducteur massif, puis on regarde comment évolue cette structure lorsque la dimen-

sion des objets passe progressivement de trois à zéro. Nous commençons donc par présenter
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1.2. Structure électronique

la structure électronique dans un massif, ensuite dans un puit quantique et en en�n dans

une boîte quantique.

1.2.1 Structure de bandes du massif de GaAs

Dans un semiconducteur massif, considéré comme in�ni, l'énergie potentielle de l'électron

est périodique dans l'espace. Cette périodicité est l'origine de la structure de bandes du

spectre électronique. Le théorème de Bloch permet de décrire, en représentation
∣∣~r〉, les

états électroniques de la manière suivante :

ψ
n,~k

(~r) = exp(i~k.~r)u
n,~k

(~r) (1.1)

où n est l'indice de bande, ~k le quasi-vecteur d'onde représentant le nombre quantique

translationnel, u
n,~k

(~r) est une fonction périodique dite �de Bloch� avec la même période, dans

l'espace réel, que le réseau cristallin. L'information concernant la nature et l'arrangement

chimique du cristal est contenue dans cette fonction.

La structure de bandes de l'énergie est donnée par la résolution de l'équation de Schrödinger :

Hψ
n,~k

(~r) = [
p2

2m0
+ Vc(~r)]ψn,~k(~r) = E

n,~k
ψ
n,~k

(~r) (1.2)

oùm0 est la masse de l'électron libre, et Vc le potentiel périodique du cristal. Avec p2ψ
n,~k

(~r) =

(~p + ~~k)2u
n,~k

(~r), l'hamiltonien (1.2) se décompose en la somme de deux termes exprimés

sur les fonctions u
n,~k

:

Hu
n,~k

(~r) = (H0 +H ′)u
n,~k

(~r) = E
n,~k
u
n,~k

(~r) (1.3)

avec H0 =
p2

2m0
+ Vc(~r) et H ′ =

~2k2

2m0
+

~
m0

~k.~p (1.4)

Solution en k = 0

Nous ne considérons ici que les bandes participant aux transitions optiques de plus basse

énergie. On réduit la base de travail à une bande de conduction et trois de valence.

En k = 0, H = H0, l'équation (1.3) devient :

Hun,0(~r) = H0un,0(~r) = En,0un,0(~r) (1.5)

La symétrie des états propres de H0 peut être déterminée par la théorie des groupes [21].

Dans les semiconducteurs III − V de structure blende de zinc, les états électroniques un,0
du centre de zone se transforment comme les orbitales atomiques px, py, pz, s, dans les

opérations de symétrie du cristal. Autrement dit, les états de conduction trouvent leur

origine dans les liaisons anti-liantes de type s, ceux de valence proviennent des liaisons
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1. Boîtes quantiques semi-conductrices

Fonctions propres ui Bande Notations |J, Jz〉 Énergies propres en (k=0)

u1 =
∣∣S, ↑〉

u2 =
∣∣S, ↓〉 Γ6

∣∣1
2 ,

1
2

〉∣∣1
2 , −

1
2

〉 E6 = Ehh + Eg

u5 = 1√
2

∣∣X + iY, ↑
〉

u6 = 1√
2

∣∣X − iY, ↓〉 Γhh8

∣∣3
2 ,

3
2

〉∣∣3
2 , −

3
2

〉 Ehh8 = E8

u3 = 1√
6

∣∣X + iY, ↓
〉
−
√

2
3

∣∣Z, ↑〉
u4 = 1√

6

∣∣X − iY, ↑〉+
√

2
3

∣∣Z, ↓〉 Γlh8

∣∣3
2 ,

1
2

〉∣∣3
2 , −

1
2

〉 Elh8 = E8

u7 = 1√
3
[
∣∣X + iY, ↓

〉
+
∣∣Z, ↑〉]

u8 = 1√
3
[
∣∣X − iY, ↑〉− ∣∣Z, ↓〉] Γ7

∣∣1
2 ,

1
2

〉∣∣1
2 , −

1
2

〉 E7 = Ehh −∆so

Table 1.1: Fonctions propres et énergies propres des extrema de bandes (k = 0).

liantes de type p. H0 n'étant pas un hamiltonien prenant en compte le spin, les fonctions

un,0 sont dégénérées deux fois :

{|S ↑ (↓)〉} pour les états de conduction

{|X ↑ (↓)〉 , |Y ↑ (↓)〉 , |Z ↑ (↓)〉} pour les états de valence

Les états de conduction et de valence sont séparés, en k = 0, d'une énergie Eg égale à

environ 1,45 eV dans le GaAs et 0.4 eV dans l'InAs.

La prise en compte de l'interaction spin-orbite modi�e les états propres un,0. En e�et,

le couplage entre le moment orbital ~L de l'électron et son spin : Hso = ~
2m2

0c
2 (~S × ~∇V ).~p,

entraîne que H0 +Hso ne commute plus avec l'opérateur de spin de l'électron. En revanche,

il commute avec le moment cinétique total ~J = ~L + ~S ; il est donc commode de décrire les

nouveaux états propres dans la base |J, Jz〉, où J est le nombre quantique relatif au moment

total et Jz sa projection suivant z.

Le couplage spin-orbite laisse invariant les états de conduction, où le moment orbital est

nul. En revanche, pour les états de valence il lève partiellement la dégénérescence au centre

de zone : les états du doublet J = 1/2 sont déplacés vers les basses énergies d'une quantité

∆so, qui est à hauteur de 0.35 eV pour le GaAs et 0.4 eV pour l'InAs. La transition de plus

basse énergie concerne donc la promotion d'un électron de valence des niveaux dégénérés

du quadruplet J = 3/2 vers les niveaux de conduction J = 1/2.

Les valeurs propres En,0 de H0 sont déterminées expérimentalement. Elles correspondent

aux extrema des bandes d'énergie considérées (�gure 1.3).

Les expressions des fonctions un,0 à partir des états �atomiques� sont reportées dans le

tableau 1.1.

Dispersion des bandes (~k 6= 0), théorie ~k.~p

Pour obtenir la structure de bandes du matériau, il faut résoudre l'équation (1.3) avec
~k 6= 0. Dans les semi-conducteurs à gap direct (InAs, GaAs), la description des propriétés
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1.2. Structure électronique

Figure 1.3: Structure de bandes des électrons et des trous, dans un semiconducteur massif
de type blende de zinc, au voisinage de k=0.

optiques ne nécessite que la connaissance des états électroniques au voisinage de k = 0.

La théorie ~k.~p , introduite historiquement par J. Bardeen et F. Seitz [22, 23], est une des

méthodes pour y parvenir. Il s'agit d'une technique de calcul semi-empirique qui introduit,

dans le calcul théorique, des valeurs pouvant provenir de l'expérience. Elle repose sur le

traitement en perturbation du terme H ′ sur la base des fonctions un,0 :

u
n,~k

=
∑
p

Cp(~k)up,0 (1.6)

Au voisinage du centre de la première zone de Brillouin, le développement des états propres

au premier ordre, et de l'énergie au second, conduit à :

u
n,~k

= un,0 +
~
m0

∑
p 6=n

〈
un,0

∣∣~k.~p∣∣up,0〉
En,0 − Ep,0

up,0 (1.7)

E
n,~k

= En,0 +
~k2

2m0
+

~2

m2
0

∑
p 6=n

|
〈
un,0

∣∣~k.~p∣∣up,0〉|2
En,0 − Ep,0

(1.8)
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1. Boîtes quantiques semi-conductrices

particule masse e�ective

électron de conduction 0.067m0

trous lourd -0.34m0

trous léger -0.086m0

Table 1.2: Masses e�ectives des particules, suivant l'axe de quanti�cation z, dans le massif
de GaAs ; m0 est la masse de l'électron libre [21].

L'expression (1.8) s'écrit formellement de la manière suivante :

E
n,~k

= En,0 +
~k2

2mn
(1.9)

ce qui permet d'introduire la masse e�ective mn des particules constituant la bande n, et de

justi�er le comportement parabolique des bandes d'énergie au voisinage du centre de zone

(�gure 1.3). La masse e�ective mn est le re�et de la perturbation générée par les bandes

p 6= n sur la bande n, elle traduit la courbure des bandes. De manière générale, la masse

e�ective n'est pas un scalaire mais un tenseur de rang 2. Les valeurs des masses e�ectives

dans le GaAs sont récapitulées dans le tableau 1.2.

Précisons que la prise en compte de l'interaction spin-orbite se traduit en remplaçant le

terme ~p → (~p+ ~
2m2

0c
2 (~S × ~∇)) dans les expressions (1.8).

Cette description dans le modèle �une bande non dégénérée� est une première approximation

qui permet de justi�er le comportement général du diagramme de dispersion, et d'introduire

des notions essentielles comme la masse e�ective. Le comportement des bandes de valence

n'est pas correctement décrit à ce stade, notamment au niveau de la courbure de la bande des

trous légers qui fait intervenir des bandes d'énergies supérieures (particulièrement lorsque

l'on s'écarte du centre de zone).

J. M. Luttinger, dans son article de référence de 1956 [24], obtient, grâce à la théorie des

groupes, une description précise de la structure de la bande Γ8 au voisinage du centre de

zone. Dans la base (u5, u4, u3, u6) , le hamiltonien de valence trous lourds/trous légers

s'écrit : 
P +Q R −S 0

R∗ P −Q 0 S

−S∗ 0 P −Q R

0 S∗ R∗ P +Q

 (1.10)

où P, Q, R et S dépendent des composantes du nombre quantique translationnel ~k et des

paramètres dit de Luttinger, dont la correspondance avec les paramètres de la théorie ~k.~p

se trouvent dans les références [21, 25]. Cet hamiltonien traduit que les états propres de

valence, participant à la transition de plus basse énergie, sont des mélanges entre les états

de trous lourds et légers. Bien que le con�nement et les contraintes modi�ent la description

des niveaux de valence dans les puits quantiques et les boîtes quantiques, ce mélange lourd-
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1.2. Structure électronique

léger est, comme nous le verrons plus tard, à l'origine de la relaxation de spin du trou dans

les hétérostructures.

1.2.2 Couche de mouillage, puits quantique

Dans une hétéro-structure, le potentiel électronique subit une discontinuité à l'interface

entre deux matériaux d'énergies de bande interdite di�érentes. Les porteurs piégés par une

di�érence de potentiel trop importante ne peuvent se déplacer librement. Dans les directions

du con�nement, leurs états d'énergie deviennent quanti�és.

Dans ce type de structure, les états électroniques sont généralement décrits dans l'approximation

de la fonction enveloppe. Cette approximation consiste à découpler le potentiel et les fonc-

tions d'onde électroniques sur deux échelles spatiales : l'échelle atomique sur laquelle varie le

potentiel électronique du cristal et une échelle plus �grande�, caractéristique de la longueur

du con�nement électronique.

La couche de mouillage est un puits quantique très mince, con�né ici dans la direction z. Les

états électroniques se décrivent, en représentation
∣∣~r〉, dans la base d'états {Φp(~r)up,0(~r)} :

ψ
n,~k⊥

(~r) =
∑
p

exp(i~k⊥.~r))Φp(~r),up,0(~r) (1.11)

où les up,0 sont les fonctions de Bloch du centre de zone, les Φp sont les fonctions enveloppes

lentement variables à l'échelle de la cellule élémentaire, et ~k⊥ = (kx,ky) sont les nombres

quantiques translationnels dans les directions transverses au con�nement. Précisons que dans

le cas précédent, d'une structure équivalente à un puits d'épaisseur in�nie, Φp(~r) correspond

à la fonction exp(ikzrz).

Con�nement

Dans l'approximation du puits de potentiel de largeur Lz et de barrières in�nies des deux

côtés la relation de dispersion s'écrit, dans l'approximation �une bande�, de la manière

suivante :

En(~k⊥) = En,0 + Enz +
~2(~k⊥)2

2mx,y
n

(1.12)

où mx,y
n est la masse e�ective dans le plan (x, y) de la particule de la bande n, et Enz

l'énergie de con�nement donnée par :

Enz =
~2π2

2mz
n

n2
z

L2
z

(1.13)

où nz est un nombre quantique lié au con�nement. L'énergie de con�nement dépend de la

masse e�ective des particules. La masse e�ective du trou lourd suivant z étant quatre fois

plus élevée que celle du trou léger (cf. tableau 1.2), le con�nement entraîne une levée de

dégénérescence entre ces deux états d'énergies. La transition optique de plus basse énergie

est entre la bande Γhh8 de trous lourds et la bande de conduction Γ6.
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1. Boîtes quantiques semi-conductrices

Ce point est fondamental, car sans cette levée de dégénérescence, l'absorption d'un photon

polarisé circulairement, par exemple σ+, excite les transitions :

Γhh8

∣∣Jz = −3/2
〉
→ Γ6

∣∣Sz = −1/2
〉

et Γlh8
∣∣Jz = −1/2

〉
→ Γ6

∣∣Sz = +1/2
〉

L'orientation optique dans un massif est uniquement rendue possible à cause de la di�érence

de force d'oscillateur de ces deux transitions. En revanche, la levée de dégénérescence permet

d'atteindre une e�cacité théorique de 100% pour l'orientation optique. En e�et, l'absorption

d'un photon σ+ ne crée alors que des électrons de projection Sz = −1/2 et des trous de

moment cinétique total Jz = +3/2.

Contraintes

Dans la couche de mouillage, l'e�et des contraintes s'ajoute au con�nement pour lever la

dégénérescence de la bande Γ8. Dans l'approximation où l'on suppose que le cristal d'InAs

est comprimé de manière identique dans le plan (x, y) et étiré selon l'axe de croissance z, le

tenseur des déformations 1 ε admet alors comme seuls éléments non nul les termes bi_axiaux

εxx = εyy et εzz. A l'hamiltonien de Luttinger précédent (1.10) s'ajoute l'hamiltonien de Bir-

Pikus, qui s'écrit en négligeant l'interaction spin-orbite, dans la base (u5, u4, u3, u6), de la

manière suivante :
aε+ 1

2b(ε− 3εzz) 0 0 0

0 aε− 1
2b(ε− 3εzz) 0 0

0 0 aε− 1
2b(ε− 3εzz) 0

0 0 0 aε+ 1
2b(ε− 3εzz)

 (1.14)

où ε est la trace du tenseur ε, et a et b sont les potentiels de déformation de la bande

de valence. Les valeurs propres di�érentes, entres les états lourds et légers de l'hamilto-

nien, rendent bien compte d'une levée de dégénérescence supplémentaire. Précisons que, la

déformation étant anisotrope (εxx 6= εzz), la masse e�ective des trous l'est également (la

symétrie du cristal à travers les paramètres de Luttinger participe également à l'anisotropie

des masses e�ectives).

1.2.3 Boîtes quantiques

La description de la structure électronique d'une boîte nécessite de considérer la taille,

la forme, la composition ainsi que les contraintes qui s'exercent. Ces propriétés ne sont pas

complètement contrôlées au moment de la croissance ni même connues avec précision par la

suite. Cependant, sous la gouverne d'hypothèses raisonnables, on peut établir une descrip-

tion générale qui rend compte des e�ets majeurs observés dans les boîtes quantiques.

Dans une boîte quantique, les porteurs sont con�nés dans les trois directions de l'espace.

1. Précisons qu'il existe, dans le cas de déformation élastique, une relation univoque entre le tenseur des
déformation ε et le tenseur des contraintes σ.
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1.2. Structure électronique

Ce con�nement est à l'origine du spectre discret des états électroniques liés à la boîte quan-

tique, qui apparait en dessous du continuum à deux dimensions des états de la couche de

mouillage (�gure 1.4). En conséquence, les composantes du vecteurs d'onde ~k ne sont plus

des bons nombres quantiques.

Nous ne considérons ici que les niveaux hérités de la bande de trous lourds et la bande de

conduction. Dans le modèle à une bande, la fonction d'onde électronique s'exprime de la

manière suivante :

ψ(~r) = Φ(~r)un,0(~r) (1.15)

où, comme précédemment, Φ(~r) est la fonction enveloppe et un,0(~r) la fonction de Bloch

dé�nie en centre de zone. Précisons que, dans un plan de boîtes quantiques, la distance

moyenne entre les boîtes est bien supérieure aux dimensions latérales de celles-ci, on peut

donc considérer chaque boîte comme étant isolée. Dans ces conditions, le hamiltonien dans

l'approche de masse e�ective se réduit à :

H =
p2

2m∗
+ Vbq

où Vbq est le potentiel de con�nement de la boîte quantique. La technique consiste, en

connaissant un,0 et Vbq, à déterminer la fonction enveloppe Φ. L'équation aux valeurs propres

de H fournit l'équation suivante pour la fonction enveloppe :

(
p2

2m∗
+ Vbq)Φ(~r) = EΦ(~r) (1.16)

Précisons que la relaxation des contraintes de la couche de mouillage, conduisant à la for-

mation des boîtes, est partielle et anisotrope. De ce fait, les boîtes quantiques héritent des

contraintes de la couche de mouillage avec un degré d'anisotropie supplémentaire.

On considère généralement les boîtes, en première approximation, comme des lentilles apla-

ties possédant la symétrie de révolution autour de l'axe de croissance z. L'hamiltonien

régissant le mouvement du porteur dans la boîte commute alors avec l'opérateur Lz. Il est

donc commode de choisir des états propres communs à H et Lz. En adoptant les notations

atomiques usuelles, les états enveloppes sont spéci�és par le nombre quantique principal et

par la projection du moment cinétique suivant z, lz. Les valeurs propres de lz, 0 et ±1,
désignent les états de symétrie s et p respectivement.

Une des méthodes pour obtenir les états liés dans la boîte quantique est décrite dans la

référence [26]. Les auteurs utilisent l'approche variationnelle dans l'hypothèse où la masse

e�ective est indépendante du matériau (In, As, Ga), où la fonction enveloppe est séparable

suivant l'axe de croissance et le plan transverse (x, y). La fonction enveloppe est alors :

� suivant l'axe de croissance, un état propre d'un puits quantique e�ectif de même

épaisseur que l'ensemble boîte et couche de mouillage ;

� dans le plan, une fonction variationnelle de type exponentielle décroissante.

La comparaison, dans ce même article, avec une méthode numérique exacte, atteste que

l'approximation des fonctions enveloppes séparables décrit très bien les états liés de la boîte
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1. Boîtes quantiques semi-conductrices

Figure 1.4: Densité d'états typique pour une boîte quantique de symétrie cylindrique. Les
zones pleines représentent le continuum des états de la couche de mouillage. En pointillé est
représenté le pro�l de densité d'états d'un puits quantique parfait.

quantique.

Le nombre d'états liés dans la boîte quantique est restreint comme le montre le schéma

1.4 où sont représentés typiquement les états s et p. La symétrie des fonctions enveloppes

conduit à une hiérarchisation du spectre : les états p, doublement dégénérés, sont séparés

typiquement de 50 meV des états s pour les niveaux de conduction, et seulement d'une

dizaine de meV pour les niveaux de valence. Les queues des densités d'états sont dues à la

rugosité du puits quantique formé par la couche de mouillage. L'apparition des boîtes se

produit pour une épaisseur moyenne de 1.7 monocouches atomiques d'InAs, cela se traduit

par une épaisseur locale d'une ou deux monocouches atomiques. Cette dispersion spatiale

de l'épaisseur locale de la couche de mouillage est, d'une part, responsable de l'émoussement

du pro�l de densité d'états, et d'autre part, entraîne la formation de terrasses, où les états
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1.3. Interaction avec la lumière

délocalisés bidimensionnels peuvent se con�ner en fonction de la taille et de l'épaisseur de

marche des terrasses. La couche de mouillage ne présente donc pas un pro�l abrupt de puits

quantique parfait (sans rugosité) (en pointillé sur la �gure 1.4).

1.3 Interaction avec la lumière

1.3.1 Règles de sélection optique

Le couplage des états électroniques avec la lumière permet d'exciter di�érents types de

transitions radiatives. Les transitions engageant deux états de valence ou de conduction sont

appelées intra-bandes, celles concernant un état de valence et un état de conduction sont

désignées par transition inter-bandes. La probabilité de la transition optique est proportion-

nelle au terme suivant : ∣∣〈ψi∣∣Hdip

∣∣ψf〉∣∣2 (1.17)

où ψi est la fonction d'onde de l'état initial et ψf celle de l'état �nal. L'hamiltonien d'inter-

action dipolaire électrique, désigné par Hdip, s'écrit exactement [27, 28] :

Hdip = − q

m0
~p. ~A(~r) +

q2A2(~r)

2m0
(1.18)

où ~A est le potentiel vecteur du champ électromagnétique. Pour les boîtes quantiques d'InAs,

les longueurs d'onde des transitions intra-et interbandes sont bien plus grande que les dimen-

sions caractéristiques de la boîte quantique. Dans ces conditions, ~A(~r) peut être remplacé

par sa valeur en ~r0, au centre du système. De plus, cette approximation, connue sous le

nom d'approximation des grandes longueurs d'onde, permet de ne conserver que le premier

terme du hamiltonien. En e�et, le terme q2A2(~r0)
2m0

, évalué au point ~r0, est un scalaire dont

l'élément de matrice entre deux états électroniques di�érents, orthonormés, est nul. De ce

fait, il ne peut générer de transitions optiques.

Avec ψi,f (~r) = Φi,f (~r)ui,f (~r), où la fonction enveloppe Φ est lentement variable à l'échelle

d'une maille élémentaire, l'élément de matrice
〈
ψi
∣∣Hdip

∣∣ψf〉 se sépare en deux contributions

[29] :

− q
m0

~A(~r0).
〈
ui
∣∣uf〉 ´ Φ∗i (~r)~pΦf (~r)d3~r

− q
m0

~A(~r0).
〈
ui
∣∣~p∣∣uf〉 ´ Φ∗i (~r)Φf (~r)d3~r

(1.19)

Le premier terme est responsable des transitions intrabandes, pour lesquelles ui = uf . Le

second terme est responsable des transitions interbandes pour lesquelles, la symétrie des

fonctions s est la même entre les états initial et �nal. Les seules transitions interbandes

permises sont donc celles de types Sv ↔ Sc et Pv ↔ Pc.

Le premier facteur
〈
ui
∣∣~p∣∣uf〉 gouverne les règles de sélection optique en polarisation, que

nous détaillons dans le paragraphe suivant.
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1. Boîtes quantiques semi-conductrices

Base des états propres de la paire électron-trou

Les transitions interbandes promeuvent un électron de valence dans un état de conduc-

tion. L'ensemble des états de valence, privé de l'électron promu, est désigné, dans la physique

des semi-conducteurs, par la quasi-particule �trou�. Le trou est caractérisé par une énergie,

une masse e�ective, une charge, des moments cinétiques orbital et de spin opposés en signe

à ceux de l'état électronique vacant [30, 21, 25]. Dans les semi-conducteurs présentant un

ou plusieurs degrés de liberté spatiaux, le potentiel coulombien entre l'électron et le trou

induit la localisation commune des deux particules. Le complexe électron-trou lié par in-

teraction coulombienne est appelé �exciton�. Dans les boîtes quantiques, le recouvrement

spatial de l'électron et du trou est essentiellement dû au potentiel de con�nement, et peu

à l'interaction coulombienne. Le terme �exciton� est donc ici inapproprié ; dans le cas des

boîtes quantiques fortement con�nées, nous userons plutôt du terme �paire électron-trou�.

La description des règles de sélection optique en polarisation dans la base propre des états

de paire électron-trou est usuelle et commode.

Les états de paire électron-trou sont construits à partir des états suivants :

�
∣∣h ↑ (↓)

〉
=
∣∣3

2 , +(−)3
2

〉
, qui désigne les états de trous lourds issus des états électro-

niques de valence dont les fonctions de Bloch correspondantes (cf. tableau 1.1) sont∣∣u5(6)

〉
= 1√

2

∣∣X + (−)iY, ↓ (↑)
〉

=
∣∣3

2 , +(−)3
2

〉
. On note le changement de signe de

projection du moment cinétique entre l'état de trou et l'état électronique de valence

correspondant.

� On adopte la notation
∣∣e ↑ (↓)

〉
=
∣∣1

2 , +(−)1
2

〉
pour les états électroniques de conduc-

tion associés aux fonctions de Bloch
∣∣u1(2)

〉
.

On obtient donc quatre états de paire électron-trou, que l'on désigne suivant le moment

cinétique total suivant z :

états brillants


∣∣e ↓, h ↑〉 =

∣∣+ 1
〉∣∣e ↑, h ↓〉 =

∣∣− 1
〉

états noirs


∣∣e ↑, h ↑〉 =

∣∣+ 2
〉∣∣e ↓, h ↓〉 =

∣∣− 2
〉

Dans cette description, une transition optique crée une paire électron-trou à partir de l'état

du vide, noté
∣∣0〉. Les règles de sélection optique en polarisation impliquent que le moment

cinétique total du système {paire électron-trou (ou état du vide) + photon} soit conservé

lors de la transition. Dans cette condition, les états
∣∣+ (−)1

〉
sont couplés à l'état du vide∣∣0〉 via l'absorption où l'émission d'un photon σ+(−), de moment cinétique +1(-1) suivant

z . On les désigne ainsi par �états brillants�. En revanche, la lumière ne peut assurer de

transitions optiques entre les états
∣∣+(−)2

〉
et le vide, ces états sont quali�és de �noirs�. Les

états noirs et brillants, sont à ce stade dégénérés. Nous verrons, dans une prochaine section,

que la prise en compte de l'interaction coulombienne électron-trou modi�e la symétrie des
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1.3. Interaction avec la lumière

Figure 1.5: Calcul du spectre d'absorption interbande d'une boîte unique, prenant en compte
les transitions mixtes entre les états liés de la boîte et les états bidimensionels de la couche de
mouillage. En pointillé est représentée l'absorption de la couche de mouillage seule. Figure
issue de la référence [31].

états propres et entraîne une levée de dégénérescence entre ces états.

Si on récapitule les règles de sélection optique, seules les transitions interbandes suivantes

sont permises : ∣∣0〉 σ±←→
∣∣Sh, Se〉∣∣± 1

〉
∣∣0〉 σ±←→

∣∣Ph, Pe〉∣∣± 1
〉

où Sh(Se) et Ph(Pe) sont les fonctions enveloppes associés aux états de trous (d'électrons).

1.3.2 Continuum d'absorption

La �gure 1.5 présente le spectre d'absorption d'une boîte quantique calculé par A. Va-

sanelli et coll [31]. Le spectre d'absorption est le re�et de la densité d'états et des règles

de sélection optique. Les deux transitions discrètes Sh ↔ Se et Ph ↔ Pe, entre les états

liés de la boîte, sont bien présentes sur le spectre, sous la forme de raies �nes. Par ailleurs,

ce spectre met en évidence un quasi-continuum d'absorption qui s'étend entre l'énergie de

la transition fondamentale Sh ↔ Se et la queue d'absorption de la couche de mouillage.

L'existence de ce continuum, observé par R. Oulton et Y. Toda [32, 33], provient des transi-

tions dites croisés entre les états localisés de la boîte et les états délocalisés de la couche de

mouillage. La prise en compte de ces transitions revient donc à autoriser pour l'exciton des

combinaisons mixtes, où par exemple le trou est dans un continuum 2D alors que l'électron
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1. Boîtes quantiques semi-conductrices

est dans un état lié de la boîte. Notons que seule la transition fondamentale est vraiment

isolée du continuum.

La mise en évidence de niveaux discrets dans les boîtes quantiques est à l'origine de la com-

paraison avec les systèmes atomiques [34]. Une propriété remarquable concerne le temps de

cohérence T2 associé à la superposition cohérente des états engagés dans la transition fon-

damentale Sv ↔ Sc. Dans les massifs ou les puits quantiques, le couplage des porteurs aux

vibrations du cristal est une source de décohérence e�cace qui limite considérablement ce

temps. En revanche, dans une boîte quantique, le goulot d'étranglement ou e�et �bottleneck�

isole, en partie, les états discrets du couplage avec les phonons [35, 36]. De ce point de vue,

la boîte quantique se rapproche d'un système modèle à deux niveaux uniquement couplé aux

�uctuations du vide. Dans cette situation, le temps de cohérence est seulement limité par le

temps T1 d'amortissement du dipôle électrique dû à l'émission spontanée (T2 = 2T1). Dans

les boîtes d'InAs, le temps de vie d'une paire électron-trou est d'environ une nanoseconde,

un temps de cohérence de cette ordre o�re des possibilités intéressantes du point de vue de

la manipulation quantique de l'information.

1.3.3 Structure �ne de la paire électron-trou, interaction d'échange

Nous avons mentionné que le recouvrement spatial de la fonction d'onde du trou et celle

de l'électron est essentiellement dû au potentiel de con�nement. Si l'interaction coulom-

bienne électron-trou Ve−h participe peu au recouvrement, elle est néanmoins exaltée par

celui-ci.

L'élément de matrice
〈
ψh, ψe

∣∣Ve−h∣∣ψh, ψe〉 se scinde en deux contributions :

J =
e2

4πε0

ˆ ˆ
|ψh(~r1)|2 |ψe(~r2)|2

|~r1 − ~r2|
d~r1d~r2 (1.20)

K =
e2

4πε0

ˆ ˆ
ψh(~r1)∗ψh(~r2)ψe(~r1)∗ψe(~r2)

|~r1 − ~r2|
d~r1d~r2 (1.21)

Le premier terme J est dit �directe�, il traduit la mise en présence de deux distributions de

charge électrostatique. Ce terme induit, de part le caractère attractif du potentiel coulom-

bien, une augmentation du con�nement des états liés de la boîte : d'après A. Vasanelli et

coll. la transition fondamentale Sh ↔ Se est abaissée d'environ 20 meV [37].

Le second terme K est appelé �terme d'échange�, il traduit deux contributions :

� La contribution courte portée, qui quanti�e l'interaction d'échange électron-trou à

l'intérieur d'une cellule unité. Son e�et est d'une part de séparer en énergie les états

brillants des états noirs, et d'autre part de lever la dégénérescence entre les états noirs.

� La contribution longue portée, qui exprime l'e�et de la réduction de la symétrie du

potentiel de con�nement. Son e�et s'ajoute à la contribution courte portée concernant

la séparation énergétique entre les états noirs et brillants, et il induit également une

levée de dégénérescence entre les états brillants [38, 39, 40].
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1.3. Interaction avec la lumière

Figure 1.6: Évolution des états propres des paires électron-trou en fonction des contributions
de l'interaction d'échange.

Dans la base des états de paire électron-trou lourd {
∣∣+1

〉
,
∣∣−1

〉
,
∣∣+2

〉
,
∣∣+2

〉
}, où les états

sont spéci�és par la projection du moment cinétique total suivant z, l'hamiltonien d'échange

se décrit sous la forme matricielle suivante [41] :

1

2


δ0 δ1 0 0

δ1 δ0 0 0

0 0 −δ0 δ2

0 0 δ2 −δ0

 (1.22)

La diagonalisation de cet hamiltonien conduit aux nouveaux états propres suivants :

états brillants


∣∣X〉 = 1√

2
(
∣∣+ 1

〉
+
∣∣− 1

〉
)∣∣Y 〉 = 1√

2
(
∣∣+ 1

〉
−
∣∣− 1

〉
)

(1.23)

états noirs


∣∣D1

〉
= 1√

2
(
∣∣+ 2

〉
+
∣∣− 2

〉
)∣∣D2

〉
= 1√

2
(
∣∣+ 2

〉
−
∣∣− 2

〉
)

(1.24)

Les états
∣∣X〉 et

∣∣Y 〉 sont couplés à la lumière polarisé linéairement selon les directions

[110] et [11̄0]. Ils sont séparés d'une énergie δ1, comprise généralement entre 1 et 100 µeV,

appelée �splitting� d'échange anisotrope. Son origine, comme son nom l'indique, provient

d'une anisotropie dans le plan des boîtes qui peut être induite, par exemple, par la forme
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1. Boîtes quantiques semi-conductrices

Figure 1.7: Le schéma (a) représente les règles de sélection optique entre les niveau liés
de valence et de conduction dans une boîte quantique dopée p ; les trous (électrons) sont
désignés par une �èche bleu (rouge) . Le schéma (b) est une représentation équivalente dans
un système à 4 niveaux, dégénérés deux à deux, dans la base {trous, trions}.

elliptique de la base des boîtes quantiques ou encore par l'asymétrie des contraintes.

Les états
∣∣D1

〉
et
∣∣D2

〉
sont séparés d'une énergie δ2, généralement de l'ordre de la dizaine

de µeV. La levée de dégénérescence δ0 entre les états noirs et brillants est voisine de 0.5

meV [41].

Les e�ets de l'interaction d'échange sur les états propres des paires électron-trou sont sché-

matisés sur la �gure 1.6.

1.3.4 Boîte dopée à un trou

La boîte neutre nous a servi d'exemple modèle pour introduire les notions essentielles

concernant le couplage entre les niveaux discrets de la boîte quantique et la lumière. Dans

l'idée de transférer la polarisation de spin photocréée à un porteur résident, pour qu'elle

perdure au-delà du temps de vie radiatif, cette thèse se concentre particulièrement sur les

boîtes dopées. Les résultats qui y sont rapportés portent sur les boîtes dopées en trou.

Nous présentons ici les règles de sélection optique concernant la transition fondamentale

Sv ↔ Sc dans une boîte quantique dopée avec un trou.

Le dopage au carbone (cf. section (1.1.2)) prive le niveau de valence dégénéré
∣∣Sv〉∣∣Jez = ±3

2

〉
d'un de ses deux électrons. Cela se traduit par un état fondamental occupé par un trou, qui

peut être décrit dans la base {
∣∣h ↑〉, ∣∣h ↓〉} ≡ {∣∣32 , +3

2

〉
,
∣∣3

2 , −
3
2

〉
}.

Le couplage avec la lumière promeut l'électron de valence restant sur un état de conduction∣∣e ↑ (↓)
〉
, en laissant ainsi deux états de valence vacants. En terme d'électron-trou, l'état
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1.4. Ralentissement de la relaxation du spin

excité est donc composé de deux trous antiparallèles et d'un électron de conduction. De par

le bilan des charges, qui est positif, on désigne ce complexe à trois particules par trion X+.

Les états propres du trion sont les suivants : {
∣∣e ↑, h ↓, h ↑〉, ∣∣e ↓, h ↑, h ↓〉}, que l'on note

de manière abrégés par {
∣∣T ↑〉, ∣∣T ↓〉}. Plusieurs considérations s'imposent :

� La con�guration singulet des trous dans l'état trion entraîne que les interactions

d'échange électron-trou sont compensées dans l'état X+.

� Le moment cinétique total, qui est un moment cinétique de spin, de l'état trion est

celui de l'électron de conduction : {
∣∣T ↑〉, ∣∣T ↓〉} ≡ {∣∣12 , +1

2

〉
,
∣∣1

2 , −
1
2

〉
}.

La conservation du moment cinétique lors d'une transition {trou + photon↔ trion} induit

que l'état
∣∣h ↑ (↓)

〉
est couplé à l'état

∣∣T ↑ (↓)
〉
via l'absorption ou l'émission d'un photon

polarisé σ−(+). Le choix de la polarisation lumineuse d'excitation détermine donc l'orienta-

tion de spin de l'état photocréé. Les règles de sélection optique sont résumées sur la �gure

1.7.

1.4 Ralentissement de la relaxation du spin

Une autre des propriétés remarquables dues au con�nement, et de plus intimement lié

aux travaux rapportés dans ce manuscrit, est le ralentissement de la relaxation de spin d'un

porteur. Pour mieux saisir les conséquences du con�nement, nous commençons par rappeler

les principaux mécanismes de relaxation de spin agissant dans les semi-conducteurs massifs

[7].

1.4.1 Matériaux massifs

� Mécanisme de Dyakonov-Perel

Ce mécanisme apparaît dans les cristaux massifs ne possédant pas de centre de symétrie

d'inversion, comme les composés binaires GaAs et InAs. Il tire son origine de l'interaction

spin-orbite. Dans l'approche ~k.~p, ce mécanisme provient de l'in�uence des bandes d'énergie

supérieures de conduction Γ7c et Γ8c (que nous n'avons pas considérées jusque-là) sur les

bandes Γ6, Γ8 et Γ7 [42]. Cela conduit, dans l'écriture de l'hamiltonien e�ectif pour les

électrons de conduction, à la présence d'un terme supplémentaire en k3 (dit de Dresselhaus) :

Hc =
~2k2

2me
+ α(~κ.~S) (1.25)

avec κz = kz(k
2
x − k2

y), etc.

où ~S est le spin de l'électron et α un paramètre qui inclut les contributions des bandes Γ7c

et Γ8c. Notons que ce terme est non nul en l'absence de centre de symétrie d'inversion. Les

autres composantes de ~κ sont obtenues par permutation circulaire à partir de l'expression

de κz. De l'expression (1.25), il apparaît que deux électrons de même ~k mais de projection

de spin opposées n'ont pas la même énergie. La dégénérescence de spin de la bande Γ8 est

levée pour ~k 6= 0. Cette situation est équivalente à celle d'électrons plongés dans un champ
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1. Boîtes quantiques semi-conductrices

magnétique. On peut donc considérer, de ce point de vue, l'interaction spin-orbite de Dres-

selhaus comme un champ magnétique e�ectif agissant sur chaque électron, dont l'amplitude

et la direction dépend de ~k.

Pour relaxer le spin de l'électron, il faut ajouter un autre ingrédient : la di�usion d'un état

de vecteur d'onde ~k1 vers un état ~k2. A chaque processus di�usif, caractérisé par un temps

libre moyen τd, l'électron change de moment ~k et donc ressent un champ magnétique dif-

férent. En fonction de la fréquence w de précession de l'électron dans le champ e�ectif on

distingue deux cas de �gures :

1. Lorsque wτd > 1, le spin de l'électron précesse de nombreuses fois autour du champ

e�ectif entre deux événements di�usifs. La direction moyenne du spin est donc celle du

champ. Le champ e�ectif réalise toutes les orientations possibles au bout d'un temps

∼ τd. La direction moyenne du spin est donc perdue au bout de ce temps, et le temps

de relaxation de spin est τs ∼ τd.

2. Lorsque wτd � 1, l'angle wτd dont a tourné le spin entre deux évènements di�usif

est faible. Sur une échelle de temps t � τd, le champ change plusieurs ( tτd ) fois

d'orientation. La succession de déplacements élémentaires angulaires du spin, autour

d'un champ à chaque fois di�érent, conduit sur cette échelle de temps à un parcours

angulaire moyen ∆Θ nul. En revanche la moyenne quadratique ∆Θ2 ne l'est pas, et

permet d'évaluer le temps de relaxation. Le spin relaxe lorsqu'il y a eu un nombre

su�sant d'évènements di�usifs pour qu'il ait perdu son orientation initiale, ce qui

se traduit par ∆Θ2 ∼ 1 . Avec ∆Θ2 = (wτd)
2 t
τd

où, t
τd

est le nombre d'évènements

di�usifs, on en déduit pour t→ τs et ∆Θ2 ∼ 1 : τs ∼ 1
w2τd

.

On retiendra que ce mécanisme est basé sur l'interaction spin-orbite couplée aux processus

di�usifs. Il a été montré qu'il est prépondérant à haute température, dans la dynamique

de spin des hétérostructures de semiconducteurs ne possédant pas de centre de symétrie

d'inversion.

� Mécanisme d'Elliott-Yafet :

Ce mécanisme est également basé sur l'interaction spin-orbite. Les conséquences de cette

interaction qui nous intéresse, ici, concerne le mélange des états de spin dans la bande de

conduction. Dans la théorie ~k.~p , le couplage spin-orbite associé aux perturbations des bandes

Γ8 et Γ7 en ~k 6= 0 entraîne le mélange des fonctions d'onde de spins électroniques di�érents.

Ce mélange entre les états de spin �up� et �down� dépend de ~k. Il en résulte qu'un évènement

di�usif, provoquant le changement du vecteur d'onde ~k de l'électron, induit également un

changement de son état de spin. Le temps caractéristique de relaxation du spin est donc

lié au temps libre moyen τd de di�usion du vecteur d'onde ~k, qui est d'autant plus court

que les processus di�usifs sont nombreux. Citons, à cet égard, l'interaction avec les phonons

du réseau, particulièrement e�cace à haute température, ou encore le couplage coulombien

avec des impuretés ionisées.
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1.4. Ralentissement de la relaxation du spin

1.4.2 Boîtes quantiques

Les mécanismes mentionnés ci-dessus reposent sur l'existence de processus di�usifs. Dans

une boîte quantique, où les porteurs sont localisés, la di�usion du vecteur d'onde n'a pas de

sens ; ces mécanismes sont donc inhibés [1, 2]. On s'attend donc à des temps de relaxation

de spin beaucoup plus longs dans les boîtes quantiques que dans les massifs.

Citons à ce sujet les travaux de M. Paillard et coll., où le temps de relaxation de spin de

l'exciton est étudié à travers une expérience de photoluminescence résonnante résolue en

temps, sur un ensemble de boîtes InAs/GaAs [5]. Les résultats de leur expériences sont

signi�catifs, le temps de relaxation de spin de l'exciton, orienté suivant l'état propre
∣∣X〉 ou∣∣Y 〉, est gelé sur plusieurs dizaines de nanosecondes. Cela indique bien que les mécanismes

évoqués ci-dessus sont inhibés.

Néanmoins, la durée de vie du spin d'un exciton, espèce photocréée, reste toujours limitée

par le temps de vie radiatif de cet état excité. Au contraire, le spin de porteurs issus du

dopage, électrons ou trous, peut être conservé au-delà de cette limite radiative.

Si le con�nement supprime les mécanismes de relaxation de spin liés à la di�usion, d'autres

processus comme l'interaction hyper�ne sont en revanche exaltés. En e�et, si l'intensité

moyenne du couplage hyper�n entre le spin d'un électron (ou d'un trou) et les spins des

noyaux environnants est peu dépendante du volume de localisation de l'électron, les �uc-

tuations de ce couplage sont en revanche inversement proportionnelle au nombre de noyaux

avec lequel l'électron interagit, donc à l'étendue spatiale de la fonction d'onde. Les e�ets

liès à l'interaction hyper�ne sont donc bien plus importants dans les boîtes quantiques que

dans les matériaux massif. Les divers aspects de cette interaction, du point de vue de la

relaxation et de la polarisation de spin, occupe une place majeure dans ce manuscrit et

seront décrits dans les chapitres 3, 4, 5 et 6.

31





Chapitre 2

Expérience pompe-sonde résolue en
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2. Expérience pompe-sonde résolue en temps

Dans ce chapitre, nous présentons l'expérience permettant de mener à bien notre étude.

Nous entrons dans le vif du sujet en décrivant le dispositif expérimental dans son ensemble,

ainsi que le principe de l'expérience pompe-sonde. Dans la dernière partie, nous établissons

le lien entre le signal de photo-détection et l'état microscopique de spin des boîtes quantiques

étudiées.

2.1 Principe de l'expérience

Pour étudier la dynamique de spin des états de plus basse énergie dans nos échan-

tillons, nous utilisons une expérience pompe-sonde. Ce type d'expérience consiste à exciter

l'échantillon par une impulsion laser (dite pompe) dans un premier temps, puis à son-

der l'échantillon par une deuxième impulsion laser plus faible (dite sonde) dans un second

temps. Lorsque la sonde traverse l'échantillon, après excitation par la pompe, certaines de

ses propriétés sont modi�ées. Ceci permet d'obtenir des informations sur l'état de l'échan-

tillon au moment où il interagit avec l'impulsion sonde. En faisant varier le délai entre

les impulsions pompe et sonde, on peut suivre la dynamique, après excitation optique, de

l'échantillon étudié. Les boîtes étudiées à l'intérieur de l'échantillon sont majoritairement

celles qui possèdent une transition fondamentale accordée avec l'énergie de la sonde. Dans

notre expérience, nous avons deux con�gurations distinctes d'excitation :

� La con�guration résonnante : les faisceaux de pompe et de sonde proviennent du

même laser [Laser (1), �gure 2.1] et sont dégénérés en énergie ; on pompe et on sonde

la même transition optique de l'échantillon. L'excitation est donc résonnante avec la

transition étudiée.

� La con�guration non résonnante ou �2 couleurs� : un second laser [Laser (2), �gure 2.1]

synchronisé au premier permet d'accorder l'énergie de la pompe indépendamment de

celle de la sonde. On peut choisir de travailler dans une con�guration quasi résonnante

ou d'exciter le système à une énergie supérieure à celle de la sonde.

Impulsion pompe : orientation optique

L'impulsion de pompe crée, par pompage optique, une polarisation de spin sur les porteurs

photocréés. Dans le cas d'une boîte quantique neutre, le pseudo-spin (Lz = ±1 ) des états

propres de l'exciton est contenu dans le plan des boîtes (cf. chapitre 1). Au contraire, pour

une boîte dopée, le spin de l'état excité et celui de l'état fondamental sont suivant l'axe z

de croissance de l'échantillon, qui est aussi, dans notre expérienxce, l'axe de propagation de

la lumière.

Délai pompe-sonde : relaxation

Dans l'intervalle de temps entre l'excitation par l'impulsion pompe et le passage de l'im-

pulsion sonde, le système évolue librement. Notamment, les porteurs photocréés peuvent,

avant de se recombiner, perdre leur polarisation par des phénomènes de relaxation. En se

recombinant, ils peuvent, dans le cas de boîtes quantiques dopées, transférer une polarisa-
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2.2. Dispositif expérimental

tion de spin aux trous ou aux électrons issus du dopage.

Impulsion sonde : états excités et états fondamentaux

L'impulsion de sonde, résonnante sur une transition optique, peut être absorbée ou induire

une émission stimulée sur cette transition ; nous avons ainsi accès, en analysant le faisceau

de sonde après l'échantillon, à la fois aux propriétés des états fondamentaux et à celles des

états excités. En particulier pour les boîtes dopées p, on peut étudier à la fois la polarisation

de spin portée par des électrons de conduction, et celle portée par les trous issus du dopage,

qui peut perdurer au-delà de la durée de vie des états excités.

Remarquons que, contrairement à la photoluminescence résolue en temps, on peut ici, me-

surer l'état du système à des temps supérieurs au temps de vie de la paire électron-trou

photocréée. Cette technique est donc bien adaptée à l'étude d'un système porteur d'une

polarisation de spin dans son état fondamental. A cet égard, des découvertes majeures pour

la manipulation optique de spin ont été réalisées à l'aide de ce type de dispositif. Citons no-

tamment l'observation d'un temps de cohérence de spin très long (∼ 100 ns) dans les massifs

dopés de GaAs et les gaz d'électrons bi-dimensionels de semiconducteurs II-VI [4, 43].

2.2 Dispositif expérimental

2.2.1 Schéma du montage

Dans le cadre du dispositif expérimental, il est possible de se placer dans di�érentes

con�gurations : rotation Faraday, dichroïsme (linéaire ou circulaire), ou transmission dif-

férentielle [44, 45, 46]. Chacune de ces con�gurations donne accès à des paramètres précis

du système étudié. Les expériences qui sont présentées dans ce manuscrit ont toutes été

e�ectuées en con�guration de dichroïsme circulaire. C'est ce dont il est question dans cette

partie. La �gure 2.1 représente le schéma de l'expérience pompe-sonde. Dans ce montage,

deux con�gurations d'excitation sont couplées. Nous décrivons tout d'abord la con�guration

�résonnante� ; celle-ci utilise le montage optique issu du laser (1). Nous discutons ensuite de

la deuxième ligne optique provenant du second laser (2).

Con�guration résonnante

Les impulsions lumineuses sont produites par des lasers Titane-Saphir pulsés à 76 MHz

(soit une impulsion toutes les 13 ns environ). Les impulsions ont une largeur temporelle de

3 ps, qui correspond à une largeur spectrale d'environ 0.3 meV, et peuvent être ajustées

en longueur d'onde entre 690 et 950 nm (soit de 1,80 à 1,30 eV). La puissance moyenne en

sortie du laser est typiquement 1,5 W.

Pompe et sonde sont ensuite séparées par une lame séparatrice ; après cette lame, 90 % de

la puissance lumineuse se trouve dans le faisceau de pompe et 10 % dans celui de sonde.

La pompe est alors envoyée sur une ligne à retard [LR (1), �gure 2.1] , qui permet de faire
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2. Expérience pompe-sonde résolue en temps

Figure 2.1: Dispositif expérimental pompe(s)-sonde
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2.2. Dispositif expérimental

varier le délai pompe-sonde entre −1 ns et 2 ns environ.

Avant d'atteindre l'échantillon, la pompe est modulée en polarisation ou en intensité. Dans

le premier cas, la pompe traverse un polariseur de Glan-Laser (PG) suivi d'un modulateur

élasto-optique (MEO) qui permet d'alterner la polarisation circulaire à une fréquence �xe de

42 kHz. Dans le deuxième cas, la modulation d'intensité est obtenue grâce à un modulateur

acousto-optique (MAO) ; la polarisation circulaire, constante, est �xée par le GL suivi d'un

compensateur de Babinet-Soleil. La modulation est contrôlée en forme et en fréquence par

un générateur de fonctions. L'étude du signal photo-induit en fonction des paramètres de

modulation d'intensité est à la base de la technique présentée au chapitre 5, qui nous permet

d'accéder à des dynamiques temporelles de 100 ns à 1 ms (c'est-à-dire 10 à 105 plus grandes

que la plage d'excursion temporelle �traditionnelle� imposée par la période de répétition des

impulsions).

Concernant la sonde, elle est polarisée linéairement à l'aide d'un polariseur dichroïque ;

elle est également modulée en intensité par un hacheur mécanique à une fréquence voisine

de 1 kHz. Après avoir traversé l'échantillon, la sonde passe par une lame quart d'onde,

avant d'être envoyée sur le cube séparateur de polarisations, ce qui revient à analyser la

sonde selon ses deux composantes circulaires. Chacune des composantes est envoyée sur

une photodiode ; le signal expérimental est la di�érence des tensions délivrées par les deux

photodiodes.

Con�guration �2 couleurs�

Dans cette con�guration, la pompe provenant du laser (1) est masquée. L'impulsion de

pompe provient du deuxième laser impulsionnel, elle peut donc être accordée en énergie

indépendamment de l'énergie de la sonde [toujours issue du laser (1)]. Les deux lasers sont

synchronisés à l'aide d'un dispositif �Lock to clock�. Cet appareil permet d'asservir la période

et le décalage temporel des trains d'impulsions provenant des deux lasers. A�n d'ajuster le

délai pompe-sonde, et ainsi de réaliser une acquisition résolue en temps, la pompe issue du

laser (2) passe également par une ligne à retard [LR (2)]. Précisons que, comme dans le

cas résonnant, la pompe peut être modulée en intensité (MAO) ou en polarisation (MEO).

Cette con�guration est étudiée en détail dans les chapitres 4 et 6.

Excitation à deux impulsions

Une troisième ligne à retard est également présente sur le montage [L.R (3) �gure 2.1].

Elle est associée à une paire de cubes séparateurs. Le premier cube divise l'impulsion pompe

initiale en deux, puis la ligne à retard les sépare temporellement d'environ 1,5 ns et en�n le

second cube les réunit. On peut générer ainsi des salves, contenant deux impulsions pompes,

toutes les 13 ns. Le contrôle optique du spin résident par ce type d'excitation est étudié dans

le dernier chapitre.
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La dernière étape du dispositif est l'analyse du signal sonde, que nous précisons dans la

partie suivante.

2.2.2 Détection synchrone du signal

Le signal détecté est la di�érence d'intensité des deux composantes circulaires du faisceau

sonde (∆I). Cependant, il demeure toujours une partie de la di�usion du faisceau pompe

dans la direction du faisceau sonde ; cette di�usion parasite de la pompe est photodétectée

et perturbe la mesure. En e�et, le temps de réponse des photo-diodes étant bien plus grand

que le délai temporel entre la pompe et la sonde (10 ps−13 ns), il est impossible d'isoler uni-

quement le signal sonde dans la photodétection. A�n de pallier ce problème et d'augmenter

le rapport signal à bruit de la mesure, les faisceaux pompe et sonde sont modulés.

Modulation du signal

Le principe de la modulation, et de l'analyse du signal qui en découle, est le suivant.

L'excitation est modulée à la fréquence ωp : les propriétés photoinduites dans l'échantillon

sont donc elles aussi modulées à cette fréquence. La mesure que l'on fait est proportionnelle

à l'intensité de la sonde 1, modulée à ωs, et aux propriétés photoinduites dans l'échantillon,

modulées à ωp. Ainsi, le signal qui nous intéresse (Sphoto), modulé aux fréquences somme

et di�érence des deux précédentes, peut être dans un premier temps exprimé de la manière

suivante :

Sphoto(t) = A(ε) coswpt coswst =
A(ε)

2
[cos(wp + ws)t+ cos(wp − ws)st] (2.1)

où A(ε) est la grandeur que l'on cherche à extraire, c'est-à-dire l'amplitude du signal pho-

toinduit qui dépend du paramètre de l'expérience ε (délai pompe-sonde, champ magnétique,

énergie d'excitation, etc.). Ce signal est ensuite analysé par un jeu de détections synchrones

a�n d'extraire la partie photo-induite recherchée A(ε).

Analyse synchrone

La détection synchrone est composée d'un multiplieur et d'un �ltre. Son action consiste à

multiplier le signal d'entrée par un cosinus de fréquence choisie (wref ) et d'intégrer le tout

pendant un temps déterminé τ (�ltre passe-bande en mode intégrateur). A�n de s'approcher

un peu plus de la réalité expérimentale, ajoutons au signal photo-induit Sphoto deux sources

de bruit :

� B un bruit constant dont les origines sont multiples (photons parasites ne provenant

pas des lasers, bruit électronique...),

� Bp(t) = Bp coswpt la di�usion parasite de la pompe (modulée à ωp) photodétectée

dans le chemin sonde que nous avons mentionné dans le paragraphe précédant.

1. Nous démontrons rigoureusement ce point dans la partie 2.3.
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2.2. Dispositif expérimental

Le signal arrivant dans les détection synchrones s'écrit donc :

S(t) = Sphoto(t) +Bp(t) +B

=
A(ε)

2
[cos(wp + ws)t+ cos(wp − ws)t] +Bp coswpt+B (2.2)

La première action de la détection synchrone est de multiplier le signal par un cosinus de

fréquence de référence wref : S(t) coswref t. A�n d'extraire A(ε), on choisit une fréquence de

référence qui porte A(ε) : (wp +ws) ou (wp −ws). Avec par exemple wref = wp +ws = ωΣ ,

on obtient :

S(t) coswref =

A(ε)

4
[1 + cos 2ωΣt+ cos 2wpt+ cos 2wst] +

Bp
2

[cos(2wp +ws)t+ coswst] +B cosωΣt (2.3)

La valeur moyenne ∆I de cette quantité pendant le temps τ d'intégration est ensuite ex-

traite : ∆I = 1
τ

´ τ
0 S(t) cos(wref t)dt, ce qui constitue la deuxième opération de la détection

synchrone. Avec la relation suivante :

1

τ

ˆ τ

0
cos[αt]dt =

1

τα
sin[ατ ], α ∈ R∗ (2.4)

on obtient,

∆I =
A(ε)

4
[1 +

sin 2ωΣτ

2τωΣ

+
sin 2wpτ

2τwp
+

sin 2wsτ

2τws
]

+
Bp
2

[
sin(2wp + ws)τ

2τ(2wp + ws)
+

sinwsτ

τws
] +B

sinωΣτ

τωΣ

(2.5)

Lorsque le temps d'intégration τ est bien plus grand que les périodes de modulation :

τ � ω−1
s , ω−1

p , 1
τω → 0. Tous les termes oscillants de l'équation (2.5), incluant le bruit B et

la di�usion pompe Bp, deviennent négligeables devant le terme constant de ∆I. Finalement,

le signal en sortie de détection synchrone devient uniquement proportionnel à A(ε).

La modulation des faisceaux pompe et sonde, couplée à l'analyse synchrone, permet donc

d'isoler la grandeur recherchée A(ε) malgré le bruit inhérent à l'expérience.

Remarque

La description formelle du signal Sphoto(t) que nous donnons dans l'équation (2.1) est

incomplète. En e�et, le signal contient également les harmoniques des fréquences fonda-

mentales (ωp, ωs) accompagnées de leurs phases (ϕi, φi). Le signal étant périodique, il est

décomposable en série de Fourier de la manière suivante :

Sphoto(t) = A(ε)(
∑
n

an cos[nwpt+ ϕn])(
∑
k

bk cos[kwst+ φk]), (k, n) ∈ N2 (2.6)
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2. Expérience pompe-sonde résolue en temps

De même, le bruit Bp provenant du faisceau pompe s'écrit :

Bp(t) = Bp
∑

an cos[nwpt+ ϕn] (2.7)

A(ε) est toujours la grandeur que l'on cherche à extraire. Les coe�cients (ai, bi, ϕi, φi) sont

indépendants, en première approximation, du paramètre d'expérience ε (délai pompe-sonde,

champ magnétique, énergie d'excitation, puissance optique, etc.). Ils dépendent uniquement

des caractéristiques de la modulation (fonction de forme de la modulation, fréquence, rap-

port cyclique).

L'analyse synchrone du signal décrit ci-dessus conduit au même résultat que le cas sim-

pli�é précédent : les harmoniques et le bruit sont éliminés par le �ltre de la détection

synchrone, si le temps d'intégration est su�samment grand devant les périodes de modu-

lations ω−1
s et ω−1

p . Seule la composante portée par la fréquence de référence (wp + ws) où

(wp − ws) est extraite.
Précisons que, a�n d'obtenir une mesure indépendante des phases de modulation, on extrait

simultanément le signal photoinduit en phase et en quadrature avec le signal de référence.

La multiplication du signal d'entrée par coswref t et par sinwref t permet d'obtenir, respec-

tivement, la composante en phase A(ε)a1b1 cos(ϕ1 + φ1) et la composante en quadrature

A(ε)a1b1 sin(ϕ1 + φ1). On obtient le module |A(ε)a1b1| par la racine de la somme du carré

de ces deux termes.

2.3 Description microscopique du signal mesuré

Après avoir présenté l'aspect macroscopique du dispositif expérimental, nous nous in-

téressons ici à l'origine microscopique du signal mesuré. Nous établissons le lien entre la

mesure du dichroïsme circulaire photo-induit et les populations des états électroniques dans

l'échantillon de boîtes quantiques dopées p. La démarche du calcul est la suivante : nous

décrivons tout d'abord le champ sonde transmis en fonction de l'état du système pendant

l'impulsion sonde. Nous établissons ensuite la relation entre l'état du système pendant l'im-

pulsion sonde et l'état juste antérieur au passage de celle-ci. Nous montrons �nalement que

la di�érence d'intensité des composantes circulaires du champ sonde est proportionnelle à

la di�érence des populations des états photocréés et résidents des boîtes quantiques.

2.3.1 Expression du champ total en fonction de l'état du système

En con�guration de dichroïsme circulaire, la pompe est polarisée circulairement et la

sonde linéairement [voir �gure 2.2 (b)]. Une lame quart d'onde associée à un cube sépara-

teur de polarisations permet d'analyser le champ sonde transmis selon ses deux composantes

circulaires. La grandeur mesurée est la di�érence d'intensité des deux composantes circu-

laires.

Champ sonde avant interaction

Pour la mesure du dichroïsme circulaire, sur des boîtes dopées ayant des états propres
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2.3. Description microscopique du signal mesuré

Figure 2.2: (a) Règles de sélection optique pour une boîte quantique dopée p contenant un
trou résident ; |h ↑ (↓)〉 et |T ↑ (↓)〉 désignent les états fondamentaux du trou et du trion,
respectivement. (b) Con�guration de dichroïsme circulaire photo-induit (DCP) ; ∆ρh et ∆ρT
désignent la di�érence des populations des états de trous et de trions, respectivement.

circulaires, l'orientation de la polarisation linéaire du faisceau sonde, par rapport aux axes

cristallins du plan de croissance de l'échantillon, n'a pas d'importance.

Soit (~ex, ~ey) une base linéaire du plan de polarisation du champ électrique. On choisit ~ex
suivant la polarisation de la sonde. Avant interaction avec l'échantillon, on exprime le champ

sonde de la manière suivante 2 :

~Es(t) =
[√

2Es(t)~ex

]
e−iωt + c.c. = [Es(t)~e+ + Es(t)~e−] e−iωt + c.c.

où ~e± =
1√
2

(~ex ± i~ey) , Es(t) = E0η(t− τ) (2.8)

avec τ le délai temporel entre la pompe et la sonde, et E0η(t) l'enveloppe de l'impulsion

sonde.

Champ total transmis

Le champ total transmis ~Etottransmis, après la traversée de l'échantillon par le faisceau sonde,

est le résultat du champ incident sommé de la contribution des boîtes quantiques due à

l'interaction optique du champ sonde. Les parties stimulée et absorbée du champ ~Etottransmis
sont contenues dans le champ ~EB émis par les boîtes quantiques pendant le passage de

2. En con�guration de transmission, la phase spatiale ei
~k.~r du champ électromagnétique ne joue pas de

rôle.
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2. Expérience pompe-sonde résolue en temps

Figure 2.3: Représentation schématique de la transmission du faisceau sonde à travers une
structure contenant un plan de boîtes avec son substrat. Les longues �èches représentent le
champ sonde incident ( ~Es, t10

~Es, t10t01
~Es). Les petites �èches désignent le champ émis par

le plan de boîtes quantiques ( ~EB, t01
~EB). Les coe�cients de transmission en amplitude sont

désignés par t10 et t01.

l'impulsion pompe [47, 48]. Le champ total s'exprime alors comme la somme du champ

sonde incident ~Es et du champ ~EB émis par les boîtes quantiques (voir �gure 2.3). En

considérant les facteurs de transmission en amplitude (t10, t01) du matériau, le champ total

transmis s'écrit :

~Etottransmis = t10t01
~Es + t01

~EB = ~Ets + ~EtB (2.9)

où ~Ets et ~E
t
B désignent les champs transmis à l'extérieur de la nanostructure.

Relation entre l'état d'une boîte quantique et son dipôle moyen

Nous allons maintenant établir le lien entre le champ ~EB et l'état microscopique du

système à un instant donné.

L'information est contenue dans la radiation émise par la boîte quantique. La grandeur

microscopique qui induit cette radiation est le dipôle électrique de la boîte. En accord avec

les règles de sélection optique [cf. �gure 2.2 (a)], l'opérateur dipolaire s'écrit :

~̂d = d̂+~e
∗

+ + d̂−~e
∗

− ,

[
d̂+

d̂−

]
=

[
d+|T ↓〉〈h ↓ |
d−|T ↑〉〈h ↑ |

]
(2.10)

Notons que l'on considère que l'amplitude du dipôle électrique des deux transitions circu-

laires est la même : d+ = d− = d.

L'état de la boîte quantique à instant t est décrit dans le formalisme de la matrice den-

sité ρ(t) [49], exprimée dans la base {|h ↓〉, |h ↑〉, |T ↓〉, |T ↑〉}. On déduit de la relation

(2.10), la valeur moyenne ~D(t) de l'observable dipolaire en fonction de l'état ρ(t) de la boîte

quantique, à un instant t considéré :

D±(t) =
〈
d̂±

〉
(t) = Tr[ρ(t)d̂±]
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2.3. Description microscopique du signal mesuré

= 〈h ↓ |ρ(t)d̂±|h ↓〉+ 〈h ↑ |ρ(t)d̂±|h ↑〉+ 〈T ↓ |ρ(t)d̂±|T ↓〉+ 〈T ↑ |ρ(t)d̂±|T ↑〉 (2.11)

[
D+

D−

]
=

[
d〈h ↓ |ρ(t)|T ↓〉+ c.c.

d〈h ↑ |ρ(t)|T ↑〉+ c.c.

]
(2.12)

Champ rayonné par un plan de boîtes quantiques

Sous l'e�et de l'impulsion sonde, le dipôle électrique de la transition fondamentale est

excité (D± 6= 0). Le champ électrique rayonné par un plan de boîtes 3, induit par une

distribution surfacique de polarisation électrique, s'exprime, à l'aide de l'équation (2.12), de

la manière suivante :

~EB = [EB+~e+ + EB−~e−] e(−iωt) + c.c (2.13)[
EB+

EB−

]
= A

[
〈h ↓ |ρ(t)|T ↓〉
〈h ↑ |ρ(t)|T ↑〉

]
avec A =

i

2
µ0cωdN

2D
B (2.14)

où N2D
B est la densité surfacique de boîtes quantiques.

2.3.2 Signal de dichroïsme circulaire, di�érences des populations

Signal de photodétection mesuré

Le champ total transmis ~Etottransmis est composé de la réponse optique des boîtes ~EB et

du champ sonde incident transmis ~Ets. De l'équation (2.9), on déduit ~Etottransmis , et ainsi

la di�érence d'intensité ∆I de ses deux composantes circulaires, en fonction de l'état de la

boîte ρ(t) à un instant t.

~Etottransmis = ~Ets + ~EtB = [E+(t)~e+ + E−(t)~e−] e−iωt + c.c. (2.15)

avec E±(t) = Ets(t) + EtB±(t) , Ets(t) = t10t01Es(t) et EtB±(t) = t01EB±(t)

Finalement :

∆I(t) ∝ |E+(t)|2 − |E−(t)|2 = 2Ets(t)Re[E
t
B+ − EtB−] (2.16)

En ne retenant que les termes du premier ordre du champ électrique dû aux boîtes, on

obtient en substituant (2.14) dans (2.16) :

∆I(t) ∝ t01dE
t
s(t) Im[〈h ↑ |ρ(t)|T ↑〉 − 〈h ↓ |ρ(t)|T ↓〉] (2.17)

3. Nous ne considérons pas ici les e�ets liés à l'inhomogénéité, les boîtes quantiques du plan sont consi-
dérées identiques.
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2. Expérience pompe-sonde résolue en temps

Évolution de la matrice densité sous l'impulsion sonde

Nous avons établi, précédemment, la relation entre la réponse optique ~EB(t) d'un plan

de boîtes quantiques et l'état du système 4 ρ(t) pendant l'impulsion sonde. La traduction

explicite de l'évolution de la matrice densité ρ(t), due à l'interaction entre une boîte et le

champ sonde, permet d'établir une relation entre ce dernier et l'état du système ρ(τ−) juste

antérieur au passage de l'impulsion sonde.

L'origine du temps est donnée par l'impulsion de pompe, τ est le délai temporel entre

l'impulsion pompe et l'impulsion sonde. On suppose que la largeur d'impulsion (τp ∼ 1ps)

est inférieure à tout autre temps caractéristique d'évolution du système. Le hamiltonien

d'interaction entre le champ sonde t10
~Es et une boîte quantique s'écrit 5 :

Hs = − ~̂d.t10
~Es = −d t10Es(|T ↑〉〈h ↑ |+ |T ↓〉〈h ↓ |)e−iωt +H.c. (2.18)

L'évolution de la matrice densité ρ(t), sous l'interaction avec l'impulsion sonde résonnante, se

résout de manière exacte ; elle est donnée par la transformation unitaire suivante [50, 51, 48] :

ρ(t) = U(t)ρ(τ−)U †(t) (2.19)

avec U(t) = cos
Φ(t)

2
1l− i sin

Φ(t)

2
[(|T ↑〉〈h ↑ |+ |T ↓〉〈h ↓ |)] +H.c. (2.20)

où Φ(t) =
2

~
d t10E0

ˆ t

−∞
η(t′ − τ)dt′

On rappelle que t10
~Es est le champ sonde incident à l'intérieur de l'échantillon (cf. �gure 2.3).

L'enveloppe Es(t) est dé�nie dans l'expression (2.8). A l'aide de l'opérateur d'évolution U(t),

on obtient l'expression des termes inter-niveaux de la matrice densité pendant l'impulsion

sonde en fonction de l'état du système à l'instant τ− :

〈hσ |ρ(t)|Tσ〉 = cos2 Φ(t)

2
〈hσ

∣∣ρ(τ−)
∣∣Tσ〉

+
i

2
sin Φ(t)[〈Tσ

∣∣ρ(τ−)
∣∣Tσ〉 − 〈hσ ∣∣ρ(τ−)

∣∣hσ〉] + sin2 Φ(t)〈Tσ
∣∣ρ(τ−)

∣∣hσ〉 (2.21)

avec σ =↑ ou ↓.
On suppose le temps de cohérence, entre les états excités et fondamentaux, inférieur au délai

temporel d'observation τ−. En conséquence, les termes hors diagonaux 〈hσ |ρ(τ−)|Tσ〉 et
〈Tσ |ρ(τ−)|hσ〉 sont négligeables devant les termes de populations : seule la contribution

proportionnelle à sin Φ(t) demeure dans l'expression (2.21).

4. Précisons que les boîtes du plan étant considérées identiques, chaque boîte est dans le même état ρ(t).
5. Les dimensions caractéristiques d'une boîte (∼ 10 nm) sont de deux ordres de grandeur inférieures à

la longueur d'onde du champ électromagnétique (' 1 µm). On considère le champ électrique spatialement
uniforme à l'échelle d'une boîte quantique.

44



2.3. Description microscopique du signal mesuré

En substituant l'équation (2.21) dans l'expression (2.17), on obtient la di�érence d'intensité

∆I(t) en fonction de l'état juste ρ(τ−) antérieur au passage de l'impulsion sonde :

∆I(t) ∝ t01dE
t
s(t) sin Φ(t)[∆ρh −∆ρT ] (2.22)

avec
∆ρT = 〈T ↑ |ρ(τ−)|T ↑〉 − 〈T ↓ |ρ(τ−)|T ↓〉
∆ρh = 〈h ↑ |ρ(τ−)|h ↑〉 − 〈h ↓ |ρ(τ−)|h ↓〉

(2.23)

∆ρT et ∆ρh sont, respectivement, les di�érences de populations de trions et de trous juste

avant l'impulsion sonde.

Cependant, en dynamique pulsée, l'enveloppe du champ sonde dépend du temps et donc

la quantité ∆I aussi. Le signal e�ectivement mesuré est intégré dans le temps : ∆IPCD =´ +∞

−∞
∆I(t)dt . Avec

ˆ +∞

−∞

η(t− τ) sin Φ(t) dt = (1− cos θ)
~

2dt10E0
(2.24)

où θ = 2t10dE0
~
´ +∞

−∞
η(t − τ)dt est l'aire de l'impulsion sonde ; le signal photodétecté s'écrit

�nalement :

∆IPCD ∝ N2D
B t01t10(dE0)2[∆ρh −∆ρT ] (2.25)

En conclusion, la mesure optique du dichroïsme circulaire photoinduit (DCP) est bien

conforme à nos intuitions ; elle est proportionnelle : à l'intensité de la sonde, à la densité sur-

facique de boîtes quantiques, aux facteurs de transmission du matériau, et à la di�érence des

populations des états photocréés et fondamentaux. C'est sur cette troisième caractéristique

que repose tout l'intérêt de nos mesures de DCP dans un échantillon de boîtes quantiques

dopées p, a�n d'y étudier des e�ets de polarisation de spin des porteurs photocréé (trion)

et résident (trou).
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Chapitre 3

Interaction hyper�ne dans les boîtes

quantiques d'InAs
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3. Interaction hyperfine dans les boîtes quantiques d'InAs

Le fort con�nement des électrons et des trous dans les boîtes quantiques supprime les

mécanismes de relaxation actifs lorsque les porteurs sont libres de se déplacer dans l'espace.

En revanche, le con�nement exalte l'interaction hyper�ne entre un porteur de spin localisé

et les noyaux environnants. En e�et, la faible étendue spatiale de la fonction d'onde du

porteur entraîne que celui-ci interagit avec un nombre limité de noyaux, contrairement au

cas des matériaux massifs. La conséquence principale dans les boîtes dopées,où les interac-

tions d'échange électron-trou se compensent dans l'état trion, est que l'interaction hyper�ne

devient alors le processus dominant la relaxation des porteurs de spin [3]. En l'absence d'un

champ magnétique extérieur, l'orientation de spin des électrons est perdue en quelques cen-

taines de ps, par interaction avec les noyaux de la matrice cristalline [10]. Le trou, pour

lequel l'interaction hyper�ne est moins e�cace à cause de la symétrie p de sa fonction de

Bloch, est mieux protégé de cette interaction.

Dans ce chapitre, nous introduisons les éléments et le formalisme nécessaires à la description

de l'interaction électron-noyaux et trou-noyaux, dans les boîtes quantiques. Nous abordons

cette interaction du point de vue de la relaxation de spin qu'elle induit sur les porteurs.

Pour cela, nous nous appuyons sur deux modèles de natures di�érentes : le premier traite de

la relaxation du spin électronique sur un ensemble de boîtes, le second aborde le phénomène

de relaxation du spin d'un point de vue exact sur une boîte unique.

3.1 Origine, terme de contact et terme dipolaire

3.1.1 Hamiltonien hyper�n

Jusqu'à présent nous avons considéré le réseau cristallin comme un ensemble de noyaux

chargés. En fait, les noyaux des semiconducteurs III−V possèdent un spin non nul (contrai-

rement aux semi-conducteurs II−V I, où cela est vrai pour seulement quelques isotopes). Le

moment dipolaire magnétique associé au spin nucléaire est ~µI = µI
I
~I, où µI est le magnéton

nucléaire de l'espèce considérée et ~I désigne l'observable de spin correspondante.

Considérons un noyau particulier de la matrice cristalline et un électron délocalisé. L'électron

se déplace dans le champ électrostatique du noyau (couplage spin-orbite), mais également

dans le champ magnétique nucléaire ~BI créé par ~µI . Le comportement d'une charge q sou-

mise à un champ magnétique s'obtient en remplaçant son impulsion ~p par ~p + q
c
~A, et en

tenant compte de l'énergie du couplage magnétique −~µe. ~BI . ~µe désigne le moment magné-

tique de l'électron, dé�ni par : ~µe = −g0µB ~S, où µB est le magnéton de Bohr 1 et g0 le

facteur de Landé de l'électron libre 2.

1. Nous adoptons la convention où le magnéton de Bohr est toujours pris positif, indépendamment de la
charge de la particule, µB ' 5.79 10−5eV/T.

2. Dans la matière, l'énergie d'interaction entre un champ uniforme et le moment électronique est pro-
portionnelle au facteur de Landé e�ectif geff de l'électron. Ce n'est pas le cas pour l'énergie d'interaction
entre le champ ~BI créé par les noyaux et l'électron. Comme il a été démontré par Y. Yafet [52], on doit
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3.1. Origine, terme de contact et terme dipolaire

Le champ magnétique produit par le dipôle ~µI , en un point séparé par un vecteur ~r, dérive

du potentiel vecteur ~AI :

~AI =
µ0

4πr3
~µI × ~r et ~BI = ∇× ~AI (3.1)

En ne considérant que les termes linéaires en ~A, on obtient pour l'hamiltonien d'interaction

magnétique électron-noyau 3 :

Hhf = −µ0

4π

{
−2µB
r3

~L.~µI +
1

r3
[3(~µI .~er)(~µe.~er)− ~µI~µe] +

8π

3
~µI .~µeδ(~r)

}
(3.2)

où ~r est le vecteur reliant la position du noyau à celle de l'électron et ~L le moment cinétique

orbital de l'électron (~L = ~r×~p/~). Cet hamiltonien agit, en tant qu'opérateur, à la fois dans

l'espace de l'électron et dans celui du noyau.

� Le premier terme de Hhf représente l'interaction du moment magnétique nucléaire

avec le champ magnétique créé au niveau du noyau par la rotation de la charge élec-

tronique (moment orbital de l'électron).

� Le second terme représente l'interaction dipôle-dipôle entre les moments magnétiques

électronique et nucléaire, c'est-à-dire l'interaction du moment magnétique du spin de

l'électron avec le champ magnétique créé par ~µI (ou vice versa).

� Le troisième terme, non nul en r = 0 (lorsque les fonctions d'onde de l'électron et

du noyau se recouvrent), appelé terme de contact de Fermi Hc, décrit l'interaction

entre le spin de l'électron et le champ magnétique régnant à l'intérieur du noyau. Ce

terme traduit le fait que le champ magnétique créé par ~µI n'a pas la même forme à

l'intérieur du noyau qu'à l'extérieur de celui-ci (terme dipôle-dipôle).

Remarque : La description de cette interaction à partir des états quanti�és du rayonnement

électromagnétique est faite dans la référence [27] (page 544). Le couplage hyper�n n'engendre

pas de processus modi�ant l'état du rayonnement entre l'état initial et l'état �nal. Le photon

étant explicitement le médiateur de toute interaction électromagnétique, il est intéressant de

noter que, de ce point de vue, l'interaction hyper�ne se traduit par un échange de photons

entre le noyau et l'électron. L'état du système en présence de photons émis ne peut constituer

un état �nal ; c'est un état transitoire, ou parfois appelé �virtuel�.

3.1.2 Terme de contact, électron de conduction

Pour un électron de conduction, le terme de contact de Fermi domine l'interaction hy-

per�ne. Nous exprimons, ici, la forme e�ective de l'hamiltonien de contact pour un électron

de conduction d'une boîte quantique.

utiliser le facteur de Landé de l'électron libre (g0 = 2).
3. Le calcul détaillé se trouve dans les références [53, 54].
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3. Interaction hyperfine dans les boîtes quantiques d'InAs

En prenant la valeur moyenne sur les coordonnées orbitales de l'électron, on obtient un

hamiltonien agissant uniquement sur les variables de spin :

〈ϕ(~r)|Hc |ϕ(~r)〉 =

ˆ
ϕ(~r)∗Hcϕ(~r)d3r

= −2

3
µ0

∣∣ϕ(0)2
∣∣ ~µI .~µe (3.3)

où ϕ(~r) représente la partie orbitale de la fonction d'onde de l'électron. En remplaçant les

opérateurs de moments magnétiques par ceux de spin, l'interaction hyper�ne prend la forme

d'un hamiltonien de Heisenberg :

4

3I
µ0µIµB

∣∣ϕ(0)2
∣∣ ~S.~I (3.4)

Dans le cristal semiconducteur, la fonction d'onde électronique est représentée par le produit

d'une fonction enveloppe Φ(~r), lentement variable à l'échelle d'une maille élémentaire, et

d'une fonction de Bloch u(~r) : ϕ(~r) = Φ(~r)u(~r) (cf. chapitre 1). En raison de la symétrie

p des états de valence (uv(0) = 0), l'interaction hyper�ne de contact est négligeable pour

ces états. En revanche, la symétrie s des états de conduction exalte le recouvrement de la

fonction d'onde sur le site atomique. Le terme de contact est alors plus grand que le terme

dipôle-dipôle. L'interaction hyper�ne pour un électron de conduction est donc dominée par

le terme de contact (nous le désignons par la suite He).

Constante hyper�ne

On introduit la constante hyper�ne Aeα dé�nie sur une cellule unité, de volume ν0 :

He = Ae~S.~I , avec Ae = Aeε |Φ(0)|2 ν0 (3.5)

et Aeε = 4
3ν0
µ0µB

µεI
Iε
|uε(0)|2 où |uε(0)|2 est le carré de l'amplitude de la fonction de Bloch

sur le site nucléaire d'élément ε. La valeur de la constante hyper�ne dépend du matériau

et du choix de la cellule unité. Dans la structure blende de zinc qui nous concerne ici, elle

contient deux atomes. En prenant comme condition de normalisation sur la fonction de

Bloch 4 :
´
ν0
|u(~r)|2 d3r = ν0, on estime pour la constante hyper�ne [56, 3] : A

e

In = 56 µeV,

A
e

As = 46 µeV et A
e

Ga = 43 µeV.

Remarque

La forme de Heisenberg que prend l'hamiltonien He rappelle la forme e�ective ∝ ~S1.~S2

utilisée, par exemple, pour traiter le ferromagnétisme dans la matière. Cependant, si l'ha-

miltonien hyper�n est bien le résultat d'une interaction entre dipôles magnétiques, ce n'est

pas le cas du ferromagnétisme. Il résulte de l'interaction électrostatique coulombienne entre

les électrons et du principe d'exclusion de Pauli qui, bien que mettant en jeu le spin des

particules, ne peut pas être considéré comme une interaction.

4. La fonction de Bloch est très piquée sur les sites nucléaires [55, 56], ce qui conduit à |u(0)|2
v0

∼ 10
25

cm−3

pour les noyaux d'In, d'As et de Ga.
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3.2. Relaxation du spin de l'électron induite par l'interaction hyper�ne

3.1.3 Un électron en interaction avec N noyaux

Dans une boîte quantique d'InAs, l'électron interagit avec N ∼ 105 noyaux. Pour obtenir

le hamiltonien total du système, il nous faut sommer toutes les interactions individuelles

électron-noyaux :

He =
∑
j

A
e

j
~S.~Ij avec Aej = Aeε |Φ(~rj)|2 ν0 (3.6)

où ~rj désigne la position du noyau j et Φ(~rj) est la valeur de la fonction enveloppe sur le

site j.

Le nombre total de noyaux est proportionnel au volume V de la boîte quantique : N = 2 Vν0
.

La densité électronique moyenne dans une boîte quantique est |̃Φ|2 = 2
ν0N

. En conséquence,

le couplage moyen entre un électron de conduction et un noyau est 2
NA

e
ε, inversement pro-

portionnel à la taille de la boîte quantique.

Propriétés de l'hamiltonien

Avec un axe de quanti�cation choisi suivant z, il est commode d'introduire les combinaisons

linéaires suivantes : S± = Sx± iSy, Ij± = Ijx± iIjy . L'expression de l'hamiltonien He devient

ainsi :

He =
∑
j

A
e

j(SzI
j
z +

S+I
j

− + S−I
j

+

2
) (3.7)

� Cet hamiltonien conserve le moment cinétique de spin total du système ~F = ~S +∑
j
~Ij ([He, ~F ] = 0).

� Le second terme, couramment appelé ��ip-�op�, couple les opérateurs de création et

d'annihilation de spin entre l'électron et les noyaux. Il est donc responsable du transfert

de moment angulaire de spin entre l'électron et l'ensemble des noyaux de la boîte

quantique. Ce terme requerra notre attention car il est à l'origine des phénomènes de

relaxation de la polarisation du spin électronique, et de génération de la polarisation

dynamique nucléaire.

� Le premier terme du hamiltonien n'induit pas de relaxation 5, mais il est en revanche

responsable du déplacement (Overhauser, Knight) des niveaux d'énergie de spin.

3.2 Relaxation du spin de l'électron induite par l'interaction

hyper�ne

Dans cette partie, nous discutons du rôle majeur joué par l'interaction hyper�ne dans la

relaxation de la polarisation électronique. Pour argumenter cette discussion, nous présentons

deux modèles permettant de traiter cette relaxation.

5. Pour un électron polarisé suivant z.
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3. Interaction hyperfine dans les boîtes quantiques d'InAs

3.2.1 Problématique

Le spin électronique est en contact avec un très grand nombre de noyaux. Le couplage

hyper�n agit à la fois dans l'espace de l'électron et dans celui des noyaux. La dispersion

de la fonction d'onde de l'électron dans la boîte quantique entraîne que celui-ci est couplé

di�éremment avec chaque noyau. Le �petit� système que constituent les deux états de spin

de l'électron est donc lié de manière multiple au �réservoir� de spins nucléaires.

Le problème est le suivant : comment calculer les observables liées au petit système ?

L'équation de Liouville ou d'Heisenberg permet d'obtenir l'évolution temporelle des ob-

servables. Néanmoins, en raison de la multiplicité des couplages entre les observables du

système électronique et du réservoir, le problème se révèle être très complexe.

On peut se demander alors s'il n'est pas possible de réduire le très grand nombre d'équations

de Heisenberg en un plus petit nombre, liées uniquement au système électronique. Sous la

gouverne d'approximations sur le réservoir de spins nucléaires, c'est la démarche entreprise

par I.A. Merkulov et coll. [3] pour traiter la relaxation du spin de l'électron.

3.2.2 Approche semi-classique sur un ensemble de boîtes

Le problème consiste à résoudre la dynamique de la polarisation de spin, induite par

l'interaction hyper�ne, sur un ensemble de boîtes, dont le spin électronique de chacune est

initialement orienté suivant une direction privilégiée ~S0.

Hypothèses sur le réservoir

Du point de vue de l'électron, l'observable qui caractérise le réservoir de spins nucléaires

est le champ e�ectif hyper�n ~Bn. On le dé�nit naturellement de la manière suivante :

He = geµB ~S. ~Bn où ~Bn =
1

geµB

∑
j

A
e

j
~Ij (3.8)

Les observables de spin Ix, Iy, Iz ne sont pas simultanément mesurables, il en est de même

pour les observables du spin nucléaire total
∑

j
~Ij et du champ hyper�n ~Bn. En raison du

nombre élevé de noyaux, les �uctuations du champ hyper�n sont de grande amplitude. La

moyenne quadratique σn quanti�e cette �uctuation :

σ2
n =

〈
~B2
n

〉
−
〈
~Bn

〉2

=
1

(geµB)2

〈(
∑
j

A
e

j
~Ij)2

〉
−

〈∑
j

A
e

j
~Ij

〉2
 (3.9)

Absence de polarisation nucléaire

On suppose la polarisation nucléaire nulle
〈
~Ij
〉

= 0, ce qui entraîne que les corrélations
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3.2. Relaxation du spin de l'électron induite par l'interaction hyper�ne

nucléaires sont également nulles :

〈
~Ij .~Ik

〉
= δkj

〈
(~Ij)2

〉
= δkjI

j(Ij + 1) (3.10)

Avec cette hypothèse, l'expression (3.9) devient :

σ2
n =

1

(geµB)2

∑
j

(Aej)
2Ij(Ij + 1) (3.11)

La densité électronique moyenne dans une boîte quantique est |̃Φ|2 = 2
ν0N

, ce qui conduit

à Ãej = 2
N

∑
ε xεA

e
ε où la somme a lieu sur le type d'éléments nucléaires présents dans la

boîte, ε= In, As, Ga ; xε est la composition chimique telle que
∑

ε xε = 1. On obtient pour

l'amplitude des �uctuations du champ hyper�n :

σ2
n = (

2

geµB
)2 1

N

∑
ε

xε(A
e
ε)

2Iε(Iε + 1) (3.12)

Champ hyper�n statique

Dans l'approche de I. A. Merkulov et coll. [3], le champ hyper�n perçu par l'électron est

traité comme un �vrai� champ magnétique classique.

Le caractère �uctuant du champ hyper�n est pris en considération de la manière suivante :

Le champ hyper�n est spatialement distribué en amplitude et en direction sur les di�érentes

boîtes de l'échantillon. Cela conduit chaque électron de chaque boîte à précesser autour d'un

champ di�érent.

Le temps caractéristique de précession Tσ est relié à la moyenne quadratique des �uctuations

du champ par :

Tσ =
~

µB|ge|σn
= ~

(
N

4
∑

ε xε(A
e
ε)

2Iε(Iε + 1)

) 1
2

(3.13)

Avec les paramètres suivants : N = 105, Aeε ' 50µeV , |ge| ' 0.5, xGa ' xIn xAs = 0.5,

on obtient Tσ ∼ 1 ns. L'estimation de ce temps est précieuse. En e�et, l'hypothèse clé du

modèle repose sur le fait que ce temps est très inférieur aux temps caractéristiques de la

dynamique des spins nucléaires, à savoir :

� Le temps de précession T e des noyaux dans le champ hyper�n de l'électron ~Be où

T e ∼
√
NTσ . En e�et, ~Be est le re�et de l'interaction entre un noyau et un unique

électron, ce qui conduit à un couplage e�ectif environ
√
N fois plus petit 6 .

� Le temps caractéristique τ de l'interaction dipôle-dipôle entre spins nucléaires, τ ∼ 0.1

ms.

Le problème se ramène �nalement à considérer la précession d'un ensemble d'électrons

autour d'un champ statique distribué aléatoirement de boîte en boîte.

6. Avec He = −
∑
j µj

~Ij . ~Bje , ~Bje = −A
e
j
~S

µI
, on déduit σ2

e ∼ ( 2Ae

NµI
)2 et le temps de précession caractéris-

tique T e ∼ ( ~N
Ae ).
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3. Interaction hyperfine dans les boîtes quantiques d'InAs

Déphasage de la polarisation de spin électronique d'un ensemble de boîtes

On suppose que le champ hyper�n est distribué dans l'ensemble des boîtes suivant une

densité de probabilité gaussienne 7 :

P ( ~Bn) =
1

(2
3π)

3
2σ3

n

exp[−3 ~(Bn)2

2σ2
n

] =
1

π
3
2 ∆3

n

exp[−
~(Bn)2

∆2
n

] (3.14)

où ∆2
n = 2

3σ
2
n qui, comme on le verra par la suite, est la grandeur caractéristique du pro-

blème. Le spin dans chacune des boîtes est initialement suivant ~S0 ( ~S0 = S0~ez). L'évolution

temporelle ~S(t) d'un spin soumis à un champ ~Bn est décrite par l'équation :

d ~S(t)

dt
= ~wn × ~S(t) avec ~wn =

geµB
~

~Bn (3.15)

Pour un champ ~Bn statique, l'équation du mouvement de ~S(t) s'écrit :

~S(t) = (~S0.~n)~n+ [~S − (~S0.~n)~n] coswnt− (~S0 × ~n) sinwt (3.16)

avec ~n =
~Bn
Bn

. Le spin de l'électron injecté dans chaque boîte précesse de manière cohérente

autour du champ. L'évolution du spin moyen
〈
~S(t)

〉
sur l'ensemble des boîtes quantiques

est donnée par : 〈
~S(t)

〉
=

ˆ
~S(t)P ( ~Bn)d3 ~Bn (3.17)

On obtient �nalement pour la composante suivant ~S0 :

〈Sz(t)〉 =
S0

3

{
1 + 2[1− 2(

t

2T∆
)2] exp[−(

t

2T∆
)2]

}
avec T∆ =

~
µBge∆n

(3.18)

Cette équation est très probante. Chaque électron, précessant autour d'un champ di�érent,

se déphase avec le temps par rapport aux autres ; ainsi la polarisation moyenne électronique

sur l'ensemble diminue. Le temps caractéristique de ce déphasage est T∆ ∼ 1 ns. Ce qui, au

regard des temps caractéristiques des autres mécanismes de relaxation (basés sur le couplage

spin-orbite), en fait le processus dominant la relaxation du spin électronique en l'absence

de champ magnétique appliqué.

Par ailleurs, il est remarquable que la relaxation du spin soit partielle (voir �gure 3.1) : 2/3

de la polarisation relaxe, le tiers restant est conservé. Ceci rend compte de l'équiprobabilité

de l'orientation du champ ~Bn ; on peut le comprendre avec une image simple. Pour 2/3 des

boîtes, ~Bn est essentiellement transverse au spin initial ~S0. Pour ce sous-ensemble, le spin

moyen
〈
~S
〉
relaxe vers 0 en un temps T∆. A l'inverse, pour le tiers restant, ~Bn est plutôt

colinéaire à ~S0, donc
〈
~S
〉
' ~S0. Quand on fait la moyenne de ces deux sous-ensembles, on

trouve bien que
〈
~S
〉
→ ~S0

3 en un temps typique T∆.
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Figure 3.1: Comportement temporel de la polarisation de spin d'électron suivant z, d'un en-
semble de boîtes 〈Sz(t)〉 /S0, pour di�érentes valeurs du champ magnétique appliqué. Courbes
calculées avec ∆n = 50 mT, T∆ = 500 ps, et un champ appliqué suivant la polarisation ini-
tiale de spin ~S0 = S0~ez.

Maintien du spin en présence d'un champ magnétique extérieur

Le champ extérieur est un paramètre pertinent du point de vue de l'interaction hyper�ne.

En e�et, on constate sur la �gure 3.1 que la polarisation de spin est maintenue pour un

champ appliqué supérieur à ∆n (50 mT). Le champ appliqué, suivant la direction initiale

de la polarisation, écrante le champ hyper�n. Si le champ appliqué est su�samment fort,

les spins se trouvent donc protégés de l'interaction hyper�ne et la polarisation demeure

constante.

Précisons que la résolution de la dynamique des spins, en présence d'un champ magnétique

appliqué, s'obtient en remplaçant ~Bn par ~Bn + ~Bappliqué dans l'équation (3.16).

Mise en évidence expérimentale du mécanisme

Nous commentons, dans cette section, les résultats de P.-F. Braun et coll. [10] obtenus

en 2005 sur un ensemble de boîtes d'InAs dopées p. Ces résultats constituent la première

preuve expérimentale de la relaxation du spin électronique induite par l'interaction hyper-

�ne sur un ensemble de boîtes quantiques.

7. P ( ~Bn) est le produit de trois distributions Pi =
1

(2π)
1
2 σi

exp[− B2
i

2σ2
i
] avec i = x, y, z et σ2

i = 1
3
σ2
n.
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3. Interaction hyperfine dans les boîtes quantiques d'InAs

Figure 3.2: Comportement temporel de la polarisation circulaire de la photoluminescence
d'un échantillon de boîtes quantiques dopées p, pour di�érents champs appliqués. L'excita-
tion impulsionnelle, polarisée circulairement, est à plus haute énergie, dans la couche de
mouillage. La �gure en encart est le résultat d'une simulation avec la prise en compte d'une
dispersion sur le nombre de noyaux par boîte quantique. Figure issue de la référence [10].

La �gure 3.2 présente les résultats d'une expérience de luminescence résolue en temps, pour

di�érents champs magnétiques appliqués, sur un échantillon de boîtes quantiques dopées p.

La polarisation circulaire Pc(t) = 2
〈
Sz(t)

〉
est obtenue en faisant la di�érence sur la somme

des intensités de luminescence co-polarisée et contra-polarisée par rapport à la polarisation

circulaire de l'impulsion d'excitation. Le taux de polarisation est celui de l'électron dans

l'état trion X+ photocréé.

Sur la courbe sans champ magnétique appliqué, on observe deux régimes temporels : un

déclin de la polarisation sur environ 700 ps, suivi d'un plateau stable sur la durée accessible

à la mesure. Conformément 8 aux prédictions de I.A. Merkulov et coll., la polarisation du

plateau (12 %) est le tiers de la polarisation initiale (∼40%).

L'évolution de la polarisation en fonction du champ magnétique appliqué est également une

preuve concluante de la manifestation du mécanisme hyper�n. En e�et, le champ appliqué

gèle notablement la relaxation, dès 100 mT. Pour des champs supérieurs à 400 mT, la pola-

8. Précisons que le creux de la polarisation, manifeste vers 2T∆, n'est pas observé. L'explication repose
sur la dispersion du nombre de noyaux par boîte dans l'échantillon, ce dont rend compte la simulation de
la �gure 3.2 .
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3.2. Relaxation du spin de l'électron induite par l'interaction hyper�ne

risation conserve pratiquement son niveau initial 9. La simulation en encart de la �gure 3.2

permet aux auteurs d'estimer le temps caractéristique de relaxation à T∆ =470 ps.

Bilan

Le mécanisme proposé par I. A. Merkulov et coll. est très satisfaisant pour décrire la dy-

namique de spin de l'électron de conduction d'un ensemble de boîtes. Néanmoins plusieurs

interrogations demeurent.

Si, sur un ensemble de boîtes, le mécanisme de relaxation se traduit comme un déphasage

des fréquences de précession des électrons, qu'en est-il sur une seule boîte ? On pourrait

invoquer le principe ergodique : toutes les con�gurations prises dans l'espace par le champ

hyper�n sont satisfaites dans le temps sur une seule boîte, mais cela n'est pas satisfaisant.

En e�et, l'hypothèse fondatrice du modèle repose sur le gel du champ hyper�n bien au-delà

de T∆. Comment alors imaginer une dynamique de relaxation de cet ordre de temps sur une

seule boîte ?

Un autre élément du modèle soulève un questionnement. Le traitement classique du champ

hyper�n entraîne que chaque électron précesse de manière cohérente autour de celui-ci. Sur

un ensemble de boîtes, cela induit, sans champ magnétique appliqué, que les composantes

transverses de la polarisation de spin sur l'ensemble, 〈Sx〉 et 〈Sy〉, oscillent puis s'amortissent

[3]. On peut se demander si ces termes de cohérence (〈Sx〉, 〈Sy〉 ) induits par l'interaction
hyper�ne ont une réalité physique ou non.

Nous tentons d'approfondir cette ré�exion dans la partie suivante.

3.2.3 Approche exacte sur une seule boîte

Nous présentons ici un modèle traitant de la relaxation hyper�ne sur une seule boîte

[57]. Ce modèle permet d'apporter des éléments de réponse au questionnement soulevé dans

la partie précédente, notamment sur la dynamique de relaxation sur une boîte unique et la

validité du traitement classique du champ hyper�n. Nous faisons, ensuite, le lien entre les

deux approches, puis nous discutons de l'intérêt d'utiliser l'une ou l'autre des modélisations.

Hypothèses

Le modèle proposé par G. G. Kozlov [57] est basé sur la résolution exacte de l'hamilto-

nien hyper�n. La méthode est décrite en détail dans l'annexe A. Nous en présentons ici les

grandes lignes.

Pour éviter la multiplicité des couplages due à la dispersion de la fonction d'onde (cf. sec-

tion 3.2.1), le problème est simpli�é en supposant la fonction d'onde électronique homogène

(|Φ(~r)|2 = cst). En conséquence, le couplage hyper�n est indépendant de la position des

9. En revanche, on observe que la polarisation initiale S0 augmente avec le champ Bz. Ceci est dû au gel
des mécanismes de relaxation de spin pendant la thermalisation de l'électron jusqu'au niveau fondamental
de trion.
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3. Interaction hyperfine dans les boîtes quantiques d'InAs

noyaux à l'intérieur de la boîte quantique. Les noyaux sont supposés de spin 1/2 et de la

même espèce.

Le hamiltonien hyper�n, en présence d'un champ magnétique 10 Bz, s'écrit :

He = ~wSz +
∑
j

Aej ~S.~I
j avec Aej = Aeε |Φ(~rj)|2 ν0 et ~w = µBgeBz (3.19)

Compte tenu des hypothèses, le hamiltonien hyper�n se simpli�e de la manière suivante :

He = ~w.S +A~S.~I avec A = Aej = Ae |Φ|
2

ν0 = cst (3.20)

où ~I =
∑j=N

j=1
~Ij est l'opérateur de spin nucléaire total, et A est la constante de couplage

hyper�n homogène.

Base des états

Contrairement à la modélisation semi-classique, les systèmes électronique et nucléaire sont

quanti�és.

Le hamiltonien dépend uniquement du spin nucléaire total ~I. Il est donc commode de décrire

le système nucléaire dans une base propre des opérateurs I2 et Iz : |J, L〉 où J est le nombre

quantique relatif du moment total tel que
〈
I

2〉
= J(J + 1), et L la projection du moment

total suivant z. La base devient complète lorsqu'on y ajoute les états du spin électronique

par le produit tensoriel suivant : ∣∣Sz〉⊗ |J, L〉 ≡ |Sz, J, L〉 (3.21)

avec Sz = ±1
2 , L = J, J − 1, ...,−J , et avec un nombre de noyaux pair N , J = 0, 1, .., N2

Hamiltonien diagonal par blocs

Dans cette base, les états sont uniquement couplés deux à deux par les termes transverses

du hamiltonien : ∣∣−1

2
, J, L

〉
↔
∣∣1
2
, J, L− 1

〉
(3.22)

Avec ces considérations, et en ordonnant de manière adéquate la base des états, le hamil-

tonien He est diagonal par blocs à deux dimensions (cf. annexe A). La brique élémentaire

He
JL s'écrit dans la sous-base (

∣∣−1
2 , J , L

〉
,
∣∣1

2 , J , L− 1
〉
) :

He
JL =

[
−(~w +AL)/2 A

2

√
J(J + 1)− L(L− 1)

A
2

√
J(J + 1)− L(L− 1) (~w +A(L− 1))/2

]
(3.23)

avec L = J, J − 1, ...,−J + 1.

10. On néglige le terme Zeeman sur les noyaux devant celui de l'électron : geµB
µI
∼ 500.
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Évolution temporelle du système

Les simpli�cations précédentes permettent de calculer la dynamique du système total

simplement (les subtilités sont présentées en annexe A). He étant diagonal par blocs, le

problème se résume à traiter l'évolution du sous-système élémentaireHe
JL à deux dimensions

par l'équation de Liouville :

i~ρ̇JL = [HJL, ρJL] (3.24)

où ρJL est la matrice densité associée au bloc élémentaire He
JL. La solution étant analytique,

on reconstruit ainsi la matrice densité totale ρ du système (cette étape est en revanche

numérique). Les observables nucléaires et électroniques sont ensuite extraites par la trace

des opérateurs : 〈
Si(t)

〉
= Tr[ρ(t)Si]〈

Ii(t)
〉

= Tr[ρ(t)Ii] |i=x,y,z
(3.25)

Précisons que les solutions étant numériques, le temps de calcul dépend du nombre de

noyaux considérés.

Dynamique du spin de l'électron de conduction dans une boîte unique

Le cas particulier qui nous intéresse ici, se résout analytiquement. En e�et, sans champ

appliqué et en considérant un système nucléaire non polarisé, on obtient pour la composante

Sz suivant la direction d'initialisation [57] :

Sz(t) =
S0

3

{
1 + 2[1−N(

At

2~2
)2] exp[−N(

At

2
√

2~2
)2]

}
avec ~S(0) = S0~ez (3.26)

En prenant comme valeur constante de la fonction d'onde la valeur moyenne |̃Φ|2 = 2
ν0N

,

on obtient pour la constante de couplage hyper�n homogène (cf. expression (3.20)) : A =

Ae |̃Φ|2ν0 = 2Ae

N .

En posant T1 = ~
Ae

√
N
2 , l'expression (3.26) devient :

Sz(t) =
S0

3

{
1 + 2[1− 2(

t

2T1
)2] exp[−(

t

2T1
)2]

}
(3.27)

Ce résultat est remarquable : cette expression est identique à celle obtenue avec le modèle

semi-classique sur un ensemble de boîtes [cf. expression (3.18)].

Avant de conclure, comparons formellement le temps T1 obtenu par la méthode exacte,

avec le temps T∆ obtenu par la méthode semi-classique. Nous avons dé�ni, dans la partie

précédente, T∆ de la manière suivante :

T∆ =
~

µBge∆n
= ~

(
3N

8
∑

α xα(Aeα)2Iα(Iα + 1)

) 1
2

(3.28)

Dans l'approche exacte, la dynamique est résolue avec une seule espèce nucléaire, de spin

1/2, par boîte quantique : xα = 1, Aeα = Ae. Avec ces mêmes conditions on obtient pour le
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3. Interaction hyperfine dans les boîtes quantiques d'InAs

Figure 3.3: Résultats sur une boîte unique dopée p. (a) Polarisation circulaire de la photolu-
minescence résolue en temps sous excitation circulaire alternée σ+/σ− (carrés) et constante
σ+ (ronds). Spectres de luminescence dans le cas de la polarisation alternée (c) et constante
(b). Sur la �gure (b), la séparation en énergie ∆E témoigne de la présence du champ Ov-
serhauser qui en retour écrante la relaxation du trion X+ (�gure (a), points ronds). Les
énergies d'excitation et d'émission sont respectivement 1.375 et 1.338 eV (elles sont sépa-
rées d'un phonon LO). Figures issues de la référence [11].

temps de déphasage T∆ précédent :

T∆ =
~
Ae

√
N

2
= T1 (3.29)

Les dynamiques de spin calculées suivant ~ez sont donc identiques dans les deux approches.

Avant de comparer plus �nement les deux approches, nous présentons un résultat expéri-

mental qui con�rme les conclusions de cette partie.

Mise en évidence expérimentale

La preuve expérimentale de l'observation d'une telle dynamique de relaxation de spin

sur boîte unique a été apportée récemment par X. M. Dou et coll. [11]. Leur expérience de

photoluminescence résolue en temps est menée sur une boîte d'InAs dopée p, sans champ

magnétique appliqué.

On constate, sur la �gure 3.3, que tous les ingrédients de la relaxation prévus par les mo-

délisations sont présents : T∆,1 ' 550 ps, la polarisation marque un creux pour un temps

' 2T∆,1, puis �nalement sature au tiers (20 %) de sa valeur initiale (60 %). La similitude

avec les résultats de P.-F. Braun et coll. sur un ensemble de boîtes (cf. 3.2.2) est marquante.
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3.2. Relaxation du spin de l'électron induite par l'interaction hyper�ne

Hormis l'absence du creux due à l'inhomogénéité sur l'ensemble des boîtes, les dynamiques

de relaxation de spin électronique sont identiques, aussi bien dans le comportement temporel

qu'au niveau du temps caractéristique (T∆,1 ' 470 ps sur ensemble [10]).

3.2.4 Comparaison des deux modèles

Similitudes

Le comportement temporel et le temps caractéristique de la dynamique de spin suivant

la direction d'initialisation (~ez) sont identiques dans les deux approches. Ce qui peut être

perçu comme un déphasage dans un environnement nucléaire statique, dans le modèle sur

ensemble, traduit en réalité un mécanisme de relaxation individuel du spin dans chaque

boîte, dans le modèle exact.

Cependant, si conceptuellement les deux approches semblent di�érentes, l'identité des dyna-

miques de spin re�ète un point de départ commun : la dispersion de la fonction de l'électron

n'est pas prise en compte. Le champ nucléaire statique du modèle de I. A. Merkulov et coll.

correspond à l'hypothèse du couplage homogène dans le modèle de G. G. Kozlov.

Cette hypothèse d'homogénéité permet de traiter de manière très satisfaisante la dynamique

�rapide� de la relaxation de l'électron. En revanche, les phénomènes liés au changement 11 de

con�guration nucléaire sont ignorés. Ces processus conduisent à une relaxation supplémen-

taire de l'électron dans un temps bien supérieur à T∆,1 [9, 15, 14].Avec l'appui de résulats

expérimentaux, nous abordons ce point dans le chapitre 5.

Di�érences

Les deux modèles divergent au niveau de la dynamique des composantes de spin Sx et

Sy, transverses à la direction d'initialisation ~ez. Dans le modèle sur ensemble, on observe

une oscillation puis un amortissement vers zéro des composantes Sx et Sy [3]. Ce point

suscite un certain questionnement (cf. 3.2.1). En e�et, dans l'approche exacte, lorsque les

composantes transverses sont initialement nulles, elles le demeurent pour tout temps. Le

spin de l'électron n'oscille pas en présence du couplage hyper�n. Si les termes hors diago-

naux de la matrice (3.23) traduisent bien une oscillation cohérente, cela concerne les états

électron-noyaux
∣∣Sz, J, L〉. En e�et, la matrice densité totale du système possède la même

structure que le hamiltonien : diagonale par blocs à deux dimensions (cf. annexe A) où

seules les termes de cohérence entre les états
∣∣−1

2 , J, L
〉
et
∣∣1

2 , J, L− 1
〉
sont non nuls. En

conséquence, la matrice densité électronique, issue de la trace partielle de la matrice densité

totale, est diagonale dans la base {
∣∣Sz = −1

2

〉
,
∣∣Sz = 1

2

〉
}.

L'origine de cette di�érence provient du fait de considérer le champ hyper�n comme un

11. Par exemple, considérons deux noyaux où la fonction d'onde électronique est di�érente sur chaque site
nucléaire. Une succession de processus ��ip-�op� peut conduire à échanger le spin des deux noyaux, tout en
conservant le spin électronique ; la con�guration de l'ensemble des spins nucléaires perçue par l'électron est
alors modi�ée.
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3. Interaction hyperfine dans les boîtes quantiques d'InAs

champ magnétique réel 12 dans le modèle de Merkulov. La dynamique non nulle de Sx et Sy
qui en découle ne semble pas contenir de réalité physique.

Choix d'utilisation

Le modèle exact permet de calculer les observables de spin électroniques et nucléaire. Cela

ouvre la possibilité de tenir compte de l'accumulation de spin électronique vers le système

nucléaire, après chaque impulsion d'excitation. On peut ainsi modéliser les e�ets de polarisa-

tion dynamique nucléaire et la polarisation du spin électronique de manière auto-cohérente.

Les e�ets liés à la polarisation des noyaux sont discutés dans le chapitre 6.

Cependant, la prise en compte du champ magnétique appliqué et de la répétition des im-

pulsions d'excitation, se révèle coûteuse en temps de calcul, ce qui limite la modélisation à

un nombre restreint de noyaux par boîte quantique.

En revanche, si le modèle de Merkulov et coll. ne permet pas de calculer la dynamique

nucléaire, il est numériquement rapide. De plus, c'est un modèle très souple, qui permet

de traiter conjointement la dynamique de spin des espèces photocréée et résidente dans les

boîtes quantiques. Nous verrons au chapitre suivant la mise en oeuvre de ce modèle pour

décrire la dynamique de spin dans notre système de boîtes dopées p.

Conclusion

A travers les deux approches, l'interaction hyper�ne apparaît comme un mécanisme de

relaxation majeur du spin de l'électron de conduction dans les boîtes quantiques. Les ré-

sultats expérimentaux des références [10, 11], apportent une preuve expérimentale claire

de ce mécanisme, qui se manifeste sur un temps caractéristique T∆,1 ' 500 ps. Un champ

magnétique appliqué permet de geler ce mécanisme et de protéger ainsi l'observable de spin

électronique de la relaxation. Cependant, en l'absence de champ magnétique, l'interaction

hyper�ne limite l'utilisation du spin de l'électron de conduction comme support d'informa-

tion. Une stratégie prometteuse peut être de coder l'information sur un autre support. La

symétrie p de la fonction de Bloch du trou de valence annule le terme de contact de l'interac-

tion hyper�ne. En conséquence, le spin du trou devrait être mieux protégé des mécanismes

de relaxation et de décohérence liés à l'interaction hyper�ne. C'est dans cette optique que

s'inscrit le travail de thèse présenté ici. La dernière partie de ce chapitre est donc consacrée

à la description de l'interaction hyper�ne entre les noyaux et le trou, à l'intérieur d'une

boîte quantique.

12. On peut s'en convaincre simplement. En négligeant le terme Zeeman sur les noyaux, un champ ma-
gnétique transverse couple les états

∣∣− 1
2
, J, L

〉
↔
∣∣ 1

2
, J, L

〉
, par réduction sur les états électroniques, un

terme de cohérence apparaît. En revanche, ce n'est pas le cas pour l'interaction hyper�ne qui couple les états∣∣− 1
2
, J, L

〉
↔
∣∣ 1

2
, J, L− 1

〉
; la trace partielle fait ici disparaître toute cohérence sur les états électroniques.
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3.3. Couplage hyper�n entre un trou localisé et les noyaux

3.3 Couplage hyper�n entre un trou localisé et les noyaux

Bien que le terme de contact soit nul pour un trou, l'interaction hyper�ne de celui-ci

avec les noyaux n'est pas pour autant négligeable. A travers l'étude expérimentale de la

polarisation de spin du trou, dans des boîtes quantiques dopées p, di�érents aspects de

cette interaction sont considérés dans cette thèse. Nous présentons ici la forme e�ective de

l'hamiltonien d'interaction hyper�ne entre le trou et les noyaux dans une boîte quantique.

Le couplage trou-noyaux est dominé par les deux autres termes de l'hamiltonien (3.2), qui,

comme nous le verrons dans cette partie, conduisent à une interaction d'un ordre de gran-

deur plus faible que pour l'électron de conduction.

L'hamiltonien d'interaction entre un électron de valence, avec une fonction de Bloch de

symétrie p, et un noyau du système cristallin s'écrit :

Hhf = −µ0

4π

{
−2µB
r3

~L.~µI +
1

r3
[3(~µI .~er)(~µe.~er)− ~µI .~µe

}
(3.30)

Plusieurs expériences récentes ont mis en évidence le caractère mélangé des états de valence

entre les états de trous lourds et légers dans les boîtes quantiques [58, 59, 13, 60, 61]. Le

hamiltonien de couplage hyper�n avec un trou lourd et avec un trou léger n'a pas la même

structure. Le premier est de type Ising (IzSz) et n'entraîne pas de relaxation du spin sui-

vant l'axe de croissance ~ez. En revanche, le couplage hyper�n avec un trou léger possède

des termes transverses permettant le transfert de moment cinétique entre le spin du trou et

les noyaux [62]. Pour ne pas omettre des termes susceptibles d'in�uer sur la dynamique de

spin du trou, il nous faut considérer l'e�et de ces deux contributions hyper�nes sur un état

de trou mélangé.

La description du hamiltonien (3.30) pour un état de trou mélangé, en interaction avec

N noyaux, est décrite en détail dans la référence [63]. Nous en présentons ici les formules

principales, que nous utiliserons par la suite.

3.3.1 États de valence mélangés

Le mélange des états de valence provient de l'anisotropie de la boîte, qui peut être in-

duite par les contraintes ou la forme. Par exemple, la réduction des symétries du potentiel

de con�nement entraîne un mélange des états de valence qui se traduit à travers les termes

hors diagonaux de l'hamiltonien de Luttinger-Kohn. La formation des boîtes d'InAs est ob-

tenue en faisant croître une couche d'InAs sur du GaAs massif. Les boîtes se créent lorsque

la couche d'InAs, fortement contrainte, relaxe. Cependant, les contraintes ne sont relaxées

que partiellement et de manière anisotrope. Les contraintes anisotropes, demeurant dans

les boîtes quantiques, induisent un mélange et un changement d'énergie des états de va-

lence. Pour les boîtes plates et faiblement allongées, nous supposons que l'anisotropie des
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3. Interaction hyperfine dans les boîtes quantiques d'InAs

contraintes est la source principale du mélange.

En raison de la forte séparation en énergie (imposée par le couplage spin-orbite, ∼ 300 meV)

des niveaux issus de la bande Γ7, nous considérons uniquement le mélange entre les états

de moment cinétique total J = 3/2 (bande Γ8).

Pour rester �dèle aux références citées, la notation utilisée par la suite correspond aux

états électroniques de valence. On note ϕ±3/2 les états de trous lourds
∣∣3

2 , ±
3
2

〉
et ϕ±1/2

les états de trous légers
∣∣3

2 , ±
1
2

〉
. En considérant uniquement les contraintes dans le plan

(x, y), le hamiltonien incluant l'e�et de ces dernières s'écrit dans la base {ϕ+3/2, ϕ−1/2,

ϕ−3/2, ϕ+1/2} [38, 63] : 
∆ −R 0 0

−R∗ 0 0 0

0 0 ∆ −R∗

0 0 −R 0

 (3.31)

où R = −
√

3
2 bv(εxx − εyy) + idvεxy ; bv et dv sont les potentiels de déformation. Le symbole

ε désigne le tenseur des déformations, lié de manière univoque au tenseur des contraintes σ.

La séparation énergétique entre les états lourds et légers, induite par le con�nement et les

contraintes bi-axiales, est notée ∆.

La diagonalisation de la matrice (3.31) conduit à deux valeurs propres de l'énergie :

E± =
1

2
(∆±

√
∆2 +

∣∣R∣∣2) (3.32)

A chaque valeur propre sont associés deux états propres de trous mélangés. Les états de

valence qui participent à la transition optique fondamentale sont ceux de plus haute énergie

E+ (états de trous lourds modi�és) :

ϕ̃+3/2 = 1√
1+|β|2

(ϕ+3/2 + βϕ−1/2)

ϕ̃−3/2 = 1√
1+|β|2

(ϕ−3/2 + β∗ϕ+1/2)
(3.33)

avec β = |β| eiφ = i
dvεxy

∆ +
√

3
2
bv(εxx−εyy)

∆ . Nous verrons, au prochain chapitre que l'étude de la

dynamique du spin du trou nous permet d'estimer ce coe�cient |β| de mélange lourd-léger.

Précisons que les termes quadratiques de l'hamiltonien de Luttinger ont la même symétrie

que les termes du hamiltonien de contrainte. En conséquence, l'anisotropie de forme des

boîtes peut conduire à une description similaire à celle de l'expression (3.33) des états de

valence. Mentionnons à cet égard que T. Belladj et coll. [61] ont mesuré un coe�cient de

mélange |β|, induit par l'anisotropie de forme, voisin de 0.2 sur des boîtes de GaAs épitaxiées

par gouttelettes (boîtes non soumises à des contraintes).

3.3.2 Hamiltonien

Le terme hyper�n de contact est nul pour les états de valence. L'interaction hyper�ne

trou-noyaux provient du terme dipolaire et orbital [cf. expression (3.30)]. Cette interaction
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3.3. Couplage hyper�n entre un trou localisé et les noyaux

est notable uniquement avec la partie de la fonction d'onde contenue dans un volume de la

taille d'une cellule unité, autour du noyau considéré [62, 63].

Les hamiltoniens de couplage hyper�n pour les états de trous lourds et légers peuvent,

respectivement, s'écrire [63] :

Hhh =
∑
j

Chj S
h
z I

j
z (3.34)

H lh =
∑
j

Chj
3

[−2(ShxI
j
x + Shy I

j
y) + Shz I

j
z ] (3.35)

avec Chj = Chε |Φ(~rj)|2 ν0, où Chε est la constante hyper�ne du trou avec un noyau d'espèce

ε et ~Sh désigne l'opérateur de pseudo-spin 1
2 du trou. Cette constante est estimée théo-

riquement dans la référence [63] à : ChIn = 4.0 µeV, ChAs = 4.4 µeV et ChGa = 3.0 µeV.

Cette estimation est en accord avec les résultats théoriques de J. Fischer et coll. [64], où ils

évaluent ChGa et ChAs à hauteur 13 de 4 µeV. Finalement, la constante de couplage hyper�n

du trou est environ dix fois plus faible que celle de l'électron .

Remarque

Les travaux expérimentaux récents des références [65, 66, 60] conduisent bien à une constante

hyper�ne du trou environ dix fois plus faible que celle de l'électron. L'utilisation de champs

radiofréquences, dans les expériences de la référence [65], permet aux auteurs de mesurer la

constante hyper�ne du trou pour les di�érentes espèces nucléaires présentes dans les boîtes

quantiques. Les résultats sont surprenants : pour les boîtes de GaAs et d'InAs, les constantes

hyper�nes du cation et de l'anion sont de signes opposés ; la constante hyper�ne du cation

est négative.

Une explication possible repose sur la symétrie de la fonction de Bloch des états de valence

sur le cation. En e�et, pour une fonction de Bloch de symétrie p, les constantes hyper�nes

du trou pour l'anion et le cation sont toutes deux positives. Cependant, dans la publication

[67], les auteurs mettent en évidence une contribution de symétrie d à hauteur de 50 % pour

la fonction de Bloch du trou sur le cation, dans les composés binaires d'AlAs et de GaAs. En

supposant que la contribution de symétrie d conduise à une constante hyper�ne négative

et d'intensité plus grande que la contribution de symétrie p, on pourrait éventuellement

expliquer les résultats expérimentaux de la référence [65].

Hamiltonien hyper�n pour des états de valence mélangés

En ne considérant que les termes linéaires en β et en supposant que les fonctions enve-

loppes des trous lourd et léger sont les mêmes, le hamiltonien hyper�n pour les états de

trous mélangés s'exprime de la manière suivante :

13. Dans la référence [64], les constantes hyper�nes sont évaluées à 8 µeV, pour une cellule unité contenant
un seul atome. Avec le choix correct d'une cellule unité contenant deux atomes, on obtient des constantes
hyper�nes deux fois plus petite.
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3. Interaction hyperfine dans les boîtes quantiques d'InAs

H h̃ =
∑

j C
h
j [2|β|√

3
(ShxI

j
x + Shy I

j
y) + Shz I

j
z ]

=
∑

j C
h
j [ |β|√

3
(Sh+I

j
− + Sh−I

j
+) + Shz I

j
z ]

(3.36)

Propriétés

Finalement, la structure du hamiltonien (3.36) rappelle celle de l'interaction hyper�ne de

contacte de l'électron de conduction, avec cependant quelques di�érences :

� L'hamiltonien est anisotrope, avec une constante d'anisotropie valant 2|β|√
3
.

� H h̃ ne conserve pas le spin total du système ~F = ~Sh +
∑

j
~Ij ([H h̃, ~F ] 6= 0). Seule

la projection du moment cinétique de spin suivant z commute avec l'hamiltonien

([H h̃, Fz] = 0).

Le caractère mélangé du trou est un paramètre important. En e�et, l'expression (3.36)

nous indique que l'amplitude des termes transverses du couplage hyper�n est dé�nie par le

coe�cient |β|. De manière similaire à l'électron de conduction, les composantes transverses

du couplage hyper�n peuvent induire la relaxation de spin d'un trou polarisé. Néanmoins, la

faiblesse du couplage (
∣∣Ch∣∣ ' Ae

10 ) devrait, en théorie, protéger plus longtemps l'information

de spin portée par un trou. Ce dernier point est l'objet du prochain chapitre.
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Chapitre 4

Orientation optique du spin du trou

résident
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4. Orientation optique du spin du trou résident

Nous présentons, ici, une étude sur les mécanismes de polarisation et de relaxation de

spin des trous issus du dopage. Cette étude s'appuie sur une expérience de dichroïsme

circulaire photo-induit (DCP) qui permet d'obtenir des informations sur la polarisation de

spin des états excités et des états fondamentaux. La polarisation de spin de l'échantillon

est étudiée sous excitation résonnante et non résonnante. En raison, de mécanismes de

polarisation di�érents en fonction de la con�guration d'excitation choisie, nous montrons que

la polarisation de spin du trou résident peut être orientée indépendamment de celle de l'état

excité de trion. D'autre part, nous mettons en évidence que l'interaction hyper�ne entre les

noyaux et le spin du trou etest le mécanisme dominant la relaxation de la polarisation de

ce dernier.

4.1 Polarisation sous excitation résonnante

Nous commençons par présenter les résultats d'une expérience de DCP, sous excitation

résonnante, sur un échantillon de boîtes quantiques dopées p. Cette expérience permet

de mettre en évidence l'orientation optique de l'état fondamental de trou. Nous discutons

ensuite le mécanisme de polarisation ainsi que la dynamique de relaxation de spin du trou

induite par l'interaction hyper�ne. Nous appuyons nos observations expérimentales par une

modélisation de la dynamique de spin dans notre échantillon.

4.1.1 Expérience de dichroïsme circulaire photo-induit résolue en temps

La �gure 4.1 (a) présente les résultats d'une expérience pompe-sonde en con�guration

de DCP e�ectuée sur un échantillon de boîtes quantiques dopées p à 2.1011 cm−2 (74K31).

La sonde dé�nit l'énergie de la transition fondamentale des boîtes étudiées. L'énergie de

l'impulsion sonde est choisie au maximum de l'intensité de luminescence de l'échantillon

à 1.35 eV, de manière à maximiser le signal. L'impulsion pompe est résonnante en éner-

gie avec l'impulsion sonde. L'expérience est e�ectuée dans un cryostat à bain d'hélium, la

température de l'échantillon est de 2 K. Les transitions mises en jeu sont rappelées sur la

�gure 4.1 (b). Il n'y a pas de champ magnétique appliqué. Cette expérience est réalisée avec

un modulateur élasto-optique qui alterne la polarisation du faisceau pompe entre circulaire

gauche et circulaire droite 1, à un fréquence fm = 42 kHz. On limite ainsi les e�ets de pola-

risation dynamique nucléaire.

Avant d'interpréter nos résultats expérimentaux, rappelons l'information contenue dans le

signal de DCP. Le signal mesuré possède deux contributions (cf. chapitre 2) :

DCP (∆t) ∝ ∆ρh −∆ρT

∆ρh = ρh↑ − ρh↓
∆ρT = ρT↑ − ρT↓

1. Le signal mesuré correspond à la di�érence entre le signaux provenant des excitations circulaire + et
circulaire -.
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4.1. Polarisation sous excitation résonnante

-500 0 500 1000 1500 2000

Polarisation de spin du trion 
                 et du trou

 
D

C
P(

t) 
 (u

.a
.)

Délai pompe-sonde  t (ps)

2K

0

Polarisation de spin du trou

(a)

Figure 4.1: (a) Signal de DCP résolu en temps sur l'échantillon de boîtes quantiques dopées
p à 2.10

11
cm−2 [68, 60]. La �gure (b) schématise les transitions optiques mises en jeu ainsi

que les processus de retournement de spin de l'électron dans l'état trion (double �èche en
trait plein) et du trou (double �èche en trait pointillé). Les �èches bleues représentent le spin
du trou, les �èches rouges celui de l'électron. Les états de spin du trion sont désignés par
|T ↑〉 et |T ↓〉 , ceux du trou résident par |h ↑〉 et |h ↓〉.

où ∆ρh et ∆ρT sont respectivement les di�érences de population des états de trous et de

trions. Avec Sez ∝ ∆ρT et Shz ∝ ∆ρh, le signal de DCP est sensible aux polarisations de spin

suivant z des états excités Sez et fondamentaux Shz .

On remarque sur la courbe de la �gure 4.1 (a) deux dynamiques :

� Sur les premières centaines de picosecondes, on constate une décroissance rapide du

signal. Il s'agit de la contribution des trionsX+ photocréés 2. La décroissance témoigne

de la recombinaison radiative (Tr) et de la relaxation de spin de l'électron (T e∆) dans

l'état trion.

� La dynamique lente se manifeste sur la fenêtre temporelle complète : le signal est

présent jusqu'aux délais négatifs (∆t ≤ 0). Ce délai correspond au maximum d'excur-

sion entre la pompe et la sonde, c'est-à-dire 13 ns (période de répétition du laser). Ce

signal, présent au-delà du temps de recombinaison radiative des trions (Tr ' 800 ps),

peut donc être associé, sans ambiguïté, à la polarisation de spin des trous résidents.

La capacité de polariser le trou est fondamentale ; c'est le point de départ de plusieurs

études qui sont menées dans cette thèse. Nous présentons le mécanisme de polarisation sous

excitation résonnante dans le paragraphe suivant.

2. La contribution des boîtes non dopées est marginale. En e�et, en con�guration de DCP et en présence
de faibles champs magnétiques, seul le signal de cohérence des états excitoniques, de symétrie X et Y , est
mesuré. Comme il a été montré dans les références [46, 45], la cohérence sur les boîtes d'ensemble s'amortit
très vite : en moins de 100 ps le signal qui lui est associé devient négligeable.
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4. Orientation optique du spin du trou résident

4.1.2 Mécanisme de polarisation

1. Initialement les populations de spin du trou sont à l'équilibre thermodynamique :

ρh↑ = ρh↓ = 1
2 . La polarisation de spin du trou est nulle.

2. L'impulsion pompe, par exemple polarisée σ+, vide (pour une impulsion π) la popu-

lation de trou ρh↓ et peuple la population de trion ρT↓. A cet instant, les polarisations

de spin dans l'état fondamental et excité sont créées.

3. L'électron dans l'état |T ↓〉 �spin �ip� par interaction hyper�ne et l'état du trion |T ↑〉
devient ainsi occupé. En e�et, nous avons vu, dans le précédent chapitre, que le temps

caractéristique T e∆ du couplage hyper�n pour l'électron de conduction est voisin de

500 ps. Le temps de vie Tr du trion de 800 ps est su�samment long pour permettre

un couplage e�cace entre les états |T ↓〉 et |T ↑〉.

4. Après recombinaison radiative, la polarisation de spin du trou demeure, il y a eu un

transfert de population entre les états |h ↓〉 et |h ↑〉.

5. Cette polarisation de spin du trou, ainsi créée, relaxe en partie pendant l'intervalle de

temps TL séparant deux impulsions pompe. En e�et, la présence d'un signal non nul

au temps négatif signi�e que le trou n'a pas perdu entièrement sa polarisation de spin

lorsque l'impulsion suivante arrive.

Ainsi, lorsque l'impulsion pompe suivante excite le système, le mécanisme de polarisation

se répète mais les conditions initiales des populations de spin du trou sont di�érentes. La

polarisation de spin du trou va donc successivement augmenter suite à chaque impulsion

pompe jusqu'à atteindre un régime stationnaire. Une fois ce régime atteint, l'e�et de chaque

pulse sur le système est identique. Nous présentons une étude du nombre d'impulsions né-

cessaires pour atteindre le régime stationnaire dans le chapitre suivant.

En résumé, sous excitation résonnante, le �spin �ip� de l'électron dans l'état trion dû à

l'interaction hyper�ne permet de polariser le spin du trou résident des boîtes quantiques.

Ajoutons que B. Gerardot et coll. ont obtenu des résultats similaires sur des boîte uniques

de InAs [12].

Cependant, si la relaxation de spin du trou semble plus longue que celle de l'électron, elle

est néanmoins manifeste : pour les délais pompe-sonde compris entre 2 et 13 ns, le signal

et donc la polarisation de spin du trou diminue de moitié [cf. �gure 4.1 (a)]. En supposant

un comportement exponentiel de la relaxation de spin, cela correspond à un temps de re-

laxation d'environ 10 ns. Il nous faut maintenant déterminer le mécanisme responsable de

la relaxation du trou sur cette échelle de temps.

4.1.3 Relaxation de spin du trou par interaction hyper�ne

Comme nous l'avons présenté dans le chapitre précédent, plusieurs expériences ont mis

en évidence le caractère mélangé des états de valence [69, 58, 59]. Le mélange, entre les états
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4.1. Polarisation sous excitation résonnante
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Figure 4.2: (a) Signaux de DCP résolus en temps, pour di�érentes valeurs du champ ma-
gnétique appliqué. (b) Signal de DCP obtenu, à un délai pompe-sonde �xe de ∆t ' 13
ns (∆t < 0), en fonction du champ magnétique appliqué. A ce délai pompe-sonde, seule
la polarisation de spin du trou contribue au signal. La largeur à mi-hauteur de la courbe
expérimentale en fonction du champ est d'environ 5 mT.
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4. Orientation optique du spin du trou résident

de trous lourds et légers, induit une composante transverse dans le couplage hyper�n entre

le spin du trou et les spins nucléaires. En fonction du degré de mélange, cette composante

induit une relaxation plus ou moins rapide de la polarisation de spin du trou.

De manière similaire à l'électron, l'étude de la polarisation de spin du trou, en fonction du

champ magnétique longitudinal, permet de mettre en évidence la manifestation de l'inter-

action hyper�ne trou-noyaux.

La �gure 4.2 (a) montre l'évolution du signal de DCP résolu en temps en fonction du

champ magnétique appliqué en con�guration Faraday. Dans cette con�guration, le champ

magnétique est appliqué parallèlement à la direction d'initialisation du spin ~ez, qui est éga-

lement l'axe de croissance des boîtes.

Les constats expérimentaux sont les suivants :

� Le signal augmente globalement avec l'amplitude du champ dans une gamme de 0 à

10 mT, puis il sature au-delà.

� Lorsque le champ augmente, l'amplitude du signal pour un délai voisin de 2 ns se

rapproche de celle pour un délai de 13 ns ; le signal de polarisation de spin du trou

(∆t & 2 ns) diminue donc de moins en moins entre deux impulsions.

Ces observations expérimentales nous indiquent que la relaxation de spin du trou est signi-

�cativement a�ectée par un faible champ magnétique.

La courbe de la �gure 4.2 (b) permet d'estimer plus �nement le champ caractéristique néces-

saire pour inhiber la relaxation de spin de trou. Cette expérience est réalisée en fonction du

champ appliqué en con�guration Faraday, à un délai temporel pompe-sonde �xe d'environ

13 ns. Rappelons qu'à ce délai, seule la polarisation de spin du trou est présente.

Conformément aux courbes résolues en temps (cf. �gure 4.2), le signal de polarisation de

spin du trou, à un délai pompe-sonde d'environ 13 ns, augmente puis sature. On observe sur

la �gure 4.2 (b) que la polarisation en fonction du champ suit un comportement lorentzien,

avec une largeur caractéristique à mi-hauteur d'environ 5 mT.

Interprétation

L'application d'un champ très faible permet donc de restaurer la polarisation de spin du

trou. Cela suggère un mécanisme de relaxation qui est, d'une part, très sensible au champ

magnétique, et d'autre part, associé à un temps de relaxation d'une dizaine de nanosecondes.

Parmi les candidats possibles, on trouve l'interaction hyper�ne et les mécanismes basés sur

l'interaction trou-phonon assistée par le couplage spin-orbite [70, 71, 72, 73]. Ces derniers

présentent des caractéristiques incompatibles avec nos observations :

� L'e�cacité des processus de relaxation n'est pas a�ectée par des champs de l'ordre de

la dizaine de milliteslas.

� Dans cette gamme de champ et à une température de 2 K, ces mécanismes conduisent

à des temps de relaxation de l'ordre de la milliseconde [70, 71, 72, 73]..
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4.1. Polarisation sous excitation résonnante

Seul un mécanisme de relaxation de spin lié à l'interaction hyper�ne paraît cohérent avec

nos constats expérimentaux. On peut interpréter simplement le comportement de la pola-

risation de spin du trou en fonction du champ magnétique : le couplage hyper�n se traduit

par un champ magnétique e�ectif sur le spin du trou dont les �uctuations entraînent une

relaxation de la polarisation. L'application d'un champ magnétique écrante le champ e�ec-

tif, le spin du trou se trouve protégé du couplage et la polarisation de celui-ci augmente.

Précisons que l'interaction hyper�ne présente la particularité suivante : lorsque le mécanisme

de relaxation est écranté par un champ magnétique, le temps caractéristique T∆ associé à la

relaxation n'augmente pas avec l'amplitude du champ, mais c'est l'amplitude de relaxation

de la polarisation de spin qui, en revanche, diminue.

De plus, le champ caractéristique nécessaire pour écranter le couplage hyper�n du trou

(∼5 mT) est d'un ordre de grandeur inférieur à celui de l'électron (∼50 mT). Cette observa-

tion est cohérente au regard des constantes de couplage hyper�n de l'électron Ae et du trou

Ch : |ChAe | ' 0.1. Cependant, cette observation est à approfondir. En e�et, les �uctuations

des composantes transverses, du champ hyper�n e�ectif sur le spin du trou, dépendent éga-

lement du coe�cient de mélange β entre les états lourds et légers et du facteur de Landé.

A�n d'appuyer notre interprétation, nous présentons une modélisation de l'expérience de

DCP, qui tient compte de l'interaction hyper�ne de l'électron dans l'état trion et du trou

résident.

4.1.4 Modélisation de l'expérience de DCP

Le couplage hyper�n est décrit dans l'approche de I. A Merkulov et coll. [3, 63, 68].

Les considérations concernant les électrons, décrites au chapitre 3, s'appliquent également

aux trous résidents. Le spin des électrons dans l'état trion et des trous résidents précessent

autour du champ hyper�n statique, qui est distribué aléatoirement de boîte en boîte. Avant

d'aborder la dynamique de la polarisation de spin dans notre système, nous établissons les

relations nécessaires à la modélisation du couplage hyper�n trou-noyaux.

Caractéristiques du couplage hyper�n sur le trou

Champ e�ectif sur le trou

De manière analogue à l'électron, le champ hyper�n e�ectif sur le trou s'exprime de la

manière suivante 3 :

Hh = −ghµB ~Sh. ~Bh
n (4.1)

avec ~Bh
n =

−1

ghµB

∑
j

Chj [α(Ijx~ex + Ijy~ey) + Ijz~ez]

3. Pour l'hamiltonien d'interaction avec un champ magnétique, nous adoptons la convention suivante :
H = geµB ~S

e. ~B pour un électron et H = −ghµB ~Sh. ~B pour un trou, avec µB positif.
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4. Orientation optique du spin du trou résident

avec Chj = Chε |Φh(~rj)|2 ν0, α = 2|β|√
3
le paramètre d'anisotropie, et β le coe�cient de mélange

entre les états lourds et légers.

Distribution

L'amplitude et la direction du champ hyper�n sont distribuées de boîte en boîte de ma-

nière gaussienne :

P ( ~Bh
n) =

1

π
3
2α2∆3

h

exp[−
(Bh

n,x)2

α2∆2
h

−
(Bh

n,y)
2

α2∆2
h

−
(Bh

n,z)
2

∆2
h

] (4.2)

où ∆h et α∆h sont, respectivement, les moyennes quadratiques de ~Bh
n selon z et (x, y). En

relation avec la distribution P ( ~Bh
n), la moyenne quadratique ∆h est dé�nie de la manière

suivante :

∆2
h = 2 [

〈
(Bh

n,z)
2
〉
−
〈
Bh
n,z

〉
2]

= (
1

ghµB
)2 8

3N

∑
ε

xε(C
h
ε )2Iε(Iε + 1) (4.3)

où xε est la composition chimique des boîtes telle que
∑

ε xε = 1. On dé�nit également les

temps caractéristiques du couplage transverse T h∆ et longitudinal T h∆‖ :

T h∆‖ =
~

|ghµB|∆h
T h∆ =

~
|ghµB|α∆h

(4.4)

Hormis le caractère anisotrope du champ hyper�n e�ectif sur le trou, ces relations sont

similaires à celles dé�nies sur l'électron (cf. chapitre 3).

Relations entre les champs nucléaires e�ectifs

Nous avons établi, au chapitre 3, que le champ hyper�n ~Be
n e�ectif sur l'électron s'écrit :

~Be
n =

1

geµB

∑
j

Aej
~Ij avec Aej = Aeε |Φe(~rj)|2 ν0 (4.5)

Avec les deux hypothèses suivantes :

� les fonctions enveloppes sont identiques pour l'électron et le trou, |Φe(~rj)|2 = |Φh(~rj)|2,
� la valeur de la constante hyper�ne est considérée indépendante de l'espèce nucléaire

ε, soit Aeε = Ae et Chε = Ch,

on obtient une relation linéaire entre chaque composante des champs hyper�ns e�ectifs ~Be
n

et ~Bh
n : Be

n,x

Be
n,y

Be
n,z

 = D

α−1Bh
n,x

α−1Bh
n,y

Bh
n,z

 où D = −ghA
e

geCh
etα 6= 0 (4.6)

On aboutit, également, à une relation similaire entre les moyennes quadratiques :

∆e

∆h
= |D| (4.7)
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4.1. Polarisation sous excitation résonnante

où ∆e est la moyenne quadratique du champ hyper�n e�ectif sur l'électron (dé�nie au

chapitre 3). Lorsque l'on considère les dynamiques couplées des polarisations de spin de

l'électron et du trou, soumises à l'interaction hyper�ne, les relations (4.6) et (4.7) permettent

de diviser par deux le nombre de variables du problème.

Dynamique de spin du trou et du trion sous un train d'impulsions pompe

On considère, ici, l'évolution des polarisations de spin du trou et du trion dans une boîte

quantique, pour une con�guration nucléaire donnée. Le caractère mélangé du trou est pris

en considération uniquement dans la description du couplage hyper�n. En e�et, du point

de vue des règles de sélection optique, le mélange des états de valence n'intervient qu'au

second ordre. En conséquence les règles de sélection optique sont décrites avec des états de

trous lourds purs.

Description du système

Le système est décrit dans le formalisme de la matrice densité, exprimée dans la base

{|h ↑〉, |h ↓〉 , |T ↑〉, |T ↓〉}, qui est associée respectivement aux états de moment cinétique

total suivant z : {Jhz = 3
2 , J

h
z = −3

2 , J
T
z = 1

2 , J
T
z = −1

2}. La matrice densité ρ du système

s'écrit de la manière suivante :

ρ =


ρh↑ ρ∗h+

ρh+ ρh↓

ρT↑ ρ∗T+

ρT+ ρT↓

 (4.8)

Les termes de cohérence �optique� entre les états du trou et du trion sont volontairement omis

car, comme nous le verrons, ils n'interviennent pas dans la suite du calcul. Les polarisations

de spin du trou et du trion peuvent alors être exprimées simplement, à l'intérieur de la

multiplicité de leurs niveaux respectifs, en termes de pseudo-spins e�ectifs 1/2 [54, 74] :

� La polarisation du pseudo-spin de trou 1/2, associée aux états {|h ↑〉 , |h ↓〉}, est dé-
crite par le vecteur de Bloch ~Sh.

� La polarisation de spin de l'électron dans l'état trion, associée aux états {|T ↑〉 , |T ↓〉},
est désignée par le vecteur ~Se.

Les composantes des polarisations de spin du trou et du trion sont reliées à l'état ρ du

système de la manière suivante :
Shx = 1

2(ρh+ + ρ∗h+)

Shy = i
2(ρ∗h+ − ρh+)

Shz = 1
2(ρh↑ − ρh↓)


Sex = 1

2(ρT+ + ρ∗T+)

Sey = i
2(ρ∗T+ − ρT+)

Sez = 1
2(ρT↑ − ρT↓)

(4.9)

Évolution du système sous une impulsion pompe σ+, t = 0+

La largeur temporelle de l'impulsion est d'environ 2 ps. On suppose que ce temps est plus
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4. Orientation optique du spin du trou résident

court que tout autre temps caractéristiques du système. On néglige donc tous les autres

processus pendant la durée d'interaction entre la boîte et l'impulsion. L'impulsion, réson-

nante, polarisée σ+, couple les états |h ↓〉 et |T ↓〉. La transformation du système, juste après

absorption d'une impulsion σ+ résonnante d'aire θ, est donnée par l'opérateur unitaire T hσ+ :

Tσ+(θ) =


1 0 0 0

0 cos( θ2) 0 −i sin( θ2)

0 0 1 0

0 −i sin( θ2) 0 cos( θ2)

 (4.10)

Après le passage de l'impulsion, le système est donc dans l'état :

ρ(0+) = Tσ+(θ)ρ(0−)T †
σ+(θ) (4.11)

La période de répétition des impulsions est TL ' 13 ns. A l'instant t = 0− précédant le

passage de l'impulsion, seuls les états de trou sont occupés :

ρ(0−) =


ρh↑(0

−) ρ∗h+(0−) 0 0

ρh+(0−) ρh↓(0
−) 0 0

0 0 0 0

0 0 0 0

 ,
ρh↑(0

−) + ρh↓(0
−) = 1

m
ρh↑(↓)(0

−) = 1
2 + (−)Shz (0−)

(4.12)

Notons, qu'en raison des relations (4.9) et (4.12), on comprend que les termes de cohérence

�optique� entre les états du trou et du trion n'interviennent pas dans le calcul des polarisa-

tions de spin.

Finalement, avec les expressions (4.11) et (4.12) on obtient :

ρ(0+) =


ρh↑(0

−) ρ∗h+(0−) cos( θ2)

ρh+(0−) cos( θ2) ρh↓(0
−) cos2( θ2)

0 0

0 ρh↓(0
−) sin2( θ2)

 (4.13)

A l'aide de la relation (4.9), on déduit des expressions (4.13) et (4.12), les composantes des

polarisations de spin photocréée et résidente à l'instant t = 0+ :~Se(0+) =
(
0, 0, −A[1

2 − S
h
z (0−)]

)
~Sh(0+) =

(
CShx(0−), CShy (0−), 1

2(BShz (0−) +A)
) (4.14)

où A = 1
2 sin2( θ2), B = 1 + cos2( θ2) et C = cos( θ2).

Dynamique des polarisations de spin du trion et du trou dans le champ total

Dans le point de vue que l'on adopte ici pour décrire l'interaction hyper�ne, les pola-

risations de spin du trou et du trion précessent autour de leur champ hyper�n e�ectif. En

considérant également le champ ~B = B~ez appliqué en con�guration Faraday, les polarisa-

tions de spin résidente et photocréée précessent donc, respectivement, autour des champs
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4.1. Polarisation sous excitation résonnante

totaux ~B + ~Bh
n et ~B + ~Be

n. Les composantes des champs ~Bh
n et ~Be

n sont colinéaires dans

la direction z et dans le plan (x,y) [cf. équation (4.6)]. La symétrie du problème dans le

plan (x,y) permet de réduire une dimension et de considérer les champs nucléaires ~Bh
n et

~Be
n distribués uniquement dans le plan (x,z).

1) Précession du trion

Le trion précesse tout en se recombinant radiativement, sa dynamique de spin est donnée

par l'équation suivante :

d~Se(t)

dt
= ~we × ~Se(t)−

~Se(t)

Tr
avec ~we =

geµB
~

( ~Be
n + ~B) (4.15)

où Tr est le temps de vie radiatif du trion. La solution de cette équation est donnée par :
Sex(t) = Sez(0

+) sin(ξe) cos(ξe)[1− coswet] exp(− t
Tr

)

Sey(t) = −Sez(0+) sin(ξe) sin(wet) exp(− t
Tr

)

Sez(t) = Sez(0
+)[cos2(ξe) + sin2(ξe) coswet] exp(− t

Tr
)

(4.16)

avec we = |~we| et ξe l'angle entre le champ total ~B + ~Be
n et ~ez.

2) Contribution de l'émission spontanée

La dynamique de la polarisation du trou est reliée à celle du trion par l'équation :

d~Sh(t)

dt
= ~wh × ~Sh(t) +

Sez(t)~ez
Tr

avec ~wh = −ghµB
~

( ~Bh
n + ~B) (4.17)

L'émission spontanée du trion induit une polarisation de spin sur l'état fondamental. On

désigne cette contribution spontanée par ~Sh1 . La contribution élémentaire dSh1z(t
′) pendant

intervalle [t′, t′ + dt′] véri�e la relation suivante :

dρh↑(h↓)(t
′) =

ρT↑(T↓)(t
′)

Tr
dt′ ⇒ dSh1z(t

′) =
Sez(t

′)

Tr
dt′ (4.18)

Cette contribution élémentaire dSh1z(t
′) précesse ensuite autour du champ total ~B+ ~Bh

n. La

somme de toutes les contributions pendant l'intervalle de temps [0, t] conduit aux expres-

sions suivantes :
Sh1x(t) =

´ t
0 S

e
z(t
′) sin(ξh) cos(ξh)[1− coswh(t− t′)]dt′Tr

Sh1y(t) = −
´ t

0 S
e
z(t
′) sin(ξh) sin[wh(t− t′)]dt′Tr

Sh1z(t) =
´ t

0 S
e
z(t
′)[cos2(ξh) + sin2(ξh) coswh(t− t′)]dt′Tr

(4.19)

où wh = |~wh| et ξh est l'angle entre le champ total ~B + ~Bh
n et ~ez.

3) Contribution �stimulée�

L'absorption d'une impulsion σ+ génère un déséquilibre des populations de trou et donc

77



4. Orientation optique du spin du trou résident

une polarisation de spin. On désigne par ~Sh2 la polarisation de spin du trou stimulée par

le couplage avec l'impulsion. A l'instant t = 0+, la polarisation de spin du trou stimulée
~Sh2 (0+) est donnée par la relation : ~Sh2 (0+) = ~Sh(0+) où ~Sh(0+) véri�e l'équation (4.14). La

polarisation ~Sh2 (0+) précesse ensuite autour du champ total ~B + ~Bh
n :

d~Sh2 (t)

dt
= ~wh × ~Sh2 (t) (4.20)

L'équation (4.20) conduit à la solution suivante :

~Sh2 (t) = [~Sh2 (0+).~n].~n+ [~Sh2 (0+)− (~Sh2 (0+).~n).~n] coswht− [~Sh2 (0+)× ~n] sinwht (4.21)

avec ~n =
~B+ ~Bhn
| ~B+ ~Bhn|

.

4) Train d'impulsions, condition de périodicité

La succession des impulsions impose au système de passer par un régime transitoire et d'at-

teindre ensuite un régime stationnaire (cf. section 4.1.2), où l'e�et de chaque impulsion sur

le système est identique. Cela se traduit par la condition périodique suivante :~Sh(t) = ~Sh(t+ TL)

~Se(t) = ~Se(t+ TL)
, avec ~Sh = ~Sh1 + ~Sh2 (4.22)

où TL est la période de répétition des impulsions. A�n de résoudre la dynamique de pola-

risation sur le système, il faut déterminer la polarisation résidente ~Sh(0−) avant chaque

impulsion. On obtient ~Sh(0−), en appliquant la condition périodique (4.22) à l'instant

t = 0− :
~Sh(0−) = ~Sh(TL) (4.23)

où ~S1
h
(TL) et ~S2

h
(TL) sont exprimées en fonction de ~Sh(0−) à l'aide, respectivement, des

expressions [(4.19), (4.16), (4.14)] et [(4.21) ,(4.14)].

5) Distribution des champs hyper�ns, polarisation moyenne sur l'ensemble des

boîtes

Les champs hyper�ns e�ectifs ~Bh
n et ~Be

n sont distribués en amplitude et en direction sur

l'ensemble des boîtes. La polarisation de l'ensemble (~Shmoy, ~S
e
moy) s'obtient en exprimant la

moyenne sur les con�gurations nucléaires :~Shmoy(t) =
´
~Sh(t)P ( ~Bh

n)d ~Bh
n

~Semoy(t) =
´
~Se(t)P ( ~Bh

n)d ~Bh
n

(4.24)

où P ( ~Bh
n) est la distribution du champ nucléaire e�ectif sur le spin du trou, dé�nie par l'ex-

pression (4.2). Le champ ~Be
n étant exprimé à partir des composantes de ~Bh

n par l'équation

(4.6), l'intégration est e�ectuée uniquement sur les variables du champ hyper�n e�ectif sur

le trou.
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4.1. Polarisation sous excitation résonnante
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Figure 4.3: (a) Signaux de DCP résolus en temps pour di�érentes valeurs du champ ma-
gnétique appliqué [68]. (b) Simulation du taux de polarisation de spin en fonction du temps,
2[Shz (t)−Sez(t)] =[(ρh↑(t)−ρh↓(t))− (ρT↑(t)−ρT↓(t))]. Les paramètres utilisés sont discutés
dans le texte.

Le signal de DCP est �nalement donné par l'expression suivante :

DCP (∆t) ∝ Shz,moy(∆t)− Sez,moy(∆t) (4.25)

4.1.5 Comparaison avec l'expérience

Paramètres de la modélisation

L'ensemble des paramètres présents dans la modélisation sont les suivants : Ae, Ah, ge, gh,

Tr, ∆h, α. Les valeurs utilisées sont discutées ci-dessous.

� Les valeurs des constantes hyper�nes sont similaires à celles des références [3, 63, 66] :

Ae= 55 µeV,
∣∣Ch∣∣= 4 µeV.

� Le facteur de Landé longitudinal de l'électron est estimé à |ge| = 0.46 dans notre

échantillon. Cette mesure a été e�ectuée, au LPCNO par le groupe de X. Marie et T.

Amand, à l'aide d'une expérience de photoluminescence résolue en temps, similaire à

celle décrite dans la référence [75]. Nous prenons une liberté de 10 % avec la valeur ex-

périmentale, une valeur de 0.4 rend compte de meilleurs résultats dans la modélisation.

� La valeur ajustée du facteur de Landé longitudinal du trou est |gh| = 1.35. Cette va-

leur est assez proche de celle trouvée par d'autres auteurs dans des boîtes quantiques

d'InAs similaires aux nôtres [58].

� Le temps de vie radiatif (Tr) des trions ainsi que le temps caractéristique de relaxation

(T e∆) des électrons par interaction hyper�ne ont été mesurés, également par le groupe
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4. Orientation optique du spin du trou résident

de X. Marie et T. Amand, à hauteur de : Tr = 800 ps ±50 ps et T e∆ = 500 ps ±100

ps . Les valeurs que nous utilisons dans la modélisation sont : Tr= 800 ps et T e∆=

550 ps. Les relations T e∆ = ~
|geµB |∆e

et ∆h
∆e

=
∣∣∣geChghAe

∣∣∣ [cf. équation (4.7)] conduisent à

l'expression suivante : ∆h = ~
T e∆

∣∣∣ Ch

ghµBAe

∣∣∣ . Cette dernière expression permet d'esti-

mer la moyenne quadratique ∆h grâce, entres autres, à la mesure expérimentale de T e∆.

� Sur notre ensemble de boîtes quantiques, plusieurs propriétés sont dispersées, notam-

ment le moment dipolaire électrique. A forte puissance d'excitation, on peut raison-

nablement supposer que sur l'ensemble des boîtes l'angle de Rabi moyen est π/2.

� Le dernier paramètre est le facteur d'anisotropie α = 2 β√
3
où β est le coe�cient de

mélange entre les états de trous lourds et trous légers. C'est en réalité le seul paramètre

libre, ce qui donne du poids à la modélisation. La valeur extraite des ajustements est

α = 0.48, ce qui conduit à un coe�cient de mélange : β = 0.42.

Mise en évidence d'une relaxation supplémentaire

L'utilisation de ces di�érents paramètres dans le modèle conduit aux simulations de la

�gure 4.3 (b). Une première analyse de ces simulations permet de constater que leurs com-

portements semblent assez proches, aux faibles valeurs de champ (Bz = 0 et Bz = 1.4 mT),

de ceux des courbes expérimentales de la �gure 4.3 (a). En revanche, pour des valeurs de

champ plus élevées, qui écrantent l'interaction hyper�ne (Bz = 14.1 mT ), les simulations

ne reproduisent plus les résultats expérimentaux. En e�et, l'inhibition de l'interaction hy-

per�ne du trou devrait se manifester par un signal de polarisation de spin trou stationnaire

en fonction du temps [cf. �gure 4.3 (b)]. Ce n'est pas ce que l'on constate sur la courbe

expérimentale obtenue pour un champ Bz = 14.1 mT : entre ∆t = 2 ns et 13 ns, le signal de

DCP a diminué de quelques pourcents [cf. �gure 4.3 (a)]. Cette diminution de la polarisa-

tion de trou, bien que faible sur une échelle de 13 ns, traduit une relaxation supplémentaire

de la polarisation, induite par un autre mécanisme que le couplage hyper�n. L'e�et d'une

relaxation additionnelle du trou se manifeste également sur l'amplitude du déclin provenant

de la relaxation de spin du trion aux délais pompe-sonde inférieurs à 500 ps. On peut le

comprendre ainsi :

� Le mécanisme de polarisation (cf. section 4.1.2) sous excitation résonnante conduit à

photocréer une polarisation de spin de trion d'autant plus grande que la polarisation

de spin du trou est faible : Sez(0
+) = −1

2 sin2( θ2)[1
2 − S

h
z (0−)], avec Sez < 0 et Shz > 0.

En conséquence, une relaxation supplémentaire du trou favorise la polarisation de spin

du trion et donc l'amplitude du déclin du signal de DCP aux temps courts.

� Lorsque l'interaction hyper�ne est écrantée (Bz = 14.1 mT), sans la présence d'un

autre mécanisme de relaxation, la polarisation de spin du trou atteindrait 100% ; la

population de trion serait nulle et aucun déclin sur les temps courts (<500 ps) ne

serait observable
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4.1. Polarisation sous excitation résonnante
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Figure 4.4: (a) Les courbes rouges représentent les simulations du taux de polarisation
de spin en fonction du temps, pour di�érentes valeurs de champ magnétique. Les courbes
expérimentales de DCP sont représentées en bleu. (b) Simulations et courbes expérimentales
aux délais pompe-sonde négatifs, en fonction du champ magnétique. Les simulations (cf.
texte) tiennent compte d'un temps de relaxation additionnel T h1 = 0.3 µs. Les valeurs des
paramètres utilisés sont les suivantes : Ae= 55 µeV,

∣∣Ch∣∣= 4 µeV, β = 0.42, θ = π/2, Tr=
790 ps, T e∆= 550 ps, |ge| = 0.46, |gh| = 1.35. Ces paramètres conduisent à T h∆ ' 10 ns.

� [cf. 4.3 (b)].

Bilan

A�n de se confronter plus �nement aux résultats expérimentaux, nous introduisons un

mécanisme de relaxation additionnel que l'on traduit, dans les équations (4.19) et (4.21) par

un amortissement exponentiel, caractérisé par un temps T h1 . L'ajustement de la dynamique

aux temps courts et de la diminution de la polarisation entre 2 ns et 13 ns conduit à T h1 = 0.3

µs. La superposition des courbes expérimentales et des simulations sur la �gure 4.4 conduit

à un très bon accord à la fois pour les courbes temporelles et pour celles réalisées à un délai

pompe-sonde �xe de 13 ns. Ces dernières simulations confortent notre interprétation de la

dynamique de polarisation de spin du trou dans notre échantillon [68].

En conclusion, le mécanisme dominant la relaxation de la polarisation du trou est l'inter-

action hyper�ne, à travers les termes transverses provenant du mélange entre les états de

trous lourds et légers. Elle se caractérise, pour un coe�cient de mélange β de 0.42, par un

temps de relaxation T h∆ ' 10 ns, et peut être écrantée par un faible champ magnétique de

l'ordre de 5 mT.

Les simulations permettent également d'estimer le taux de polarisation du trou qui se situe

aux alentours de 20 %, aux délais pompe-sonde négatifs (13 ns), sans champ magnétique

appliqué. Cette valeur est essentiellement limitée par le couplage hyper�n trou-noyaux, qui

est une source de dépolarisation relativement e�cace. En revanche, pour des champs supé-

rieurs à 5 mT, la polarisation est limitée par un mécanisme de relaxation supplémentaire

qui conduit à un taux de polarisation de spin du trou voisin de 60 % pour un T h1 = 0.3 µs.
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4. Orientation optique du spin du trou résident

Concernant le temps T h1 , les simulations du signal de DCP ont permis de mettre en évidence

sa manifestation sur la polarisation de spin du trou. Néanmoins, la valeur de 0.3 µs, extraite

des simulations, est à prendre avec beaucoup de recul. D'une part, parce qu'une estimation

d'un temps caractéristique de plusieurs centaines de nanosecondes, à travers l'expression

d'une décroissance exponentielle sur une fenêtre temporelle de 13 ns, est très incertaine.

D'autre part, l'estimation de T h1 est également basée sur la capacité de bien reproduire le

comportement du signal aux délais pompe-sonde inférieurs à 500 ps, ce qui peut conduire à

sous-estimer la valeur de ce temps. En e�et, le signal de cohérence des boîtes non dopées 4,

déclinant en un temps typique de 100 ps [46], est également détecté en con�guration de

DCP. En conséquence, une contribution de ce signal de cohérence aux délais pompe-sonde

assez courts est donc une source d'erreur supplémentaire sur l'ajustement de T h1 . Dans le

prochain chapitre, nous présentons une nouvelle con�guration expérimentale, qui permet de

se consacrer plus �nement à l'étude de ce temps et des mécanismes qui lui sont associés.

4.2 Polarisation sous excitation non résonnante

Dans la partie précédente, nous avons mis en évidence la polarisation de spin du trou

résident sous excitation résonnante. Nous nous intéressons ici au cas d'une excitation non

résonnante avec la transition fondamentale des boîtes sondées. A cette �n, nous présentons

une expérience de DCP à �deux couleurs�.

4.2.1 Expérience avec deux lasers synchronisés

Principe

Dans la con�guration �deux couleurs�, les impulsions pompe et sonde proviennent de deux

lasers di�érents. On peut donc accorder les énergies des faisceaux pompe et sonde de ma-

nière indépendante. Les deux lasers sont synchronisés à l'aide d'un dispositif �Lock to clock�.

Cet appareil permet d'asservir la période et le décalage temporel des trains d'impulsions

provenant des deux lasers. A�n d'ajuster le délai pompe-sonde, et ainsi de réaliser une ac-

quisition résolue en temps, les impulsions pompe passent par une ligne à retard. Le dispositif

est décrit en détail dans le chapitre 2 .

Renversement de la polarisation résidente

La �gure 4.5 (a) présente les résultats d'une expérience de DCP à �deux couleurs�. La

polarisation circulaire de la pompe est alternée (MEO). L'énergie de la sonde est �xée à

1.35 eV. L'énergie d'excitation pompe, 1.44 eV, correspond à l'énergie du puits quantique

formé par la couche de mouillage. Les constats expérimentaux sont les suivants :

4. L'échantillon d'ensemble de boîtes est dopé chimiquement. Bien que la densité de dopant soit supé-
rieure à celle des boîtes, la répartition du nombre de trous par boîte reste statistique. Il demeure donc une
certaine quantité de boîtes non dopées dans l'échantillon.
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Figure 4.5: (a) Expérience de DCP résolue en temps dans une con�guration à deux couleurs,
hors résonnante. L'énergie d'excitation pompe, non résonnante avec l'énergie de l'impulsion
sonde, est de 1.44 eV. (b) Expérience de DCP résolue en temps dans une con�guration à
deux couleurs résonnante, l'énergie de pompe est accordée avec celle de sonde. Dans les deux
expériences l'énergie de l'impulsion sonde est de 1.35 eV. La température de l'échantillon
est de 2K.

� On observe un signal non nul au-delà du temps de recombinaison radiative et qui

perdure jusqu'au délai négatif (∆t ' 13ns). On arrive donc également, en excitant à

plus haute énergie, à polariser le trou résident des boîtes quantiques.

� La seconde observation que nous faisons concerne le signe du signal de dichroïsme. En

e�et, au-delà de 600 ps le signal change de signe, et ce jusqu'aux délais négatifs. Avec

DCP (∆t) ∝ ∆ρh −∆ρT

∆ρh = ρh↑ − ρh↓
∆ρT = ρT↑ − ρT↓

on déduit que la polarisation de spin des trous se trouve alignée dans le même sens

que la polarisation de spin photocréée des trions.

Cette dernière conclusion est un peu rapide, car entre 0 et 600 ps les polarisations de spin

photocréée et résidente coexistent. Cependant, si on fait l'hypothèse raisonnable que la po-

larisation de spin des trous ne change pas de signe en fonction du temps : sgn[∆ρh(13 ns)] =

sgn[∆ρh(0+)], où t = 0+ est l'instant juste postérieur à l'impulsion, le constat expérimental :

sgn[∆ρh(13 ns)] = −sgn[(∆ρh −∆ρT )(0+)] (4.26)

implique que |∆ρh| < |∆ρT | et donc sgn[(∆ρh −∆ρT )(0+) = sgn[−∆ρT (0+)]. Finalement

la relation 4.26 se traduit bien par :

sgn[∆ρh(13 ns)] = sgn[∆ρe(0
+)]

ce qui justi�e la conclusion précédente. Ce constat est singulier car pour une excitation

résonnante la polarisation de trou est opposée à celle du trion photocréée (cf. section 4.1 ).
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4. Orientation optique du spin du trou résident

Comparaison avec le cas résonnant

Le cas de l'excitation résonnante a été étudié en détail, dans la section précédente, avec

une con�guration à un laser. A�n d'appuyer la comparaison expérimentale entre les cas

résonnant et non résonnant, nous avons réalisé, de nouveau, une étude à résonance mais

avec la con�guration expérimentale �deux couleurs� : l'énergie du second laser est accordée

de manière quasi résonnante 5 avec l'énergie de la sonde à 1,35 eV. Les conditions expéri-

mentales de détection étant identiques entre les cas résonnant et hors résonnant, le signe

relatif du signal de DCP entre les deux expériences est un argument physique dont nous

pouvons discuter.

Le résultat est présenté sur la �gure 4.5 (b). On constate bien que la polarisation de spin du

trou est opposée entre le cas résonnant et non résonnant, et qu'elle est de même signe sur

les temps courts (<600 ps). Rappelons que dans le cas résonnant, les orientations des pola-

risations résidentes et photocréés sont imposées par la polarisation d'excitation : le trou et

l'électron dans l'état trion ont la même orientation moyenne que dans la paire électron-trou

photocréée. On en déduit que, hors résonance :

� La polarisation de spin des électrons dans l'état X+est orientée comme celle des

électrons photocréés dans la couche de mouillage. Cela con�rme que les électrons

conservent, au moins en partie, leur polarisation jusqu'à la capture dans les boîtes

quantiques.

� La polarisation de spin des trous résidents possède bien, en revanche, une orientation

moyenne opposée à celle du trou photocréé dans la couche de mouillage.

Toutes ces observation attestent que le mécanisme de polarisation du trou dans l'état fonda-

mental dépend de la con�guration d'excitation. Nous détaillons le mécanisme sous excitation

non résonnante dans la partie suivante.

Mécanisme hors résonance

Dans les puits quantiques, les expériences de photoluminescence résolues en temps

montrent que le temps de relaxation de spin de l'électron, à température cryogénique, est de

l'ordre d'une centaine de picosecondes, et pour le trou seulement de quelques picosecondes

[76]. L'explication repose sur le mélange entre les états de trous lourds et légers, malgré

la levée de dégénérescence, qui conduit à un mécanisme de relaxation de spin similaire à

celui d'Elliot-Ya�et. Le temps de capture des porteurs, créés initialement dans la couche

de mouillage, par les boîtes est mesuré à une dizaine de picosecondes [77]. Ainsi, le spin de

l'électron conserve son orientation de spin pendant les processus de relaxation non radia-

tifs de l'énergie, quand il atteint un niveau discret de la boîte quantique. En revanche, on

peut considérer que le trou photocréé est entièrement dépolarisé lorsqu'il atteint le niveau

fondamental des boîtes.

5. Dans le dispositif �deux couleurs � où pompe et sonde ne proviennent pas du même laser, la précision
du recouvrement spectral entre l'impulsion pompe et l'impulsion sonde est celle du spectromètre qui est
inférieure à la largeur d'impulsion.
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4.2. Polarisation sous excitation non résonnante

Figure 4.6: Schéma du mécanisme de polarisation de spin des trous (�èches bleues) ; tcapt
et Tr désignent, respectivement, le temps de capture caractéristique des excitons et le temps
de vie radiatif des trions. Les �èches rouges représentent le spin des électrons.

Description

Les deux états d'excitons brillants dans la couche de mouillage (CM) sont désignés par

|CM ↑⇓〉 et |CM ↓⇑〉 [les spins de l'électron et du trou sont représentés, respectivement,

par ↑ (↓) et ⇑ (⇓) ]. Les états d'excitons noirs sont désignés par |CM ↑⇑〉 et |CM ↓⇓)〉. On
exclut la présence du trion �chaud� X+ formé d'un électron de conduction et de deux trous

occupant des niveaux d'énergie de valence di�érents.

Avec ces considérations, le mécanisme de polarisation de spin du trou résident, sous pompage

non résonnant, se décrit de la manière suivante (cf. �gure 4.6) :

1. Initialement, la polarisation de spin du trou est nulle, il y a le même nombre de boîtes

dont le trou résident est dans l'état |h ↑〉 que dans l'état 6 |h ↓〉.

2. L'impulsion pompe, par exemple polarisée σ+, génère des excitons |CM ↓⇑〉 dans
la couche de mouillage. Avant d'être capturés par les boîtes, les trous subissent de

nombreux processus de retournement de spin et perdent leur polarisation, alors que

les électrons la conservent. En conséquence, il se forme également, dans la couche de

mouillage, des excitons noirs |CM ↓⇓〉.

6. Cette description en termes d'états purs pour chaque boîte n'est pas tout à fait rigoureuse. En e�et,
chaque boîte quantique est initialement dans un mélange statistique des états |h ↑〉 et |h ↓〉, qui se décrit
proprement dans le formalisme de la matrice densité. Cependant il nous est plus commode, sans changer la
physique du mécanisme, d'adopter une description où les boîtes sont initialement dans des états purs.
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4. Orientation optique du spin du trou résident

3. Les excitons sont ensuite capturés dans les niveaux discrets des boîtes quantiques

(les excitons brillants peuvent également se recombiner radiativement avant d'être

capturés). En raison du principe de Pauli, la capture est dépendante du spin : les

excitons noirs |CM ↓⇓〉 sont capturés par des boîtes dont le spin du trou est dans

l'état |h ↑〉, les excitons brillants |CM ↓⇑〉 sont capturés par les boîtes dont le spin du

trou est dans l'état |h ↓〉.

4. Dans chaque boîte ayant capturé un exciton, il se forme dans l'état fondamental un

trion |T ↓〉. Après recombinaison radiative par émission d'un photon polarisé σ+, les

boîtes ayant capturé un exciton se trouvent dans l'état |h ↓〉. Ainsi, le nombre de

boîtes dans l'état fondamental |h ↓〉 (N ↓) est supérieur au nombre de boîtes dans

l'état |h ↑〉 (N ↑) : une polarisation de spin des trous apparaît. Précisons que la

capture d'un exciton noir permet le passage d'une boîte dans un état |h ↑〉 à une boîte
dans un état |h ↓〉. Cette capture est donc responsable de la polarisation de spin des

trous résidents. Le mécanisme est schématisé sur la �gure 4.6.

En résumé, le processus hors résonnant de polarisation du trou repose sur le fait que l'élec-

tron photocréé, dans la couche de mouillage, conserve mieux sa polarisation de spin pendant

la thermalisation, que le trou. Contrairement au cas résonnant, l'absorption de l'impulsion

ne crée pas instantanément une polarisation sur l'état fondamental (processus de polarisa-

tion stimulée). La polarisation résidente est uniquement issue de l'émission spontanée du

trion. Le mécanisme conduit à polariser le spin du trou résident selon un sens opposé à celui

du trou photocréé dans la couche de mouillage.

Évolution avec le champ appliqué

La �gure 4.7 (a) présente la même expérience de DCP en présence d'un champ magné-

tique appliqué en con�guration Faraday ( ~B = B~ez). On constate également, que le signal

de polarisation augmente globalement en fonction de l'amplitude du champ magnétique.

Les courbes réalisées à un délai pompe-sonde �xe ∆t ' 13 ns, témoignent de deux régimes

d'évolution de la polarisation de spin résidente en fonction du champ appliqué :

� une augmentation rapide dans une largeur caractéristique d'environ 10 mT,

� une évolution plus lente dans une largeur caractéristique estimée à ' 75 mT.

Ces observations sont cohérentes avec le mécanisme proposé. En e�et, on a établi précé-

demment que le spin du trou relaxe à travers l'interaction hyper�ne. Le champ appliqué

écrante, dans un premier temps, le couplage hyper�n du trou. La polarisation de spin rési-

dente augmente donc dans une gamme de champ caractéristique de cette interaction : 0-10

mT. Pour des valeurs de champ magnétique plus importantes, c'est l'interaction hyper�ne

de l'électron dans l'état trion qui est à son tour écrantée. En conséquence, l'électron dans

l'état trion relaxe moins son spin, et la recombinaison radiative favorise d'autant plus le

déséquilibre des populations de trou. Contrairement au cas résonnant, la polarisation de

trou continue donc d'augmenter dans une gamme de champ : 0-100 mT.
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Figure 4.7: (a,c) Courbes de DCP résolues en temps pour di�érentes valeurs du champ
magnétique. (b,d) Courbes de DCP, obtenues à un délai pompe-sonde �xe ∆t < 0 ' 13
ns, en fonction du champ magnétique. (a,b) Excitation dans la couche de mouillage, à une
énergie de 1,44 eV. (c,d) Excitation dans le continuum des états mixtes, à 1,39 eV. L'énergie
de l'impulsion sonde est �xée à 1,35 eV.

L'évolution avec le champ appliqué témoigne donc du rôle di�érent que joue l'interaction

hyper�ne de l'électron dans les mécanismes de polarisation résonnant et non résonnant :

� à résonance le couplage hyper�n de l'électron permet la polarisation de spin du trou

résident,

� hors résonance, écranter le couplage hyper�n de l'électron favorise la polarisation de

spin du trou.

Excitation dans le continuum des états mixtes

Nous avons observé ce renversement de la polarisation du trou dans une large gamme

d'énergie d'excitation comprise entre 1.44 eV et 1.39 eV ; comme en témoignent les courbes

des �gures 4.7 (c) et (d) réalisées avec une énergie de pompe de 1.39 eV (sonde 1.35 eV).

Dans cette plage d'énergie, la pompe excite le continuum des états mixtes formés des états

délocalisés du puits quantique et des états discrets des boîtes quantiques [31, 33]. Les courbes
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4. Orientation optique du spin du trou résident

obtenues à un 1.44 eV et 1.39 eV sont similaires : le rapport entre le signal après impulsion

et celui aux délais négatifs est quasiment identique [cf. �gures 4.7 (a) et (c)]. De même, le

comportement en fonction du champ est analogue [cf. �gure 4.7 (b) et (d)]. Ces observations

indiquent que l'e�cacité du mécanisme de polarisation du spin résident est comparable entre

ces deux énergies d'excitation. Rappelons que le mécanisme repose sur la dépolarisation

préférentielle du spin du trou photocréé comparée à celle du spin de l'électron photocréé.

Cela nous conduit à supposer qu'à une énergie de 1.39 eV, le caractère délocalisé des états

mixtes est très marqué. En conséquence le trou, photocréé à une énergie de 1.39 eV, perd

sa polarisation de spin rapidement avant d'être capturé.

4.2.2 Modélisation

Pour con�rmer le mécanisme de polarisation proposé ci-dessus, nous avons réalisé une

modélisation de la dynamique du signal de DCP. Les ingrédients de la modélisation sont

très proches de ceux utilisés pour le cas résonnant : les dynamiques de spin du trou et de

l'électron dans les boîtes quantiques sont régies par l'interaction hyper�ne. La recombinaison

radiative couple les deux dynamiques de spin. La seule di�érence avec le modèle résonnant

concerne l'injection optique.

Dynamique entre les instants t = 0− et t = 0+

L'évolution du système, entre l'instant juste antérieur à l'impulsion (t = 0−) et l'instant

juste après excitation optique et capture (t = 0+), est décrite par des équations de bilan

de populations. De manière à introduire un certain degré de polarisation après capture,

nous supposons, que le trou et l'électron peuvent subir, dans des proportions di�érentes,

des processus de retournement de spin dans la couche de mouillage. Nous considérons alors,

dans la couche de mouillage, la présence d'excitons brillants et noires :|CM ↓⇑, Jz = 1〉 ,
|CM ↑⇓, Jz = −1〉, |CM ↑⇑, Jz = 2〉 , |CM ↓⇓, Jz = −2〉.

Soit N1(−1) la densité d'excitons brillants de moment cinétique Jz = 1(−1) selon z, N2(−2)

la densité des excitons noirs de moment cinétique Jz = 2(−2) selon z, n⇑(⇓) la densité de

boîtes dont le trou est dans l'état |h ↑ (↓)〉 et NT↑(T↓) la densité de boîtes dont le trion est

dans l'état |T ↑ (↓)〉. L'évolution de ces quantités, entre les instants t = 0− et t = 0+, est

donnée par le jeu d'équations cinétiques suivant :

dN2

dt
= −γn⇓N2 −

Γe
2

(N2 −N1)− Γh
2

(N2 −N−1)

dN−2

dt
= −γn⇑N−2 −

Γe
2

(N−2 −N−1)− Γh
2

(N−2 −N1)

dN1

dt
= −γn⇓N1 −

Γe
2

(N1 −N2)− Γh
2

(N1 −N−2)

dN−1

dt
= −γn⇑N−1 −

Γe
2

(N−1 −N−2)− Γh
2

(N−1 −N2) (4.27)
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4.2. Polarisation sous excitation non résonnante

dn⇑
dt

= −γn⇑(N−1 +N−2)
dn⇓
dt

= −γn⇓(N1 +N2)

dNT↑
dt

= γ(n⇑N−1 + n⇓N2)
dNT↓
dt

= γ(n⇑N−2 + n⇓N1)

où Γh(e) est le taux de relaxation de spin moyen des trous (électrons) dans la couche de

mouillage et γ le taux de capture moyen dans les niveaux discrets des boîtes quantiques.

Nous faisons l'hypothèse que la densité N0 d'excitons créés par l'impulsion polarisée σ+ est

petite devant la densité de boîtes quantiques sondées n0. On suppose alors que la variation

des densités n⇑ et n⇓, entre les instants t = 0− et t = 0+, est su�samment faible pour

considérer : n⇑(t) ' n⇑(0−) et n⇓(t) ' n⇓(0−). Cette condition appliquée au jeu d'équations

(4.27) permet de rendre le système linéaire et ainsi soluble analytiquement.

Nous faisons également l'hypothèse raisonnable que le taux de relaxation de spin du trou

dans la couche mouillage est bien supérieur, d'une part à celui de l'électron Γe, et d'autre

part au taux Γ = γ n0
2 . On arrive ainsi à lier les polarisations du système, entre les instants

t = 0− et t = 0+, de la manière suivante :

Shz (0+) =
1

2
phf + [1− f(1− ph)]Shz (0−) (4.28)

Sez(0
+) = −1

2
fpe (4.29)

avec Shz = 1
2(n⇑ − n⇓) et Sez = 1

2(NT↑ − NT↓). Les quantités ph et pe qui traduisent,

respectivement le taux de polarisation de spin des trous et des électrons capturés dans les

boîtes, sont donnés par les expressions suivantes : ph = (1 + Γh/Γ)−1 et pe = (1 + Γe/Γ)−1.

Dynamique du système après l'instant t = 0+, régime stationnaire

Les dynamiques de spin, après l'instant t = 0+, des électrons dans l'état trion et des

trous, sous interaction hyper�ne, sont décrites dans la même approche que celle du modèle

résonnant (cf. section 4.1.2). On calcule également les polarisations de spin du système dans

le régime stationnaire à l'aide de l'équation (4.22).

Bilan

Le résultat des simulations est présenté sur la �gure 4.8. Les paramètres utilisés sont

les suivants : pe=0.9, ph=0.1 et f = 0.5. Concernant la dynamique des polarisations de

spin sous interaction hyper�ne, les paramètres sont les mêmes que ceux utilisés dans la

modélisation sous excitation résonnante à savoir : Ae= 55 µeV,
∣∣Ch∣∣= 4 µeV, β = 0.42,

Tr= 790 ps, T e∆= 550 ps , |ge| = 0.46, |gh| = 1.35. Précisons toutefois, que par simplicité

numérique nous n'avons pas introduit, ici, de relaxation supplémentaire (T h1 ).

Pour ce jeu de paramètres, l'accord qualitatif avec les résultats expérimentaux est bon. Les

caractéristiques majeures du comportement de la polarisation de spin sont reproduites :

� un changement de signe de la polarisation de spin aux temps courts (. 1 ns), obser-

vable sur la dynamique temporelle [cf. �gure 4.8 (b)],
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Figure 4.8: (a) Courbes de DCP résolues en temps pour di�érentes valeurs du champ
magnétique appliqué. (b) Simulation du taux de polarisation de spin 2[Shz (t) − Sez(t)] en
fonction du temps (c) Courbe de DCP pour un délai pompe-sonde ∆t < 0 ' 13 ns en
fonction du champ magnétique appliqué. (d) Simulation du taux de polarisation 2Shz (0−) de
spin des trous en fonction du champ.

� une augmentation manifeste de la polarisation de spin des trous en fonction du champ

magnétique, à un délai pompe-sonde ∆t = 0−(' 13 ns), caractérisée par deux régimes

distincts d'évolution liés respectivement à l'interaction hyper�ne du trou et à celle de

l'électron [cf. �gure 4.8 (d)].

Cette modélisation permet de con�rmer d'une part le mécanisme de polarisation proposé

dans la con�guration non résonnante, et d'autre part de con�rmer le rôle majeur de l'interac-

tion hyper�ne dans les dynamiques de spin de l'électron et du trou sur les temps accessibles

à la mesure.

Cependant, cette modélisation est une première approche de la dynamique de spin sous

excitation non résonnante. En e�et, le modèle présente des limites : le facteur f , supposé

faible a�n de rendre le système soluble analytiquement, est ajusté à la hauteur de 0.5 ; ceci

nous amène à remettre en cause cette approximation. Le paramètre pe, qui traduit la po-

larisation des électrons lorsqu'ils sont capturés dans les boîtes, est ajusté indépendamment

du champ magnétique appliqué. Les ajustements conduisent à une valeur de pe = 0.9, ce
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4.2. Polarisation sous excitation non résonnante

qui semble élevée. En e�et les expériences 7 de luminescence résolue en temps, menées sur

notre échantillon au LPCNO par le groupe de X. Marie et T. Amand, renseignent sur une

polarisation de trion à hauteur de 40 % sans champ magnétique appliqué

Une résolution numérique sans approximations, pourrait permettre, éventuellement, d'ob-

tenir des simulations avec des paramètres plus �dèles aux constats expérimentaux.

4.2.3 Conclusion

Nous avons mis en évidence dans ce chapitre que l'on peut orienter optiquement le spin

du trou résident des boîtes quantiques, et ce par pompage résonnant ou non résonnant.

Sous excitation résonnante, deux contributions de signe opposé participent à la polarisation

de spin résidente. Celle provenant de l'émission spontanée du trion ainsi que celle issue

de l'absorption résonnante de l'impulsion (contribution stimulée). La polarisation de spin

résidente perdure au-delà du temps de vie radiatif des trions en raison de l'interaction

hyper�ne de l'électron dans l'état trion, qui limite ainsi la contribution issue de l'émission

spontanée.

Dans le cas non résonnant, la polarisation de spin du trou est rendue possible grâce à la

dépolarisation e�cace du spin du trou photocréé dans la couche de mouillage. La polarisation

de spin résidente est uniquement induite par l'émission spontanée du trion. Ce mécanisme

conduit à une polarisation de spin résidente d'orientation moyenne opposée à celle du trou

photocréé. Finalement, le choix de l'énergie d'excitation, permet d'orienter la polarisation

de spin résidente indépendamment de celle du trion photocréé.

La mesure et la modélisation de la dynamique des polarisations de spin nous ont permis de

démonter que, de manière analogue à l'électron, l'interaction hyper�ne domine la relaxation

de spin du trou, sans champ magnétique appliqué et à basse température. Cette relaxation

provient des termes transverses du couplage hyper�n trou-noyaux, qui sont induits par

le mélange des niveaux de valence lourds et légers. Les caractéristiques de la relaxation

dépendent du degré de mélange. Dans notre échantillon, elle se manifeste de manière partielle

par un temps T h∆ voisin de 10 ns. Ce mécanisme peut être écranté par un faible champ

magnétique de l'ordre du millitesla.

Ces études nous ont permis également de révéler un mécanisme de relaxation supplémentaire

du spin du trou. Dans la con�guration résolue en temps sur 13 ns, la mesure de ce temps

(T h1 ) est trop imprécise, et le mécanisme sous-jacent ne peut pas être étudié. A�n d'identi�er

le où les mécanismes responsables de la relaxation de spin du trou sur un échelle de temps

supérieure à la dizaine de nanosecondes, nous avons mis au point une nouvelle con�guration

expérimentale. Le principe et les résultats sont présentés dans le chapitre suivant.

7. Ces expériences ont été réalisées avec une énergie d'excitation comparable à la nôtre.
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5. Dynamique longue du spin résident

Nous avons vu, au chapitre 4, que le caractère mélangé des états de valence induit, à

travers le couplage hyper�n avec les noyaux, une relaxation partielle du spin du trou dans

un temps caractéristique d'environ 10 ns. Ce mécanisme, dominant la relaxation à champ

nul, peut être écranté par un faible champ magnétique ' 5mT.

Nous nous intéressons, ici, à la dynamique du spin et aux processus qui surviennent au-delà

de l'interaction hyper�ne aux temps courts. Nous explorons l'évolution de la polarisation

résidente de spin sur une fenêtre temporelle comprise entre ∼ 100 ns et 1 ms. Cette étude

est rendue possible grâce à une technique originale basée sur la résolution fréquentielle du

signal de dichroïsme circulaire photoinduit. La possibilité d'étudier la dynamique de spin sur

une plage temporelle élargie, nous permet de mettre conjointement en relief un autre temps

caractéristique du système : le temps d'initialisation de la polarisation de spin résidente sous

le train d'impulsions pompes. L'étude de la dynamique de relaxation, en fonction du champ

magnétique et de la température, nous amène à conclure sur le rôle joué par : l'interaction

trou-phonon au second ordre, le caractère inhomogène de la fonction d'onde du trou et

l'environnement électrostatique des boîtes quantiques.

5.1 Motivation

L'obtention de temps de cohérence T2 et de relaxation T1 longs est un critère majeur

pour des futures applications utilisant le spin électronique comme vecteur d'information.

En conséquence, ces dernières années, de nombreuses études ont porté sur les processus de

relaxation et de décohérence des porteurs de spin dans les boîtes quantiques. De ces tra-

vaux, il ressort que la source principale de relaxation, en présence d'un champ magnétique

longitudinal modéré ou fort (2− 10T), est le mécanisme basé sur l'absorption ou l'émission

d'un phonon assisté par le couplage spin-orbite, ceci aussi bien pour le spin de l'électron

que pour celui du trou [1, 78, 79, 80, 81, 70].

Concernant le temps de relaxation qu'implique ce mécanisme, Elzerman et coll. [82] ob-

servent un temps de relaxation de l'électron T e1 ∼ 1 ms pour un champ de 8 T sur une boîte

quantique formée par un gaz d'électrons bi-dimensionel con�né électriquement. D'autres

travaux, menés sur des boîtes d'InAs/GaAs, con�rment un temps de relaxation de l'ordre

de la milliseconde pour le spin de l'électron [83, 84] en présence d'un champ magnétique du

même ordre de grandeur. L'étude concernant le trou, menée par Heiss et coll. [71], conduit à

un temps T h1 d'environ ∼ 100 µs avec un champ magnétique compris entre de 2 et 5 T, soit

un ordre de grandeur plus faible que celui de l'électron. Si le processus basé sur l'absorption

ou l'émission d'un phonon assisté par le couplage spin-orbite traduit bien les comportements

expérimentaux observés pour des champs magnétiques supérieurs à 2 T [80, 70], il ne peut

rendre compte des processus mis en jeu pour les faibles champs magnétiques [72, 73]. C'est

dans ce contexte que se situe notre étude.

La problématique de ce chapitre est la suivante : quels sont, au-delà de ∼ 10 − 100 ns, les

mécanismes responsables de la relaxation de spin du trou dans la gamme des faibles champs

magnétiques ? Et pendant combien de temps une information de spin est-elle disponible sur
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le trou résident ?

Avant d'apporter des éléments de réponse à cette question, nous présentons tout d'abord

la méthode expérimentale que nous avons mise au point a�n d'explorer des dynamiques

temporelles de 100 ns à 1 ms. Nous discutons ensuite de la mesure et de l'origine du temps

d'initialisation τi du spin. Nous terminons ce chapitre par une discussion sur les processus

responsables de la relaxation de spin du trou au-delà de la relaxation hyper�ne aux temps

courts. Nous argumentons cette discussion en nous appuyant sur les mesures du temps de

relaxation T1 en fonction de la température et du champ magnétique.

5.2 Principe de l'expérience pompe-sonde résolue en

fréquence

Cette étude a nécessité des modi�cations expérimentales de notre dispositif. En e�et,

avec une expérience pompe-sonde résolue en temps sur 13 ns, nous ne sommes pas sensibles

à des dynamiques s'exprimant sur un temps caractéristique supérieur à la centaine de na-

nosecondes. La méthode que nous utilisons est basée sur la mesure du dichroïsme circulaire

photoinduit (DCP) en fonction de la fréquence de modulation d'intensité du faisceau pompe.

Nous en détaillons le principe dans cette partie.

5.2.1 Principe

La ligne à retard est positionnée de façon à séparer les faisceaux pompe et sonde d'un

délai temporel ∆t ' 13 ns, ce qui nous assure de mesurer un signal provenant uniquement

de la polarisation du trou. Dans le montage expérimental un modulateur acousto-optique

(MAO) est introduit sur le chemin du faisceau pompe, après la ligne à retard. Ainsi le MAO,

piloté par un générateur de fonctions de fréquence variable ωm, nous permet de moduler

l'excitation de l'échantillon.

E�et de la modulation

La �gure 5.1 décrit l'e�et de la modulation sur le faisceau pompe et sur le signal de po-

larisation du trou. Le générateur délivre une succession périodique d'intervalles clairs Tc
et sombres Ts à une fréquence ωm (cf. �gure 5.1 (a)). Pendant le temps clair (état haut

du modulateur), les faisceaux pompe et sonde passent à travers l'échantillon. En revanche

pendant le temps sombre, le modulateur coupe le faisceau pompe et seule la sonde traverse

l'échantillon.

Description phénoménologique de la dynamique de spin

A ce stade, l'expérience est similaire à celle décrite dans les précédents chapitres. La subti-

lité vient de la description du comportement du signal à l'échelle du temps de modulation
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Figure 5.1: Schéma illustrant la méthode expérimentale utilisée pour explorer les dyna-
miques longues. (a) Fonction de modulation d'intensité imposée par le modulateur acousto-
optique au faisceau pompe. (b) Impulsions pompe (traits épais) et sonde (traits en pointillé)
en fonction du temps. (c) Comportement temporel du signal S(t) de DCP en fonction des
intervalles clairs et sombres de la modulation.

[�gure 5.1 (c)].

� Pendant les phases claires, le système est optiquement pompé, la polarisation de spin

augmente jusqu'à atteindre un régime stationnaire où l'e�et de chaque pulse pompe

est le même (nous détaillons cette phase d'initialisation dans la section 5.3.2). Le

temps τi d'initialisation est caractéristique de ce comportement.

� Pendant les phases sombres, la pompe ne passe plus à travers l'échantillon, la pola-

risation résidente de trou n'est plus entretenue. Le système relaxe librement dans un

temps caractéristique T1, durant le temps sombre Ts.

La sonde mesure l'état du système toutes les 13 ns pendant les phases d'initialisation et de

relaxation.

Le signal de dichroïsme circulaire S(t), proportionnel à la polarisation de spin du trou

[S α (ρh↑ − ρh↓)], est périodique (Tm). En postulant des comportements exponentiels de la

dynamique de spin dans les phases claires et sombres, S(t) se décrit formellement de la
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manière suivante :

S(t) = A(ε)[1− ηe
−t
τi ], 0 ≤ t ≤ Tc

S(t) = A(ε)[1− ηe
−Tc
τi ]e

− (t−Tc)
T1 , Tc ≤ t ≤ Tm

 avec η =
1− e

−Ts
T1

1− e
−Tc
τi
−Ts
T1

(5.1)

où Tm = Tc + Ts et ωm = 2π
Tm

. A(ε) est un coe�cient d'amplitude dépendant du paramètre

d'expérience ε (délai pompe-sonde, champ magnétique, puissance d'excitation, énergie d'ex-

citation).

5.2.2 Analyse fréquentielle du signal

Pour des raisons de rapport signal à bruit évoquées au chapitre 2, le signal temporel S(t)

est di�cilement analysable. Nous en faisons donc une analyse synchrone. Du point de vue

de la détection, cela consiste à envoyer le signal S(t) dans un jeu de détections synchrones

a�n d'y être démodulé. En imposant à la détection une fréquence de référence égale à celle

du modulateur ωm, on extrait le coe�cient de Fourier de l'harmonique choisie (cf. chap. 2).

On peut décomposer S(t) de la manière suivante :

S(t) = A(ε)
+∞∑
n=0

an cos(nωmt+ ϕn) (5.2)

où an est le module du coe�cient de Fourier de la énième harmonique. Le module du signal

de dichroïsme �nalement extrait est donné par :

|Sn| =

∣∣∣∣∣ωmπ
ˆ 2π

ωm

0
S(t)e−inωmtdt

∣∣∣∣∣ = |A(ε)| an(ωm) (5.3)

La détection du signal en phase et en quadrature (cf. chapitre 3) permet également d'obtenir

la phase ϕn de la nième composante.

Ces considérations sont générales. A�n de mieux cerner le principe de la méthode que nous

utilisons, nous établissons la distinction entre la con�guration traditionnelle (cf. chapitre 4)

et celle que nous présentons ici.

Con�guration résolue en temps

Dans la con�guration traditionnelle, la modulation d'intensité est maintenue constante

tout au long de l'expérience : ωm et an(ωm) sont �xés. En revanche le paramètre d'expé-

rience ε varie au cours de l'acquisition. Ainsi, le signal mesuré Sn(ε) évolue uniquement à

travers le paramètre d'amplitude A(ε). Si ε est le délai-pompe-sonde, on résout, dans cette

con�guration, la dynamique de spin du système sur 13 ns (délai pompe-sonde maximal).
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5. Dynamique longue du spin résident

Figure 5.2: (a) et (b) E�et de la fréquence de modulation ωm sur le contraste du signal
C(ωm), avec Tc = Ts = Tm/2. La fréquence ωm en (a) est inférieure aux taux caractéristiques
du système (τ−1

i , T−1
1 ), en (b) elle est supérieure. (c) Simulation du module du coe�cient

de Fourier a1(ωm) de la première harmonique du signal en fonction de la fréquence de
modulation. La courbe rouge (trait plein) est simulée pour des temps caractéristiques (τi, T1)
de l'ordre de la microseconde. La courbe bleue (en pointillé) simule une fonction dont les
temps caractéristiques sont nuls à l'échelle de la période de modulation.

Con�guration résolue en fréquence

On s'intéresse, ici, à la réponse fréquentielle du système Sn(ωm). Le délai pompe-sonde

est maintenu �xe et on explore une gamme de fréquences de modulation ωm. Contrairement

au cas précédent, le signal Sn(ωm) évolue uniquement à travers les coe�cients de Fourier

an(ωm).

Les équations (5.1) et (5.3) indiquent que les coe�cients an dépendent de la fréquence de

modulation ωm et des temps caractéristiques τi et T1 de la dynamique de spin du trou. Ainsi

l'analyse de cette dépendance, dans une plage de fréquences adéquates, nous renseigne sur

les temps d'initialisation et de relaxation.

La �gure 5.2(c), où est simulé le module a1(ωm) de la première harmonique du signal S en

fonction de la fréquence de modulation ωm, illustre ce propos. Le coe�cient a1(ωm) marque

une coupure pour une certaine fréquence. Cette fréquence de coupure ainsi que l'allure de

la décroissance sont des caractéristiques des temps τi et T1. En revanche pour un signal (en

bleu) dont les temps caractéristiques sont nuls à l'échelle de la période de modulation, la
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5.2. Principe de l'expérience pompe-sonde résolue en fréquence

réponse fréquentielle est plate.

Une manière plus intuitive d'illustrer notre méthode est la variation du contraste de S(t)

en fonction de ωm. Cela est illustré sur la �gure 5.2 (a, b).

Lorsque ωm est inférieure aux taux caractéristiques du système (τ−1
i , T−1

1 ) :

� le temps d'initialisation τi est inférieur au temps clair Tc, la polarisation de spin se

construit jusqu'à atteindre le régime stationnaire,

� le temps de relaxation T1 est inférieur au temps sombre Ts, le système relaxe complè-

tement sa polarisation de spin.

Dans cette situation, le contraste C(ωm) du signal est maximal. En revanche lorsque ωm est

su�samment grande par rapport au couple (τ−1
i , T−1

1 ), le système n'atteint pas le régime

stationnaire lors des phases claires, et la polarisation ne relaxe plus entièrement durant les

phases sombres. Le contraste chute. Cette variation du contraste de S(t) avec ωm se ressent

à travers le module et les phases des coe�cients de Fourier des harmoniques de la fonction

S(t).

Les di�érentes con�gurations d'analyse

En pratique, on réalise une acquisition fréquentielle de la phase et du module d'une harmo-

nique choisie du signal. Cette courbe est ensuite confrontée à une simulation [cf. expressions

(5.2) et (5.1)] a�n de déterminer les temps caractéristiques τi et T1 du système. On extrait

ainsi les temps caractéristiques pour des dynamiques temporelles comprises entre 100 ns

et 1 ms. La limite basse provient des fronts de montée et de descente du modulateur, qui

sont voisins de 50 ns. La limite haute est imposée par le rapport signal à bruit. En e�et,

pour maintenir un niveau acceptable de détection, la fréquence de modulation doit être au

minimum de l'ordre du kilohertz, ce qui ne permet pas de résoudre des dynamiques de spin

supérieures à la milliseconde.

Plusieurs con�gurations d'acquisition sont possibles :

� Soit on explore les fréquences de modulation en maintenant le rapport cyclique α

constant (le rapport cyclique est dé�ni par α = Tc/Tm).

� Soit le rapport cyclique de modulation évolue avec la fréquence, dans le but de main-

tenir le temps clair ou le temps sombre constant.

La seconde con�guration présente une plus grande sensibilité aux temps caractéristiques

du système. De plus, la gamme de fréquences nécessairement explorée pour obtenir une

signature caractéristique est plus petite que dans la première con�guration avec α constant.

Cela présente un avantage car certains des appareils du montage, comme les détections syn-

chrones et les photodiodes, ont également une réponse fréquentielle. En e�et, si la plage de

fréquence explorée est trop grande, le signal doit être normalisé par cette réponse, ce qui

ajoute de l'incertitude à la mesure expérimentale.

En conclusion, notre protocole repose sur l'analyse fréquentielle du signal S(t) de dichroïsme
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5. Dynamique longue du spin résident

à l'échelle de la période de modulation de l'excitation optique. Expérimentalement, il re-

quiert uniquement l'utilisation d'un modulateur d'intensité optique fonctionnant dans une

plage de fréquences contenant les taux caractéristiques τ−1
i et T−1

1 . La principale limite de

notre dispositif est qu'il ne permet pas de décrire de manière exacte le comportement tempo-

rel de la polarisation, mais seulement d'en extraire les temps caractéristiques. Il est justi�é

si la dynamique de spin, à l'échelle de la période de modulation, est de type exponentielle.

Ajoutons qu'il nous est également possible, à travers l'analyse fréquentielle, de reconstruire

le comportement temporel de la dynamique de spin. Les détections synchrones nous donnent

accès au module et à la phase des sept premières harmoniques de S(t). La somme de ces

composantes, pour une fréquence de modulation adéquate, permet de construire partielle-

ment la dynamique temporelle. Nous discutons de cette con�guration, en nous appuyant

sur des résultats expérimentaux, dans l'annexe B.

5.3 Dynamique de spin du trou sans champ magnétique

Nous présentons, ici, les courbes expérimentales concernant la dynamique de spin sans

champ magnétique appliqué. Les temps d'initialisation et de relaxation sont extraits à l'aide

de la technique basée sur l'analyse fréquentielle décrite dans la partie précédente.

5.3.1 Dichroïsme photoinduit analysé en fréquence

Expérience

La �gure 5.3 présente les résultats de l'expérience de DCP résolue en fréquence, sans

champ magnétique appliqué. L'expérience est réalisée à 2 K. Le module et la phase des trois

premières composantes de Fourier du signal de polarisation de spin du trou sont obtenus

en fonction de la fréquence de modulation. Dans cette expérience, le rapport cyclique de

modulation évolue en fonction de la fréquence ; le temps clair est maintenu constant à Tc =10

µs et le temps sombre Ts évolue de 190 µs à 100 ns (pour une plage de fréquences (Tc+Ts)−1

de 5 kHz à 99 kHz).

Le système est donc toujours pompé de manière identique. En revanche, le temps qui lui est

accordé pour relaxer en spin diminue avec la fréquence. Sur les trois courbes, à l'aide des

expressions (5.1) et (5.3), le module et la phase des harmoniques sont ajustés simultanément

aux données expérimentales avec comme seuls paramètres τi et T1 (courbes en rouge).

Pour comparaison, nous avons ajouté des simulations correspondant aux deux cas suivants :

(i) les courbes vertes qui représentent un signal où les dynamiques d'initialisation et de

relaxation de spin sont instantanées sur la plage temporelle de modulation (T1 = 0, τi = 0);

(ii) les courbes bleues où seulement la phase d'initialisation est instantanée (τi = 0).

Ces simulations ne peuvent pas rendre compte des résultats expérimentaux. On observe

donc bien une signature des dynamiques d'initialisation et de relaxation en fonction des

fréquences (temps sombres) explorées. Les simulations (courbes en rouge) qui en tiennent

compte fournissent des ajustements très satisfaisants des points expérimentaux.
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5.3. Dynamique de spin du trou sans champ magnétique

Figure 5.3: Données expérimentales (triangles) et simulations (traits pleins) du module
et de la phase des trois premières composantes de Fourier du signal de DCP, en fonction
de la fréquence de modulation et du temps sombre [85]. Le temps clair est �xé à 10 µs. La
con�guration d'excitation est résonnante : Les énergies de pompe et de sonde sont dégénérées
à 1.35 eV.
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5. Dynamique longue du spin résident

Bilan expérimental

On extrait de l'ajustement des trois courbes τi = 380, 490, 600 ns (±50 ns) et T1 = 890,

995, 850 ns (±50 ns), pour la 1ière, 2ième et 3ième harmonique du signal respectivement. Les

ajustements rendent compte notamment de l'amplitude et de la position des maxima, ainsi

que des singularités sur la phase pour les trois harmoniques. Par exemple, sur la seconde

harmonique, pour une fréquence de 50 kHz le rapport cyclique est de 50 % (Tc = Ts), et la

non-nullité du signal en ce point est une signature de la dynamique des boîtes. En e�et, un

signal de type créneau (avec Tc = Ts ) ne possède pas d'harmoniques paires.

D'un point de vue expérimental, plus l'harmonique détectée est élevée plus la sensibilité de

l'ajustement est grande. Cependant, le rapport signal à bruit diminue avec le rang de l'har-

monique. On obtient un bon compromis entre ces deux critères avec la seconde harmonique.

Le temps de relaxation T1 converge vers une valeur voisine de 900 ns. Rappelons que cette

mesure est rendue possible car le couplage hyper�n aux temps courts (T h∆ ' 10ns) en-

traîne une relaxation partielle de la polarisation de spin du trou. Ce résultat correspond à

la première mesure de la relaxation du trou sans champ magnétique appliqué. L'étude des

mécanismes, responsables de cette relaxation de l'ordre de la microseconde, est l'objet des

prochaines parties de ce chapitre.

La mesure du temps d'initialisation, en revanche, est dispersée entre les trois harmoniques

(380, 490, 600 ns) car les trois expériences correspondantes n'ont pas été réalisées dans les

mêmes conditions d'excitation. L'initialisation de la polarisation de spin par le train d'im-

pulsions pompe dépend, entre autres, de la puissance optique. C'est ce dont il est question

dans le paragraphe suivant.

Remarque

Nous avons également réalisé une expérience où la dynamique temporelle de spin du trou

est partiellement reconstruite. Nous obtenons des temps caractéristiques cohérents avec

l'expérience décrite ci-dessus. La description de l'expérience et de ses limites se trouve dans

l'annexe B.

5.3.2 Temps d'initialisation du spin

Le temps d'initialisation représente le temps caractéristique pour polariser au mieux le

spin du trou. Contrairement au temps de relaxation T1, le temps d'initialisation τi n'est

pas un temps intrinsèque au système. Il dépend certes de paramètres propres aux boîtes

quantiques mais également des conditions d'excitation.

Sous excitation continue, plusieurs études, concernant la phase d'initialisation du spin, ont

été menées sous champ magnétique en con�guration Voigt [86, 87] et Faraday [88]. Il ressort

de ces études que le temps d'initialisation en con�guration Voigt est de trois ordres de

grandeur plus petit qu'en con�guration Faraday, mais le taux de polarisation atteint est
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5.3. Dynamique de spin du trou sans champ magnétique

Figure 5.4: Mécanisme de polarisation du trou sous excitation résonnante.

inférieur.

Nous présentons, ici, une étude du temps d'initialisation de la polarisation de spin du trou,

sur notre échantillon de boîtes quantiques dopées p. Cette étude est menée sans champ

magnétique appliqué et sous excitation pulsée résonnante.

Mécanisme d'initialisation

Le temps de relaxation de la polarisation résidente est supérieur à la période de répétition

du laser. C'est cette relation qui explique la présence d'une phase d'initialisation du spin.

A�n de préciser ce propos, la �gure 5.4 rappelle le mécanisme de polarisation du spin sous

excitation résonnante (cf. chapitre 4).

1. Initialement les populations de spin sont à l'équilibre thermodynamique ρh↑ = ρh↓ =
1
2 . La polarisation de spin du trou (Shz ∝ ρh↑ − ρh↓) est nulle.

2. Le pulse pompe, ici σ+, vide la population de trou ρh↓ et peuple la population de

trion ρT↓. Des polarisations de spin dans l'état excité et dans l'état fondamental sont

créées. La polarisation de spin du trion photocréée relaxe par couplage hyper�n et

l'état de trion |T ↑〉 devient ainsi occupé.

3. Après recombinaison radiative, la polarisation de spin du trou demeure. Cette polari-

sation relaxe partiellement, par interaction hyper�ne en ' 10 ns, pendant la période

séparant deux impulsions.

Ainsi, lorsque l'impulsion de pompe suivante arrive après 13 ns, Shz est non nulle. Le schéma

de la �gure 5.4 se répète, mais les conditions initiales des populations de spin du trou

sont di�érentes. La polarisation du trou va donc successivement augmenter, suite à chaque

impulsion pompe, jusqu'à atteindre un régime stationnaire. Une fois dans ce régime, l'e�et

de chaque impulsion sur le système est le même. C'est le temps caractéristique τi pour

atteindre le régime stationnaire que nous mettons en évidence dans cette étude.
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Figure 5.5: (a) Temps d'initialisation τi en fonction de la racine de la puissance moyenne
des impulsions pompe [85]. La simulation en fonction de l'angle de Rabi est obtenue pour une
dispersion de 50%. Le paramètre d'ajustement est le coe�cient C de proportionnalité entre
l'angle de Rabi et la puissance optique (cf. texte). (b) Temps de relaxation T1 en fonction
de la puissance moyenne des impulsions pompe. Les mesures de τi et T1 sont obtenues lors
de la même expérience.

Mesure du temps d'initialisation en fonction de la puissance d'excitation

Le mécanisme de polarisation du trou (cf. �gure 5.4) repose sur le retournement du spin

du trion photocréé. On s'attend donc à ce que le temps d'initialisation τi évolue avec la

puissance moyenne P d'excitation. En e�et, sous excitation résonnante, la probabilité Gexc
de peupler un état de trion dépend de l'aire θ du pulse pompe :

Gexc ∝ sin2 θ

2
, avec θ = C

√
P (5.4)

où C est un coe�cient de couplage proportionnel au moment dipolaire électrique de la

transition optique.

La �gure 5.5 (a) présente les résultats de la mesure du temps d'initialisation en fonction

de la puissance moyenne des impulsions pompe. On constate e�ectivement que τi dépend

de la puissance d'excitation. Il décroît, comme attendu, lorsque l'on augmente la puissance

moyenne P . En revanche, on n'observe pas d'oscillations. Cela s'explique par l'inhomogénéité
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5.3. Dynamique de spin du trou sans champ magnétique

de l'échantillon. Sur l'ensemble des boîtes étudiées dans l'échantillon certaines propriétés

sont dispersées, notamment le moment dipolaire électrique. Les points expérimentaux de la

�gure 5.5 (a) sont le re�et de cette dispersion.

A l'aide du modèle présenté au chapitre 4, on peut calculer la dynamique d'initialisation

de la polarisation de spin du trou et ainsi le temps caractéristique τi (courbe rouge). La

modélisation 1 rend compte d'une dispersion du couplage C à la hauteur de 50%, avec un

bon accord expérimental. A forte puissance, la distribution du couplage C sur les boîtes

quantiques entraîne un angle de Rabi moyen de π/2. Dans ces conditions, sur l'ensemble

des boîtes analysées, la phase d'initialisation de la polarisation de spin du trou est optimisée.

La polarisation de spin atteint le régime stationnaire au bout d'un temps voisin de 100 ns,

ce qui correspond à une succession de huit impulsions seulement.

Précisons que pour tous les points expérimentaux, la mesure du temps de relaxation est

constante à hauteur de T1 ' 1µs [cf. �gure 5.5 (b)].

Initialisation en fonction des paramètres intrinsèques au système

La phase d'initialisation dépend également de paramètres propres aux boîtes quantiques

étudiées. Nous discutons dans cette partie des contributions respectives de ces di�érents

paramètres.

La �gure 5.6 présente l'évolution du taux de polarisation de spin du trou en fonction de

la succession d'impulsions pompe, cela pour di�érentes valeurs du coe�cient β de mélange

trou lourd-trou léger. Le degré de mélange contrôle la relaxation du trou liée à l'interaction

hyper�ne (T h∆). Le modèle utilisé est également celui du chapitre 4. Rappelons que ce mo-

dèle tient compte de l'aire θ des impulsions de pompe, des relaxations des polarisations du

trou et du trion (T h∆, T
e
∆), de la recombinaison radiative (Tr) et de la période de répétition

des impulsions. L'aire θ est ici �xée à π, et le calcul ne tient pas compte de la dispersion du

couplage C.

On constate, premièrement, que le comportement de la polarisation en fonction du nombre

d'impulsions est de type quasi exponentiel. Le temps d'initialisation peut donc bien être

dé�ni à (1 − 1/e) de la valeur à saturation. Cela valide la description phénoménologique

de la phase d'initialisation utilisée pour l'analyse fréquentielle du signal (cf. 5.2.1). D'autre

part, lorsque β parcourt une gamme de valeurs 2 comprises entre 0.5 et 0.05 :

� le taux de polarisation ρh = ρh↑ − ρh↓ évolue de 20 % à 90 %,

� le nombre d'impulsions nécessaires pour initialiser le spin du trou varie de 3 à 4.

1. Les paramètres utilisés pour la modélisation sont les mêmes que ceux obtenus dans le chapitre 4 et
la référence [68]. Les seules variables d'ajustement sont, ici, le coe�cient de couplage C et sa dispersion sur
les boîtes analysées.

2. Une valeur de β de 0.5 correspond à un état de trou fortement mélangé. En revanche, une valeur de
β de 0.05 re�ète un état de trou lourd quasiment pur.
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Figure 5.6: Modélisation du taux de polarisation du trou (ρh = ρh↑ − ρh↓) en fonction du
nombre d'impulsions, pour di�érentes valeurs du coe�cient β de mélange entre les états de
trous lourds et légers.

Le caractère mélangé du trou contrôle le niveau de polarisation atteint dans le régime

stationnaire. Mais il in�ue peu sur le temps nécessaire τi pour y parvenir. L'explication

repose sur le mécanisme de polarisation du trou par les impulsions de pompe :

Après le pompage par une impulsion polarisée σ+, la relaxation de spin et la recombinaison

du trion (voir �gure 5.4) : une proportion δ de la population de l'état |h ↓〉 est transférée à
l'état |h ↑〉. Cette quantité δ est indépendante de β, mais dépend en revanche, du rapport

entre T e∆ et Tr. Elle véri�e l'équation suivante [85] :

δ(x) = sin2 θ

2
W (x) (5.5)

avec W (x) =
1

3
[1− 2x2(1−

√
πxex

2
erfc(x))] et x =

T e∆
Tr

où erfc(x) = 2√
π

´∞
x e−ζ

2
dζ. Avec T e∆ = 500 ps et Tr = 800 ps, on obtient δ = 23%. Un

pourcentage de cet ordre entraîne que, même si le trou relaxe en partie jusqu'à l'arrivée

de l'impulsion pompe suivante, l'initialisation de spin est réalisée au bout de typiquement

quatre impulsions 3, et cela indépendamment du niveau de polarisation atteint.

Finalement, le temps d'initialisation du trou dépend également de paramètres propres à

l'état excité de trion. Il est optimisé si la polarisation de spin du trion relaxe su�samment

pendant son temps de vie radiatif, et ce indépendamment du caractère mélangé du trou.

3. Le temps de relaxation T1 n'a pas d'in�uence pour des aires d'impulsions θ proches de π. En revanche
pour les faibles θ, la quantité δ est très faible et le temps d'initialisation est borné par le temps T1.
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Avec T e∆<Tr, notre système est favorable à une initialisation e�cace de la polarisation de

spin du trou par les impulsions pompe [85].

Remarque

Bien que les mesures soient e�ectuées sur le spin du trou à un délai pompe-sonde ' 13

ns, l'établissement du régime stationnaire concerne la dynamique complète du système. Les

populations photocréées de trions sont nulles avant l'arrivée de chaque impulsion pompe

(Tr � 13 ns). Mais elles dépendent, sous excitation résonnante, des populations de trous

juste avant l'arrivée du pulse. Les populations du trion photocréé suivent donc également

l'établissement du régime stationnaire 4.

5.4 Relaxation de spin du trou en fonction du champ

magnétique

Nous avons mis en évidence, dans la partie précédente, un temps de relaxation T1 de

spin du trou voisin d'une microseconde à champ magnétique nul. Il nous faut maintenant

identi�er les mécanismes responsables de cette relaxation. Les candidats possibles, évoqués

théoriquement, sont les suivants :

� Le mécanisme lié à l'inhomogénéité de la fonction d'onde dans le couplage hyper�n.

Ce mécanisme se manifeste sur des temps longs [9, 8, 89, 15, 14]. Pour ne pas induire

de confusion à ce sujet, nous appelons ce mécanisme �interaction hyper�ne aux temps

longs�, a�n de le distinguer du couplage hyper�n �aux temps courts� discuté dans le

chapitre précédent, qui se manifeste sur un temps caractéristique T h∆'10 ns.

� Les mécanismes de relaxation du spin qui reposent sur l'interaction trou-phonon cou-

plée à l'interaction spin-orbite [80, 70, 71, 72, 73].

L'e�cacité de ces processus dépende du champ magnétique, mais dans des proportions di�é-

rentes. En e�et, les mécanismes reposant sur l'interaction trou-phonon couplée à l'interaction

spin-orbite sont d'une part peu sensibles à la séparation Zeeman des niveaux d'énergie dans

la région des faibles champs magnétiques, et d'autre part s'a�rment sur des temps de l'ordre

de la milliseconde à une température de 2 K.

En revanche, l'e�cacité du mécanisme, lié à l'inhomogénéité de la fonction d'onde dans le

couplage hyper�n, est maximale à champ nul. De plus, ce mécanisme peut être, a priori,

écranté par l'application d'un faible champ magnétique.

L'évolution du temps de relaxation du trou T1 en fonction du champ magnétique devrait

nous permettre d'identi�er le rôle joué par chacun de ces processus. C'est dans ce contexte

que se situe l'étude que nous présentons dans cette partie.

4. Cette considération est propre au régime d'excitation résonnante. Sous excitation non résonnante (cf.
chapitre 4), les populations photocréées par l'impulsion pompe ne dépendent pas des populations de trous.
Etant donné, que les populations photocréées sont nulles avant l'arrivée de chaque pulse, il n'y a donc pas
de régime transitoire concernant la polarisation photocréée : l'établissement du régime stationnaire concerne
uniquement les populations résidentes de trous.
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5. Dynamique longue du spin résident

5.4.1 Expérience

La �gure 5.7 présente les résultats d'une expérience de dichroïsme circulaire menée en

détection fréquentielle en con�guration Faraday. Le temps T1 de relaxation de spin du trou

est étudié en fonction d'un champ magnétique en con�guration Faraday, sur une plage de 0

à 2 T.

On constate deux régimes d'évolution du temps T1. Tout d'abord, T1 augmente rapidement

sur une gamme de la dizaine de mT [�gure 5.7 (b)], dans une largeur de champ caractéristique

d'environ 5 mT. On observe ensuite une croissance plus lente, et �nalement T1 plafonne

autour de 2.5 µs à partir d'une centaine de mT. Sans faire de conclusions hâtives, on peut

supposer que deux mécanismes s'a�rment ici : un premier, dont le temps de relaxation

diverge avec le champ, et un second, indépendant du champ, qui explique le plafonnement

du temps T1 au-delà d'une centaine de mT.

5.4.2 Interaction hyper�ne �longue portée�, inhomogénéité de la
fonction d'onde

La région où le temps de relaxation plafonne en fonction du champ, à hauteur d'environ

2.5 µs, est l'objet de la section 5.4.3. Nous discutons ici de l'évolution de T1 dans la région

de champ magnétique comprise entre 0 et 30 mT [cf. �gure 5.7 (b)]. Dans cette gamme de

champs, la valeur du temps de relaxation T1 double. Comme nous l'avons mentionné, pour

les champs magnétiques de cet ordre les mécanismes de relaxation de spin via l'interaction

trou-phonon et le couplage spin-orbite sont, d'une part, ine�caces à 2K, et d'autre part

indépendants du champ sur la gamme en question [70, 71, 72, 73]. Sur l'ensemble des mé-

canismes proposés théoriquement, seule une manifestation du processus hyper�n aux temps

longs peut expliquer un accroissement du T1 dans une gamme de champ de la dizaine de

mT.

Nous discutons, ici, certains points du couplage hyper�n a�n de mettre en relief les e�ets

dus à l'inhomogénéité de la fonction d'onde.

Couplage homogène : relaxation aux temps courts

Aux chapitres 3 et 4, nous avons présenté des approches permettant de modéliser la

relaxation des porteurs de spin induite par le couplage hyper�n [3, 57, 63]. Ces modèles,

très satisfaisants pour décrire la dynamique à court terme, ne prennent pas en compte

l'inhomogénéité de la fonction d'onde du porteur de spin : le couplage entre l'électron (ou

le trou) et chaque noyau de la boîte quantique est uniforme. La relaxation partielle du spin

s'e�ectue sur un temps caractéristique T e∆ ' 500 ps pour un électron et T h∆ ' 10 ns pour

un trou mélangé 5. Au-delà de cette relaxation, la polarisation de spin demeure constante.

Dans la description classique sur un ensemble de boîtes [3, 63], l'environnement nucléaire

5. Ce temps dépend du coe�cient de mélange lourd-léger, la valeur de 10 ns est propre à notre échantillon.
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Figure 5.7: (a) Évolution du temps de relaxation T1 en fonction du champ magnétique
longitudinal Bz.(b) Figure agrandie dans la région 0-30 mT ; l'ajustement lorentzien : T1 =
Γ−1

1 = [Γ0 + a/(B2
z + ∆2

h)]−1 est caractérisé par une largeur à mi-hauteur 2∆h ' 5 mT .
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5. Dynamique longue du spin résident

est statique : les �uctuations du champ hyper�n sont gelées, celui-ci est �xe dans chaque

boîte quantique et est distribué spatialement en direction et en amplitude sur l'ensemble.

Couplage inhomogène et dynamique du bain nucléaire : relaxation aux temps

courts et aux temps longs

Les travaux théoriques prenant en compte l'inhomogénéité de la fonction d'onde rendent

compte de deux dynamiques de relaxation [9, 8, 89, 15, 14, 90]. D'une part la dynamique

de relaxation à court terme, qui est identique à celle obtenue dans l'approche uniforme.

Cette dynamique correspond à la précession du spin des porteurs (électrons ou trous) dans

le champ hyper�n e�ectif statique.

D'autre part, ces travaux mettent en évidence un second régime de relaxation du spin,

qui se manifeste sur des temps bien plus longs et qui est associé à la variation du champ

hyper�n. Ce second régime requiert la prise en compte de deux ingrédients : la dispersion du

couplage hyper�n et la dynamique de spin interne au bain nucléaire. On peut le comprendre

simplement. Prenons un système constitué d'un électron (~S) et de deux noyaux (~I1, ~I2) tels

que ~I1 6= ~I2. L'hamiltonien hyper�n est donné par :

H ∝ ~S.(a1
~I1 + a2

~I2) = ~S.~h = Sxhx + Syhy + Szhz (5.6)

où an est la densité électronique à l'endroit du noyau considéré, et ~h est le champ hyper�n

tel que
〈
~h
〉

= a1

〈
~I1

〉
+ a2

〈
~I2

〉
. Supposons qu'il existe des mécanismes (nous détaillons

ce point par la suite) permettant un processus �ip-�op entre les spins des deux noyaux.

Un tel processus conduit à une modi�cation des composantes des spins nucléaires ; s'il af-

fecte, par exemple les composantes selon z, les valeurs moyennes des observables nucléaires

deviennent : 〈
~I1

〉
= (Ix1 , I

y
1 , I

z
1 ± 1)

〈
~I2

〉
= (Ix2 , I

y
2 , I

z
2 ∓ 1) (5.7)

Si la fonction d'onde de l'électron est homogène : a1 = a2 = a, l'électron est uniquement

sensible à la somme des spins nucléaires :〈
~h′
〉

=
〈
~h
〉

= a(
〈
~I1

〉
+
〈
~I2

〉
) (5.8)

Du point de vue de l'électron, le champ hyper�n est statique bien que le bain nucléaire soit

dynamique. En revanche, si la fonction d'onde est inhomogène a1 6= a2, cela conduit à :〈
~h′
〉

=
〈
~h
〉
± (a1 − a2)~ez (5.9)

Dans ce cas, l'électron perçoit un champ hyper�n en mouvement. Ce mouvement du champ

hyper�n entraîne une relaxation supplémentaire du spin de l'électron. Cette relaxation a

lieu sur le temps caractéristique de la dynamique du bain nucléaire. Précisons que cette

illustration s'applique aussi bien à un électron qu'à un trou (à condition qu'il soit mélangé),

le caractère anisotrope du couplage hyper�n du trou n'entame pas la généralité du propos.

110



5.4. Relaxation de spin du trou en fonction du champ magnétique

Figure 5.8: Schéma d'un processus illustrant le couplage indirect entre noyaux (cf. texte).
L'enveloppe grise représente la dispersion spatiale de la fonction d'onde du porteur. La �èche
rouge désigne le spin du porteur (électron ou trou), la �èche noire et la �èche bleue désignent
deux spins nucléaires. a1,2 sont les densités électroniques du porteur à l'endroit des noyaux
considérés, tels que a1 6= a2 (ici : I1 = I2 = 1

2).

Dynamique du bain nucléaire

Expérimentalement nous avons observé un temps de relaxation du trou de l'ordre de la

microseconde, qui augmente notablement pour un champ magnétique d'environ 5 mT [cf.

�gure 5.7 (b)]. En partant du principe que le temps caractéristique de l'interaction hyper�ne

aux temps longs est imposé par la dynamique du bain nucléaire, il nous faut maintenant

identi�er les mécanismes responsables de cette dynamique nucléaire. Nous en distinguons

deux :

� Le couplage direct des spins nucléaires à travers l'interaction dipôle-dipôle [54].

� Le couplage indirect des noyaux induit par le processus hyper�n au second ordre

[91, 92].

Le premier mécanisme se manifeste sur des temps de l'ordre de la milliseconde. De plus, un

champ inférieur au millitesla permet d'écranter le champ local dipôle-dipôle et de rendre

ainsi le mécanisme ine�cace [93]. Ces deux caractéristiques ne correspondent pas à nos ob-

servations expérimentales [cf. �gure 5.7 (b)].

L'interaction hyper�ne au second ordre est basée sur deux processus successifs de �ip-�op

mettant en jeu le spin du porteur avec le spin de deux noyaux di�érents. Ce couplage in-

direct conserve le spin nucléaire total ~I1 + ~I2 et celui du porteur ~S. Cependant, à la �n du

processus, les deux noyaux ont échangé du moment cinétique et le champ hyper�n perçu

par l'électron est modi�é. La �gure 5.8 illustre ce processus. Dans une boîte quantique,

le porteur est en contact avec un très grand nombre de noyaux N . Au bout d'un temps

su�samment long, l'interaction hyper�ne au second ordre entraîne une redistribution signi-

�cative des spins nucléaires dans la boîte quantique et une variation importante du champ

nucléaire 6.

6. Précisons que la discussion ne porte pas ici sur la polarisation dynamique des noyaux. En e�et,
le porteur électronique n'étant pas renouvelé (le système n'est plus pompé pendant les temps sombres),
indépendamment du nombre de processus �ip-�op électron-noyau réalisés, le spin nucléaire total est modi�é
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5. Dynamique longue du spin résident

Temps caractéristique long

La description classique de ce processus au second ordre correspond à la précession du champ

nucléaire dans le champ inhomogène du porteur (champ Knight). Les auteurs des références

[3, 9, 94] donnent une expression littérale de ce temps :

T e,hN ∼
√
NT e,h∆ ∼ ~N/|Ae,h| (5.10)

où Ae(h) est la constante hyper�ne de l'électron (du trou). Avec N ∼ 105 et |Ah| ' 5 µeV

on aboutit à :

T hN ∼ 1µs (5.11)

Ce temps concorde avec nos mesures. Ajoutons que B. Pal et coll. [95] mesurent un temps

de relaxation de l'électron, sans champ magnétique appliqué, T eN =1 µs sur un ensemble

de boîtes quantiques d'InP dopées n. Ils interprètent également ce temps comme étant as-

socié à la dynamique des spins nucléaires induite par l'interaction hyper�ne. Leurs boîtes

quantiques d'InP contiennent plus de noyaux que nos boîtes d'InAs. Avec N ∼ 106 et une

constante hyper�ne de l'électron dix fois plus grande que celle du trou, ce temps est cohérent

avec nos mesures.

Les modélisations du comportement temporel de la dynamique de spin aux temps longs

sont complexes. Cependant, les auteurs des références [8, 9, 15, 14] rendent compte d'une

dynamique de relaxation du spin non exponentielle 7, qui dépend de la forme de la fonction

d'onde du porteur.

Évolution avec le champ appliqué

Nous avons supposé que l'évolution rapide du temps de relaxation T1 avec le champ magné-

tique était manifeste du couplage hyper�ne aux temps longs (entre 0 et 5 mT la valeur du

temps de relaxation T1 double [cf. �gure 5.7 (b)]). En e�et, a priori, aucun autre mécanisme

n'est sensible à un champ magnétique de cet ordre (cf. introduction 5.4). De plus, l'ajuste-

ment de l'évolution du T1 en fonction du champ [cf. �gure 5.7 (b)] conduit à une évolution

lorentzienne du taux de relaxation Γ1 :

T1 = Γ−1
1 = [Γ0 + ΓhN (B)]−1 avec ΓN (B) = [a/(B2

z + ∆2
h)] (5.12)

où la largeur caractéristique 2∆h à mi-hauteur est voisine de 5 mT. Cette valeur est égale-

ment le champ nécessaire pour écranter le mécanisme hyper�n aux temps courts, que nous

avons mis en évidence au chapitre 4. Cependant, aucune étude théorique du mécanisme

hyper�n aux temps longs n'a été menée dans cette gamme de champ, et une modélisation

�ne de ce processus sur notre système d'étude est bien en dehors du cadre de cette thèse.

au mieux de ±1, et le taux de polarisation nucléaire varie d'une quantité négligeable ∼ ±1/N .
7. Notre technique fréquentielle ne permet pas d'étudier le comportement temporel de la relaxation de

spin. On extrait uniquement le temps caractéristique de la fonction exponentielle approchant le plus de la
fonction réelle.
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Bilan

La valeur du temps caractéristique T1 à faible champ magnétique ainsi que son évolution

avec ce dernier, sont cohérentes avec la manifestation du couplage hyper�n aux temps longs.

Néanmoins l'interaction hyper�ne n'est pas seule responsable de la relaxation du trou dans

notre système. En e�et, lorsque celle-ci est écrantée par le champ magnétique le temps de

relaxation ne diverge pas : au-delà de quelques dizaines de milliteslas le temps de relaxation

T1 plafonne autour de deux microsecondes [cf. �gure 5.7 (a)]. Nous avons supposé que les

mécanismes responsables de la relaxation aux temps longs pouvaient être de deux natures :

le couplage hyper�n inhomogène et l'interaction trou-phonon assistée par le couplage spin-

orbite. Aucun de ces mécanismes n'est cohérent avec un temps T1 '2 µs pour un champ

magnétique compris entre '30 mT et 2 T. En e�et, d'une part l'interaction hyper�ne est

écrantée et, d'autre part, les mécanismes spin-phonon se caractérisent par des temps de

trois ordres de grandeur supérieurs [80, 70, 71, 72, 73]. Il y a donc un autre mécanisme de

relaxation du trou, qui semble a priori indépendant du champ jusqu'à 2 T.

Jusqu'à présent, nous avons négligé le rôle de l'environnement électrostatique des boîtes

quantiques, dû à la présence des plans d'atomes accepteurs. En e�et, pour obtenir un dopage

en trous dans les boîtes, le plan d'atomes de carbone est placé à environ 2 nm de chaque

plan de boîtes. La proximité du plan d'accepteurs peut entraîner qu'une partie de la fonction

d'onde du trou est localisée sur un atome de carbone. Cette composante hybride du trou

peut donner lieu à une relaxation de spin du trou. Nous explorons cette piste dans la section

suivante.

5.4.3 Environnement électrostatique

Le calcul présenté ici ne fait absolument pas o�ce de démonstration. Il s'agit juste de

présenter l'e�et, éventuel, de l'environnement sur la relaxation de spin du trou. La distance

(∼ 2 nm) entre le plan d'accepteurs et le plan de boîtes quantiques est du même ordre que le

rayon de Bohr d'un atome accepteur. Nous supposons donc que dans chaque boîte quantique

une certaine proportion de la fonction d'onde du trou est localisée sur un site accepteur.

Autrement dit, les trous de l'ensemble des boîtes se trouvent localisés sur les di�érents sites

accepteurs d'un plan de dopage pendant une certaine fraction du temps.

Une fois dans le plan d'accepteurs, les trous vont subir une relaxation de spin liée au couplage

spin-orbite associée à l'interaction d'échange.

Nous estimons ici le temps de relaxation de spin dans un plan d'accepteurs où chaque site

est occupé par un trou. Ce temps de relaxation, multiplié par la fraction de la fonction

d'onde localisée dans le plan d'accepteurs, permet d'aboutir au temps e�ectif de relaxation

du trou, par ce mécanisme, dans les boîtes quantiques.
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Temps de corrélation

Lorsque la distance moyenne r12 entre deux sites accepteurs est su�samment petite, le

recouvrement des fonctions d'onde du trou entre deux sites est exalté. Le système est alors

gouverné par l'interaction d'échange qui va permettre à chaque trou d'e�ectuer un saut

tunnel d'un site à l'autre. La valeur de l'interaction d'échange J(r12) permet d'estimer le

temps de corrélation τc qui dé�nit le temps de résidence du trou sur un site donné entre

deux évènements tunnels. La relation entre le temps de corrélation et l'énergie d'échange

est la suivante [6] :

τc '
~

J(r12)
(5.13)

D'après la référence [96], la distance moyenne entre deux sites voisins dans un plan est

donnée par :

r12 = 0.5n
− 1

2
0 (5.14)

où n0 est la densité surfacique des accepteurs. Cette statistique s'explique par le fait que

toutes les distances inter-sites ne sont pas équiprobables. Il est alors possible d'estimer

l'interaction d'échange à partir de l'équation établie par I. V. Ponomarev et coll. [97] :

J(r12) = 0.770(1 + 0.23R2
12)

5/4
exp[−0.1R12 − 1.210R12 tan−1(0.484R12)]EB (5.15)

où R12 = r12
ab

avec ab le rayon de Bohr du trou sur le site accepteur et EB son énergie de

liaison. Cette expression est établie pour l'interaction d'échange entre deux électrons localisés

sur des donneurs. On peut raisonnablement supposer que son expression est conservée pour

deux trous localisés sur des accepteurs.

Concernant l'énergie de liaison et le rayon de Bohr sur un site accepteur, dans les publications

[98, 99] ces paramètres sont évalués expérimentalement à EB ' 26 meV et ab ' 2 nm, pour

des accepteurs constitués d'atomes de carbone insérés dans du GaAs.

Pour l'échantillon étudié, la densité d'accepteurs est n0 = 2.1011 cm−2, ce qui conduit, avec

l'expression 5.14, à une distance moyenne entre deux sites r12 ' 10 nm et ainsi à R12 ' 5 .

Avec les expressions (5.13) et (5.15) on aboutit �nalement à :

τc ' 10 ps

Terme d'échange anisotrope et couplage spin-orbite

L'interaction d'échange, si elle est isotrope, conserve le spin total des deux porteurs lors

de l'échange de leurs positions par sauts tunnels. Ce processus n'induit pas de relaxation

du spin. Cependant K. V. Kavokin a montré qu'il existe une contribution anisotrope à cette

interaction, provenant du couplage spin-orbite [2]. A cause de cette anisotropie les sauts

tunnels deviennent source de relaxation : quand deux porteurs échangent leurs positions,

leurs spins subissent, chacun en sens inverse de l'autre, une rotation d'un angle γ, sous l'e�et

du champ spin-orbite. L'axe de cette rotation et son amplitude γ dépendent de l'orientation

des spins de chacun des porteurs. Le taux de relaxation Γech associé à cette contribution
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anisotrope fait intervenir le temps de corrélation τc et la moyenne quadratique de l'angle γ

à travers la relation :

Γech =
2

3

〈
γ2
〉 1

τc
(5.16)

En ne considérant que le terme linéaire en ~k du couplage spin-orbite pour les trous lourds,

le calcul de Kavokin conduit à l'expression suivante de
〈
γ2
〉
[100] :

√
〈γ2〉 =

4
√

3

~2
mh
x,yχr12 (5.17)

oùmh
x,y est la masse e�ective des trous lourds selon les directions (x, y) du plan d'accepteurs

(l'axe de croissance de l'échantillon est suivant z) et χ le coe�cient du terme linéaire en ~k

du couplage spin-orbite. D'après M. Cardona et coll. [101], χ vaut 0.34 10−10 eV.cm pour

le GaAs. Si on considère que la masse du trou lourd localisé sur le site accepteur est proche

de celle du massif de GaAs [102], on peut prendre alors mh
x,y = 0.11m0 [103]. On arrive

�nalement à :

Γech ' 100µs−1

Si on tient compte, maintenant, de la fraction de temps α où les trous sont dans le plan

d'accepteurs, le taux e�ectif de relaxation de ce mécanisme est Γenv = αΓech. Avec α ∼ 1%

on aboutirait à Γenv ∼ 1µs−1 et à un temps de relaxation du trou T env ∼ 1µs, ce qui

pourrait être cohérent avec nos mesures expérimentales (cf. �gure 5.7).

Bilan

A ce stade il est impossible de con�rmer ou d'in�rmer si ce canal de relaxation est

e�ectif dans notre système. En e�et, même si l'hypothèse d'une localisation partielle de la

fonction d'onde dans le plan d'accepteurs paraît cohérente, il nous est impossible d'estimer la

quantité α. De plus, l'énergie d'échange [cf. expression 5.15] dépend très fortement du rayon

de Bohr et de la distance moyenne inter-site, ce qui rend l'estimation de T env incertaine.

En e�et une erreur de 20 % sur un de ces deux paramètres conduit à un facteur d'environ

20 sur le temps de relaxation. En outre, nous n'avons pas tenu compte de l'in�uence du

champ magnétique dans ce calcul. Néanmoins, avec l'appui de la référence [100], on peut

estimer l'énergie associée au champ spin-orbite : hs.o = 2
√

3χ2π/r12 ' 0.7 meV. L'énergie

Zeeman hZ est d'environ 8 0.15 meV pour un champ de 1 Tesla. On peut donc supposer que

le mécanisme est peu a�ecté par des champs appliqués jusqu'au Tesla.

A terme, une étude comparative du temps de relaxation du trou T1, pour des échantillons où

la distance entre le plan de boîtes et le plan d'accepteurs est di�érente, pourrait permettre de

mieux cerner le rôle de ce mécanisme dans la relaxation de spin du trou. De même, une étude

théorique approfondie de l'in�uence d'un accepteur au voisinage de la boîte quantique serait

d'une grande utilité. Cependant, il s'agit d'un travail conséquent, qui nécessite la prise en

8. Le facteur de Landé du trou, sur des atomes de carbone donneurs, est mesuré à 0.6 dans la référence
[104].
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compte de l'anisotropie des masses des trous lourds et légers, l'e�et du couplage spin-orbite

ainsi que l'interaction coulombienne [102].

5.5 Relaxation de spin du trou en fonction de la température

Nous avons, dans ce chapitre, plusieurs fois mentionné les mécanismes spin-phonon ba-

sés sur l'interaction trou-phonon et le couplage spin-orbite. Cependant les expériences en

fonction du champ magnétique à 2 K n'ont pas révélées la manifestation de ce couplage

sur la relaxation du trou. A�n, d'une part, d'étudier la robustesse du temps de vie de spin

T1 du trou en fonction de la température, et d'autre part, d'approfondir notre étude sur la

relaxation de spin du trou, nous présentons une étude du T1 en fonction de la température.

Nous commençons par présenter les mécanismes en jeu ainsi que leurs évolutions attendues

en fonction de la température.

5.5.1 Relaxation du spin via l'interaction spin-phonon

Principe

Sans anisotropie des contraintes, l'interaction trou-phonon est diagonale en spin et ne

couple donc pas directement les deux états de spin du trou lourd pur. Cependant le couplage

spin-orbite, pris en considération dans l'hamiltonien de Luttinger-Kohn, permet un mélange

entre les états de trous lourds et légers (cf chapitre 3). Les nouveaux états propres, qui ne

sont pas purs en spin, sont alors couplés par l'interaction trou-phonon ce qui induit une

relaxation de spin entre ces états.

En résumé, le couplage spin-orbite est le médiateur d'une interaction e�ective spin-phonon.

L'énergie caractéristique des phonons optiques, voisine de 30 meV, est trop grande, comparée

aux énergies mises en jeu entre les deux états de spin du trou, pour participer au couplage

trou-phonon. Les interactions trou-phonon à considérer sont donc celles qui engagent des

phonons acoustiques (∼ 1meV).

Les modes de vibrations acoustiques correspondent à une contrainte du cristal qui induit

un déplacement en phase des atomes d'une même maille. Deux types d'interactions sont

à distinguer. L'interaction provenant de l'e�et piezo-électrique qui traduit la contrainte in-

duite par un champ électrique (et réciproquement) [21]. Cette interaction s'exprime pour des

phonons dont la longueur d'onde est supérieure à la dimension caractéristique des boîtes.

La seconde interaction trou-phonon à considérer est induite par le potentiel de déformation

des boîtes quantiques. Si les contraintes sont isotropes, l'hamiltonien décrivant cette inter-

action est diagonal en spin. En revanche, dans le cas de contraintes anisotropes, il possède la

même symétrie que l'hamiltonien de Bir-Pikus. Il peut donc induire des couplages entre des

états de trous lourds mélangés, mais également entre deux états de trous dont les fonctions

d'ondes sont pures en spin. Les expressions de ces hamiltoniens sont décrites en détail dans

les références [80, 70].
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Les interactions trou-phonon sont analysées en termes d'absorption et d'émission de phonon.

On ne tient compte que des processus élémentaires faisant intervenir un ou deux phonons.

Processus à un phonon

Dans la région des forts champs magnétiques, voisins de 10 T, Heiss et coll. observent

un taux de relaxation du trou Γ1 = (T1)−1 qui varie linéairement en température à partir

de 5 K. Cette dépendance en température est le re�et de l'interaction trou-phonon dont le

processus engage l'absorption ou l'émission d'un phonon [80, 70, 81]. On peut le comprendre

simplement. Pour ce processus, le taux de relaxation entre les deux états mélangés de trou

|i 〉 et |f 〉 est donnée par la règle d'or de Fermi :

Γ1 ph
i→f =

2π

~
∑
~q

∣∣M~q

∣∣2 [δ(εf − εi − ~ω~q)N~q + δ(εf − εi + ~ω~q)(N~q + 1)] (5.18)

où εi et εf sont, respectivement, les énergies des états initial et �nal, M~q est l'élément de

matrice du hamiltonien d'interaction trou-phonon entre les états |i 〉 et |f 〉, ~q le vecteur

d'onde du phonon, ω~q sa fréquence et N~q le facteur d'occupation donné par la statistique de

Bose : Nω~q = 1/[exp(~ω~q/kBT ) − 1]. La conservation de l'énergie impose que les phonons

participant notablement au couplage aient une énergie ~ω~q voisine de ∆E = εf − εi. Ainsi
l'évolution de Γ1 ph

i→f en fonction de la température est contrôlée par le facteur d'occupation

tel que : N~q ≈ N∆E . En présence du champ magnétique la di�érence d'énergie entres les

états de trous est donnée par ∆E = ghµBB. Pour les températures véri�ant kBT � ∆E,

on obtient :

N∆E = 1/[exp(∆E/kBT )− 1] ' kB
∆E

T (5.19)

Le taux de relaxation Γ1 ph
i→f évolue bien de manière linéaire en fonction de la température,

à condition que celle-ci soit su�samment grande par rapport à la séparation énergétique

entre les deux états du trou.

Concernant l'évolution avec le champ magnétique B longitudinal, les auteurs des références

[80, 70, 81] montrent qu'en fonction de la nature du couplage spin-orbite (CSO) envisagé,

le taux de relaxation Γi→f véri�e une loi en Bn : B7 (CSO entre trous lourds et légers),

B5(CSO de Dresselhaus), B9 (CSO de Rashba). Le processus à un phonon devient donc

négligeable dans la région des champs faibles. En e�et, lorsque la séparation d'énergie entre

les deux états de trous ∆E = ghµBB est voisine de 0, la densité des états de phonons

pouvant satisfaire la conservation de l'énergie [cf. 5.18] l'est également. La probabilité par

unité de temps que le processus se réalise devient donc négligeable.

Processus à deux phonons

Dans la région des faibles champs magnétiques B < 1 T et pour les températures T > 2

K, les récents travaux théoriques des références [72, 73] prévoient que le processus dominant
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5. Dynamique longue du spin résident

de l'interaction trou-phonon est celui au second ordre : le trou dans l'état initial |i 〉 est
promu dans l'état intermédiaire |s〉 par l'absorption (émission) d'un phonon (~q, ω~q), l'état

intermédiaire |s〉 étant couplé à l'état �nal |f 〉 par l'émission (absorption) d'un phonon

(~k, ω~k). Le taux de relaxation de spin de l'état |i 〉 vers l'état |f 〉 est donné par :

Γ2 ph
i→f =

2π

~
∑
~q,~k

∑
s

(
M is
~q M

sf
~k

εs − εi − ~ω~q
+

M is
~k
M sf
~q

εs − εi + ~ω~k
)

2

N~q(N~k + 1)δ(εf − εi − ~ω~q + ~ω~k)

(5.20)

Contrairement au processus à un phonon, même si les états |i 〉 et |f 〉 sont dégénérés en
énergie, les états virtuels engagés dans le processus au second ordre permettent le couplage

entre les deux états du trou. L'évolution du taux de relaxation est cette fois régie par le

produit des facteurs d'occupation, ce qui conduit à Γ2 ph
i→f ∼ T

2 pour kBT � ~ω
~q,~k

.

Les phonons acoustiques ont une énergie moyenne
〈
~ω

~q,~k

〉
voisine de 1 meV, avec kB = 8.2

10−2 meV.K−1. L'évolution quadratique du taux Γ2 ph
i→f en fonction de la température est

donc attendue pour T & 10-20 K.

L'évolution du taux de relaxation en fonction de la température permet donc de déterminer

expérimentalement si la dynamique de spin est contrôlée par le processus à un phonon ou

à deux phonons. C'est dans ce contexte que se situe notre étude de la relaxation du trou à

champ faible ou nul en fonction de la température.

5.5.2 Expérience

Les études en température n'ont pu être menées sur l'échantillon (74K31), dopé à

2.1011cm−2, précédemment utilisé. Sur cet échantillon, le signal de DCP se dégrade très

vite avec la température, pour une raison que nous ne comprenons pas.

La �gure 5.9 présente l'évolution expérimentale du taux de relaxation Γ1 du trou en fonc-

tion de la température. Le taux de relaxation est extrait à l'aide de l'expérience de DCP

résolue en fréquence. L'expérience est réalisée avec et sans champ magnétique. La mesure

est e�ectuée sur l'échantillon (71J43), dopé à 1.2 1011cm−2.

Avec et sans champ magnétique, on observe (cf. �gure 5.9) que le taux de relaxation est

quasiment constant pour T . 15K et qu'il augmente notablement au-delà. Dans la gamme

de températures inférieures à 15 K, ce sont les mécanismes discutés précédemment qui s'af-

�rment :

� Pour B = 0 (courbe rouge), interviennent l'interaction hyper�ne aux temps longs

(ΓhN ) et le troisième mécanisme lié, éventuellement, à l'environnement électrostatique

(Γenv) :

Γ1(B = 0, T . 15 K) = ΓhN + Γenv (5.21)

� Pour l'expérience à B = 20 mT, l'interaction hyper�ne est écrantée et seul le troisième
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Figure 5.9: Taux de relaxation Γ1 du trou en fonction de la température, à champ nul
(courbe rouge) et avec un champ de 20 mT (courbe bleue). L'expérience est réalisée sur
l'échantillon dopé à 1.2 1011 cm−2 (71J43).

mécanisme est actif :

Γ1(B = 20mT, T . 15 K) = Γenv (5.22)

En revanche, pour T & 15 K, la forte dépendance en température indique la manifestation de

l'interaction spin-phonon. L'ajustement de cette dépendance conduit à une loi quadratique

en température :

Γ1 = A+ CT 2 (5.23)

Comme nous l'avons précédemment discuté (cf. section 5.5.1), une évolution quadratique en

température, à champ nul ou faible, est une signature du processus à deux phonons [72, 73].

L'ajustement conduit à un coe�cient C d'environ 8.5 10−4µs−1K−2, et ce pour B = 0 et

B = 20 mT. Dans la référence [72], l'expression littérale de ce coe�cient est la suivante :

C =
m6
hβ

2Ξ4
0k

2
B

~6c3
l λdρc

(5.24)

avec Ξ0 le potentiel de déformation, β la constante de couplage spin-orbite mh la masse du

trou lourd, cl la vitesse du son, λd le diamètre de la boîte quantique, ρc la masse volumique

du matériau. La dépendance quadratique en température est véri�ée pour T > Tc = ~cl
kBλd

La valeur des paramètres utilisés par les auteurs, pour les boîtes InAs, sont : Ξ0 = 1.9 eV,

β = 4.8 1018m3/eV2s−3, mh = 0.25m0, cl =3.83 103ms−1, λd=3 nm et ρc = 5.68 103 kg

m−3. On aboutit �nalement à C = 7.85 10−4µs−1K−2 et Tc = 10 K. L'accord avec nos
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5. Dynamique longue du spin résident

résultats expérimentaux est très bon. Cependant, cette estimation est à prendre avec recul.

En e�et, même si les valeurs des paramètres utilisés sont standard pour des boîtes d'InAs, il

n'est pas possible de véri�er leur exactitude sur notre échantillon. Retenons seulement que

l'ordre de grandeur est en accord avec notre mesure expérimentale.

En conclusion, la valeur expérimentale du taux de relaxation Γ1, ainsi que son évolution avec

la température, indiquent que la relaxation de spin du trou, à bas champ et pour T & 15

K, est contrôlée par le mécanisme à deux phonons (Γ2 ph). Ce résultat constitue la première

mise en évidence expérimentale de ce mécanisme dans les boîtes quantiques.

5.6 Conclusion

À l'aide d'une technique expérimentale basée sur la réponse fréquentielle du signal de

dichroïsme circulaire, nous avons pu étudier la dynamique de spin sur une échelle de temps

comprise entre 100 ns et 1 ms. Nous avons pu mettre en évidence que l'initialisation de la

polarisation de spin du trou peut être atteinte après environ huit impulsions pompe. Nous

avons montré, à l'aide d'une modélisation, que le temps d'initialisation τi de spin du trou

est quasi indépendant du coe�cient de mélange entre les états de trous lourds et légers.

Le second volet de notre étude a porté sur la mesure du temps caractéristique de relaxation

T1 de spin du trou, sur les dynamiques temporelles longues. Nous avons mis en évidence,

à champ magnétique nul, que l'interaction hyper�ne est encore le mécanisme dominant de

la relaxation de spin du trou sur une échelle de temps bien supérieure à T h∆ '10 ns. Cette

contribution aux temps longs est induite par le caractère inhomogène de la fonction d'onde

du trou et se caractérise par un temps T hN ' 1 µs. Les résultats expérimentaux nous in-

diquent que cette contribution aux temps longs peut être écrantée par un champ magnétique

d'environ 5 mT. Cette valeur est identique à celle qui permet d'écranter le mécanisme hy-

per�n aux temps courts, mis en évidence au chapitre 4. Cependant, un autre mécanisme

de relaxation, a priori peu dépendant du champ magnétique jusqu'à 2 T, est e�ectif. Nous

n'avons pu obtenir de certitude concernant la nature de ce mécanisme. Néanmoins, un pro-

cessus lié à à la proximité d'accepteurs, au voisinage des boîtes quantiques, apparaît comme

une interprétation cohérente avec nos mesures expérimentales.

La dernière étude que nous avons menée sur l'évolution du temps de relaxation caractéris-

tique T1 en fonction de la température, s'est révélée fort concluante : une nette

augmentation, quadratique en température, du taux de relaxation Γ1 a été observée à partir

de 15 K et à faible champ magnétique (≤20 mT). La dépendance quadratique du taux de

relaxation Γ1 avec la température est la signature que la relaxation du trou est contrôlée

par l'interaction trou-phonon au deuxième ordre, dans la gamme de température T & 15 K.

120



Chapitre 6

Polarisation dynamique nucléaire

induite par le trou
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6. Polarisation dynamique nucléaire induite par le trou

Nous avons vu dans le chapitre 4 que l'interaction hyper�ne contrôle, en premier lieu, la

dynamique de spin des porteurs photocréés et résidents. Le couplage d'un porteur avec les

noyaux est encore une fois au coeur de ce chapitre, mais c'est son caractère réciproque qui en

est l'enjeu. En e�et, lorsque le porteur de spin électronique relaxe par interaction hyper�ne,

il cède son moment cinétique de spin aux noyaux. Si l'on répète ce processus su�samment

vite devant le temps de relaxation des spins nucléaires, cela entraîne une polarisation des

noyaux suivant la direction moyenne du spin électronique.

Nous présentons, ici, des expériences de polarisation dynamique nucléaire réalisées sur un

ensemble de boîtes quantiques dopées en trous. La problématique centrale, qui articule ces

expériences, porte sur l'origine des e�ets nucléaires observés. Si le couplage transverse trou-

noyaux entraîne une relaxation de spin du trou en ∼ 10 ns, est-il su�samment e�cace pour

polariser à son tour les noyaux ?

La comparaison des e�ets nucléaires observés dans les cas d'une excitation optique réson-

nante et hors résonnante nous permet de répondre à cette question. Bien que son interaction

hyper�ne avec les noyaux soit dix fois plus faible que celle de l'électron, nous montrons que le

spin du trou, dans une con�guration particulière d'excitation, est non seulement une sonde

de la polarisation nucléaire mais peut en être également à l'origine.

6.1 Introduction

Dans les années 1970-1980, la polarisation dynamique des spins nucléaires dans les semi-

conducteurs a fait l'objet d'études poussées aussi bien sur le plan théorique que sur le plan

expérimental, avec notamment les travaux de D. Paget et G. Lampel [56]. Par polarisa-

tion dynamique nucléaire (PDN), on entend le processus de construction d'une orientation

du spin des noyaux suivant l'axe de propagation de la lumière. D. Paget et G. Lampel

ont clairement mis en évidence des e�ets nucléaires associés aux électrons localisés sur des

donneurs, en faible concentration, dans des semi-conducteurs massifs. Le con�nement de la

fonction d'onde électronique est un paramètre crucial ; en e�et, si l'électron est délocalisé

dans le cristal, le transfert de moment angulaire sur chaque site nucléaire tend vers zéro.

Pour qu'existe un e�et de polarisation nucléaire, l'électron doit interagir avec un nombre

limité de noyaux. Pour les impuretés hydrogénoïdes dans un semi-conducteur massif, étu-

diées par D. Paget et G. Lampel, le volume d'interaction électron-noyaux est dé�ni par

le rayon de Bohr aB ≈ 10 nm, englobant environ 106 noyaux. En comparaison, l'électron

con�né dans une boîte quantique auto-assemblée d'InAs/GaAs interagit avec un nombre de

spins nucléaires d'un ordre de grandeur plus faible. (Ajoutons que ce nombre reste encore

trop grand pour adresser chaque spin nucléaire de manière individuelle).

Un autre paramètre essentiel est la polarisation moyenne des électrons photo-créés ; on

s'attend légitimement à ce que les e�ets de polarisation nucléaire soient proportionnels au

"terme de pompage", c'est-à-dire à la polarisation moyenne des spins électroniques 〈Se〉.
Comparons cette grandeur entre un système massif et une boîte quantique. Dans les semi-

conducteurs massifs, les mécanismes de relaxation de spin sont extrêmement e�caces, la
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polarisation de spin dans les conditions de pompage optique orienté est Pc ≈ 1%, alors que

pour les boîtes quantiques d'InAs, les mécanismes de relaxation du spin électronique sont

gelés et l'on peut obtenir assez facilement Pc ≥ 50%. En conséquence, la polarisation nu-

cléaire atteinte dans les semiconducteurs massifs reste un phénomène d'intensité très faible,

et les boîtes quantiques semblent constituer un système prometteur pour atteindre une po-

larisation nucléaire forte.

A cet égard, mentionnons que des propositions théoriques ont été avancées pour coder

l'information quantique sur les spins nucléaires de boîtes quantiques [105, 106, 107]. Une

polarisation des noyaux élevée permettrait également de diminuer les �uctuations nucléaires

et ainsi protègerait l'observable de spin électronique des mécanismes de relaxation et de dé-

cohérences liés à l'interaction hyper�ne [108].

Expérimentalement, les e�ets nucléaires ont été pour la première fois mis en évidence, sur

les boîtes quantiques, par Gammon en 1996 [109]. L'expérience, menée sur une boîte unique

de �uctuations d'interface GaAs/GaAlAs, a conduit à une polarisation nucléaire élevée de

60%. Des expériences plus récentes sur des boîtes uniques d'InAs/GaAs chargées électrique-

ment ont révélé un taux de polarisation des noyaux allant de 5 à 30 % en fonction du champ

magnétique appliqué. De plus, le comportement à hystérésis de la polarisation nucléaire en

fonction du champ magnétique appliqué, ou de la polarisation optique d'excitation s'est

révélé être particulièrement intéressant [110, 16, 17, 111, 112].

vocabulaire et notations du chapitre

Par souci de clarté dans le texte, on dé�nit ici le vocabulaire et les notations, utilisés par la

suite.

�spin du porteur � : désigne aussi bien le spin du trion que le spin résident.
~Bz : champ magnétique extérieur appliqué suivant la direction d'excitation optique
~B
h (e)
n : champ Overhauser perçu par le trou (l'électron)
~B
h (e)
k : champ Knight exercé par le trou (l'électron)
~B
h (e)
tot = ~B

h (e)
n + ~Bz : champ total perçu par le trou (l'électron)

~Bnoy
tot = ~Bh

k + ~Be
k + ~Bz : champ total perçu par les noyaux

Lorsque les notations désignent aussi bien le spin du trion que le spin du trou résident,

les grandeurs sont notées sans exposant : ~Bn, ~Bk, ~Bz, ~Btot.

6.2 Mise en évidence expérimentale des e�ets nucléaires

Nous décrivons, en premier lieu, une expérience de photo-luminescence réalisée par C.

W. Lai et coll. sur une boîte unique chargée électriquement [17]. Cette expérience nous

permet d'illustrer la mise en évidence des e�ets nucléaires en photo-luminescence. Nous

discutons ensuite les enjeux et les possibilités d'observer de tels e�ets sur des expériences

de type pompe-sonde.
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6.2.1 Dédoublement Zeeman de la luminescence sans champ
magnétique appliqué

Les expériences de photo-luminescence, sur les boîtes quantiques dopées, donnent accès

à la mesure de deux quantités : (i) l'énergie de luminescence du photon émis ; (ii) la polari-

sation moyenne P de spin du trion photocréé qui est donnée par la di�érence des intensités

intégrées des émissions σ+ et σ− sur la somme :

P =
I(σ+)− I(σ−)

I(σ+) + I(σ−)
(6.1)

L'expérience de la référence [17] a été réalisée sur une boîte unique d'InAs/GaAs contactée

électriquement, sous excitation continue.

La �gure 6.1 montre les spectres de photo-luminescence des trions X− et X+, obtenus sous

excitation linéaire et circulaire. Sous excitation linéaire sans champ magnétique appliqué,

le spectre ne présente pas de structure �ne, ce qui con�rme d'une part que l'état excité de

la boîte est bien un trion 1, et d'autre part qu'aucun e�et nucléaire n'est présent.

Sous excitation circulaire, sans champ magnétique appliqué, on observe une levée de dégé-

nérescence, pour les trions X− et X+, entre les énergies des photons co-polarisés et contra-

polarisés 2. Le spectre a la même structure que celui qu'on obtiendrait en appliquant un

champ magnétique suivant la direction du laser. Ce dédoublement Zeeman est associé à la

polarisation nucléaire, qui, à travers le terme longitudinal de l'interaction hyper�ne, agit

sur les niveaux de spin comme un champ magnétique (champ Overhauser). Le sens de la

levée de dégénérescence est réversible avec la polarisation d'excitation et l'état de charge de

la boîte.

Par exemple, pour un état de charge positif (X+), sous excitation polarisée σ+ (cf. �gure 6.1

(b)), la polarisation de spin photocréée est majoritairement celle de l'électron dans l'état

trion |T ↓〉. Cet électron, par couplage hyper�n, cède en moyenne un moment cinétique

négatif aux noyaux. Le spin nucléaire total 〈Iz〉 est donc également négatif : 〈Iz〉 < 0. La

luminescence co-polarisée σ+, correspond à celle de l'état |T ↓〉. Le déplacement en énergie

Eσ+ correspondant est donné par :

Eσ+ ∝ Ae 〈Iz〉 (−
1

2
) > 0 (6.2)

De même, le déplacement de la luminescence contra-polarisée σ− est proportionnel à :

Eσ− ∝ Ae 〈Iz〉 (+
1

2
) < 0 (6.3)

Finalement, on en déduit : Eσ− < Eσ+ [cf. �gure 6.1 (b) ].

Pour un état de charge X+, le sens du déplacement de l'énergie de luminescence est donc

1. On suppose dans cette expérience que lorsque la boîte n'est pas chargée, le splitting X-Y est résolu.
Lorsque la boîte se charge le splitting disparaît. Cela signi�e que les états propres excités ne sont plus des
excitons (polarisés linéairement) mais des trions (polarisés circulairement). En e�et dans l'état trion, qui
est composé de trois particules, les interactions d'échange électron-trou sont compensées.

2. Le taux de polarisation photocréé est voisin de 60% (�gure non montrée).
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6.2. Mise en évidence expérimentale des e�ets nucléaires

Figure 6.1: Spectres de photo-luminescence d'une boîte quantique sous état de charge X−

(a) et X+ (b), pour trois polarisations d'excitation di�érentes (σy, σ+, σ−). Les lumines-
cences co-polarisée et contra-polarisée par rapport à l'excitation sont respectivement en rouge
et en noir. Spectres issus de la référence [17].

contrôlé par la polarisation du spin électronique photo-créé. De même, pour un état de

charge X−, le sens du déplacement de l'énergie de luminescence est contrôlé par le spin

électronique résident, polarisé après émission d'un photon.

La mesure de la séparation en énergie renseigne sur le taux de polarisation moyen des

noyaux, qui est voisin de 10 % dans cette expérience. Des taux de polarisation similaires ont

également été obtenus par les équipes de T. Amand au LPCNO et O. Krebs au LPN[16] en

appliquant un champ magnétique de 200 mT.

L'expérience présentée ici est particulièrement intéressante car les e�ets nucléaires sont ob-

tenus sans champ magnétique appliqué. Ce point est discuté plus en détail dans les parties

suivantes.

En conclusion, la détection du déplacement de l'énergie de la luminescence est une mé-

thode adaptée pour l'étude des e�ets nucléaires sur une boîte quantique unique. Cependant,

sur un ensemble de boîtes quantiques, la dispersion inhomogène de l'énergie de luminescence

des boîtes est a priori bien supérieure au déplacement Overhauser (dédoublement Zeeman)

de chaque boîte ; cela rend impossible l'utilisation de cette méthode pour étudier les e�ets
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6. Polarisation dynamique nucléaire induite par le trou

nucléaires sur un ensemble de boîtes.

Sur un ensemble, seule la mesure de la polarisation du spin photocréé permet d'obtenir des

informations sur la polarisation des noyaux [113, 17].

6.2.2 Enjeux de l'étude des e�ets nucléaires en con�guration
pompe-sonde

Des expériences récentes ont permis de démontrer que le trou peut ressentir la polari-

sation nucléaire à travers le terme longitudinal du couplage trou-noyaux[114, 66]. Dans le

chapitre 4 nous avons vu que la partie transverse du couplage trou-noyaux entraîne une

relaxation de spin du trou. Cette relaxation, qui traduit un transfert de moment cinétique

du trou vers les noyaux, peut-elle conduire à son tour à une polarisation nucléaire ?

Les expériences pompe-sonde que nous présentons ici tentent de répondre à cette problé-

matique.

Le délai temporel, accordable, entre la pompe et la sonde permet d'étudier de manière

indépendante la polarisation de spin résidente dans l'échantillon, et de se concentrer ainsi

sur les e�ets nucléaires ressentis par celle-ci.

Un autre avantage des études pompe-sonde est la possibilité d'accorder indépendamment

les énergies de l'impulsion pompe et de l'impulsion sonde. On peut, en e�et, exciter la tran-

sition fondamentale de manière résonnante, ou accorder la pompe sur un niveau d'énergie

supérieur (cf. chap. 4). L'étude, et la comparaison, des e�ets nucléaires dans les deux con�-

gurations d'excitation sont dans notre cas essentielles pour déterminer les processus qui en

sont à l'origine. Ce point est particulièrement important car, à ce jour, la polarisation dy-

namique des noyaux dans les semiconducteurs a toujours été associée au spin de l'électron,

qu'il soit photocréé ou résident [17, 115, 16, 110, 113, 109].

6.2.3 E�ets des champs e�ectifs sur la polarisation de spin du porteur

Comme nous l'avons mentionné, sur un ensemble de boîtes, l'étude des e�ets nucléaires

est basée sur l'observation de la polarisation de spin du porteur. Nous discutons ici des sin-

gularités attendues sur cette polarisation de spin en fonction du champ magnétique appliqué.

Relation entre la polarisation de spin et le champ perçu

Le mécanisme de relaxation de spin du porteur (trou mélangé ou électron) le plus e�cace

est le couplage avec les noyaux (cf. chap. 4). Lorsque l'on applique un champ magnétique

suivant la direction de polarisation du porteur, les niveaux d'énergie des deux états de spin

du porteur se séparent, et le changement d'énergie entraîné par le spin �ip du porteur n'est

pas compensé par celui du noyaux (
ge,hµb
µI
∼ 500). Le processus �ip-�op entre le porteur et

un noyau, ne conservant pas l'énergie, devient peu probable. Le spin initialement orienté se

retrouve donc protégé du couplage hyper�n avec les noyaux. La polarisation de spin aug-

mente avec le champ magnétique et le minimum est atteint lorsque celui-ci est nul. Cette
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6.2. Mise en évidence expérimentale des e�ets nucléaires

relation, entre le niveau de polarisation de spin et le champ magnétique, doit être considérée

avec le champ magnétique total perçu par le spin du porteur, qu'il soit e�ectif ou appliqué.

E�et du champ Overhauser

L'orientation moyenne des noyaux induit en retour un champ magnétique e�ectif ~Bn agis-

sant sur le spin du porteur considéré. Le champ total ressenti par le spin du porteur est

donc ~Btot = ~Bz + ~Bn, où ~Bz est le champ appliqué et ~Bn est le champ Overhauser perçu

par le porteur. Les champs Overhauser ~Be
n et ~Bh

n, perçus respectivement par l'électron et le

trou, sont les valeurs moyennes des observables du champ nucléaire e�ectif. A l'aide des ha-

miltoniens hyper�ns du trou (Hh) et de l'électron (He), on exprime les champs Overhauser

de la manière suivante 3 :

Hh =
∑
j

Chj [
2 |β|√

3
(ShxI

j
x + Shy I

j
y) + Shz I

j
z ] = −ghµB ~̂Sh. ~̂Bh

n (6.4)

He =
∑
j

Aej [S
e
xI
j
x + SeyI

j
y + SezI

j
z ] = geµB ~̂S

e. ~̂Be
n (6.5)

~Be
n =

〈
~̂Be
n

〉
=

1

geµB

∑
j

Ahj
〈
Ijz
〉
~ez ~Bh

n =
〈
~̂Bh
n

〉
=
−1

ghµB

∑
j

Chj
〈
Ijz
〉
~ez (6.6)

où Aej(C
h
j ) = Aeε(C

h
ε ) |Φh(~rj)|2 ν0 et Aeε(C

h
ε ) est la constante hyper�ne de couplage de l'élec-

tron (du trou) avec l'espèce nucléaire ε considérée (In, As, Ga).

La polarisation doit donc marquer une dissymétrie selon que ~Bn s'oppose ou s'additionne

à ~Bz, et atteindre un minimum lorsque ~Bz = − ~Bn [113, 116]. La �gure 6.2, issue de la

référence [113], illustre ce propos. L'expérience est réalisée sur un ensemble de boîtes quan-

tiques dopées n. On constate bien une dissymétrie de la polarisation résidente d'électrons en

fonction du champ magnétique. Le minimum local de la polarisation de spin électronique,

pour un champ magnétique voisin de 30 mT, correspond à la situation où le champ Ove-

rhauser écrante le champ appliqué : ~Bz = − ~Be
n. On observe également sur cette courbe, un

déplacement d'environ 1 mT du minimum absolu de la polarisation électronique. Les auteurs

interprètent ce déplacement par un e�et du champ Knight perçu par les spins nucléaires.

Nous discutons de cet e�et dans le paragraphe suivant.

Champ Knight

Le dual du champ Overhauser ~Bn est le champ Knight ~Bk, ressenti par les noyaux. En e�et,

si la polarisation nucléaire induit un champ e�ectif sur le spin du porteur, la polarisation de

spin du porteur entraîne, à son tour, un champ e�ectif agissant sur les noyaux. Les champs
~Be
k et

~Bh
k , induits respectivement par l'électron et le trou sur un noyau j, s'expriment de la

manière suivante :

Hh
j = Chj [

2 |β|√
3

(ShxI
j
x + Shy I

j
y) + Shz I

j
z ] = −µjI ~̂I

j . ~̂Bh
k (6.7)

3. Nous adoptons la convention suivante pour l'hamiltonien d'interaction avec un champ magnétique :
H = geµB ~S

e. ~B pour un électron et H = −ghµB ~Sh. ~B pour un trou, avec µB positif.
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6. Polarisation dynamique nucléaire induite par le trou

Figure 6.2: Polarisation de spin des électrons résidents (ANCP ≈ 2Sez), obtenue par photo-
luminescence, en fonction du champ magnétique appliqué sur un échantillon de boîtes quan-
tiques dopées n. Les e�ets des champs Knight et Overhauser sont signi�és sur le graphique.
Figure issue de la référence [113].

He
j = Aej [S

e
xI
j
x + SeyI

j
y + SezI

j
z ] = −µjI ~̂I

j . ~̂Be
k (6.8)

~Bh
k (~rj) = −Chj

〈
Shz
〉
~ez

µjI

~Be
k(~rj) = −Aej

〈Sez〉~ez
µjI

(6.9)

où µjI est le magnéton nucléaire du noyau j considéré, et Hh,e
j le hamiltonien d'interaction

hyper�n entre le porteur et le noyau j. Précisons qu'il y a une di�érence de nature entre les

champs Knight et Overhauser : le spin du porteur interagit avec un nombre N de noyaux,

alors que chaque noyau se couple avec un seul porteur de spin. La �gure 6.3 schématise la

rétroaction des champs Knight et Overhauser sur les spins des noyaux et le spin du porteur,

respectivement.

Comme cela a été montré dans les références [93, 17, 113] et illustré sur la �gure (6.2), le

champ Knight peut lui aussi, de manière indirecte, expliquer un déplacement de la polari-

sation du spin photocréé. Ceci s'explique à condition de prendre en compte le mécanisme

de relaxation de la polarisation nucléaire.

Conséquence indirecte du champ Knight sur la polarisation

A champ nul, le couplage dipolaire entre les noyaux entraîne une relaxation de la polari-

sation nucléaire en un temps caractéristique de ∼ 0.1 − 1 ms [54, 7, 93]. Cette interaction

se traduit, elle aussi, en terme de champ e�ectif ; le champ local dipolaire est estimé sur des

boîtes d'InAs, dans la référence [93], à Blocal ' 0.1− 0.2 mT.

De manière similaire au spin électronique, la séparation en énergie des sous-niveaux Zee-
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6.2. Mise en évidence expérimentale des e�ets nucléaires

Figure 6.3: Interconnexion entre les polarisations de spin du porteur et nucléaire, via l'in-
teraction hyper�ne.

man nucléaires, induite par le champ total perçu par les noyaux ~Bnoy
tot = ~Bz + ~Bk, contrôle

l'e�cacité de la relaxation de spin des noyaux :

(i) Si Bnoy
tot ≤ Blocal , le couplage dipolaire peut être su�samment e�cace pour empêcher la

construction de la polarisation nucléaire.

(ii) Inversement, si Bnoy
tot ≥ Blocal, le champ dipolaire Blocal est écranté, les spins nucléaires

ne relaxent plus par l'interaction dipolaire et la polarisation dynamique des noyaux (PDN)

peut s'établir. Sans champ magnétique appliqué, cette condition peut être également rem-

plie. En e�et, le champ Knight perçu par les noyaux peut être su�sant pour écranter le

champ dipolaire Blocal : B
noy
tot ' Bk > Blocal [17].

Cette dernière hypothèse est retenue par Lai et coll. pour expliquer la PDN qu'ils observent

sans champ appliqué (voir �gure 6.1).

Déplacement du minimum en fonction du champ extérieur

Poursuivons la discussion sur le minimum de polarisation avec ce nouvel élément. On rap-

pelle que la polarisation du porteur croît avec l'amplitude du champ total ~Btot = ~Bz + ~Bn,

et qu'elle atteint donc un minimum lorsque ~Btot = 0 . On suppose que le champ Knight est

d'amplitude su�sante pour écranter le champ local : |Bk| > |Blocal|.

1. Bz = −Bk
La situation où le champ appliqué compense le champ Knight entraîne : Bnoy

tot =

Bz +Bk = 0. Le champ local dipôle-dipôle Blocal n'est pas écranté, le couplage dipo-

laire est de nouveau e�cace, la polarisation des spins nucléaires relaxe, et le champ

Overhauser Bn,1 chute.

Faisons l'hypothèse que la polarisation nucléaire disparaisse complètement. AvecBn,1 =

0, le champ total agissant sur le spin du porteur est alors égal en amplitude au champ

Knight : Btot,1 = Bn,1 +Bz = Bz = −Bk.

2. Bz 6= −Bk
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6. Polarisation dynamique nucléaire induite par le trou

Dans cette situation, le champ Knight ne compense plus le champ appliqué, et le

champ total perçu par les noyaux est : Bnoy
tot = Bz +Bk. Avec |Bz +Bk| > |Blocal|, le

champ local est écranté, et la polarisation nucléaire Bn,2 peut à nouveau s'établir. Du

point de vue du porteur de spin le champ total e�ectif devient : Btot,2 = Bn,2 +Bz. Si

on fait l'hypothèse raisonnable que le champ Overhauser est bien supérieur au champ

Knight : |Bn,2| > |Bk|, dans la région des champs appliqués voisins de Bk on obtient :

|Btot,2| ' |Bn,2| >|Bk|.

Finalement, le champ total perçu par l'électron dans la situation 1) est inférieur à celui dans

la situation 2) : |Btot,1| < |Btot,2|. En conséquence, la polarisation de spin du porteur est un

minimum lorsque Bz = −Bk.
En conclusion, lorsque le champ extérieur compense le champ Knight ou le champ Overhau-

ser, la polarisation de spin du porteur marque localement un minimum. C'est le point de

départ de l'interprétation des résultats expérimentaux, que nous présentons dans la partie

suivante.

6.3 Déplacement de la polarisation sous excitation

résonnante

Dans cette partie, a�n de mettre en relief des e�ets nucléaires sur la polarisation de spin

du trou, nous présentons des expériences pompe-sonde en fonction du champ magnétique,

réalisées avec di�érentes modulations du faisceau pompe (voir �gure 6.4). Dans un premier

temps nous discutons des résultats obtenus sous excitation résonnante sur l'état X+. Nous

faisons ensuite une comparaison avec le cas d'une excitation non résonnante.

6.3.1 Expériences en con�guration Faraday, modulation de la
polarisation d'excitation

La �gure 6.5 (a) présente le résultat d'une expérience de dichroïsme circulaire photo-

induit (DCP), en con�guration Faraday sur notre échantillon de boîtes quantiques dopées

p à 2.1011 cm−2(71K31). Pompe et sonde sont résonnantes sur la transition fondamentale,

à 1,35 eV. Le faisceau pompe est alterné en polarisation par un modulateur élasto-optique

(MEO), dont l'e�et est rappelé sur la �gure 6.4 (a). Le délai temporel entre la pompe et la

sonde est �xé à ∆t ≈ 13 ns. On explore ainsi la polarisation de spin du trou en fonction

du champ magnétique appliqué. Des expériences similaires ont été présentées au chapitre 4,

mais il s'agit ici d'explorer l'évolution du signal dans la région des faibles champs magné-

tiques (≤ 3mT). En e�et, en raison de la constante hyper�ne du trou, dix fois plus faible que

celle de l'électron, les singularités de la polarisation de spin (cf. section 6.2.3) sont attendues

pour des faibles valeurs de champ magnétique.
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6.3. Déplacement de la polarisation sous excitation résonnante

Figure 6.4: (a) Principe de la modulation périodique (Tmpe) de la polarisation du faisceau
pompe obtenue, avec un modulateur élasto-optique (MEO) (b) Principe de la modulation
périodique (Tmao) de l'intensité du faisceau pompe, obtenue avec un modulateur acousto-
optique (MAO) ; α représente le rapport cyclique dé�nit par le rapport Tc

Tmao
; 〈Sez〉 et 〈Shz 〉

sont respectivement les valeurs moyennes des spins photocréés et résidents à l'échelle de la
période de modulation.

Figure 6.5: Signaux de DCP pour un délai pompe-sonde≈ 13 ns, en fonction du champ
magnétique appliqué. (a) Modulation de la polarisation circulaire du faisceau pompe alternée
à Fmeo = 42 kHz. (b) Modulation d'intensité du faisceau pompe à une fréquence Fmao = 100
kHz et avec un rapport cyclique α = 95%, faisceau pompe polarisée σ−.
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6. Polarisation dynamique nucléaire induite par le trou

On ne constate sur la �gure 6.5(a) aucune singularité de la polarisation en fonction du

champ magnétique. Le signal est symétrique en fonction du champ appliqué, et le mini-

mum de polarisation de spin du trou est atteint pour une valeur nulle de celui-ci. Il n'y a

donc pas de manifestations nucléaires notables dans cette con�guration de modulation du

faisceau pompe. En e�et, la polarisation circulaire du faisceau pompe, et donc l'orientation

des électrons et des trous polarisés, sont alternées avec une période d'une vingtaine de µs

(Fmeo = 42 kHz). Si on se base sur les travaux des références [117, 113, 110], l'orientation

des noyaux par un électron résident ou photocréé se construit dans un temps d'environ 1 ms,

au minimum. A l'échelle de ce temps de construction, le moment cinétique de spin cédé aux

noyaux, par les porteurs de spin résident ou photo-créé, est en moyenne nul. La polarisation

nucléaire ne peut donc pas s'établir.

Remarque sur la détection du signal avec une pompe modulée en polarisation

Faisons l'hypothèse que les noyaux soient capables de s'orienter en une vingtaine de

microsecondes. Dans cette con�guration de modulation, le signal détecté à la fréquence du

modulateur correspond à la di�érence de polarisation entre une excitation σ+ et σ−. Un e�et

nucléaire qui aurait pour conséquence de déplacer le minimum de polarisation de manière

symétrique en fonction du champ appliqué et de la polarisation d'excitation, ne serait pas

mesuré. Le fait de n'observer aucune manifestation nucléaire sur le signal signi�e, en toute

rigueur, que si les noyaux ont pu s'orienter, les conséquences sur le signal sont symétriques

par rapport au champ appliqué et à la polarisation d'excitation.

6.3.2 Expériences en con�guration Faraday sous excitation polarisée

Les résultats présentés dans la �gure 6.5(b) sont obtenus avec une polarisation d'excita-

tion constante 4. La pompe est modulée en intensité par un modulateur acousto-optique 5 à

une fréquence 1
Tmao = 100 kHz. Le rapport cyclique de modulation est voisin de 95%, dans

le but de maximiser le temps Tc de pompage optique par rapport au temps sombre Ts où le

système relaxe librement : Tc = 9.5 µs et Ts = Tmao − Tc=500 ns.

Dans cette con�guration, on constate que le minimum de la polarisation de spin en fonction

du champ magnétique est déplacé de l'origine. Ce déplacement est à la hauteur de ∼ 1

mT. Nous interprétons cet e�et comme une manifestation de la polarisation nucléaire sur le

spin du trou. A�n de consolider cette hypothèse, nous avons fait varier certains paramètres

expérimentaux :

� En fonction de la polarisation circulaire d'excitation (σ+, σ−), on constate, sur les

�gures 6.6 (a) et (b), que le déplacement du minimum de polarisation de spin du trou

change de signe.

4. Pour diminuer les �uctuations du signal liées aux vibrations mécaniques du support, nous utilisons un
cryostat de type �galette� Oxford et une bobine extérieure délivrant jusqu'à 40 mT à l'endroit de l'échantillon.
De par sa géométrie, ce type de cryostat présente une meilleure stabilité que les cryostats magnétiques
précédemment utilisés.

5. La modulation d'intensité est nécessaire pour conserver un rapport signal à bruit acceptable.
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Figure 6.6: Signaux de DCP(≈ 13ns), mesurés en modulation d'intensité. (a) Polarisa-
tion σ− , rapport cyclique α = 95%. (b) Polarisation σ+ , rapport cyclique α = 95%. (c)
Polarisation σ− , rapport cyclique α = 5% .

� Pour un rapport cyclique de 5% (Tc = 500 ns et Ts=9.5 µs), la courbe de polarisation

de spin du trou est symétrique en fonction du champ magnétique appliqué, il n'y a

pas de déplacement du minimum [�gure 6.6(c)] .

Ces observations sont cohérentes avec la présence d'une polarisation nucléaire dans notre

échantillon. En e�et, avec un faible rapport cyclique α, le temps de pompage Tc où la po-

larisation nucléaire se construit, est trop faible devant le temps Ts où la polarisation des

noyaux relaxe librement. De plus, l'inversion du déplacement avec l'hélicité de la polarisa-

tion d'excitation est également cohérente avec une orientation des noyaux par le spin des

porteurs. Avant d'établir si la polarisation dynamique des noyaux est induite par l'électron

dans l'état trion ou par le trou résident, nous discutons du type d'e�et nucléaire observé.

6.3.3 Interprétation : champ Overhauser ou champ Knight ?

Expérimentalement, nous constatons un unique minimum sur la courbe de polarisation

du trou en fonction du champ Faraday, et l'amplitude du déplacement est de ' 1mT. Me-

suré à ∼ 13 ns sur des boîtes dopées p, ce déplacement peut être attribué soit au champ
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6. Polarisation dynamique nucléaire induite par le trou

Overhauser agissant sur le trou Bh
n, soit au champ Knight induit par le trion et par le trou

résident (nous avons discuté ce point dans la partie 6.2.3 ). Il nous faut maintenant déter-

miner si c'est l'un ou l'autre des champs e�ectifs qui provoque le déplacement expérimental

observé.

Si l'amplitude du déplacement semble cohérente avec les mesures de champ Knight réalisées

sous excitation continue sur des boîtes dopées n [17, 33] (Bk ∼ 0.5 mT), en con�guration

pulsée sur des boîtes dopées p l'analyse est di�érente.

Dans notre cas, le champ Knight est plus petit et l'on ne peut pas négliger la contribution

du trou devant celle de l'électron dans l'état trion. En e�et, contrairement aux expériences

sous excitation continue, la polarisation de spin de l'électron dans l'état trion photocréé

n'est pas entretenu. Avec un temps de vie du trion de 800 ps pour une impulsion toutes les

13 ns, le taux de présence de l'électron est considérablement réduit. D'un autre côté, le trou

résident est 10 fois moins couplé aux noyaux que l'électron.

A�n de lever toute ambiguïté, nous calculons le champ Knight moyen induit par l'électron

dans l'état trion et celui induit par le trou résident. Nous comparons ensuite ces valeurs à

l'amplitude du déplacement expérimental observé.

Calcul du champ Knight

Notre mesure nous renseigne sur les polarisations photocréée et résidente. Cela nous

permet de calculer le champ Knight pour chacune des espèces polarisées.

A l'aide de l'expression (6.9), et en considérant la valeur moyenne du carré de la fonction

d'onde à la hauteur de |̃Φ|2e,h = 2
ν0N

, le champ Knight moyen perçu par chaque noyau est

donné par :

Be
k = − 2

N
〈Sez〉

∑
ε

xε
Aeε
µεI

= Be
k,max 〈Sez〉 (induit par l'électron dans l'état trion) (6.10)

Bh
k = − 2

N

〈
Shz

〉∑
ε

xε
Chε
µεI

= Bh
k,max

〈
Shz

〉
(induit par le trou résident) (6.11)

où N est le nombre de noyaux, xε est la composition chimique des boîtes quantiques telle que∑
ε xε = 1. En considérant xIn = xAs = 0.5,N = 105, AeIn=56 µeV, A

e
As=46 µeV,

∣∣ChIn∣∣=4.4
µeV,

∣∣ChAs∣∣=4.0 µeV, µIn =5.53µN , µAs =1.44µN [118, 119, 63], on aboutit à
∣∣∣Be

k,max

∣∣∣ '
14 mT et

∣∣∣Bh
k,max

∣∣∣ ' 1.3 mT. La justesse du calcul de Be
k et Bk

k repose maintenant sur

l'évaluation des polarisations moyennes de spin de l'électron 〈Sez〉 et du trou
〈
Shz
〉
.

En régime stationnaire, ces polarisations moyennes sont calculées à l'échelle de la période

de répétition du laser :

〈Sez〉 =
1

TL

ˆ TL

0

Sz(t)dt =
Sez(0)

TL

ˆ TL

0

e
−t/Tr

Re(t)dt (6.12)
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6.3. Déplacement de la polarisation sous excitation résonnante

〈Shz 〉 =
1

TL

ˆ TL

0

Shz (t)dt ' Shz (0+)

TL

ˆ TL

0

Rh(t)dt (6.13)

où Sez(0) et Shz (0+) sont, respectivement, les polarisations du trion et du trou après absorp-

tion de l'impulsion pompe 6, Tr (800 ps) est le temps de vie radiatif du trion et TL (13 ns)

est la période des impulsions laser. Re,h(t) représentent les fonctions de relaxation de spin

du trou et de l'électron en fonction du temps [3, 63].

Bien que les polarisations ne soient pas mesurées de façon absolue, la capacité du modèle

(cf. chap 4) à rendre compte des résultats expérimentaux nous permet de l'utiliser pour faire

une évaluation précise de ces deux grandeurs.

On obtient les taux de polarisation moyens 〈Sez〉 '
2,5
100S

e
z(0) et

〈
Shz
〉
' 6

10S
h
z (0+). Pour une

aire d'impulsion π, on obtient Sez(0) ' 0, 18 et Shz (0+) ' 0, 25 . Finalement, les champs

Knight moyens induits, par l'électron dans l'état trion et le trou résident, sont respective-

ment Be
k ' 0.06 mT et Bh

k ' 0.2 mT.

Le calcul nous mène à deux constats. Les valeurs obtenues sont relativement faibles confor-

mément aux raisons énoncées au début du paragraphe. La contribution majoritaire au champ

Knight est celle induite par la polarisation de spin du trou, qui est trois fois plus forte que

celle de l'électron dans l'état trion.

Remarques

Le calcul réalisé ici, avec des paramètres standard pour un ensemble de boîtes d'InAs, est

sans doute proche de la réalité. Cependant, le nombre N de noyaux par boîte quantique

ne peut être véri�é précisément. Néanmoins, la comparaison avec les résultats obtenus, par

les auteurs de la référence [113] [cf. �gure 6.2], sur un ensemble de boîtes d'InAs dopées

n, permet de con�rmer l'estimation de Bh
k obtenue ci-dessus. En e�et, Cherbunin et coll.

mesurent un déplacement Knight de la polarisation résidente d'électrons d'environ Be
k=1-2

mT. La polarisation moyenne de l'électron résident est, dans cette expérience, voisine de 30

%. Ce niveau de polarisation moyen est comparable à celui du trou résident mesuré dans

notre expérience (cf. chap. 4). Ils mesurent donc un champ Knight induit par l'électron

résident dix fois plus fort que celui que l'on a estimé pour le trou résident. La constante

hyper�ne de l'électron étant dix fois plus forte que celle du trou, ce résultat est cohérent

avec notre estimation de Bh
k .

6.3.4 Conclusion partielle

Les valeurs calculées du champ Knight sont d'un ordre de grandeur inférieures à l'ampli-

tude du déplacement expérimental observé (cf. �gure 6.5). De plus, en raison de l'inhomogé-

6. En raison de TL � Tr, on néglige la polarisation de spin du trou pendant le temps de vie du trion.
La notation Shz (0

+) correspond à la polarisation de spin du trou après la recombinaison radiative du trion.
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6. Polarisation dynamique nucléaire induite par le trou

néité de la fonction d'onde, la compensation du champ Knight par un champ extérieur n'est

pas réalisée pour l'ensemble des noyaux d'une boîte quantique ; cela entraîne une baisse très

modeste de la polarisation et donc un e�et di�cilement observable. Ce phénomène est cer-

tainement présent sur notre échantillon mais des déplacements d'environ 0, 1 mT faiblement

marqués ne sont pas mesurables dans notre con�guration de détection.

En conclusion, l'estimation du champ Knight dans notre échantillon nous permet d'écarter

cette hypothèse comme explication au déplacement observé sur la �gure 6.5. Néanmoins, T.

Auer et coll. [93] ont mesuré sur un échantillon de boîtes d'InAs un champ local dipolaire

d'environ 0.1mT ; le champ Knight présent dans notre échantillon (Bh
k ' 0.2 mT) devrait

en partie écranter le champ local et permettre ainsi une polarisation nucléaire sans champ

magnétique extérieur.

Le déplacement de la polarisation observé, qui n'est pas dû aux champs Knight, est donc at-

tribué à la présence du champ Overhauser Bh
n subi par le trou, qui est compensé par le champ

appliqué à l'endroit du minimum de la polarisation (�gure 6.5 et 6.6). Le champ Bh
n mesuré

à la hauteur de ∼ 1 mT 7 est une moyenne sur l'ensemble des boîtes quantiques. En consi-

dérant une constante hyper�ne indépendante de l'espèce nucléaire :
∣∣Chε ∣∣ =

∣∣Ch∣∣ ' 4µeV, ce

champ conduit à un taux de polarisation nucléaire ρI = Bh
n

µbgh
2Ch

∑
xεIε
' 0.5 % . Nous discu-

tons de cette valeur à la �n du chapitre. En accord avec les récents travaux de Chekhovich

et coll. et Fallahi et coll. [114, 66], le couplage hyper�n trou-noyaux permet de sonder la

polarisation nucléaire à travers le terme longitudinal de l'interaction. Cette observation est

de poids car elle est indépendante du caractère mélangé du trou de valence.

Maintenant que nous avons précisé la nature du déplacement mesuré, nous allons expliciter

son origine. Le trou, comme l'électron photocréé, participe aux e�ets nucléaires. Nous avons

vu qu'en dynamique pulsée, sur des boîtes dopées p excitées à résonance, la contribution de

l'électron dans l'état trion au champ Knight est réduite et celle du trou, en comparaison, est

exaltée : Bh
k ' 3Be

k. Mais le champ Knight n'est pas la quantité pertinente pour déterminer

si la polarisation nucléaire est induite majoritairement par le trion ou par le trou résident.

La quantité importante est le taux de moment cinétique cédé aux noyaux entre deux im-

pulsions 8, qui dépend de la polarisation du porteur de spin après l'impulsion, du temps de

présence dans la boîte, et de l'intensité du couplage transverse avec les noyaux.

6.4 Origine de la polarisation des noyaux

Nous avons vu au chapitre 4 que le mécanisme de polarisation du trou est di�érent

suivant que l'excitation est résonnante ou non. Cela conduit, pour une même polarisation

7. L'électron dans l'état trion ressent un champ Overhauser moyen de Ben = Bhn
Aegh
Chge

' 30 mT.

8. Cette quantité n'est pas toujours proportionnelle au champ Knight. Par exemple, en dynamique pulsée
(TL = 13 ns), pour une polarisation identique, avec T e∆ ' 500 ps, un électron résident ou un électron
photocréé avec un temps de vie de 2 ns, échangent presque la même quantité de moment cinétique avec les
noyaux entre deux impulsions. Mais le champ Knight de l'électron résident sera environ 10 fois plus élevé
que celui de l'électron photocréé (l'électron conserve 1/3 de sa polarisation de spin initiale).
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6.4. Origine de la polarisation des noyaux

Excitation polarisée σ− Résonnante Non résonnante

Shz = 1
2(ρh↑ − ρh↓) < 0 > 0

Sez = 1
2(ρT↑ − ρT↓) > 0 > 0

Table 6.1: Récapitulatif de l'orientation des polarisations de spin du trou Shz et du trion Sez
en fonction de la con�guration d'excitation, pour une polarisation de pompe σ−. ρh↑(ρT↑)
et ρh↓(ρT↓) désignent, respectivement, les populations des états de spin du trou (trion) |h ↑〉
(|T ↑〉) et |h ↓〉(|T ↑〉).

d'excitation, à un contrôle de l'orientation de la polarisation de spin du trou, indépendant

de l'orientation de l'état excité de trion. Les orientations moyennes des polarisations de

spin du trou et du trion, en fonction de la con�guration d'excitation, pour une excitation

polarisée σ−, sont rappelées sur le tableau 6.1.

Pour une même polarisation de pompe, entre les deux con�gurations d'excitation, on in-

verse la polarisation de spin du trou tout en conservant celle du trion. En conséquence, pour

déterminer si la polarisation des noyaux est induite par le trou ou par le trion dans notre

échantillon, nous procédons à la même expérience que celle présentée dans la partie précé-

dente, mais dans une con�guration d'excitation non résonnante. Nous comparons ensuite le

sens du déplacement Overhauser de la polarisation du trou en fonction de la con�guration

d'excitation.

6.4.1 Déplacement Overhauser sous excitation non résonnante

La �gure 6.7 (b) présente l'évolution de la polarisation de spin du trou, en fonction

du champ magnétique appliqué, dans la con�guration d'excitation hors résonnante (cette

con�guration est détaillée au chapitre 4). L'énergie de la pompe est de 1.39 eV 9 avec une

puissance d'environ 1Wmm−2. L'énergie de la sonde (1.35 eV) ainsi que la polarisation

circulaire de la pompe (σ−) sont les mêmes que dans la con�guration résonnante, qui est

rappelée sur la �gure 6.7 (a). On constate également sur la �gure 6.7 (b), un déplacement

du minimum de la polarisation de spin du trou. Ce déplacement est de même amplitude et

de sens opposé au cas résonnant [cf. �gure 6.7 (a)].

Interprétation

Pour une puissance de pompe voisine de 1Wmm−2, les polarisations de spin du trou

et du trion photocréé sont du même ordre dans les deux con�gurations d'excitation (cf.

chapitre 4). En conséquence, les champs Knight sont également comparables en amplitude

entre les deux con�gurations d'excitation ; les arguments discutés dans la partie précédente

sont donc conservés. On exclut donc, également, une manifestation des champs Knight : le

déplacement est associé au champ Overhauser Bh
n ressenti par le trou.

Le temps de capture des excitons photocréés, à une énergie de 1.39 eV, est de l'ordre de 10

9. A une énergie de 1.39 eV, la pompe excite, a priori, le continuum des états mixtes entre les états liés
des boîtes quantiques et la couche de mouillage.
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Figure 6.7: Signaux de DCP, obtenus à un délai pompe-sonde de ∼ 13 ns, en fonction du
champ magnétique appliqué. (a) Excitation résonnante à 1.35 eV, polarisée σ− .(b) Exci-
tation hors résonnante à 1.39 eV , polarisée σ−. Dans les deux con�gurations d'excitation,
l'énergie de la sonde est de 1.35 eV. L'expérience est réalisée avec un MAO et des rapports
cycliques de 95% (a) et 90% (b).

ps [77]. On peut donc raisonnablement supposer que l'orientation des noyaux par interaction

hyper�ne a lieu, essentiellement, lorsque les particules photocréées ont relaxé sur les niveaux

de la transition fondamentale des boîtes quantiques. Il est donc maintenant possible de

comparer le sens du déplacement Overhauser entre les con�gurations d'excitation résonnante

et hors résonnante, pour une polarisation d'excitation donnée :

1. Hors résonance, l'électron dans l'état trion et le trou résident cèdent aux noyaux, en

moyenne, un moment cinétique de spin de même orientation. Pour une pompe polari-

sée σ− (cf. tableau 6.1), on obtient : Sez > 0⇒ Iz > 0 et Shz > 0⇒ Iz > 0.

2. A résonance, l'électron dans l'état trion et le trou n'orientent pas les noyaux dans

le même sens. Pour une pompe polarisée σ−, on obtient : Sez > 0 ⇒ Iz > 0 et

Shz < 0⇒ Iz < 0.

Entre les deux con�gurations d'excitation, pour une polarisation de pompe donnée, seule la

polarisation du trou change de signe.

Expérimentalement, on constate que le signe du champ Overhauser Bh
n ∝ Iz change entre

les deux con�gurations d'excitation (cf. �gure 6.7). Le déplacement Overhauser Bh
n suit

manifestement l'orientation de spin du trou. Cette dernière expérience nous permet donc

de conclure que la polarisation nucléaire est majoritairement induite par le trou dans notre

échantillon.

Remarques

En toute rigueur, l'inversion du déplacement Overhauser démontre seulement que la polari-
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6.4. Origine de la polarisation des noyaux

sation des noyaux est induite par le trou dans le cas résonnant. En e�et, dans la con�guration

hors résonnante, le trou et le trion ont la même orientation de spin. Les contributions respec-

tives du trou et de l'électron aux e�ets nucléaires, entre les deux con�gurations d'excitation,

sont déterminées par les polarisations de spin après impulsion : Sez(0) et Shz (0). Ces polari-

sations sont comparables entre les deux con�gurations d'excitation. Cependant, les modèles

présentés au chapitre 4 montrent que Sez(0) est plus élevée dans le cas hors résonnant que

dans le cas résonnant. Concernant Shz (0), c'est le cas contraire. Il n'est donc pas possible de

conclure, sans modélisations précises à l'appui, sur les contributions respectives du trou et

de l'électron au phénomène de polarisation nucléaire, dans le cas hors résonnant.

6.4.2 Sens de la polarisation nucléaire sous excitation résonnante

Le sens du champ Overhauser Bh
n permet, également, de con�rmer le rôle du trou dans

la polarisation des noyaux, sous excitation optique résonnante. En e�et, les polarisations de

spin du trou et du trion étant alors opposées, le signe du champ Overhauser Bh
n, pour une

polarisation d'excitation donnée, doit être di�érent selon que la polarisation nucléaire est

induite par le trou ou par l'électron dans l'état trion. Le champ Overhauser moyen Bh
n est

donné par la relation suivante [cf. expression (6.4)] :

~Bh
n =

−1

ghµB

∑
j

Chj
〈
Ijz
〉
~ez (6.14)

où Chj = Chε |Φh(~rj)|2 ν0. Les auteurs de la référence [66] ont mesuré une constante hyper�ne

négative pour le trou dans les boîtes d'InAs (ce point est discuté dans le chapitre 3). Cette

mesure est le re�et d'une constante hyper�ne moyenne sur les divers noyaux d'espèces

di�érentes, constituant une boîte quantique. En considérant ce résultat, on peut établir que〈
Chε
〉

= Ch < 0. Le signe de Bh
n est ainsi donné par :

sgn[Bh
n] = −sgn[Ch]

sgn[gh]
.sgn[〈Iz〉] =

sgn[〈Iz〉]
sgn[gh]

(6.15)

Avec la même convention, pour l'hamiltonien Zeeman, que celle prise ici, à savoir : H =

geµB ~S
e. ~B pour un électron et H = −ghµB ~Sh. ~B pour un trou, et µB positif, les auteurs des

références [120, 58, 117] mesurent un facteur de Landé longitudinal du trou négatif, sur des

boîtes d'InAs. Finalement, l'expression (6.15) devient

sgn[Bh
n] = −sgn[〈Iz〉] (6.16)

Sachant que l'orientation des noyaux est imposée par la polarisation du porteur qui l'induit,

on obtient :

sgn[Bh
n] = −sgn[Sz] (6.17)

Précisons que, dans les expériences présentées dans ce chapitre, l'hélicité des polarisations

circulaires d'excitation ainsi que le sens du champ magnétique sont déterminés 10 par rapport

à l'axe optique. Sur les courbes expérimentales de la �gure (6.6), on observe :

10. Le sens des polarisations circulaires d'excitation est étalonné par rapport au déplacement Zeeman de
l'énergie de luminescence sur un échantillon de CdMnTe/CdTe.
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6. Polarisation dynamique nucléaire induite par le trou

Figure 6.8: Courbes de rotation Faraday mesurées à ∼ 13ns, en con�guration pompe-sonde,
sur un ensemble de boîtes dopées n. L'excitation est non résonnante. Figure issue de la
référence [116].

� pour une excitation polarisée σ−, Bh,σ−
n > 0,

� pour une excitation polarisée σ+, Bh,σ+

n < 0 .

Sous excitation résonnante, les orientations des polarisations de spin du trou et du trion, en

fonction de la polarisation d'excitation, sont données par (cf. tableau 6.1) :

Sh,σ
−

z < 0 , Sh,σ
+

z > 0 , Se,σ
−

z > 0 , Se,σ
+

z < 0 (6.18)

La relation (6.17) est véri�ée expérimentalement (cf. �gure 6.6) à condition que la polari-

sation nucléaire soit induite par le spin du trou résident.

6.4.3 E�cacité du processus de polarisation dynamique, excitation
continue versus pulsée

Le taux de polarisation des noyaux est le résultat d'un équilibre entre l'orientation op-

tique des noyaux et la relaxation nucléaire. Nous discutons ici de l'e�cacité de la polarisation

dynamique nucléaire en fonction de la con�guration d'excitation pulsée ou continue.

Dans les expériences menées sous excitation continue sur des boîtes chargées par un électron

ou par un trou [17, 16], le taux de polarisation nucléaire est de 5 à 10% pour des champs

magnétiques compris entre 0 et 200 mT. Comparé à ces expériences, le taux que l'on atteint

dans notre cas est d'un ordre de grandeur plus faible : ρI ' 0, 5%. L'explication repose en

partie sur le protocole d'excitation pulsée.

Pour une boîte d'état de charge X+, l'électron photocréé dans l'état trion cède son moment

cinétique aux noyaux et recombine (T e∆ ≤ Tr). Ce processus est immédiatement renouvelé
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en excitation continue 11, ce qui optimise la quantité de moment cinétique de spin cédée

aux noyaux par unité de temps. En revanche, en excitation pulsée, il faut attendre 13 ns

pour injecter un nouveau porteur de spin, et la quantité de moment cinétique, transférée

aux noyaux par le porteur, entre deux impulsions ne peut pas excéder 1. Ce protocole d'ex-

citation limite donc l'e�cacité de l'orientation optique des noyaux .

De plus, sous excitation pulsée, à faible champ magnétique, l'intensité du couplage hyper�n

ne joue pas un rôle déterminant, du moment que celle-ci est su�sante pour relaxer le spin

du porteur résident en un temps comparable à la période des impulsions laser. En e�et, un

électron résident orienté subit sur 13 ns plusieurs processus �ip-�op, qui conduisent celui-ci

à relaxer les 2/3 de sa polarisation de spin en ∼ 1 ns. De même, un trou résident mélangé

transfère aux noyaux environ la moitié 12 de sa polarisation de spin en ∼ 10 ns. Finalement,

un électron ou un trou résidents apportent aux noyaux quasiment la même quantité de mo-

ment cinétique entre deux impulsions séparées de 13 ns.

Les résultats de I. Yugova et coll.[116], présentés sur la �gure 6.8, étayent cette hypothèse :

sur un ensemble de boîtes d'InAs dopées n, avec une con�guration pompe-sonde identique à

la nôtre, ils mesurent un Be
n induit par l'électron résident d'environ 15 mT. Avec un facteur

de Landé longitudinal de l'électron de 0.6, on obtient un taux de polarisation nucléaire de

0,25 % 13. Ce taux est comparable au nôtre, bien que la polarisation des noyaux soit induite

par l'électron résident. Cela plaide donc bien en faveur du raisonnement précédent.

6.4.4 Limites de l'expérience

La �gure 6.9 présente l'évolution de la polarisation de spin du trou pour une gamme

de champs magnétiques comprise entre -30 et 30 mT. L'expérience est identique à celle

présentée sur les �gures 6.6 (a) et (b). Conjointement au déplacement du minimum de la

polarisation de spin du trou, on constate que les courbes sont nettement dissymétriques sur

toute la gamme de champ explorée, et ce, en fonction du sens du champ appliqué et de la

polarisation d'excitation. Cette dissymétrie est également le re�et de la présence du champ

nucléaire Bh
n, selon que celui-ci s'ajoute ou s'oppose au champ appliqué.

On pourrait imaginer extraire le champ Overhauser, en comparant à niveau de signal égal,

le champ appliqué entre deux polarisations d'excitation di�érentes. Cependant l'analyse du

comportement de la polarisation de spin loin du minimum, a�n d'extraire Bh
n,est complexe.

La raison est le comportement non linéaire de la polarisation des noyaux en fonction du

champ appliqué et de la polarisation d'excitation [110, 111].

11. Pour une boîte d'état de charge X−, le même argument s'applique pour la polarisation résidente de
l'électron issue de la recombinaison radiative du trion.
12. La quantité de moment cinétique de spin cédée aux noyaux, par le spin du trou, dépend du coe�cient

β de mélange entre les états de trous lourds et légers.
13. Dans cet article [116], le taux de polarisation de l'électron résident n'est pas explicitement précisé, de

même que le rapport cyclique de modulation d'intensité du faisceau pompe. Les auteurs mentionnent seule-
ment que le pompage est optimisé en excitant dans la couche de mouillage. Cependant, sur un échantillon
similaire, excité en continu dans les mêmes conditions d'énergie et de puissance, la même équipe obtient un
taux de polarisation voisin de 20 % [113].
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Figure 6.9: Signaux de DCP, obtenus à 13 ns, en fonction du champ magnétique appliqué,
pour un rapport cyclique de modulation d'intensité α = 95 %. (a) Pour une excitation pola-
risée σ−. (b) Pour une excitation polarisée σ+. La con�guration d'excitation est résonnante.

Ajoutons qu'en fonction du champ magnétique, les contributions relatives du trou et de

l'électron dans l'état trion, à la polarisation nucléaire, changent. Si le champ total Bz +Bh
n

ressenti par le trou dépasse la dizaine de mT, le processus �ip-�op trou-noyaux devient peu

probable et la contribution du trou aux e�ets nucléaires est, à priori, réduite. Le couplage

électron-noyaux étant plus robuste par rapport au champ magnétique, l'électron peut dans

ce cas jouer un rôle majoritaire. L'analyse des courbes de polarisation en est d'autant plus

délicate.

En conclusion, dans notre con�guration d'observation des e�ets nucléaires, nous mesurons

quantitativement le champ Bh
n seulement à l'endroit du minimum de la polarisation de spin,

où ce dernier est compensé par le champ appliqué.

Ajoutons, bien sûr, que le caractère inhomogène du champ Bh
n mesuré sur un ensemble de

boîtes, constitue également une limite à notre expérience.

6.5 Conclusion

Dans ce chapitre, nous avons démontré que notre technique pompe-sonde permet d'étu-

dier les e�ets nucléaires sur un ensemble de boîtes quantiques. A travers le terme longitudinal

de l'interaction hyper�ne trou-noyaux, nous avons mesuré le champ Overhauser Bh
n exercé

sur le spin résident de trou. Nous avons observé que, sous excitation pulsée résonnante,

le trou induit majoritairement la polarisation dynamique nucléaire. Le couplage transverse

trou-noyaux, provenant de l'anisotropie des contraintes exercées sur la boîte, conduit le spin

du trou à céder son spin aux noyaux en typiquement 10 ns. Le spin du trou est gardé en

mémoire par le bain nucléaire su�samment longtemps pour induire une polarisation des

noyaux mesurable. Ajoutons que cette mesure est rendue possible grâce à notre con�gura-

tion d'excitation pulsée. Le niveau de polarisation(∼ 0, 5 %) atteint ne fait pas du trou un

candidat particulièrement prometteur pour manipuler le spin des noyaux. Cependant, l'ob-
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servation d'une polarisation des noyaux induite par le trou renforce la nécessité de prendre

en compte, dans toute interprétation future, l'interaction hyper�ne subie par le trou. Cette

dernière ayant une in�uence non seulement sur la dynamique de spin du trou, mais égale-

ment sur celle des noyaux.
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Chapitre 7

Évolution cohérente du spin du trou
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7. Évolution cohérente du spin du trou

A la di�érence des qubits dans les systèmes excitoniques, formés d'un état fondamental

et d'un état excité [121, 122, 123], les qubits de spin peuvent être composés par la superposi-

tion cohérente de deux états fondamentaux . L'avantage certain que présentent ces derniers

est d'avoir un temps de cohérence T2 qui n'est pas limité par le temps de vie radiatif. En

pratique, la délicate superposition cohérente des états �up� et �down� s'obtient en appli-

quant un champ magnétique transverse (con�guration Voigt) à la direction d'initialisation

du spin.

Concernant le spin de l'électron de conduction, plusieurs travaux majeurs ont mis en évi-

dence une évolution cohérente du spin sur un temps de l'ordre de la micro-seconde [124, 125,

126]. L'évolution cohérente du spin du trou a été très récemment observée par les auteurs

des références [127, 128]. Cependant plusieurs questions demeurent en suspens après ces

travaux, notamment au niveau du temps de cohérence. C'est dans ce contexte que se situe

notre étude.

Nous présentons une étude du DCP résolu en temps sous champ magnétique transverse.

Nous mettons tout d'abord en évidence la précession temporelle du spin du trou dans un

champ magnétique transverse. Ensuite, nous montrons que ce signal de cohérence est �ne-

ment manipulable par un protocole d'excitation à deux impulsions.

Ce dernier chapitre fait o�ce de perspective autant par le fait que les résultats obtenus sont

très récents, que par la possibilité d'études intéressantes qui en découlent.

7.1 Synchronisation des modes de précession, expérience à

une impulsion

7.1.1 Description du système

L'échantillon étudié est un ensemble de boîtes dopées p à 2.1011cm−2 (74K31). Le champ

magnétique, que nous notons ~Bx, est appliqué parallèlement à une des directions du plan

de croissance de l'échantillon ; le champ ~Bx est donc perpendiculaire à la direction de pro-

pagation ~ez de la lumière. Dans cette con�guration, la base propre de l'énergie Zeeman est

composée des quatre états suivants :
∣∣h±〉 = 1√

2
(
∣∣h ↑〉±∣∣h ↓〉∣∣T±〉 = 1√

2
(
∣∣T ↑〉±∣∣T ↓〉 (7.1)

Les états fondamentaux (excités) sont séparés en énergie d'une quantité ∆h,x = gh,xµBBx

(∆T,x = ge,xµBBx), où gh,x (ge,x) est le facteur de Landé transverse du trou (de l'électron).

Les états
∣∣h±〉 et ∣∣T±〉 sont optiquement couplés suivant les règles de sélection représentées

sur la �gure 7.1. Dans la gamme de champ magnétique où nous travaillons (0-1 T), la largeur

spectrale des impulsions laser (∼ 0.5 meV) est bien supérieure à la séparation Zeeman

des états propres (0 − 15 µeV, pour gh,x, ge,x ' 0.5). Les deux états fondamentaux sont

donc couplés aux deux états excités de manière identique. En conséquence, l'absorption
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7.1. Synchronisation des modes de précession, expérience à une impulsion

Figure 7.1: Règles de sélection optique pour une transition polarisée σ+, en présence d'un
champ magnétique Bx. (a) Dans la base des états propres de l'énergie. (b) Dans la base des
états suivant z.

d'une impulsion polarisée, typiquement σ+, prépare les états excités du système dans une

superposition cohérente des états propres du trion :
∣∣T ↓〉 = 1√

2
(
∣∣T+

〉
−
∣∣T−〉). De même,

l'impulsion σ+, stimule la formation d'une superposition cohérente des états fondamentaux

de trou :
∣∣h ↑〉 = 1√

2
(
∣∣h+

〉
+
∣∣h−〉. Ce dernier point n'est pas complètement intuitif, nous le

démontrons dans le paragraphe suivant.

7.1.2 Préparation du système dans un état cohérent

L'état initial du système, avant pompage optique, est déterminé par la température de

l'échantillon. A une température cryogénique de 2 K, l'énergie thermique disponible est

donnée par la quantité kbT ' 200 µeV. Cette énergie est d'un ordre de grandeur supérieure

à la séparation Zeeman des niveaux d'énergie. En accord avec la distribution de Maxwell-

Boltzmann, l'état initial du système est un mélange statistique qui est décrit par une matrice

densité équidiagonale, et ce, quelle que soit la base de description du système.

L'état initial ρ0 s'écrit donc, dans la base {|h ↑〉, |h ↓〉 , |T ↑〉, |T ↓〉} :

ρ0 =


1
2 0 0 0

0 1
2 0 0

0 0 0 0

0 0 0 0

 (7.2)

Cet état, complètement mixte, n'est pas a�ecté par une transformation unitaire T agissant

seulement à l'intérieur des multiplicités des niveaux fondamentaux et excités : ρ0 = Tρ0T
†.

La transformation qui nous concerne, ici, est celle induite par le champ ~Bx, que l'on exprime
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7. Évolution cohérente du spin du trou

à l'aide de l'opérateur TBx suivant :

TBx(wh,we) =


cos(wht2 ) −i sin(wht2 ) 0 0

−i sin(wht2 ) cos(wht2 ) 0 0

0 0 cos(wet2 ) −i sin(wet2 )

0 0 −i sin(wet2 ) cos(wet2 )

 (7.3)

où wh = ∆h,x/~ et we = ∆T,x/~ sont, respectivement, les fréquences de précession de Lar-

mor de spin du trou et de spin de l'électron dans l'état trion.

Comme nous l'avons mentionné ci-dessus, l'initialisation de la cohérence de spin provient

du couplage avec la lumière. Étant donné que toutes les transitions optiques dans la base

propre de l'énergie sont équivalentes [cf. �gure 7.1 (a)], on peut décrire le couplage résonnant

dans la base {|h ↑〉, |h ↓〉 , |T ↑〉, |T ↓〉}. Précisons que la largeur temporelle de l'impulsion

est inférieure aux périodes de précession (w−1
h , w−1

e ) du spin du trou et de l'électron. Dans

ces conditions, les évolutions du système, induites par le champ magnétique et l'impulsion

optique, peuvent être traitées séparément.

L'évolution du système induite par une impulsion résonnante, typiquement σ+ , se traduit

à l'aide de l'opérateur suivant [129, 51] :

Tσ+(θ) =


1 0 0 0

0 cos( θ2) 0 −i sin( θ2)

0 0 1 0

0 −i sin( θ2) 0 cos( θ2)

 (7.4)

où θ est l'aire de l'impulsion optique. Après le couplage avec l'impulsion (t = 0+), le système

est initialisé dans l'état ρI(0+) tel que :

ρI(0
+) = Tσ+(θ)ρ0T

†
σ+(θ) =


1
2 0 0 0

0 1
2 − α 0 β

0 0 0 0

0 β∗ 0 α

 (7.5)

avec α = 1
2 sin2 θ

2 et β = i
4 sin θ. Les di�érences de populations des états du trou et du trion

traduisent l'apparition des polarisations de spin dans les états excité et fondamental. Après

l'initialisation optique à l'instant t = 0+, l'évolution temporelle du système ρI(t), induite

par le champ magnétique, est donnée par la relation suivante :

ρI(t) = TBx(wh,we)ρI(0
+)T †Bx(wh,we) (7.6)

=


1
2 − α sin2(wht2 ) iα

2 sin(wht) β sin(wet2 ) sin(wht2 ) −iβ cos(wet2 ) sin(wht2 )

− iα
2 sin(wht)

1
2 − α cos2(wht2 ) β cos(wht2 ) sin(wet2 ) β cos(wet2 ) cos(wht2 )

β∗ sin(wet2 ) sin(wht2 ) −iβ∗ cos(wht2 ) sin(wet2 ) α sin2(wet2 ) iα
2 sin(wet2 )

iβ∗ cos(wet2 ) sin(wht2 ) β∗ cos(wet2 ) cos(wht2 ) − iα
2 sin(wet) α cos2(wet)


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On constate, à travers les termes hors diagonaux non nuls de la matrice (7.6), que l'associa-

tion du champ magnétique et du pulse permet de préparer un système, initialement mixte,

dans un état contenant un certain degré de cohérence.

Expérimentalement, la mesure du signal de DCP nous renseigne sur les di�érences de po-

pulations des états du trou et du trion dans la base dé�nie suivant la direction de propa-

gation de la lumière : DCP ∝ (ρh↑ − ρh↓)− (ρT↑ − ρT↓). Avec (ρh↑ − ρh↓) = α cos(wht) et

(ρT↑ − ρT↓) = α cos(wet), les oscillations des polarisations de spin, suivant z, du trou et du

trion sont bien mesurables à travers notre expérience 1.

Précisons que l'évolution décrite par la matrice (7.6) ne tient pas compte de la relaxa-

tion de la phase et de l'énergie. Au bout d'un temps supérieur au temps de vie radiatif

Tr, les états du trion ne sont plus occupés, et les termes de cohérence proportionnels à β

sont également nuls. En négligeant le phénomène de cohérence spontanée (nous discutons

ce point dans le paragraphe 7.1.5), la recombinaison radiative du trion peuple de manière

équiprobable et incohérente les deux états du trou.

Dans ces conditions, après la recombinaison radiative du trion, le système peut être décrit

par la somme suivante :

ρI(t� TR) = ρmixteI + ρpurI

=
1− α

2


1 0 0 0

0 1 0 0

0 0 0 0

0 0 0 0

+ α


cos2(wht2 ) i

2 sinwht) 0 0

− i
2 sinwht sin2(wht2 ) 0 0

0 0 0 0

0 0 0 0

 (7.7)

où ρmixteI et ρpurI traduisent, respectivement, les composantes mixte et pure de l'état du

système ρI(t � TR). La composante ρpurI permet d'exprimer l'observable de spin du trou

par le vecteur de Bloch suivant (cf. chapitre 4) :

~Sh =
α

2
(0, − sinwht, coswht) (7.8)

Cette première description de l'évolution du système est le point de départ de la modélisation

que nous présentons dans le paragraphe 7.1.5.

7.1.3 Inhomogénéité du facteur de Landé

La première barrière qu'il nous faut franchir, pour mener à bien cette étude sur l'évo-

lution cohérente du spin des porteurs, est l'inhomogénéité de l'échantillon d'ensemble de

boîtes. En e�et la dispersion du facteur de Landé, entre les di�érentes boîtes, conduit à

un déphasage rapide des fréquences de précession des spins, en un temps typique T ∗2 de

l'ordre de la nanoseconde [130, 131, 75]. Ce déphasage rapide masque l'évolution cohérente

1. En revanche, l'expérience de DCP ne permet pas la mesure des termes de cohérence �optique�, pro-
portionnels à β.
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7. Évolution cohérente du spin du trou

individuelle du spin de chaque boîte, qui se caractérise par un temps T2 de plusieurs ordres

de grandeurs supérieur à T ∗2 [124].

Les techniques d'écho de spin permettent de contourner le problème posé par l'inhomo-

généité [132]. Cependant, ces techniques sont délicates et laborieuses. La méthode du �mode

locking�, initiée par A. Greilich et coll. [125, 133, 134] sur des boîtes dopées n, est plus simple

et plus robuste. De plus elle ne nécessite pas de développement expérimental particulier, elle

repose seulement sur l'observation du signal de cohérence aux délais pompe-sonde négatifs.

Le principe est le suivant :

1. Le laser impulsionnel, fonctionnant en �modes synchronisés�, délivre un train d'im-

pulsions séparées d'une période �xe TL. Les impulsions, polarisées circulairement,

initialisent le spin résident suivant une direction transverse au champ magnétique ap-

pliqué. L'ensemble des spins de chaque boîte se mettent à précesser. En raison de la

dispersion, le signal de précession de l'ensemble des spins est rapidement amorti bien

avant l'arrivée de l'impulsion d'excitation suivante (T ∗2 < TL).

2. Si le temps de cohérence T2 de chaque boîte est supérieur à TL, l'oscillation cohé-

rente du spin résident de chaque boîte est préservée, jusqu'à l'arrivée de l'impulsion

d'excitation suivante.

3. Dans l'ensemble des boîtes quantiques sondées, il existe des sous-ensembles dont les

fréquences de précession wk des spins résidents satisfont la condition suivante :

wk = kΩ, Ω = 2π/TL, k ∈ N (7.9)

Cette condition traduit que les spins résidents de ces sous-ensembles réalisent un

nombre de tours entier pendant la période TL séparant deux impulsions. En consé-

quence, les spins se retrouvent donc tous alignés, suivant la direction d'initialisation

z, à l'arrivée de l'impulsion suivante (instant t = T−L ≡ 0−).

4. Aux délais pompe-sonde négatifs, les familles de spins respectant la condition 7.9

interfèrent donc de manière constructive, et contribuent majoritairement au signal

[125]. Bien que T ∗2 < TL , on observe un retour du signal de cohérence aux délais

négatifs. La synchronisation des modes optiques du laser est ainsi transférée au système

d'ensemble de spins.

Précisons que l'observation d'un signal de cohérence, aux délais pompe-sonde négatifs, a

déjà été reportée sur des électrons résidents, dans des situations expérimentales où T ∗2 >

TL [4, 135]. Cela est un cas clairement di�érent, qui ne correspond pas au mécanisme de

synchronisation.

7.1.4 Expérience

La �gure 7.2 présente les résultats de l'expérience de DCP, en con�guration pompe-sonde

résolue en temps, pour di�érentes valeurs de champ magnétique appliqué en con�guration
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Voigt. L'énergie de l'impulsion pompe est résonnante avec celle de l'impulsion sonde, à 1.35

eV. Le faisceau pompe est polarisé circulairement. Les spins photocréés et résidents sont

initialisés suivant la direction z de propagation de la lumière.

Sur les courbes de la �gure 7.2, on constate des oscillations du signal de DCP dans notre

échantillon. Ces oscillations, dont la fréquence augmente avec l'amplitude du champ ~Bx,

témoignent de l'évolution cohérente de la polarisation de spin en présence du champ ma-

gnétique transverse.

Deux régimes d'oscillations sont à distinguer :

� Un premier, pour les délais pompe-sonde inférieurs à 2 ns, où les oscillations sont

le re�et de deux contributions : les précessions des spins des électrons photocréés

dans l'état trion, et celles des spins des trous résidents. Les oscillations aux temps

courts (∆t .2 ns ) sont rapidement amorties, et ce, d'autant plus vite que l'amplitude

du champ ~Bx augmente. L'amortissement provient, d'une part de la recombinaison

radiative (Tr= 800 ps) des trions, et d'autre part des dispersions des facteurs de Landé

transverses des électrons et des trous ; ces dernières sont responsables de la diminution

du temps cohérence T ∗2 inhomogène avec l'amplitude du champ. Le temps de cohérence

inhomogène T ∗2 est de quelques centaines de ps dans la gamme de champ étudiée, donc

bien inférieur à la période de répétition du laser TL.

� Le second régime que l'on observe, en détail sur les courbes de la �gure 7.2(b), s'ex-

prime pour les délais pompe-sonde négatifs. Bien que les oscillations soient moins

amples que celles aux délais positifs, le retour du signal de cohérence aux délais né-

gatifs est manifeste. Ce signal est sans ambiguïté associé au spin de l'espèce résidente

dans les boîtes quantiques. Le signal observé aux temps négatifs est dû, majoritai-

rement, aux familles de boîtes quantiques respectant la condition de synchronisation

(7.9).

La synchronisation est obtenue à la condition que le temps de cohérence homogène T2 de

chaque boîte soit bien supérieur à la période de répétition du laser (13 ns). Cela constitue en

soi une première information concernant le temps de cohérence du spin du trou. Un temps

de cohérence T2 long, associé à la répétition des impulsions, nous permet donc d'observer

un signal de cohérence dû à une collection de sous-ensembles �quasi homogènes� de boîtes

quantiques.

A�n, d'une part, de comprendre plus �nement le mécanisme de synchronisation, et d'autre

part, d'extraire la valeur du facteur de Landé du trou, nous présentons une modélisation du

signal de DCP, que nous confrontons ensuite aux résultats expérimentaux.
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Figure 7.2: (a) Courbes de DCP résolues en temps pour di�érentes valeurs du champ
magnétique Bx appliqué. (b) Agrandissement du signal DCP aux délais pompe-sonde négatifs.
Pour clarté, les courbes sont décalées verticalement les unes des autres.
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7.1.5 Modélisation du signal de cohérence

Modèle

Les auteurs des références [130, 136] ont mis en évidence que la polarisation de spin,

issue de la recombinaison radiative des trions, peut contribuer au signal de cohérence du spin

résident. Ce phénomène porte le nom de cohérence spontanée. Cette cohérence est obtenue

si la largeur homogène de la transition fondamentale (∼ 1µeV) est supérieure à la séparation

d'énergie Zeeman des états excités et fondamentaux (∼ 15µeV pour Bx = 1 T). Dans la

gamme de champ que nous étudions (0.1-1 T), la séparation Zeeman des niveaux d'énergie

est comprise entre 1 et 15µeV. On peut donc raisonnablement négliger ce phénomène dans

notre cas.

La démarche du calcul est similaire à celle entreprise dans la référence [125] :

� On décrit la polarisation de spin, dans une boîte quantique unique, en considérant la

répétition des impulsions et les précessions de spin dans les états excité et fondamental.

� On suppose que la dispersion du facteur de Landé est l'unique source d'inhomogénéité

dans l'échantillon de boîtes quantiques.

� On considère ensuite la polarisation de spin d'un ensemble de boîtes quantiques dis-

tribué en fonction du facteur de Landé.

La polarisation de spin est décrite dans le formalisme de pseudo-spin (cf. chapitre 4) où les

vecteur ~Sh et ~Se représentent, respectivement, les polarisations de spin du trou et du trion.

Avec ces considérations, les polarisations de spin dans une boîte quantique évoluent tempo-

rellement de la manière suivante :Sey(t) = −Sez(0+) sinwet exp(− t
T e2

)

Sez(t) = Sez(0
+) coswet exp(− t

T e2
)

S
h
y (t) = [Shy (0+) coswht− Shz (0+) sinwht] exp(− t

Th2
)

Shz (t) = [Shz (0+) coswht+ Shy (0+) sinwht] exp(− t
Th2

)

(7.10)

où T h2 est le temps de cohérence du trou dans la boîte considérée et T e2 celui de l'électron

dans l'état trion. ~Sh(0+) et ~Se(0+) sont, respectivement, les polarisations de spin du trou

et du trion, juste après l'impulsion d'excitation.

A l'instant précédant l'impulsion (t = 0−), seuls les états du trou sont occupés (TL � TR).

Les polarisations du système aux instants t = 0+ et t = 0− sont reliées de la manière

suivante (cf. chap. 4 et section 7.1.2) :~Se(0+) =
(
0, 0, −A[1

2 − S
h
z (0−)]

)
~Sh(0+) =

(
0, CShx(0−), 1

2(BShz (0−) +A)
) (7.11)

avec A = 1
2 sin2( θ2), B = 1 + cos2( θ2) , C = cos( θ2) et θ l'aire d'impulsion.

La solution dans le régime stationnaire, où l'e�et de chaque pulse sur le système est le même,

est donnée par la condition périodique suivante :~Sh(t) = ~Sh(t+ TL)

~Se(t) = ~Se(t+ TL)
(7.12)
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7. Évolution cohérente du spin du trou

Cette condition se traduit au temps t = 0− par : ~Sh(0−) = ~Sh(TL), (~Se(TL) = 0). La

résolution de cette dernière équation permet de déterminer la dynamique de spin sur une

boîte unique.

Les polarisations moyennes de l'ensemble [~Shmoy(t), ~S
e
moy(t)] distribuées en fonction des

facteurs de Landé, sont données par les intégrations suivantes :~Shmoy(t) =
´
~Sh(t)Ph(gh,x)dgh,x

~Semoy(t) =
´
~Se(t)Pe(ge,x)dge,x

(7.13)

où Ph et Pe sont, respectivement, les distributions des facteurs de Landé transverses du trou

et de l'électron dans l'état trion. On choisit des distributions de type gaussienne :

Pi =
1√

2πσi,x
exp[−

(gmoyi,x − gi,x)2

2σ2
i,x

], i = h, e

où σi,x est la dispersion du facteur de Landé transverse et gmoyi,x sa valeur moyenne sur

l'ensemble des boîtes sondées. Précisons que la forme de la distribution in�uence peu la

dynamique de spin sur l'ensemble (une distribution lorentzienne conduit aux mêmes ré-

sultats). On rappelle que le signal expérimental de DCP est proportionnel à la quantité

Shz,moy − Sez,moy.

Simulations

La �gure 7.3 (b) présente les résultats d'une simulation pour di�érentes valeurs du champ

magnétique transverse. Lorsque l'on compare ces résultats aux courbes expérimentales, on

constate que les e�ets principaux sont reproduits :

� un régime d'oscillations aux temps courts, qui est le re�et de la précession des trions

et des trous ;

� un retour du signal aux délais pompe-sonde négatifs qui correspond à la synchronisa-

tion des modes de précession des di�érentes familles de trou.

Les valeurs des paramètres utilisées sont les suivantes :

-|ge,x| = 0.38, valeur mesurée au LPCNO par le groupe de X. Marie et T. Amand ; la disper-

sion relative du facteur de Landé
∣∣∣ σe,xgmoye,x

∣∣∣ est de 0.15, ce qui est proche de la valeur déterminée

dans la référence [75], dans des boîtes dopées p d'InAs.

-Le temps de cohérence homogène T e2 de l'électron dans l'état trion est principalement limité

par le temps de recombinaison radiative. En conséquence, nous considérons : T e2 = Tr.

-Le temps de cohérence homogène du trou T h2 est ajusté avec une valeur d'une microse-

conde, ce qui correspond à l'ordre de grandeur du temps de relaxation de spin du trou T h1
mesuré dans le chapitre 4. Précisons toutefois que, en raison de la plage temporelle étudiée,

les simulations ne permettent pas de déterminer avec précision le temps de cohérence T h2 .

En e�et, une plage de T h2 comprise entre 500 ns et 5 µs conduit à des ajustements similaires

pour les valeurs de champ magnétique étudiées.

-Les valeurs de l'angle de Rabi θ sont ajustées à 0.75π, 0.65π et 0.6π pour, respectivement,
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7.1. Synchronisation des modes de précession, expérience à une impulsion
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Figure 7.3: Courbes de DCP expérimentales (a) et simulées (b). La �gure (c) est un agran-
dissement des courbes expérimentales et simulées aux temps négatifs. gh,x =(0.43, 0.42, 0.43)
θ =(0.75 π, 0.65π, 0.6 π) pour respectivement Bx =(118, 333, 1060) mT. Les paramètres
d'ajustement qui sont communs aux trois simulations, sont précisés dans le texte.

Bx =118, 333 et 1030 mT. Les courbes expérimentales n'ont pas été obtenues dans des

conditions optiques strictement identiques, ce qui explique les di�érentes valeurs ajustées

de l'angle de Rabi.

A�n de déterminer le facteur de Landé gh,x transverse du trou, une attention particulière

est donnée aux simulations pour les délais pompe-sonde négatifs [cf. �gure 7.3 (c)]. Les

ajustements conduisent à un bon accord avec les courbes expérimentales pour un facteur de

Landé moyen gmoyh,x =0.43± 0.01, avec une dispersion relative

∣∣∣∣ σh,xgmoyh,x

∣∣∣∣ de 35%.
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7. Évolution cohérente du spin du trou

Bilan

Facteur de Landé transverse du trou

La valeur du facteur de Landé transverse moyen du trou que l'on mesure est relativement

grande et dispersée. En e�et, les expériences de �spin noise� menées par S. Crooker et coll.

[137], sur un ensemble de boîtes quantiques d'InAs/GaAs, conduisent à une valeur de 0.05 à

0.2 pour des boîtes présentant une transition fondamentale dont l'énergie est comprise entre

1.40 eV à 1.38 eV. Cependant, plusieurs travaux ont mis en évidence que le facteur de Landé

transverse du trou est particulièrement sensible à l'énergie de con�nement, à l'anisotropie

de forme et aux contraintes [138, 139, 140]. Précisément, les auteurs de la référence [140]

montrent qu'une valeur voisine de 0.4 est compatible avec des boîtes présentant une base

elliptique, dont le rapport des longueurs entre les directions [110] et [11̄0] est voisin de 1.4,

et un gap voisin de 1.3 eV. Ceci pourrait être une première indication de la morphologie des

boîtes quantiques dans notre échantillon.

Discrétisation des modes de précession

La �gure 7.4 présente le résultat du calcul de la projection du spin du trou Shz , à l'ins-

tant t = 0− précédant l'impulsion, en fonction du facteur de Landé transverse du trou. Le

spectre, quasi discret, résonne pour les familles de spins satisfaisant la condition de synchro-

nisation des phases (CSP) [cf. équation (7.9)]. Cette discrétisation des modes de précession

est à l'origine du retour du signal de cohérence de spin des trous aux délais pompe-sonde

négatifs [cf. �gure (7.2)]. Ajoutons que le retour du signal aux temps négatifs devrait être

observable, en théorie, pour des délais pompe-sonde de l'ordre du temps de cohérence ho-

mogène T h2 [125].

Néanmoins, les modes de précession sont synchronisés avec une certaine largeur, qui diminue

avec l'amplitude du champ magnétique appliqué [voir �gure (7.4) (a) et (b)]. De plus, en

raison de la dispersion importante du facteur de Landé transverse du trou sur l'ensemble

des boîtes sondées, le nombre de modes synchronisés est important, et ce, d'autant plus que

l'amplitude du champ augmente.

En conséquence, le temps de cohérence inhomogène T h∗2 de l'ensemble des familles synchro-

nisées, est semblable à celui d'une distribution continue de modes de précession [cf. courbe

noire des �gures 7.4 (a) et (b)] :

T h∗2 ' ~/(µBBxσh,x) (7.14)

où σh,x est la dispersion du facteur de Landé transverse du trou. Ce temps T h∗2 contrôle

l'amortissement des oscillations aux délais pompe-sonde positifs et négatifs.

Un autre paramètre déterminant, concernant la synchronisation des modes de précession,

est l'aire de l'impulsion d'excitation. La �gure 7.4 (a) illustre ce propos :

� Un pulse d'angle de Rabi de 0.75π synchronise une grande distribution de boîtes (cf.

�gure 7.4 (a), courbe verte), celles respectant la CSP mais également celles réalisant

un nombre de tours demi-entier entre deux impulsions [wk = (k+ 1
2) 2π
TL
]. Cependant le
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Figure 7.4: Polarisation Shz (0−) de spin du trou, à l'instant précédant l'impulsion d'exci-
tation (t = 0−), en fonction du facteur de Landé transverse ghx. (a) Pour un champ ma-
gnétique Bx de 118 mT et des aires d'impulsion d'excitation d'angle de Rabi 0.75π (courbe
verte) et 0.35π (courbe rouge). (b) Pour un champ magnétique Bx de 200 mT et une aire
d'impulsion d'excitation d'angle de Rabi 0.35π. Les paramètres utilisés sont les suivants :

T h2 = 1µs,
∣∣∣gmoyh,x

∣∣∣ = 0.43, σh,x

|gmoyh,x |
= 35%. L'enveloppe noire traduit la distribution gaussienne

du facteur de Landé.
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7. Évolution cohérente du spin du trou

degré de synchronisation de ces boîtes, dont la projection du spin est opposée à celles

satisfaisant la CSP, n'est que d'1/3. Le signal reste majoritairement dû aux familles

respectant la CSP.

� Un pulse de Rabi plus faible, par exemple 0.35π (cf. �gure 7.4 (a), courbe rouge),

conduit à un spectre plus étroit où seules les familles respectant la CSP contribuent

au signal.

En conclusion, le comportement du signal est donc principalement contrôlé par la disper-

sion du facteur de Landé et l'angle de Rabi. On comprend ainsi que les ajustements ne

peuvent prétendre à déterminer précisément la valeur du T h2 et son évolution avec le champ

magnétique. Une plage de T h2 comprise entre 500 ns et 5 µs conduit à des ajustements

satisfaisants pour les valeurs de champ magnétique étudiées. Précisons toutefois que notre

mesure permet d'estimer le temps de cohérence homogène moyen des boîtes synchronisées.

Cependant, ce résultat est cohérent avec les observations expérimentales des auteurs des

références [141, 128]. En e�et, Degreeve et coll. et Brunner et coll. estiment un temps de

cohérence T h2 de spin du trou de l'ordre de la microseconde sur une boîte unique pour,

respectivement, des champs magnétiques de 8 T et 2T. En revanche, concernant le méca-

nisme de décohérence, les explications divergent, et la démonstration claire d'un mécanisme

dominant n'a pas été apportée.

7.2 Expérience à deux impulsions, écho du signal de

cohérence

Dans la partie précédente, nous avons mis en évidence que le train d'impulsions, associé

à un champ magnétique transverse, conduit à l'observation d'un signal de cohérence de spin

des trous induit par des familles particulières de boîtes quantiques spectralement 2 sélec-

tionnées. Nous nous intéressons, ici, au degré de contrôle que l'on peut opérer sur le signal

de cohérence de spin des trous. A cette �n, nous avons modi�é le protocole d'excitation de

la manière suivante : chaque impulsion pompe est séparée en deux impulsions de même po-

larisation et de même intensité, le délai TD entre les deux impulsions pompe est accordable

à l'aide d'une ligne à retard mécanique. Le détail du schéma expérimental est présenté au

chapitre 2.

La �gure 7.5 présente les résultats de l'expérience de DCP pour deux impulsions d'excitation

séparées de TD = 1.39 ns (courbe bleue). Le champ magnétique, appliqué en con�guration

Voigt, a une amplitude de 333 mT. On constate qu'il apparaît trois régimes d'oscillations

de spin des trous :

� Un premier qui précède le passage de la première impulsion (ce qui est similaire à

l'expérience à une impulsion).

2. Le mot spectral est employé ici du point de vue de la fréquence de précession (énergie Zeeman) du
spin du trou dans une boîte quantique.
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7.2. Expérience à deux impulsions, écho du signal de cohérence
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Figure 7.5: Signal de DCP résolu en temps pour un champ magnétique Bx =333 mT. La
courbe en bleu (rouge) correspond à l'expérience réalisée avec un protocole d'excitation à deux
impulsions (à une impulsion). Le délai temporel TD entre les deux impulsions d'excitation
est �xé à 1.39 ns.

� Un second qui précède le passage de la deuxième impulsion, que l'on attribue aux

trous car TD > TR > T e∗2 .

� Un troisième qui débute à un délai temporel égal à la séparation des deux impulsions.

Ce dernier régime correspond à un écho de la seconde impulsion. On peut le comprendre

ainsi : les boîtes quantiques qui participent au signal sont synchronisées par les deux im-

pulsions pompe. Les fréquences de Larmor des trous résidents en question doivent donc

satisfaire aux deux conditions suivantes :

wh = 2πk/TD, k ∈ N (7.15)

wh = 2πp/(TL − TD), p ∈ N (7.16)

Les équations (7.15) et (7.16) entraînent que les di�érents spins se trouvent en phase aux

instants qui sont un multiple de TD et de (TL− TD). En conséquence, on observe un retour

du signal de cohérence de spin des trous aux temps négatifs de la première et de la seconde

impulsion, ainsi qu'aux délais pompe-sonde voisins de −TD. La synchronisation à deux im-

pulsions nous permet donc de distribuer temporellement le signal de précession des trous,

et d'observer ainsi un plus grand nombre d'oscillations dans notre fenêtre temporelle.
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7. Évolution cohérente du spin du trou
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Figure 7.6: (a) Expériences de DCP à deux impulsions pompe pour di�érentes valeurs du
champ magnétique. La �gure (b) est un agrandissement aux délais pompe-sonde négatifs.

Les courbes de la �gure 7.6, réalisées en fonction du champ magnétique, permettent d'ap-

puyer ce dernier point. On constate, pour Bx =118 et 240 mT, un régime d'oscillations

complet entre l'écho de la seconde impulsion (-TD) et l'instant précédant la première im-

pulsion [cf. �gure 7.6 (b)]. La condition de synchronisation (7.15) impose que les spins des

trous réalisent un nombre de tours entiers dans un intervalle de temps égale à TD . Pour

Bx = 118 mT et Bx = 240 mT, seule la famille de boîtes quantiques possédant un facteur

de Landé gh,x = 0.43 satisfait la condition (7.15) : les spins des trous réalisent un et deux

tours entiers pour, respectivement, Bx = 118 mT et Bx = 240 mT.

De plus, pour ces faibles valeurs de champ magnétique, le temps de déphasage inhomogène

T h∗2 est relativement long : T h∗2 ' ~/(µBBxσh,x)' 2 ns. Le signal est donc faiblement amorti,

ce qui permet d'observer pleinement les oscillations aux temps négatifs.

En revanche, pour des valeurs de champ plus élevées, 493 mT et 791 mT [cf. �gure 7.6 (b)],

le temps T h∗2 est plus court, et le signal est rapidement amorti de part et d'autre de l'écho

et de la première impulsion.

En conclusion, cette dernière expérience, permet de mettre en évidence : (i) l'initialisation

de la cohérence par une impulsion, (ii) le contrôle par une seconde et (ii) la lecture par une

troisième (sonde). Cela constitue les trois ingrédients de la manipulation cohérente d'un

système.

7.3 Conclusion et perspectives

Nous avons montré, dans ce chapitre, que le signal de cohérence d'un ensemble de trous

résidents est observable au-delà du temps de déphasage inhomogène. Cette observation est

rendue possible grâce à la synchronisation des modes de précession de spin des trous par le

train d'impulsions pompe. La synchronisation nous a permis de mettre en évidence, d'une

part, que le temps de cohérence homogène de spin du trou est au moins d'un ordre de gran-
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7.3. Conclusion et perspectives

deur supérieur à la période de répétition du laser, et d'autre part, que le facteur transverse

de Landé moyen du trou dans notre échantillon est de 0.43. Précisons à ce sujet que cette

valeur plutôt élevée du facteur Landé permet au système d'être contrôlé par des champs

extérieurs relativement modestes, ce qui présente un avantage certain . A l'avenir, une me-

sure du facteur de Landé du trou, en fonction de l'énergie des boîtes et de la direction dans

le plan de croissance, pourrait apporter des éléments de réponse plus précis concernant la

morphologie des boîtes quantiques dans notre échantillon.

Les expériences à deux impulsions d'excitation ont démontré la possibilité de distribuer

temporellement l'évolution cohérente d'un ensemble de spins. De plus, la condition de syn-

chronisation des phases à deux impulsions étant plus restrictive qu'à une seule impulsion, la

sélection spectrale sur l'ensemble des boîtes est plus e�cace. Dans ces conditions, le signal

de cohérence de spin des trous est induit par des sous-familles de boîtes quantiques quasi-

ment homogènes.

En revanche, nous n'avons pu estimer précisément le temps cohérence homogène du trou

et son évolution avec le champ magnétique appliqué. En outre, nous avons mis en évidence

au chapitre 5, les rôles : de l'interaction hyper�ne, de l'interaction trou-phonon et de l'envi-

ronnement électrostatique (plans d'accepteurs), en fonction de la température et du champ

magnétique, sur le temps de relaxation T h1 de spin du trou. Il est donc naturel de s'interro-

ger sur les rôles de ces mécanismes concernant la relaxation de la phase. Des expériences,

résolues en fréquence, analogues à celles présentées dans le chapitre 5, pourraient permettre

d'étudier la dynamique de l'évolution cohérente de spin des trous sur une plus grande échelle

de temps, et de déterminer ainsi, plus précisément, l'évolution du temps de cohérence T h2
en fonction du champ magnétique et de la température.

Concluons sur le fait que l'observation franche d'un signal de cohérence de spin des trous

ouvre la voie à des manipulations quantiques �nes comme, par exemple, le contrôle cohérent

d'un qubit de spin de trou par e�et Stark optique.
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Chapitre 8

Conclusion

Ce travail de thèse, essentiellement basé sur des expériences pompe-sonde en con�gura-

tion de dichroïsme circulaire résolu en temps et en polarisation, a porté sur l'étude de la

dynamique de spin du trou dans un ensemble de boîtes quantiques d'InAs dopée p. Di�é-

rents volets des propriétés de spin du trou ont été étudiés, expérimentalement et à l'aide de

modélisations.

Les principaux résultats obtenus et exposés dans ce manuscrit sont résumés ci-dessous :

La mise en ÷uvre d'une expérience pompe-sonde à deux couleurs a permis de mettre en

évidence que l'orientation optique de spin du trou résident peut être obtenue sous pompage

résonnant et non résonnant. Sous excitation résonnante, deux contributions de signes oppo-

sés participent à la polarisation de spin résidente. Celle provenant de l'émission spontanée

du trion, ainsi que celle issue de l'absorption résonnante de l'impulsion (contribution stimu-

lée). La polarisation de spin résidente perdure au-delà du temps de vie radiatif des trions, en

raison de l'interaction hyper�ne de l'électron dans l'état trion qui limite ainsi la contribution

spontanée. Dans le cas non résonnant, la polarisation de spin du trou est rendue possible

grâce à la dépolarisation e�cace du spin du trou photocréé dans la couche de mouillage.

La polarisation de spin résidente est uniquement induite par l'émission spontanée du trion.

Ce mécanisme conduit à une polarisation de spin résidente d'orientation moyenne opposée

à celle du trou photocréé. Finalement, le choix de l'énergie d'excitation permet d'orienter

la polarisation de spin résidente, indépendamment de celle du trion photocréé (chapitre 4).

Il a été établi en 2009 que l'interaction hyper�ne trou-noyaux est le mécanisme dominant la

relaxation de spin du trou à basse température et sans champ magnétique appliqué. Cette

relaxation provient des termes transverses du couplage hyper�n, qui sont induits par le mé-

lange des états de valence lourds et légers. Les modélisations du comportement temporel,

sur 13 ns, des polarisations de spin du trou et du trion sous excitation résonnante et non

résonnante ont permis d'appuyer les interprétations expérimentales des mécanismes de po-

larisation et de relaxation de spin.
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8. Conclusion

Dans le chapitre 5, nous nous sommes consacrés à l'étude de la dynamique de spin du

trou résident sur une échelle de temps bien supérieure à la dizaine de nanosecondes. Cette

étude a été rendue possible grâce à une approche expérimentale originale basée sur la réso-

lution fréquentielle du signal de dichroïsme circulaire photoinduit.

Le mécanisme de relaxation hyper�ne s'est révélé être multi-échelle : dans un premier temps,

il se manifeste de manière partielle sur une dizaine de nanosecondes ; il s'a�rme ensuite sur

une échelle de temps bien plus longue de l'ordre de la micro-seconde. Cette seconde échelle

de temps est liée à la dynamique interne des spins nucléaires, associée au caractère inhomo-

gène de la fonction d'onde du trou.

Le couplage hyper�n pouvant être inhibé par un champ de quelques mT, nous avons éga-

lement étudié la nature des mécanismes de relaxation de spin du trou lorsque l'interaction

hyper�ne est écrantée. Des études sous champ magnétique et à température variable ont per-

mis de révéler que la relaxation de spin du trou est contrôlée par l'interaction trou-phonon

au deuxième ordre, et ce, à faible champ magnétique et pour une température supérieure

à 15 K. Ce résultat constitue la première mise en évidence expérimentale de ce mécanisme

dans les boîtes quantiques.

L'existence d'un couplage hyper�n trou-noyaux tridimensionnel ayant été établie, s'est alors

posée la question de la possibilité de polariser les spins nucléaires via cette interaction. Nous

avons démontré, dans le chapitre 6, que notre technique pompe-sonde permet d'étudier les

e�ets nucléaires sur un ensemble de boîtes quantiques. A travers le terme longitudinal de

l'interaction hyper�ne trou-noyaux, nous avons mesuré le champ Overhauser exercé sur le

spin résident du trou. Nous avons ainsi mis en évidence que, sous excitation pulsée ré-

sonnante, le trou induit majoritairement la polarisation dynamique nucléaire, dans notre

échantillon de boites quantiques dopées p. Le niveau de polarisation ∼ 0, 5 % atteint ne

fait certes pas du trou un candidat particulièrement prometteur pour manipuler le spin des

noyaux. Cependant, l'observation d'une polarisation des noyaux induite par le trou renforce

la nécessité de prendre en compte, dans toute interprétation future, l'interaction hyper�ne

subie par le trou. Cette dernière ayant une in�uence non seulement sur la dynamique de

spin du trou, mais également sur celle des noyaux.

Les derniers résultats de ce mémoire (chapitre 7) portent sur la manipulation cohérente

du spin du trou. Nous avons montré que le signal de cohérence d'un ensemble de trous

résidents est observable au-delà du temps de déphasage inhomogène. Cette observation est

rendue possible grâce à la sélection fréquentielle des modes de précession des spins de trou

par le train d'impulsions pompe. Dans ces conditions, le signal de cohérence de spin des trous

est induit par des sous-familles de boîtes quantiques quasiment homogènes. Le développe-

ment d'une expérience basée sur un protocole d'excitation à deux impulsions, a démontré

la possibilité de distribuer temporellement l'évolution cohérente d'un ensemble de spins. En

revanche, nous n'avons pu estimer précisément le temps de cohérence homogène du trou

et son évolution avec le champ magnétique appliqué. Néanmoins, les simulations réalisées
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indiquent qu'une valeur d'au moins 500 ns semble être un minimum dans notre échantillon.

Ce dernier point est particulièrement prometteur. D'une part, il ouvre la possibilité d'étu-

dier le signal de cohérence sur une échelle de temps longue, et de pouvoir ainsi déterminer

précisément le temps de cohérence et les mécanismes contrôlant la relaxation de la phase.

D'autre part, l'observation franche d'un signal de cohérence de spin des trous ouvre la voie

de manipulations quantiques audacieuses comme, par exemple, le contrôle cohérent d'un

qubit de spin de trou par e�et Stark optique.

Toutes les études présentées ici ont été réalisées sur un ensemble de boîtes quantiques. A�n

de s'a�ranchir des e�ets d'inhomogénéité, il apparaît indispensable d'évoluer vers l'étude

de spins uniques. Pour atteindre cet objectif, une option est d'insérer les boîtes quantiques

dans une microcavité. Ceci devrait permettre d'exalter le signal pompe-sonde de dichroïsme

[142, 143]. Des expériences très intéressantes pourraient être alors envisagées. On peut ima-

giner, par exemple en con�guration Voigt, que l'association de la sélection fréquentielle des

boîtes, opérée par le train d'impulsion, et de la sélection spectrale imposée par la cavité,

conduise à manipuler un ensemble de boîtes extrêmement homogène. Ainsi, l'association

d'un temps de cohérence long et d'un signal fort détectable, pourrait se révéler être une

alternative très intéressante par rapport à l'étude d'une boîte unique.
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Annexe A

Dynamique du système

électron-noyaux en interaction

hyper�ne, méthode exacte

Nous présentons ici un modèle permettant de calculer la dynamique de spin du système

électron-noyaux soumis à l'interaction hyper�ne dans une boîte quantique [144, 57, 145].

Cette annexe est en relation avec le chapitres 3.

Hypothèses

Le modèle proposé par G. G. Kozlov [57] est basé sur la résolution exacte de l'hamiltonien

hyper�n. Les hypothèses de départ sont les suivantes :

� Les noyaux sont supposés de spin 1/2 et de même espèce.

� La fonction d'onde électronique est constante (|Φ(~r)|
2

=cst). En conséquence le cou-

plage hyper�n est homogène tout point de l'espace intérieur à la boîte quantique.

� L'e�et Zemman sur les noyaux est négligé devant celui du porteur de spin électronique.

Compte tenu de ces hypothèses, le hamiltonien hyper�n en présence d'un champ Bz appliqué

se simpli�e de la manière suivante :

H = ~wSz +A‖SzIz +A⊥(S+I− + S−I+) avec ~w = µBgeBz (A.1)

où ~I =
∑

j
~Ij est l'opérateur de spin nucléaire total, A‖et A⊥ sont les constantes de couplage

homogène suivant z et (x,y) respectivement, A‖ = cst. Dans le cas de l'électron de conduc-

tion, le couplage est isotrope : A⊥ =
A‖
2 . En revanche, pour le cas du trou, l'hamiltonien est

anisotrope : A⊥ = α
A‖
2 (α < 1, cf. chapitre 3).

Base des états

Les systèmes électronique et nucléaire sont quanti�és.

Le hamiltonien dépend du moment cinétique de spin nucléaire total du système. Il est donc
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A. Dynamique du système électron-noyaux en interaction hyperfine,
méthode exacte

commode de décrire le système nucléaire dans une base propre des opérateurs I2 et Iz : |J, L〉
où J est le nombre quantique relatif au moment nucléaire total tel que

〈
I

2〉
= J(J+1), et L

la projection du moment total suivant z. La base décrit le système complet électron-noyaux

lorsqu'on y ajoute les états du spin électronique, par le produit tensoriel suivant :

{∣∣Sz〉⊗ |J, L〉 ≡ ∣∣Sz, J, L〉} (A.2)

où Sz = ±1
2 , L = J, J − 1, ...,−J , et J = 0, 1, .., N2 (avec un nombre N de noyaux pair).

Hamiltonien diagonal par blocs

Un état quelconque du système est couplé , à travers le Hamiltonien A.1, à un seul autre

état de même moment nucléaire total J :

∣∣−1

2
, J, L

〉
↔
∣∣1
2
, J, L− 1

〉
(A.3)

Les éléments de matrice du couplage hyper�n sont donnés par :

〈
−1

2
, J, L

∣∣A⊥S−I+

∣∣1
2
, J, L− 1

〉
=
〈1

2
, J, L− 1

∣∣A⊥S+I−
∣∣−1

2
, J, L

〉
(A.4)

= A⊥
√
J(J + 1)− L(L− 1) (A.5)

Ces dernières considérations permettent d'obtenir une représentation matricielle diagonale

par blocs de H. En e�et, pour un moment total J donné, et en ordonnant la base des états

de la manière suivante :

∣∣1
2
, J , J

〉
,
∣∣−1

2
, J , J

〉
,
∣∣1
2
, J , J − 1

〉
, ...,

∣∣−1

2
, J , 1− J

〉
,
∣∣1
2
, J ,−J

〉
,
∣∣−1

2
, J ,−J

〉
(A.6)

on déduit que H est composée de sous-matrices HJ indépendantes et de moment total J , où

chaque HJ est construite à partir de blocs à deux dimensions HJL (les états sont seulement

couplés deux à deux). La dimension de Hj est 2(2J + 1).

Un bloc élémentaire HJL s'écrit, dans le sous-espace {
∣∣−1

2 , J , L
〉
,
∣∣1

2 , J , L− 1
〉
}, de la ma-

nière suivante :

HJL =

[
−(~w +A‖L)/2 A⊥

√
J(J + 1)− L(L− 1)

A⊥
√
J(J + 1)− L(L− 1) (~w +A‖(L− 1))/2

]
(
∣∣− 1

2
,J ,L
〉
,
∣∣ 1

2
,J ,L−1

〉
)

(A.7)

où L = J, J − 1, ..., 1 − J . Précisons que les états
∣∣1

2 , J , J
〉
et
∣∣−1

2 , J ,−J
〉
sont des états

propres du hamiltonien H. Ils constituent les blocs terminaux de HJ , avec pour éléments

de matrice : HJ, ini = (~w +A‖J)/2 et HJ, fin = −(~w +A‖J)/2.
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Structure du hamiltonien

Une fois la bonne représentation matricielle obtenue, le problème est quasiment résolu.

Avec les considérations précédentes, on peut écrire H de la manière suivante :

H =



H0

. . .

HJ

. . .

HN
2


où HJ =


HJ, ini

HJJ

. . .

HJ−J

HJ, fin

 (A.8)

Multiplicité des blocs

En réalité la base {|Sz, J, L〉} n'est pas complète, les nombre quantiques Sz, J et L ne

su�sent pas à rendre les états électron-noyaux uniquement spéci�és. En e�et, il y plusieurs

façons de sommer N spins nucléaire pour obtenir un moment cinétique total J. Le nombre

Γ(J) de combinaisons possibles est donnée par la relation suivante :

Γ(J) = C
N
2
−J

N − C
N
2
−J−1

N

où C désigne le coe�cient binomial. Le nombre de blocs Hj de moment total J est donc

Γ(J).

Dynamique temporelle du système

Sructure de la matrice densité

Considérons le système soumis à une succession périodique (Tm) d'impulsions d'excitation.

A l'instant initial, la polarisation nucléaire est nulle et la matrice densité nucléaire est

equidiagonale :ρn = Id/G, où Id est la matrice identité et G le nombre d'état nucléaires

(G = 2N ). A chaque instant t = Tm (m = 0, 1, 2, ...), l'impulsion optique polarise le

porteur de spin électronique :

ρe(Tm) =

[
cos2 θ 0

0 sin2 θ

]
(
∣∣ 1

2

〉
,
∣∣− 1

2

〉
)

(A.9)

où ρe est matrice densité électronique, et θ un paramètre qui contrôle le degré de polarisation

de spin électronique photocréée. Pendant les impulsions lasers de courtes durées, le système

nucléaire n'est pas modi�é. On suppose que l'évolution cohérente du système électron-noyau

est interrompue par l'impulsion. En conséquence, la matrice densité totale juste après chaque

impulsion (instant T+
m) est factorisable de la manière suivante :

ρ(T+
m) = ρn(T+

m)⊗

[
cos2 θ 0

0 sin2 θ

]
(A.10)
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A. Dynamique du système électron-noyaux en interaction hyperfine,
méthode exacte

A l'instant initial t = 0, les matrices ρn et ρe étant diagonales, l'évolution hamiltonienne de

ρ conduit donc à une structure matricielle identique à celle du hamiltonien H : diagonale

par blocs ρJL.

Dynamique

Les considérations précédentes permettent de calculer la dynamique du système entre deux

impulsions. les matricesH et ρ étant toutes deux diagonales par blocs, le problème se résume

à traiter l'évolution des sous-systèmes élémentaires à deux dimensions :

i~ρ̇JL = [HJL, ρJL] (A.11)

On considère la répétition des impulsions à travers la condition périodique suivante :

ρJL(Tm) = ρJL(Tm+1) (A.12)

Ce problème à deux niveaux se résout analytiquement. Une fois ρJL(t) déterminée, on

construit alors le bloc de moment J : ρJ(t). On déduit ensuite les observables nucléaire et

électronique de la manière suivante :〈
Sz(t)

〉
=
∑N/2

j=0 Γ(J)Tr[ρJ(t)Sz]〈
Iz(t)

〉
=
∑N/2

j=0 Γ(J)Tr[ρJ(t)Iz]
(A.13)

où Γ(J) est la multiplicité des blocs ρJ . Précisons que, hormis le cas présenté dans le cha-

pitre 3 (Bz = 0), les solutions sont numériques et le temps de calcul dépend du nombre de

noyaux considérés.

Remarque

Si l'on veut considérer de manière �nie la dispersion de la fonction d'onde électronique, on

introduit un nombre k de constantes Ak de couplage hyper�n di�érentes [145]. Le hamilto-

nien perd alors la structure élémentaire précédente. Cependant si le nombre k de couplages

di�érents reste modeste, des réductions par blocs sont encore possibles, et des algorithmes

particuliers [146, 147] permettent de diagonaliser H en un temps raisonnable [145].

Lois d'échelles

Les simulations sont e�ectuées avec un nombre Nsimu de noyaux. Pour faire correspondre

les simulations au cas réaliste d'une boîte quantique contenant un nombre Nréel de noyaux,

il convient de normaliser les résultats obtenus.

Énergie

Avec une densité électronique moyenne dans une boîte quantique de |̃Φ|2 = 2
ν0N

, la constante

hyper�ne homogène moyenne est A‖ = Ae |̃Φ|2ν0 = 2Ae

N . L'échelle d'énergie est donc ε =

Nréel/Nsimu. Par exemple, lorsque l'on simule l'évolution du système en présence d'un champ

170



magnétique appliqué, cela revient à multiplier l'amplitude de celui-ci par le facteur ε.

Temps

On a vu au chapitre 3 que le temps caractéristique T∆,1, de la dynamique de la polarisation

de spin induite par l'interaction hyper�ne, est donné par T∆,1 ∝
√
N . Pour correspondre à

un cas réaliste, l'échelle de temps simulée doit être multipliée par
√
Nréel/Nsimu.
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Annexe B

Reconstruction partielle de la

dynamique temporelle

Cette partie complète les résulats expérimentaux présentés dans le chapitre 5. Le com-

portement temporel de la dynamique �longue� du trou peut être reconstruit partiellement.

L'analyse fréquentielle permet de détecter le module et la phase de la composante de Fou-

rier choisie du signal S(t). On rappelle que S(t) est une fonction périodique (Tm = 2π/ωm)

décomposable en série :

S(t) = A(ε)

+∞∑
n=0

an cos(nωmt+ ϕn)

Expérimentalement, seuls les sept premières harmoniques (an,ϕn)n=1−7 sont accessibles avec

les détections synchrones dont nous disposons. Pour une fréquence de modulation donnée,

la somme des sept premières harmoniques permet de reconstruire partiellement le compor-

tement temporel de la dynamique aux temps longs (S7).

La �gure B.1 présente les résultats de cette expérience pour une fréquence de modulation de

50 kHz avec un rapport cyclique de 50 %. L'allure temporelle de la polarisation, construite

avec seulement sept harmoniques, ne permet pas d'extraire les temps caractéristiques sans

simulation. Il nous faut, là aussi, supposer un comportement particulier (déclin et montée

exponentielle) pour la dynamique de polarisation de spin du trou , simuler cette dynamique

avec sept harmoniques, et en�n la confronter aux données expérimentales.

Sur la �gure B.1 la courbe expérimentale de la polarisation temporelle est représentée en

rouge, la simulation en bleue. L'ajustement permet d'extraire un T1 de 850 ns et un τi de

440 ns. Les temps extraits sont cohérents avec ceux obtenues par la méthode du chapitre

5. De plus l'expérience, réalisée à une fréquence �xe de modulation, ne requiert que sept

mesures (une mesure pour chaque harmonique), ce qui présente un avantage au niveau du

temps d'acquisation expérimental. En e�et dans la con�guration présentée au chapitre 5

l'acquisition est réalisée dans une gamme fréquencielle allant de 1 à 100 kHz avec un pas

de 1kHz, ce qui correspond à 100 mesures. Cependant, la précision, concernant les temps

caractéristiques extraits, demeure plus faible que dans la con�guration présentée au cha-
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B. Reconstruction partielle de la dynamique temporelle
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Figure B.1: Reconstruction temporelle du signal expérimental de DCP (courbe rouge) et
simulé (courbe bleue) contenant les sept premières harmoniques, S7. La fréquence de modu-
lation est de 50 kHz le rapport cyclique de 50% (Tc = Ts = 10µs). L'ajustement est obtenu
avec T1 = 850 ns et τi = 440 ns.
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Figure B.2: Simulation du comportement temporel du signal de DCP contenant (a) 25
harmoniques S25 et (b) une in�nité S∞. Les simulations sont réalisées avec τi = 0.5 µs et
T1 =1 µs.

pitre 5. Ceci est dû au nombre réduit d'harmoniques détectés. En e�et, avec une détection

synchrone permettant d'extraire une vingtaine d'harmoniques le comportement temporel

pourrait être reconstruit de manière �able (voir B.2). Cela permettrait, de plus, d'obtenir

des informations sur la dynamique sans avoir à postuler, préalablement, un comportement

temporel particulier.
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