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M. Gwendal Fève Examinateur

M. Robert Whitney Examinateur

M. Frédéric Pierre Directeur de thèse
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Chapitre 1

Introduction

La mécanique quantique est indispensable pour décrire les conducteurs électriques :

cohésion du réseau cristallin, théorie des bandes, capacité calorifique, etc. Pourtant, à

l’échelle macroscopique, une description classique du transport de charge est souvent

in fine suffisante. La cause revient aux multiples interactions que subit un porteur de

charge avec son environnement (phonons, impuretés magnétiques, les autres charges,

etc.) qui brouillent rapidement sa phase quantique. Ce n’est que depuis les années

1980, avec les progrès en nano-fabrication par lithographie électronique et grâce aux

techniques de cryogénie, qu’il est possible d’étudier des conducteurs dans lesquels la

cohérence de phase est préservée, en dépit du nombre apparemment rédhibitoire de

degrés de liberté de l’environnement. Ces travaux ont mis en évidence des phénomènes

nouveaux (courants permanents dans un métal normal [1], charges fractionnaires [2–4],

etc.), permis de tester les fondements de la mécanique quantique (interférences à un [5]

ou deux [6] électrons, indiscernabilité quantique [7], etc.) et ouvert la voie au dévelop-

pement d’une électronique exploitant de nouvelles fonctionnalités quantiques (Squid,

qubits, etc.). Cette thèse expérimentale porte sur le transport électrique lorsque de

tels conducteurs cohérents sont assemblés dans un circuit, ainsi que sur le transport

quantique de la chaleur.

Dans les parties I et II de ce mémoire nous explorerons les lois de l’électricité

dans des circuits comportant des conducteurs cohérents distincts. Contrairement aux

conducteurs macroscopiques, le transport à travers un conducteur cohérent peut être

radicalement affecté par la présence des autres composants du circuit, quand bien

même il en serait séparé par des distances supérieures à la longueur de cohérence de

phase des électrons. En cause, la granularité du transfert de charge à travers le conduc-

teur cohérent qui résulte en un couplage non-linéaire des quasi-particules électroniques

aux modes électromagnétiques du circuit. Les lois classiques de composition des im-

pédances ne sont plus valables et de nouvelles lois quantiques de l’électricité doivent

être trouvées. Jusqu’à présent, l’essentiel des travaux a porté sur des circuits incluant

un cas particulier de conducteur cohérent : la jonction tunnel [8]. Ce travail de thèse

va au-delà en utilisant comme banc d’essai pour les conducteurs cohérents un système

9
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emblématique de la physique mésoscopique : le contact ponctuel quantique (Qpc).

Formé dans du Ga(Al)As, il permet de se placer à l’échelle élémentaire du canal de

conduction et d’en moduler les propriétés continûment par effet de champ.

Dans la partie III nous nous intéresserons au transport de chaleur dans les conduc-

teurs cohérents. Non seulement les dispositifs électroniques subissent un échauffement

qu’il est crucial de mâıtriser, mais les techniques de nano-structuration ouvrent la voie

à l’amélioration des propriétés thermiques des conducteurs, par exemple les rendements

des dispositifs thermoélectriques [9, 10]. Pourtant, l’étude expérimentale des aspects

thermiques des conducteurs cohérents souffre d’un important déficit en comparaison

de leurs aspects électriques, notamment en raison de l’extrême difficulté de mesurer

des températures et déterminer des courants de chaleur à l’échelle mésoscopique. Grâce

aux performances d’un système de mesure de bruit entièrement développé au Labora-

toire de Photonique et de Nanostructures et implémenté pendant ce travail de thèse,

nous avons mesuré pour la première fois la conductance thermique d’un unique canal

de conduction électronique et montré qu’elle est fondamentalement limitée par la mé-

canique quantique à une valeur Gth = (π2k2
B/3h)T , appelée quantum de conductance

thermique.

Le reste de ce chapitre a pour but de présenter certaines propriétés générales des

conducteurs cohérents et d’introduire plus précisément les trois parties constituant ce

mémoire. Pour chacune des parties, un court résumé des résultats obtenus pendant la

thèse sera par ailleurs délivré.
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1.1 Le canal de conduction, bloc élémentaire

des conducteurs cohérents

Nous présentons ici les propriétés des conducteurs cohérents qui seront importantes

par la suite en nous plaçant dans le cadre notoire de l’approche de diffusion [11–14],

qui décrit un conducteur cohérent directement connecté à une source de tension et en

l’absence d’interaction.

I

��

1-�� ��+1

1-��+1

�
Figure 1.1 – Conducteur cohérent dans l’approche de diffusion. Un conducteur co-
hérent est décomposé en canaux de conduction parallèles et indépendants qui sont entièrement
caractérisés par leur probabilité de transmission {τn}. À température nulle, les réservoirs in-
jectent un courant non-bruité – qu’on peut voir comme des paquets d’ondes électroniques
parfaitement ordonnés par le principe de Pauli – qui est partitionné si τn < 1.

Canal de conduction Dans l’approche de diffusion, un conducteur cohérent est dé-

composé en un ensemble de guides d’onde unidimensionnels, parallèles et indépendants,

appelés canaux de conduction (figure 1.1). Cette discrétisation en canaux est associée

au confinement dont les origines microscopiques sont diverses : grilles latérales dans un

Qpc [15] ou orbitales électroniques dans une jonction atomique [16] par exemple. Mais,

remarquablement, une fois établies les probabilités de transmission {τn} des électrons

dans les différents canaux, la plupart des propriétés du transport peuvent être dé-

duites indépendamment du matériau, de la géométrie ou de toute autre considération

microscopique sur le conducteur. Témoin le courant moyen qui s’exprime 1 :

I =
∑
n

In =
∑
n

τn
e2

h
V . (1.1)

Il est égal à la somme des courants In des canaux et dépend, outre la tension V et les

constantes fondamentales e et h, uniquement des probabilités de transmission τn.

Granularité du transfert de charge L’expression du bruit de partition (bruit en

courant à fréquence et température nulles) [14, 17, 18] est très instructive sur la façon

1. Pour simplifier, on a supposé les transmissions τn indépendantes de l’énergie.
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dont la charge circule dans les conducteurs cohérents [19] :

Sp =
∑
n

2eτn(1− τn)
e2

h
V (1.2)

Chaque canal produit un bruit sous-poissonien, réduit d’un facteur (1−τn) par rapport

à 2eIn. Dans le régime tunnel, où les probabilités de transmission sont très petites,

τn � 1, le bruit poissonien correspond au transport granulaire – c.-à-d. discrétisé – et

décorrélé des électrons à travers le conducteur cohérent. À l’opposé, dans un conducteur

balistique, τn = 1, le bruit de partition s’annule : les électrons sont ordonnés par

le principe de Pauli et la charge s’écoule continûment, comme dans une résistance

macroscopique.

Contact ponctuel quantique Au cours de ce travail de thèse, nous avons étudié le

transport à l’échelle élémentaire du canal de conduction. Pour cela, nous avons utilisé

un système archétypal : le contact ponctuel quantique (Qpc) formé dans du Ga(Al)As.

La quantification de la conductance [20, 21], mettant en évidence la pertinence des

canaux de conduction, et l’annulation du bruit de partition [22] furent observés pour

la première fois dans un Qpc. Ce système permet de contrôler in situ, au moyen d’une

simple tension de grille, le nombre de canaux de conduction et leur probabilité de

transmission. Nous avons de plus systématiquement travaillé dans le régime de l’effet

Hall quantique entier [23], où la séparation entre les différents canaux est presque

parfaite.
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1.2 Action d’un circuit linéaire sur un

conducteur cohérent

V
I

�(�)

Interaction
coulombienne

t’r

?

Figure 1.2 – Conducteur cohérent dans un circuit linéaire. L’interaction coulombienne
entre les quasi-particules du conducteur cohérent et les modes électromagnétiques du circuit,
lesquels sont décrits par une impédance linéaire Z(ω), résulte en une modification du transport
de charge à travers le conducteur cohérent.

Pendant les deux prochaines sections, nous étudierons ce qu’il advient lorsqu’un

conducteur cohérent court 2 est inséré dans un circuit sans être directement connecté

à une source de tension.

Pour commencer, nous considérons la situation représentée schématiquement sur la

figure 1.2, où le circuit peut être décrit par une impédance linéaire. Le problème à ré-

soudre est le suivant : connaissant l’impédance Z(ω) et les probabilités de transmission

τn qui caractérisent les canaux, quelle est la conductance du circuit ? Simple en appa-

rence, il s’agit en fait d’un problème complexe de physique à N-corps hors d’équilibre

qui n’est résolu expérimentalement et théoriquement que dans des cas limites 3 :

— dans la limite tunnel τn � 1 ; théoriquement [26, 30, 31] car chaque canal peut

être traité comme une petite perturbation du circuit ; expérimentalement [32, 33] car

la fabrication des jonctions tunnels est extrêmement bien maitrisée et leur petite taille

permet des énergies de charge importantes. Les études, d’abord limitées à des jonctions

petites et opaques, ont ensuite été étendues à des jonctions de grandes conductance [34]

et taille [35], puis au domaine des hautes fréquences [36] et au bruit [37, 38].

— dans la limite d’une très faible impédance série Re(Z) � RK ≡ h/e2 [39–44],

où l’impédance est traitée comme une perturbation des canaux.

Une partie de ce travail de thèse a consisté à étudier le cas général dans lequel un ca-

nal de transmission quelconque, τ∞ ∈ [0, 1], est inséré dans un circuit dont l’impédance

prend des valeurs de l’ordre du quantum de résistance RK et où l’effet du circuit sur

2. « Court » signifie que le temps de traversée du conducteur cohérent par les électrons est négli-
geable. En conséquence, les probabilités de transmission τn ne dépendent pas de l’énergie.

3. Dans ce mémoire de thèse nous nous concentrons sur les conducteurs cohérents courts, mais l’effet
d’une impédance sur d’autres types de conducteur cohérent a aussi été étudié [24–26] (par exemple,
un niveau résonant [27, 28] ou une impureté Kondo [29]).
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la conductance peut être fort. Remarquablement, bien qu’un traitement perturbatif ne

soit plus possible, il a été montré [45] que ce problème est étroitement lié à la physique

des conducteurs unidimensionnels d’électrons en interaction décrite par le modèle de

Tomonaga-Luttinger. Dans le formalisme de l’intégrale de chemin, l’action décrivant un

conducteur mono-canal placé en série avec une résistance est identique à celle décrivant

un liquide de Tomonaga-Luttinger (TLL) interrompu par une impureté locale. Ces li-

quides ont suscité d’intenses recherches théoriques car l’unidimensionnalité leur confère

des propriétés physiques fascinantes (fractionnalisation de la charge [46, 47], séparation

spin-charge [48]) et autorise un traitement exact des interactions. En contrepartie, leur

réalisation expérimentale est particulièrement ardue. Cette analogie bénéficie donc non

seulement aux circuits quantiques, en permettant d’importer les nombreux résultats

théoriques obtenus pour les TLL, mais aussi aux TLL eux-mêmes en permettant de

tester des prédictions jusque-là hors de portée expérimentale.

Nous précisons maintenant les mécanismes physiques à l’œuvre, puis nous présen-

terons succinctement les résultats obtenus au cours de cette thèse.

Origine et conséquences du couplage quasiparticule-circuit

La conductance du circuit de la figure 1.2 ne peut être déduite directement des lois

de Kirchhoff car le transport dans le conducteur cohérent est affecté à basse énergie

par le circuit. Ce phénomène trouve son origine dans le fait que la charge circule

dans le conducteur cohérent par quanta qui, injectés dans le circuit, en excitent les

modes photoniques. En conséquence, le transport est bloqué aux basses tensions et

températures où l’énergie thermique et celle fournie par le générateur sont insuffisantes

pour exciter ces modes.

À titre illustratif, considérons une résistance R en série avec une petite jonction

tunnel opaque (figure 1.3A). Quand un électron traverse la jonction, un quantum de

charge e s’étale quasi-instantanément sur ses bords, lesquels forment naturellement un

condensateur de capacité C. Le saut tunnel couple donc l’état d’équilibre du condensa-

teur |δQ = 0〉, où δQ = CV −Q, à l’état excité |δQ = −e〉 auquel est associé une énergie

de charge Ec = e2/2C (figure 1.3B). Dans la limite R → 0, cet état hors équilibre re-

laxe infiniment vite et peut être oublié. Le courant électrique est alors proportionnel

au nombre d’états au-dessus du niveau de Fermi, lui-même proportionnel à eV . Dans

la limité opposée R → ∞, la charge déposée sur le condensateur y reste en revanche

très longtemps et l’évènement tunnel ne se produira que si l’énergie à disposition de

l’électron est supérieure à l’énergie Ec de l’état excité. En conséquence, à température

nulle, le courant est bloqué pour |eV | < Ec et la conductance différentielle de la jonc-

tion est la fonction non-linéaire de l’énergie représentée sur la figure 1.3C. On parle

de blocage de Coulomb statique. Le saut tunnel excepté, ces processus relèvent de la

physique classique. Nous nous intéressons dans cette thèse au cas où la résistance série
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est finie. La charge déposée sur le condensateur s’écoule alors en un temps fini RC,

ce qui, d’après le principe d’Heisenberg, résulte en un élargissement ∆E ≈ h/RC du

niveau d’énergie |δQ = −e〉. La courbe de la conductance est lissée par les fluctuations

quantiques de la charge du condensateur C et a la forme représentée sur la figure 1.3D.

On parle de blocage de Coulomb dynamique ; on peut estimer l’échelle de résistance

caractéristique du régime dynamique avec le critère suivant : ∆E ≈ Ec ⇔ R ≈ RK .

Comment ce phénomène est-il modifié lorsque la jonction tunnel est remplacée par

un canal de transmission quelconque ? Qualitativement, on s’attend à une réduction

de l’effet du circuit car la granularité du transfert de charge, qui est à l’origine du cou-

plage aux modes du circuit, disparâıt progressivement en augmentant la probabilité de

transmission d’un canal. Dans la limite balistique τn = 1, la charge s’écoule continû-

ment. Or une variation infinitésimale dq de la charge portée par le condensateur sera

bloquée si dq |V | < dq2

2C ⇔ |V | < dq
2C . Dans la limite continue dq → 0, les modes du

circuit ne sont donc pas excités et le canal balistique n’est pas affecté par le blocage

de Coulomb. Ceci fut d’abord validé dans la limite où la résistance série est petite,

R � RK , et l’effet du circuit sur le conducteur cohérent faible. En accord avec les

prédictions [39], l’expérience montra [44] que la réduction relative de la conductance

du conducteur cohérent est réduite par rapport au cas tunnel par le même facteur de

réduction du bruit de partition comparé au bruit poissonien, le facteur de Fano.

𝛿𝑄 = 0 

ℏ𝜔 = 𝐸𝑐 

𝛿𝑄 = −𝑒 
G(V) 

eV e2/2C 0 

𝐺∞ 

𝛿𝑄 = 0 
ℏ𝜔 < 𝐸𝑐 ℏ𝜔

ℎ/𝑅𝐶 

eV h/RC 

G(V) 
𝐺∞ 

0 

V 
I 𝑅 

ℏ𝜔 ≤ 𝑒𝑉 

𝑅 ≫ 𝑅𝐾 𝑅 ≈ 𝑅𝐾 

V 
I 𝑅 
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B 

Figure 1.3 – Jonction tunnel dans un circuit linéaire. (A) Électron traversant une
jonction tunnel en série avec une résistance. Le blocage de Coulomb dynamique provient du
fait que l’évènement tunnel excite les modes photoniques du circuit, ce qui coûte de l’énergie.
(B) La jonction tunnel est conceptuellement décomposée en un pur élément tunnel en parallèle
avec un condensateur C. Ce condensateur et la résistance R forment la partie photonique du
circuit, dont l’excitation à la suite d’un évènement tunnel est causée par la variation soudaine
Q → Q + e de la charge du condensateur. (C) Dans le cas R � RK (blocage de Coulomb
statique), l’état |δQ = −e〉 a un long temps de vie et son énergie Ec = e2/2C est bien définie.

À T = 0, la conductance est nulle si |eV | < Ec. (D) Dans le cas R ≈ RK (blocage de
Coulomb dynamique), l’état |δQ = −e〉 a un temps de vie fini et est défini avec une incertitude
∆E ≈ h/RC. La courbe de la conductance est lissée par les fluctuations quantiques.
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Résultats obtenus au cours de cette thèse

Nous avons pour la première fois mesuré la réduction de la conductance d’un

conducteur cohérent court mono-canal de transmission quelconque, τ∞ ∈ [0, 1], dans le

régime où l’action du circuit sur le canal est forte. Notre approche expérimentale repose

notamment sur la possibilité de court-circuiter in situ l’impédance série. Cela donne

directement et séparément accès à la conductance intrinsèque du canal G∞ = τ∞/RK

(c.-à-d. lorsqu’il est directement connecté à une source de tension) et à sa conductance

réduite G en présence de la résistance série.

Le panneau de gauche de la figure 1.4 montre ainsi la réduction relative de la

conductance du canal (G − G∞)/G∞ en fonction de sa conductance intrinsèque G∞.

L’amplitude relative du blocage – qui atteint presque 100% en régime tunnel avec

la résistance la plus élevée – diminue en augmentant la conductance intrinsèque du

canal, jusqu’à devenir nulle lorsque le canal est balistique. Remarquablement, nous

constatons sur plus d’un ordre de grandeur de la résistance série (figure 1.4, panneau

de droite) que la réduction relative de la conductance du canal est, à notre résolution

expérimentale, proportionnelle à (1 − RKG). Cette observation non-triviale implique

une expression générale de la conductance d’un canal en présence d’une impédance

série, laquelle peut être mise sous la forme d’une loi d’échelle universelle reliant la

conductance à deux tensions V1,2 et températures T1,2 :

G1/(1−RKG1)

G2/(1−RKG2)
=

1 + gt(Z, T1, V1)

1 + gt(Z, T2, V2)
, (1.3)

où G1,2 ≡ G(Z, T1,2, V1,2) et gt(Z, T, V ) est la réduction relative de la conductance

d’une jonction tunnel qui serait placée en série de la même impédance Z (gt est donc

connue [26]). Cette loi d’échelle empirique, que nous avons directement testée expéri-

mentalement en fonction de la tension, est aussi en très bon accord avec les résultats

ultérieurs du groupe de Gleb Finkelstein à Duke University, qui a étudié le même

effet sur un système physique très différent : un nanotube de carbone couplé à des

électrodes résistives [49, 50]. De plus, l’équation (1.3) reproduit à une très bonne pré-

cision, en-deçà de notre résolution expérimentale, voire exactement dans certains cas,

les prédictions de l’analogie avec les liquides de Tomonaga-Luttinger dans le régime

eV � kBT . Par contre, de manière intéressante, les calculs montrent dans le régime

opposé, eV � kBT , des déviations significatives entre les prédictions de l’analogie et

de la loi d’échelle qui pourraient permettre de discriminer entre les deux, mais que

nous ne pouvions tester expérimentalement en l’état.

Sur la figure 1.5, les prédictions de l’analogie TLL dans le régime eV � kBT

sont confrontées directement aux données expérimentales mesurées avec une résistance

série R = RK/4. L’analogie TLL prédit que la conductance d’un canal de conduction

placé en série d’une résistance R est identique à la conductance d’une impureté locale
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interrompant un liquide de Tomonaga-Luttinger dont le paramètre K, décrivant les

interactions entre électrons, est relié à la résistance selon la formule suivante :

K =
1

1 +R/RK
. (1.4)

L’ansatz de Bethe thermodynamique permet de calculer la conductance de l’impu-

reté [51]. Elle obéit à une courbe universelle GK(V/VB), où la tension est normalisée

par le paramètre VB décrivant la force de l’impureté. Cette courbe est tracée en tirets

rouges sur la figure 1.5 avec le paramètre d’interaction K = 0.8. Les données expéri-

mentales obtenues avec la résistance série correspondante R = RK/4 (symboles) sont

en accord avec cette courbe sur quatre ordres de grandeur en V/VB et pour quasiment

toutes les valeurs de conductance, du régime tunnel jusqu’à transmission unité. No-

ter que dans le régime sondé expérimentalement, les effets de la coupure capacitive et

de la température (non pris en compte par le calcul théorique) sont essentiellement

négligeables.

En conclusion, nous avons mesuré la réduction de la conductance d’un canal de

conduction de transmission quelconque, déduit des données une expression empirique

de cette conductance, et démontré expérimentalement l’analogie prédite avec les li-

quides de Tomonaga-Luttinger.
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Figure 1.4 – Observation empirique de la conductance d’un QPC placé en série
avec une résistance. À gauche, la réduction relative de la conductance du QPC est tracée
en fonction de sa conductance intrinsèque, G∞. À droite, elle est tracée en fonction de sa
conductance à tension nulle, G(V = 0). Les différentes courbes correspondent à différentes
valeurs de la résistance série R = 6.3 kΩ, RK/3, RK/2 et 80 kΩ. La linéarité empiriquement
observée en fonction de G(V = 0) implique une expression générale de la conductance d’un
canal de transmission quelconque en présence d’une impédance série, équation (1.3).
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Figure 1.5 – Démonstration expérimentale de l’analogie avec les liquides de
Tomonaga-Luttinger. Symboles : Conductance mesurée du Qpc en présence d’une ré-
sistance série R = RK/4. Les différents symboles correspondent à différentes valeurs de
τ∞ = {0.25, 0.5, 0.67, 0.87}. Ligne en tirets : Conductance, calculée avec l’ansatz de Bethe
thermodynamique, d’une impureté dans un liquide de Tomonaga-Luttinger de paramètre d’in-
teraction K = 0.8.
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1.3 Quantification de la charge d’un ı̂lot

métallique

Ayant étudié la conductance d’un canal unique inséré dans un circuit linéaire, nous

franchissons maintenant une étape dans la complexité du circuit en considérant la

présence d’autres canaux. L’environnement de chaque canal est désormais non-linéaire

et il doit se produire un phénomène de blocage réciproque car chaque canal fait partie

de l’environnement des autres.

Nous avons étudié le circuit de la figure 1.6, où l’impédance de la section précédente

est remplacée par un autre conducteur cohérent.

Vg

Cg

Coherent
conductor

metallic
island

Coherent
conductor

�
2 −�2

�

Figure 1.6 – Représentation schématique du circuit étudié. Un ı̂lot métallique est
enclos entre deux conducteurs cohérents et capacitivement couplé à une source de tension
Vg. Lorsque les deux conducteurs cohérents sont des jonctions tunnels, la charge Q de l’̂ılot
est discrétisée en unité de e. En augmentant les probabilités de transmission des canaux de
conduction, la quantification de la charge de l’̂ılot est progressivement détruite, jusqu’à ce
devenir une variable continue dès lors qu’un canal est balistique.

Ce circuit est très bien connu lorsque les deux conducteurs cohérents sont des

jonctions tunnels : il s’agit du transistor à un électron (Set) [26, 52]. Apparâıt dans ce

circuit un phénomène qui va dominer la physique 4 : la charge Q de l’̂ılot métallique 5

entre les deux jonctions tunnels est discrétisée en unité du quantum de charge e.

Ce circuit et ses dérivés font partie des rares systèmes permettant de manipuler des

électrons un à un et sont parmi les plus sensibles à la charge électrique. Ils ont suscité

d’intenses recherches et de nombreuses applications [8] allant de la détection de charges

4. À la condition que l’énergie électrostatique associée à l’ajout d’un électron sur l’̂ılot, l’énergie de
charge Ec = e2/2C, soit plus grande que l’énergie thermique.

5. Métallique implique que l’écart δ entre les niveaux d’énergie de l’̂ılot est très petit devant les
autres échelles d’énergie (kBT , Ec, etc.). Les situations dans lesquelles δ n’est pas négligeable [53] ne
seront pas abordées dans ce mémoire de thèse, bien qu’elles donnent naissance à une physique riche et
variée (effet Kondo [54–57] ou oscillations de Coulomb mésoscopiques [58–60] par exemple).
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fractionnaires [4] à la métrologie de l’ampère [61, 62] en passant par la réalisation de

machines thermiques fondamentales [63] ont vu le jour.

Mais, à nouveau, le comportement du circuit pour des probabilités de transmission

au-delà du régime tunnel est largement méconnu [64–66]. Des travaux théoriques dans

la limite quasi-balistique (τ → 1) prédisent [67–69] que la quantification de la charge

de l’̂ılot – qui est la caractéristique essentielle du Set – est progressivement détruite

et que le circuit tend vers le blocage de Coulomb dynamique quand τ = 1.

La (non-)quantification de la charge se comprend bien en raisonnant sur les fonc-

tions d’onde électronique. Quand tous les canaux connectant l’̂ılot au circuit sont en

régime tunnel, la charge est discrétisée car les fonctions d’onde, qui ne peuvent s’étaler

par dessus les jonctions tunnels, sont localisées dans l’̂ılot. Mais, à l’opposé, si un canal

est balistique, elles peuvent s’y délocaliser librement. La charge Q est alors une variable

continue car seule une « partie de l’électron » est localisée dans l’̂ılot – dit autrement,

car la position de l’électron fluctue (quantiquement) entre l’intérieur et l’extérieur de

l’̂ılot.

Cette transition de discret à continu du spectre des valeurs propres de la charge

de l’̂ılot peut aussi se comprendre à la lumière de la nature du transfert de charge

dans le canal qui passe d’un transport granulaire à un écoulement continu. En effet,

partant de la situation où Q = 0, si seuls des électrons « entiers » peuvent traverser le

conducteur cohérent, alors les valeurs de Q ne pourront être que des multiples entiers

de e. À l’opposé, si une quantité infinitésimale de charge peut traverser le conducteur

cohérent, alors Q pourra prendre toute valeur réelle.

Des résultats expérimentaux contradictoires ont pourtant été obtenus ; certains

observant la suppression de la quantification de la charge [70–72], d’autres non [73,

74]. De plus, il n’existe aucune vérification quantitative des prédictions théoriques.

Les raisons à tout cela se trouvent probablement dans certaines complications que

pouvaient avoir les circuits étudiés : cohérence quantique dans l’̂ılot, ignorance des

transmissions intrinsèques des canaux de conduction, mélange de canaux balistiques

et non-balistiques, dégénérescence de spin, etc.

Notre réalisation expérimentale du circuit de la figure 1.6 – un contact ohmique

AuGeNi enclos par deux Qpc en régime d’effet Hall quantique entier pouvant être

chacun court-circuité – accomplit la situation la plus canonique possible : absence de

cohérence et densité d’états continue dans l’̂ılot, dégénérescence de spin levée, contrôle

des transmissions intrinsèques des Qpc. Cela nous a permis de démontrer sans ambi-

güıté que la quantification de Q est détruite dès qu’un canal balistique connecte l’̂ılot

au circuit. Nous avons également effectué une caractérisation fine de cette destruc-

tion dans la limite quasi-balistique, et l’avons trouvée en accord quantitatif avec les

prédictions des références [68, 69]. Ces résultats sont maintenant résumés.
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Résultats obtenus au cours de cette thèse

La quantification de la charge de l’̂ılot est révélée par les oscillations de Coulomb de

la conductance différentielle G = ∂I/∂V du circuit quand est balayée la tension Vg de la

grille couplée capacitivement à l’̂ılot. L’évolution de ces oscillations est montrée en haut

de la figure 1.7 lorsque la conductance intrinsèque GL du QpcL est progressivement

augmentée, tandis que le QpcR est maintenu à une faible probabilité de transmission :

RKGR = 0.24, où RK = h
e2

. En régime tunnel (RKGL = 0.11, à gauche), la conduc-

tance présente des pics étroits séparés par des régions de conductance nulle, ce qui

indique que la charge de l’̂ılot est discrétisée. En augmentant GL (vers la droite), le

minimum augmente, les pics s’élargissent et les oscillations finissent par disparâıtre

quand un canal est balistique (RKGL = 1.5, à droite) : la charge de l’̂ılot est deve-

nue une variable continue. Plus quantitativement, le panneau principal de la figure 1.7

montre le contraste des oscillations de Coulomb Gmax−Gmin
Gmax+Gmin

mesuré en fonction de GL,

pour différentes réalisations de GR. Sur toutes les courbes, le contraste tend abrupte-

ment vers zéro lorsque RKGL → 1 et reste nul pour RKGL ≥ 1. Une conductance telle

que RKGL,R < 1 correspond à un unique canal partiellement transmis ; une conduc-

tance telle que 1 < RKGL,R < 2 correspond à deux canaux parallèles, dont l’un est

balistique et l’autre partiellement transmis.

Des prédictions théoriques quantitatives existent pour des températures kBT � Ec

dans deux cas limites :

— les deux canaux sont quasi-balistiques 1−RKGL,R � 1 [68] ;

— un canal est quasi-balistique 1−RKGL � 1 et l’autre tunnel RKGR � 1 [69].

Il est prédit et nous avons observé expérimentalement que le contraste diminue

dans ces deux cas comme
√

1−RKGL ; les données sont de plus en accord quantitatif

raisonnable avec le préfacteur prédit. Nous avons aussi observé que ce comportement

en
√

1−RKGL est plus généralement valable quelle que soit la valeur de GR dès lors

que 1 − RKGL � 1 ; voir la courbe en haut de la figure 1.8 pour RKGR = 0.75 par

exemple. Remarquablement, comme le montrent les données en bas de la figure 1.8,

il s’avère que ce comportement, à l’origine perturbatif en 1 − RKGL, devient, aux

températures kBT ≈ Ec, vrai quelle que soit la valeur de la conductance intrinsèque

du canal, RKGL ∈ [0, 1].

En conclusion, nous avons démontré que seuls des canaux non-balistiques per-

mettent la quantification de la charge de l’̂ılot, nous avons pour la première fois testé

quantitativement des prédictions théoriques au-delà du régime tunnel et nous avons ob-

servé que certaines caractéristiques de ces prédictions ont une portée plus générale que

les conditions dans lesquelles elles ont été dérivées. En perspectives, il est prédit qu’à

très basse température le circuit est gouverné au point de dégénérescence par un effet

Kondo de charge. Nous verrons que nos données fournissent les premières indications

de l’existence de cet effet.
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Figure 1.7 – Destruction de la quantification de la charge de l’̂ılot en fonction
des transmissions des canaux. Les cinq panneaux du haut montrent la mesure brute
des oscillations de Coulomb en fonction de Vg avec RKGR = 0.24 et, de gauche à droite,
RKGL = {0.11, 0.62, 0.88, 0.989, 1.5}. Le panneau principal montre le contraste des oscillations
de Coulomb mesuré à température de base, T = 13 mK, en fonction de RKGL, avec de haut
en bas RKGR = {0.076, 0.24, 0.49, 0.75, 0.975, 0.983}.
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la température. Le contraste des oscillations de Coulomb est mesuré avec RKGR = 0.75 aux
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1.4 Quantum de conductance thermique

Nous nous intéressons désormais aux propriétés thermiques des conducteurs co-

hérents. Pour cela nous revenons à des conducteurs cohérents qui sont simplement

connectés à leur source de tension et décrits par l’approche de diffusion. Comme l’élec-

tricité, le transport de chaleur est affecté par la mécanique quantique. Des interférences

quantiques entre deux courants de chaleur ont d’ailleurs été récemment observées [75]

dans un Squid. Dans les conducteurs cohérents, le courant de chaleur est porté par les

électrons circulant dans les canaux de conduction [76–80]. De même que la conductance

électrique, la conductance thermique d’un canal possède une borne supérieure fonda-

mentale : Gth = (π2k2
B/3h)T , appelée quantum de conductance thermique. Mais alors

que le quantum de conductance électrique, Gel = e2/h, a été mesuré pour la première

fois il y a 25 ans dans un Qpc [20, 21], il n’existe toujours pas de mesure quantitative

précise de Gth pour des systèmes électroniques. La raison en est l’extrême difficulté de

déterminer des températures et courants de chaleur à l’échelle mésoscopique [81].

Une prédiction remarquable à propos du quantum de conductance thermique est

qu’il est universel à toutes les particules connues [82–84] (électrons [76, 77], pho-

nons [85, 86], photons [87], anyons [88, 89], etc.). Compte-tenu des liens étroits entre

chaleur, entropie et information [90], cette propriété a inspiré des travaux pointant vers

l’existence d’une énergie minimale transférée avec toute information [82, 91]. Dans la

référence [92], la conductance thermique de canaux phononiques fut mesurée et trouvée

en accord quantitatif avec la valeur maximale Gth. Puis les auteurs de la référence [93]

étudièrent la conductance thermique d’un unique canal photonique jusqu’à des va-

leurs . 0.5Gth, et dans la référence [94] le refroidissement à la limite quantique d’une

résistance par rayonnement thermique dans un unique canal photonique put être réa-

lisé. Enfin, concernant les électrons, il fut démontré expérimentalement [95, 96] que la

conductance thermique est proportionnelle au nombre de canaux du conducteur co-

hérent et un accord qualitatif en ordre de grandeur avec la valeur de Gth fut même

obtenu.

Au cours de ce travail de thèse, nous avons mesuré la conductance thermique d’un

ou plusieurs canaux balistiques formés dans des Qpc et l’avons trouvée en accord à

moins de 10 % près avec la valeur prédite de Gth. La suite consiste en une courte

présentation de ces mesures.
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Résultats obtenus au cours de cette thèse

Concrètement, nous avons mesuré la conductance thermique des deux Qpc de la fi-

gure 1.9 (grilles en jaune). Ils sont réglés au milieu de leur plateau de conductance où ils

transmettent respectivement n1 et n2 canaux balistiques (il n’y a donc ni quantification

de la charge ni blocage de Coulomb dynamique). Pour déterminer leur conductance

thermique, l’̂ılot métallique (brun) auquel ils sont connectés est chauffé à une tempéra-

ture TΩ en y injectant une puissance contrôlée JQ par effet Joule. La puissance de Joule

JQ est générée en appliquant une tension V à l’échantillon et la température TΩ est

déterminée en mesurant au contact M2 le bruit thermique émis par l’̂ılot métallique.

En régime stationnaire, la puissance injectée JQ est égale à la somme du courant de

chaleur n× Je(TΩ, T0) s’évacuant par les n = n1+n2 canaux balistiques et du courant

de chaleur Je−ph(TΩ, T0) s’évacuant vers les phonons froids du substrat. Le courant de

chaleur à travers un unique canal électronique, Je, est donc directement donné par la

quantité dont doit être augmentée JQ pour garder TΩ constante quand un nouveau

canal balistique est transmis par les Qpc.

QPC1

QPC2

B

1 µm

TΩ

V

M1

M2

I1

I2

Figure 1.9 – Image MEB en fausses couleurs de l’échantillon étudié. Deux Qpc,
dont les grilles métalliques sont colorisées en jaune, sont connectés au micro-contact ohmique
AuGeNi brun qui est chauffé à une température TΩ par effet Joule. Les Qpc sont opérés dans
le régime de l’effet Hall quantique et définis au milieu de leur plateau de conductance. Sur
la figure, n1 = 1 canal balistique est transmis par le Qpc1 et n2 = 2 le sont par le Qpc2,
soit un total de n = n1 + n2 = 3 canaux participant à l’évacuation de la chaleur du micro-
contact ohmique. La puissance de Joule JQ chauffant le micro-contact ohmique est générée
en appliquant une tension continue V à l’échantillon et la température TΩ est déterminée en
mesurant le bruit thermique. Le circuit de mesure du bruit thermique est représenté de manière
simplifiée par un résonateur RLC et un amplificateur de tension.
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La figure 1.10 montre en encart le bruit thermique en excès mesuré en fonction de la

tension V pour n = 2, 3 et 4 canaux balistiques transmis. La précision de la mesure de

bruit (≈ 10−31A2/
√

Hz) est atteinte grâce à des amplificateurs cryogéniques ultra-bas

bruits développés au LPN [97] et implémentés pendant ce travail de thèse. Le panneau

principal présente ces mêmes données, réexprimées comme la température électronique

de l’̂ılot TΩ en fonction de la puissance JQ qui y est injectée. Le courant de chaleur Je se

lit directement sur cette figure ; à titre d’exemple, la taille de la barre noire représente

le courant de chaleur circulant dans le quatrième canal lorsque TΩ = 59 mK.

Pour aller plus loin, on choisit une courbe de référence, n = 4 en l’occurrence, et

l’on soustrait, pour chaque valeur de TΩ, la valeur de JQ correspondant à 4 canaux

ouverts à celle correspondant à n canaux ouverts. Nous obtenons ainsi le courant de

chaleur (n − 4)Je(TΩ, T0) qui circule à travers (n − 4) canaux balistiques. Ce courant

de chaleur est tracé sur la figure 1.11 en fonction du carré de la température. Il est

négatif car il y a moins de chaleur circulant à travers n = 2 ou 3 canaux qu’à travers 4.

Les mesures (symboles) sont en parfait accord avec les prédictions théoriques (lignes

continues) :

(n− 4)Je(TΩ, T0) = (n− 4)
π2k2

B

6h

(
T 2

Ω − T 2
0

)
.

Cela démontre que le courant de chaleur dans un canal électronique est limité quan-

tiquement et que cette limite est bien celle universellement prédite. Répéter cette ex-

périence dans le régime de l’effet Hall quantique fractionnaire permettrait de tester si

cette universalité s’étend aux anyons. Par ailleurs, la précision avec laquelle nous avons

ici mesuré Gth, de l’ordre de quelques pourcents, ouvre la voie à l’étude de nombreux

aspects du transport de chaleur quantique, comme par exemple les effets d’interférences

dont Gth donne l’échelle.
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Figure 1.10 – Thermométrie de bruit en fonction de la puissance injectée. La
température électronique TΩ du micro-contact ohmique est tracée en fonction de la puissance
injectée JQ pour une température électronique de base T0 = 24 mK et un facteur de remplissage
ν = 3. De haut en bas, il y a n = 2, 3 et 4 canaux balistiques transmis par les deux Qpc. encart
Densité spectrale de bruit en excès mesurée en fonction de la tension continue V appliquée à
l’échantillon. Dans le panneau principal, les données avec des tensions opposées sont moyennées
pour augmenter le rapport signal sur bruit.
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Figure 1.11 – Limite quantique du courant de chaleur dans les canaux électro-
niques balistiques. Symboles : mesure du courant de chaleur circulant à travers (n − 4)
canaux électroniques en fonction du carré de la température. La température de base est
T0 = 24 mK et le facteur de remplissage ν = 3. Lignes continues : prédictions théoriques de la
limite quantique du courant de chaleur à travers (n− 4) canaux balistiques.
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2.3 Conducteur cohérent dans un circuit de faible impédance . . . . . . . . 39

2.3.1 Faible effet du circuit . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 39

2.3.2 Fort effet du circuit . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 40

2.4 Canal de conduction dans un circuit linéaire . . . . . . . . . . . . . . . . 40

2.4.1 Bosonisation du canal . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 41

2.4.2 Analogie formelle avec les interactions entre électrons dans les
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4.5 Comparaison avec les prédictions théoriques . . . . . . . . . . . . . . . . 65
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Introduction

Dans cette partie nous étudions comment la conductance d’un conducteur cohérent

court mono-canal 6 est affectée quand il est inséré dans un circuit linéaire décrit par

une impédance (figure 2.1A). Ceci est bien connu lorsque la probabilité de transmission

intrinsèque du canal est très faible, τ∞ � 1, [26] ou lorsque l’impédance série, Z(ω),

est beaucoup plus petite que le quantum de résistance, RK = h/e2 [44]. Ici, nous nous

intéressons à la situation où la partie dissipative de l’impédance – un circuit RC – est de

l’ordre de RK (fort blocage de Coulomb dynamique), et considérons toutes les valeurs

possibles de la transmission intrinsèque du canal, τ∞ ∈ [0, 1]. Ce régime est difficile

du point de vue théorique car il n’y a pas de « petit paramètre ». Remarquablement,

une analogie très profonde, au niveau de l’action, est prédite [45] entre le transport

de charge dans le canal en présence de l’impédance série et le transport de charge à

travers une impureté dans un conducteur unidimensionnel d’électrons en interaction

décrit par le modèle de Tomonaga-Luttinger [98, 99].

Nous commencerons par passer en revue les travaux théoriques dans les régimes

susmentionnés. En particulier, une extension de l’analogie à des liquides de Tomonaga-

Luttinger généralisés [100] sera proposée. Puis nous décrirons notre approche expéri-

mentale et l’échantillon réalisant le circuit. Cette approche repose notamment sur la

possibilité de moduler in situ, continûment entre zéro et un, la transmission intrin-

sèque du canal, ainsi que sur la possibilité de court-circuiter in situ l’impédance série.

Enfin, les résultats expérimentaux obtenus au cours de cette thèse seront présentés ;

notamment une loi d’échelle universelle à laquelle obéit la conductance que nous avons

empiriquement observée, ainsi que la démonstration expérimentale de l’analogie avec

les liquides de Tomonaga-Luttinger.

6. Le comportement d’un conducteur cohérent multi-canal, p. ex. une jonction tunnel, dont la
conductance intrinsèque G∞ vérifie G∞ � 1/Z se déduit du comportement des conducteurs mono-
canaux puisque les différents canaux ne se « voient » pas.
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Chapitre 2

État des lieux théorique

Ce chapitre fait un état des lieux des descriptions théoriques d’un conducteur co-

hérent court mono-canal en série avec une impédance (figure 2.1A). En préalable sera

présenté le modèle de Caldeira-Leggett [101] qui décrit les modes électromagnétiques

du circuit (figure 2.1B). Ensuite, le comportement du conducteur cohérent sera suc-

cessivement dépeint dans la limite tunnel, τ∞ � 1, et dans la limite d’une très faible

impédance série, Z � RK . Puis l’analogie avec les liquides de Tomonaga-Luttinger

sera exposée.

V
I

�(�) V
I

�(�)

�
+� -�

QPC,
Contact
atomique,
Jonction
tunnel…

A B

Figure 2.1 – Conducteur cohérent court mono-canal en série d’une impédance. (A)
Schéma du circuit. (B) Le conducteur cohérent est conceptuellement décomposé en deux élé-
ments parallèles : un pur conducteur de quasi-particules et un condensateur C. Le condensateur
C et l’impédance Z(ω) constituent les degrés de liberté électromagnétiques – aussi appelés pho-
toniques – du circuit ; ils interviennent au travers de l’impédance Zt(ω) = 1/(jωC + 1/Z(ω)),
voir l’équation (2.6). Les degrés de liberté photoniques sont couplés aux degrés de liberté quasi-
particulaires car la charge du condensateur fluctue à la suite du transfert de quasi-particules.

2.1 Environnement électromagnétique

Les modes électromagnétiques du circuit, aussi appelés modes photoniques (les

fréquences en jeu ≈ 1− 100 GHz correspondent aux micro-ondes), doivent être traités

quantiquement. Remarquablement, il est possible d’appliquer directement les règles

de la quantification canonique à des variables comme la charge d’un condensateur

33
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ou le flux magnétique stocké dans une inductance [102], qui pourtant résultent du

mouvement coopératif d’un gigantesque nombre d’électrons. Ainsi, les états propres

du circuit LC sont les états de Fock de l’oscillateur harmonique quantique ayant pour

variables conjuguées la charge q(t) =
∫ t

dt′I(t′) portée par le condensateur et le flux

φ(t) =
∫ t

dt′V (t′) de l’inductance :

[φ, q] = i~ (2.1)

H =
q2

2C
+
φ2

2L
. (2.2)

La description des éléments dissipatifs du circuit est en revanche nettement moins

triviale, car l’énergie est conservée dans le formalisme hamiltonien. Il faut donc prendre

en compte les degrés de liberté microscopiques dans lesquels le système perd son éner-

gie. Une description ab initio de ces degrés de liberté n’étant évidemment pas envisa-

geable, on a recours à une approche phénoménologique les modélisant comme un bain

d’oscillateurs harmoniques {qn, φn} couplés linéairement (voir [103] pour une descrip-

tion orientée circuit et [104] plus généralement). La partie photonique du circuit de la

figure 2.1B est ainsi décrite au moyen du hamiltonien suivant :

Henv =
δQ2

2C
+
∑
n

(
q2
n

2Cn
+

(δΦ− φn)2

2Ln

)
, (2.3)

où les variables δQ = CV − Q et δΦ = V t − Φ sont les écarts de la charge et de

la phase du condensateur C par rapport à leurs valeurs à l’équilibre 1. Stricto sensu,

ce hamiltonien décrit le circuit de la figure 2.2. Mais si on élimine des équations du

mouvement les variables {qn, φn}, qui n’ont pas de réalité physique, on obtient :{
δΦ̇ = δQ/C

δQ̇ = −
∫ +∞
−∞ Y (t′)δΦ̇(t− t′)dt′ + ξ(t)

, (2.4)

où Y (t) a pour transformée de Fourier Y (ω) =
∑

n
1

2Ln

(
i

ω−ωn+i0+ + i
ω+ωn+i0+

)
, avec

ωn = 1√
LnCn

, et ξ(t) est une force de Langevin 2 dont les propriétés dépendent de

la fonction Y (t). Les paramètres non-physiques {Ln, Cn} n’interviendront désormais

plus qu’au travers de la fonction phénoménologique Y . Pour l’exprimer en fonction des

grandeurs mesurables, on remarque que la deuxième équation donne en moyenne dans

le domaine fréquentiel :

IZ(ω) = Y (ω)VZ(ω), (2.5)

1. Ce choix de variables a l’avantage d’éliminer la source de tension V du hamiltonien.

2. Elle a l’expression suivante : ξ(t) = −
∑
n ωnan cos(ωnt+ψn), où ane

iψn ≡
√

Cn
Ln
φn(t = −∞) +

iQn(t = −∞). En se plaçant dans le régime classique, ~ω � kBT , et en supposant que Y (ω) =
1/R, on trouve qu’elle a les propriétés suivantes : 〈ξ(t)〉 = 0 et 〈ξ(t)ξ(t′)〉 = 2kBT

R
δ(t − t′), qui sont

précisément celles d’une force de Langevin. La valeur moyenne 〈· · · 〉 porte sur les paramètres an et ψn
des oscillateurs harmoniques, lesquels sont supposés être à l’équilibre thermodynamique.
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où IZ = −〈δQ̇〉 et VZ = 〈δΦ̇〉 sont respectivement les courants et tensions moyens

du bloc de résonateurs LnCn. En choisissant les paramètres {Ln, Cn} de sorte que

Y (ω) = 1/Z(ω), le bloc de résonateurs modélisera donc l’impédance de la figure 2.1B.

S’il arrive que le bain d’oscillateurs harmoniques couplés linéairement fournisse une

description microscopiquement exacte de la dissipation (par exemple pour un système

couplé par l’interaction dipolaire au champ électromagnétique), ce n’est en général pas

le cas. Quelles justifications alors à son utilisation pour décrire une résistance ? À un

niveau microscopique, les modes sont nombreux et le couplage à chacun d’entre eux est

faible (même si le couplage à l’environnement dans son ensemble est fort) : on peut donc

voir chaque oscillateur harmonique comme la linéarisation du vrai hamiltonien non-

linéaire 3. À un niveau macroscopique, on sait que le comportement d’une résistance est

indépendant du détail de ses propriétés microscopiques : le modèle choisi ne devrait

donc, en principe, pas avoir d’importance. Enfin, d’un point de vue pragmatique, il

faut bien reconnâıtre qu’il s’agit du seul modèle réellement utilisable en pratique.

V

C

Φ̇
Q̇

Ln+1
Cn+1

Ln

q̇n

Cn

φ̇n

Ln+2
Cn+2

Figure 2.2 – Modèle de Caldeira-Leggett de la partie photonique du circuit de la
figure 2.1B.

Anticipant la suite, on donne maintenant l’expression des fluctuations de la phase

δΦ(t) :

〈δΦ(t)δΦ(0)〉 =
~

2π

∫ ∞
−∞

dω

ω

(
coth

(
β~ω

2

)
+ 1

)
Re [Zt(ω)] e−iωt, (2.6)

où Zt(ω) = 1/(jωC + Y (ω)). Cette équation implique l’expression suivante du bruit

en tension aux températures kBT � ~ω :

Sv = 2kBTRe [Zt(ω)] , (2.7)

3. On notera par ailleurs que la présence de nombreux modes est nécessaire pour s’assurer que le
temps de résurgence – c.-à-d. le temps au bout duquel les oscillateurs harmoniques réinjectent leur
énergie dans le système – soit infini.
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qui est bien celle du bruit thermique classique [105]. Les bruits d’origine microscopique

ou hors équilibre (1/f, télégraphe, etc.) ne sont pas inclus dans un tel modèle qui

ne retient que les bruits fondamentaux liés à la thermodynamique et aux inégalités

d’Heisenberg.

Mentionnons pour finir que (2.3) décrit aussi le mouvement brownien d’une par-

ticule libre dont la coordonnée est δΦ, l’impulsion δQ, la masse C et le coefficient de

friction Y = 1/Z.

2.2 Jonction tunnel dans un circuit linéaire

Ayant une description hamiltonienne (2.3) de l’environnement, nous décrivons

maintenant son effet sur une jonction tunnel en suivant la référence [26]. Une jonc-

tion tunnel est constituée de deux électrodes métalliques, L et R, séparées par une

fine couche isolante. Dans ces électrodes, les électrons vivent sous la forme de quasi-

particules neutres qui sont décrites par le hamiltonien suivant :

Hα =
∑
k

εαkc
†
αkcαk , α = {L,R}, (2.8)

et sont à l’équilibre thermodynamique : 〈c†αkcα′k′〉 = δα,α′δk,k′f(εαk), où f(ε) est la

fonction de Fermi. Si le temps que met un électron à traverser la jonction par effet

tunnel, puis le temps que met sa charge à s’étaler sur la surface de la jonction, sont

négligeables, alors un évènement tunnel se résume à détruire une quasi-particule d’un

côté de la jonction, en créer une autre du côté opposé et modifier d’une quantité e la

charge Q du condensateur C que forme naturellement la jonction 4. Ce processus est

réalisé par le terme suivant :

HT = λ
∑
k,k′

(
c†LkcRk′e

−ieΦ/~ + h.c.
)
, (2.9)

où l’exponentielle est l’opérateur « translation » de la charge du condensateur :

eieΦ/~Qe−ieΦ/~ = Q− e.

Il implique un couplage hautement non-linéaire entre les quasi-particules et les modes

photoniques du circuit et sera responsable de la modification de la caractéristique I-V

de la jonction.

Si la jonction est très opaque, c.-à-d. que sa conductance intrinsèque G∞ est telle

4. Même si le conducteur cohérent avait une forme plus complexe – un Qpc en effet Hall quantique
p. ex. – on pourrait toujours définir une influence capacitive entre les deux bornes du conducteur
cohérent.
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que G∞ � 1/RK , les deux électrodes sont faiblement couplées par HT . On calcule

alors le courant en perturbation par rapport à HT au moyen de la règle d’or de Fermi :

Γi→f =
2π

~
|〈f |HT |i〉|2δ(Ei − Ef ). (2.10)

Si de plus G∞ � 1/Re(Z), alors le temps entre deux évènements tunnels consécutifs

est beaucoup plus grand que le temps de relaxation du circuit et les états initiaux |i〉
sont les états d’équilibre thermodynamique de HL + HR + Henv. Sous ces conditions,

en supposant de plus la densité d’état νF approximativement constante aux énergies

sondées, on trouve l’expression suivante du courant électrique moyen :

I(V ) =
G∞
e

∫ +∞

−∞
dEdE′

{
f(E − eV )

[
1− f(E′)

]
P (E − E′)

−
[
1− f(E − eV )

]
f(E′)P (E′ − E)

}
, (2.11)

où f(E) = 1/(eβE+1) est la distribution de Fermi, G∞ = 4(πνFλ)2/RK est la conduc-

tance intrinsèque de la jonction tunnel et P (E) est une densité de probabilité. Elle

s’exprime comme suit :

P (E) =
1

2π~

∫ ∞
−∞

dt exp

[
J(t) +

i

~
Et

]
, (2.12)

où J(t) = 〈[δΦ(t)− δΦ(0)] δΦ(0)〉 est la fonction d’auto-corrélation de la phase aux

bornes de la jonction tunnel (voir éq. (2.6)). L’équation (2.11) admet une interprétation

physique simple (figure 2.3A). Le premier terme de l’intégrande décrit le transfert d’un

électron de la gauche vers la droite (et inversement pour le second) : f(E − eV ) est la

probabilité que l’état d’énergie E soit occupé à gauche (eV est le décalage du niveau

de Fermi de l’électrode par la source de tension) ; 1 − f(E′) est la probabilité que

l’état d’énergie E′ soit vide à droite (condition imposée par le principe d’exclusion de

Pauli) ; P (E −E′) est la probabilité que l’énergie ∆E = E −E′ des photons émis par

l’électron soit absorbée par l’impédance. À basse énergie, la conductance de la jonction

est réduite car les transitions inélastiques telles que ∆E > eV, kBT sont interdites

par le principe de Pauli. Ceci apparâıt clairement sur l’expression de la conductance

différentielle, G = ∂I/∂V , à température nulle :

G(V, T = 0) = G∞

∫ eV

0
P (∆E)d∆E

La fonction P (E), élément central de cet théorie, est représentée à titre d’exemple

sur la figure 2.3B dans quatre situations :

— Z = 0⇒ P (E) = δ(E) : l’électron traverse la jonction élastiquement.

— Z =∞⇒ P (E) = δ(E − Ec) : l’électron doit fournir l’énergie de charge Ec.
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— Zt = RC ⇒ la fonction P (E) est, par rapport au cas précédent, élargie par

les fluctuations quantiques de la charge Q de la capacité C et son centre décalé en

E = h/RC.

— Zt = LC ⇒ P (E) =
∑

k e
−ρ ρk

k! δ(E − k�ωLC) : des photons sont émis indépen-

damment dans le résonateur, selon une loi poissonienne de paramètre ρ = Ec/�ωLC .

eV

E

Δ�

�
(Δ�)

Δ�/��

BA

Figure 2.3 – Bilan énergétique d’un évènement tunnel à température nulle. Le
schéma de gauche montre le saut d’un électron de la gauche à la droite de la barrière tunnel
(représentée en jaune). Les mers de Fermi des quasi-particules sont représentées en gris de part
et d’autre de la barrière. Lorsqu’un électron traverse la barrière, il excite les modes du circuit et
perd une énergie ∆E. Seules sont permises les transitions aboutissant au-dessus du niveau de
Fermi. Les autres, bloquées par le principe de Pauli, induisent une réduction de la conductance
à basse énergie. Le graphique de droite montre la probabilité P (∆E) que l’environnement
absorbe l’énergie ∆E : les droites verticales en tirets correspondent aux impédances Z = 0
(droite d’abscisse ∆E = 0) et Z = ∞ (abscisse ∆E = Ec) ; les droites continues verticales
correspondent à un circuit LC tel que ρ = 5.5 ; et la courbe continue bleue correspond à un
circuit RC avec une résistance R = RK .

Cette théorie standard du blocage de Coulomb dynamique permet de calculer la

conductance 5 d’une petite jonction tunnel opaque en présence de n’importe quelle im-

pédance série. Elle a été généralisée à des jonctions étendues où la charge ne s’étale

pas instantanément sur toute la surface du condensateur C [35]. Un électron qui tra-

verse la jonction « voit » alors une impédance effective dépendant de la dynamique de

l’étalement de la charge. Elle a aussi été généralisée au cas où l’électron ne traverse pas

instantanément la jonction [25]. Enfin, pour une jonction tunnel non-opaque – c.-à-d.

que ses canaux, bien que de très faibles transmissions, sont suffisamment nombreux

pour que RKG∞ � 1 – la jonction « se court-circuite elle-même » : un électron trans-

féré par un canal peut s’écouler du condensateur C non seulement par l’impédance

série mais aussi par les autres canaux. Il a été montré expérimentalement que ces

autres canaux peuvent être modélisés par une impédance linéaire déterminée dans une

approche de champ moyen [106].

5. Le calcul ici limité à fréquence nulle peut être effectué à fréquence finie [106]. D’autres quantités
comme le bruit peuvent également être calculées et mesurées [37, 38].
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2.3 Conducteur cohérent dans un circuit de

faible impédance

2.3.1 Faible effet du circuit

Quand la probabilité de transmission τ∞ n’est pas très petite devant un, le conduc-

teur cohérent ne peut être traité en perturbation par rapport au circuit. Cette difficulté

fut d’abord surmontée en considérant une impédance série telle que Z(ω)� RK , dans

la limite où l’effet du circuit sur le conducteur cohérent est faible. Il fut alors mon-

tré expérimentalement [44] et théoriquement [39–42] que la réduction relative de la

conductance d’un canal de conduction court en présence de l’impédance série est di-

minuée, par rapport au régime tunnel, par le même facteur – de Fano – que le bruit

de partition par rapport au bruit poissonien (en absence de l’impédance) :

G−G∞
G∞

= (1−RKG∞)gt(Zt, T, V ). (2.13)

La réduction relative de la conductance dans le régime tunnel, gt = limRKG∞→0
G−G∞
G∞

,

se calcule avec la théorie standard du blocage de Coulomb dynamique, équations (2.11)

et (2.12), en posant exp [J(t)] ≈ 1 +J(t) dans (2.12). À température nulle cela donne :

gt(Zt � RK , T = 0, V ) ≈ −2

∫ +∞

eV

dω

ω

Re [Zt(ω)]

RK
. (2.14)

L’équation (2.13) peut facilement être généralisée à un conducteur cohérent comportant

plusieurs canaux puisque chaque canal a un effet négligeable sur les autres dans cette

limite Z(ω)� RK . On trouve alors :

G−G∞
G∞

= F{τn}gt(Zt, T, V ), (2.15)

où F =
∑
n τn(1−τn)∑

n τn
est le facteur de Fano. Ici, τn est la probabilité de transmission

intrinsèque du nième canal et G∞ =
∑

n τn/RK . Le lien entre le bruit de partition

et le blocage de Coulomb provient de l’origine commune de ces deux phénomènes :

la granularité du transfert de charge. Celle-ci disparaissant progressivement quand τn

augmente, il en va de même du blocage de Coulomb. En particulier, dans la limite

balistique, τn = 1, le courant électrique s’écoule continûment à travers le conducteur

cohérent. La charge Q n’est donc pas soumise à des sauts brusques, en conséquence de

quoi les modes photoniques du circuit ne sont pas excités ; il n’y a pas de blocage de

Coulomb.



40 Partie I. Action du circuit sur un unique canal de conduction

2.3.2 Fort effet du circuit

Le résultat (2.15) n’est valable que si Z(ω) � RK et si l’effet du circuit sur le

conducteur cohérent est faible,
∣∣∣G−G∞G∞

∣∣∣� 1. Cette deuxième contrainte est levée dans

la référence [43] qui utilise une description effective du conducteur cohérent et considère

une impédance purement résistive, Zt(ω) ≈ R. L’effet des interactions avec les modes

photoniques du circuit revient à une renormalisation des probabilités de transmission

des canaux, lesquelles obéissent, à température nulle, à l’équation de flot suivante :

dτ(E)

d log(E)
=

2R

RK
τ(E) [1− τ(E)] . (2.16)

Cette équation s’intègre et donne, en posant que τ(Ec) = τ∞ :

τ(E) = τ∞

(
E
EC

)2R/RK

1 + τ∞

[(
E
EC

)2R/RK
− 1

] . (2.17)

Remarquablement, dès lors que le canal de conduction n’est pas balistique (τ∞ 6= 1),

même de faibles interactions R � RK suffisent à bloquer complètement le transport

à basse énergie : τ(E → 0) = 0. Notons enfin que (2.17) peut aussi être mise sous la

forme suivante :

τ(E)− τ∞
τ∞

= (1− τ(E))×

[(
E

EC

)2R/RK

− 1

]
, (2.18)

où
(
E
EC

)2R/RK
est égal à un facteur près 6 à 1+gt(Zt = R, V, T = 0). L’équation (2.18)

généralise donc (2.13) en remplaçant, dans le facteur de Fano, la transmission intrin-

sèque τ∞ par la transmission τ(E) réduite par la résistance série.

2.4 Canal de conduction dans un circuit

linéaire

Pour une valeur quelconque de la transmission intrinsèque du canal, τ∞ ∈ [0, 1], et

une impédance de l’ordre du quantum de résistance, RK , il n’est pas possible d’effectuer

directement de développement selon « un petit paramètre ». Dans cette section, tirant

parti du caractère unidimensionnel du canal et du fait qu’on s’intéresse à des énergie

petites devant l’énergie de Fermi, nous allons utiliser une autre approche pour décrire

6. Ce facteur manquant provient de l’interruption brutale et quelque peu arbitraire du flot de
renormalisation à l’énergie Ec pour introduire τ∞ : τ(Ec) = τ∞. Pour éviter ce genre de problème, on
préfère en général comparer les transmissions à deux énergies différentes E1, E2 � Ec.
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le canal de conduction : la bosonisation (voir [107, 108] pour la bosonisation elle-même

et [64, 67, 109] pour la bosonisation appliquée à un Qpc). Cette technique consiste à

décrire le fluide électronique par ses fluctuations de densité, ce qui permet de traiter

les interactions – en l’occurrence avec les modes photoniques du circuit – exactement.

Cependant, le prix à payer est que le terme de rétro-diffusion des quasi-particules est

non-quadratique dans cette représentation. Si l’environnement est purement ohmique,

Zt(ω) ≈ R, le problème se réduit [45] au modèle de Tomonaga-Luttinger pour lequel

il existe une solution exacte [51]. Dans le cas plus général où l’impédance dépend

de la fréquence, on peut établir une analogie vers une généralisation du modèle de

Tomonaga-Luttinger [100] prenant en compte la portée finie des interactions. Bien que

ce modèle généralisé ne soit pas résolu, il reste la possibilité de traiter le terme de

rétro-diffusion en perturbation [110], ce qui correspond à la limite 1− τ∞ � 1.

2.4.1 Bosonisation du canal

La bosonisation s’applique à tout système unidimensionnel dont le spectre des

excitations est linéaire. En principe, le hamiltonien de tout canal de conduction décrit

par l’approche de diffusion peut être mis sous une forme 1D :

H = HK +HB =

∫
dkξkc

†
kck +

1

2π

∫
dkdk′V (k − k′)c†kck′ . (2.19)

Avec un Qpc par exemple, l’obtention de (2.19) est immédiate en séparant formelle-

ment l’énergie potentielle électrostatique U(x, y) en la somme de deux termes [111] :

la barrière U(x) dans la direction de propagation x et le confinement Ux(y) dans la

direction transverse y. Dans l’hypothèse réaliste et usuelle que Ux(y) varie adiabati-

quement avec x, les états propres sont de la forme φx(y) × ψ(x), avec φx(y) solution

de p2
y/2m + Ux(y) d’énergie εx et ψ(x) solution de H1D = p2

x/2m + U(x) + εx. Le

hamiltonien (2.19) n’est autre que l’expression de H1D en seconde quantification, où

|k〉 est l’onde plane eikx, ξk = ~2k2/2m−EF , et V (k) est la transformée de Fourier de

V (x) = U(x) + εx.

Si de plus les énergies sondées eV, kBT,Ec sont très petites devant EF , alors on peut

linéariser le spectre au voisinage des deux points de Fermi k = ±kF (figure 2.4, gauche).

On obtient ainsi deux branches d’excitations qui décrivent les électrons se propageant

vers la droite pour l’une et vers la gauche pour l’autre ; on leur associe les opérateurs

créations c†R(L),k = c†k≈+(−)kF
. Étant donné que les excitations très au-dessous du

niveau de Fermi sont bloquées par le principe de Pauli et que celles très au-dessus ne

sont simplement pas excitées par manque d’énergie, on peut artificiellement prolonger

ces deux branches à l’infini (figure 2.4, droite). L’énergie cinétique dans (2.19) prend
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alors la forme suivante :

HK ≈
∑

α=L,R

∫ +∞

−∞
dk�vF (εαk − kF )c

†
α,kcα,k, (2.20)

qui est précisément celle du modèle de Tomonaga-Luttinger. On a posé : εR = +1 et

εL = −1. De la même manière, on trouve pour la barrière d’énergie potentielle :

HB ≈ 1

2π

∫ +∞

−∞
dkdk′V (k − k′)

[
c†R,kcR,k′ + c†L,kcL,k′ + c†R,kcL,k′ + c†L,kcR,k′

]
. (2.21)

Les deux derniers termes sont les plus importants ; ils décrivent les processus où l’élec-

tron est rétro-diffusé.

EF

kF-kF

cR,kcL,k
EF

kF-kF

cR,kcL,k

Figure 2.4 – Spectre des excitations. À gauche, le spectre des excitations (courbe continue
bleue) est linéarisé au voisinage des deux points de Fermi, k = ±kF . Il en résulte deux branches

d’excitations, cR(L),k (droites en tirets rouges). À droite, ces deux branches sont artificiellement
prolongées jusqu’à l’infini. Ce nouveau spectre correspond précisément à celui du modèle de
Tomonaga-Luttinger.

La technique de la bosonisation consiste à exprimer les opérateurs champ fermio-

niques :

ψα(x) =

∫
dk√
2π

cα,ke
ikx,

en fonction de deux observables, φ(x) et θ(x) :

ψα(x) = Uα lim
D→0

1√
2πD

eiεα(kF x−φ(x))eiθ(x), (2.22)

où Uα est le facteur de Klein et D une coupure UV qui sert à régulariser le nombre

infini d’états d’énergie négative. Physiquement, φ(x)/π compte le nombre d’électrons

dans l’intervalle ] −∞, x] relativement au cristal parfait. Quant à θ(x), il est relié au

moment conjugué Π(x) de φ(x) selon : Π(x) = ∇θ(x)/π.

Nous exprimons maintenant les principales observables en fonction de ces champs.
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La densité, ρ = ψ†ψ, avec ψ = ψL + ψR, a pour expression :

ρ(x) = − 1

π
∇φ(x) +

1

πD
cos(2kFx− 2φ(x)). (2.23)

En négligeant les variations rapides à l’échelle 1/2kF (2e terme), elle est linéaire en φ.

Les interactions entre électrons, qui sont en ρ2, seront donc simplement quadratiques

en φ. Toujours en négligeant les variations rapides de ρ, on déduit, grâce à l’équation

de continuité ∂tρ+∇j = 0, l’expression du courant :

j(x) =
1

π
∂tφ. (2.24)

Quant à l’énergie cinétique, elle devient :

HK =
~vF
2π

∫
dx
[
(πΠ(x))2 + (∇φ(x))2

]
. (2.25)

Remarquablement, elle reste quadratique dans cette représentation. Enfin, concernant

la barrière d’énergie potentielle, en exprimant (2.21) en fonction de la densité : HB =∫
dxV (x)ρ(x), on obtient :

HB = −V (0)

π
∇φ(0) +

V (2kF )

πD
cos [2φ(0)] , (2.26)

où l’on a supposé que la barrière V (x) est centrée en x = 0 et que le champ φ varie

peu sur l’extension spatiale de la barrière : φ(x) ≈ φ(0). Le premier terme induit un

simple déphasage et nous le négligerons par la suite. Le deuxième terme, qui décrit la

rétro-diffusion des électrons, est, comme annoncé, fortement non-linéaire.

2.4.2 Analogie formelle avec les interactions entre électrons dans les
liquides de Tomonaga-Luttinger

Le terme de couplage entre le canal de conduction et le circuit a pour expression :

Hc = −Qcanalucanal, avec ucanal la tension aux bornes du canal et Qcanal(t) la charge

ayant traversé le canal au temps t. En intégrant (2.24), on obtient 7 : Qcanal(t) =
e
πφ(x = 0, t). Le couplage s’écrit donc de la manière suivante :

Hc = − e
π
φ(x = 0, t) [V − ∂tδΦ(t)] . (2.27)

Dans la base des états bosonisés, l’interaction avec le circuit est simplement linéaire.

Les hamiltoniens (2.3), (2.25), (2.26) et (2.27) fournissent une description complète

du système. Nous poursuivons les calculs dans le formalisme de l’intégrale de chemin.

7. On suppose qu’un électron traverse la constriction instantanément, ce qui permet de compter
Qcanal à partir de la position x = 0.
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L’intérêt de ce formalisme réside ici dans sa capacité à facilement éliminer les degrés

de liberté inintéressants : {qn, φn} et φ(x 6= 0). Les actions euclidiennes associées à ces

hamiltoniens deviennent alors (voir l’annexe A) :

SK =
1

2β

∑
ωn

2|ωn|
π
|φ|2 (2.28)

Senv =
1

2β

∑
ωn

|ωn|
Zt(i|ωn|)

|δΦ|2 (2.29)

Sc =
1

2β

∑
ωn

eωn
π

(φ?δΦ− φδΦ?) , (2.30)

où β = 1/kBT , ωn est la fréquence de Matsubara et φ(x = 0) est simplement dési-

gné par φ. La variable δΦ qui représente l’impédance Zt étant décrite par une action

quadratique et couplée linéairement à φ, on peut l’éliminer. Pour cela on remarque

que :

Senv + Sc =
1

2β

∑
ωn

|ωn|
Zt

[
δΦ? + Zt

e

π

ωn
|ωn|

φ?
] [
δΦ− Zt

e

π

ωn
|ωn|

φ

]
+
e2

π2
|ωn|Zt|φ|2

=
1

2β

∑
ωn

|ωn|
Zt

Φ̃(−iωn)Φ̃(iωn) +
e2

π2
|ωn|Zt|φ|2

où l’on a effectué le changement de variable Φ̃ = δΦ−Zt eπ
ωn
|ωn|φ et utilisé que pour un

champ réel ϕ(−iωn) = ϕ(iωn)?. Le champ Φ̃ étant découplé de φ, on peut l’oublier.

L’effet de l’impédance sur le canal de conduction est donc entièrement inclus dans le

deuxième terme. Sa forme très proche de l’action SK permet de les regrouper en une

action effective :

Seff
K =

1

2β

∑
ωn

2|ωn|
π

[
1 +

Zt(i|ωn|)
RK

]
|φ|2 (2.31)

Ceci constitue le résultat principal de cette section : le couplage des quasi-particules

avec les modes photoniques du circuit revient à l’ajout dans SK du facteur
[
1 + Zt(i|ωn|)

RK

]
,

dont nous discutons maintenant la signification.

Environnement ohmique

Dans la limite où l’on peut considérer que l’impédance est purement résistive,

Zt ≈ R , on a : Seff
K = 1

2β

∑
ωn

2|ωn|
πK |φ|

2, avec K = 1
1+R/RK

≤ 1. Cette action est

précisément celle d’un liquide de Tomonaga-Luttinger avec des interactions entre élec-

trons répulsives, lesquelles sont caractérisées par le paramètre d’interaction K ; K = 1

correspond à des électrons libres et plus K est petit, plus les interactions sont fortes.

L’effet d’une résistance série sur le transport dans un canal de conduction est donc

équivalent à l’effet des interactions entre électrons dans un conducteur unidimension-

nel. Calculer la conductance du système non-linéaire Seff
K +SB est un problème difficile
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qui a d’abord été résolu dans des cas particuliers :

— quand la rétro-diffusion est faible, 1 − τ∞ � 1, en traitant SB en perturba-

tion [112] ;

— au point spécial K = 1/2 (c.-à-d. R = RK), grâce à la technique de la refermio-

nisation [112] ;

— quand les interactions sont faibles [113], 1 −K � 1 (c.-à-d. R � RK), où l’on

retrouve exactement l’équation (2.16).

Remarquablement, il existe aussi une solution totalement générale [51], obtenue

grâce à l’ansatz de Bethe thermodynamique (TBA). Elle prédit notamment que le

courant circulant à température nulle obéit, pour des interactions K données, à une

fonction universelle IK(V/VB), où le paramètre VB caractérise la force de la barrière.

Il nous faut ici préciser que l’expression de VB en fonction des paramètres V (2kF ) (ou

τ∞) et K dépend du comportement à haute énergie du système d’une manière inconnue

qui n’est pas donnée par le TBA ; en conséquence VB doit être déterminé de façon ad

hoc. Nous donnons maintenant l’expression de IK(V/VB) car elle sera utilisée par la

suite :

IK(V/VB) =
V

RK
×


1

1+r −
1

(1+r)2

∑∞
n=1 an

(
1

1+r

)(
eV

kBT
′
B

)−2nr
1+r

, eV > kBT
′
Be

∆∑∞
n=1 an (1 + r)

(
eV

kBT
′
B

)2nr
, eV < kBT

′
Be

∆

(2.32)

où l’on a introduit les quantités :

r =
1

K
− 1 = R/RK ,

T ′B =
eVB
kB

√
π(r + 1)Γ

(
1
2 + 1

2r

)
Γ
(

1
2r

) ,

∆ =
1

2
log(r)− 1 + r

2r
log(1 + r),

et la fonction :

an(x) = (−1)n+1

√
πΓ(nx)

2Γ(n)Γ
(

3
2 + n(x− 1)

) .
Dans le langage du blocage de Coulomb dynamique, la fonction Gtot ≡ ∂IK(V/VB)

∂V est la

conductance différentielle du circuit complet (canal et résistance série). La conductance

différentielle du canal de conduction pris séparément s’en déduit :

GK(V/VB) =
Gtot

1−RGtot
. (2.33)

Une remarque avant d’aller plus loin. Nous avons supposé que les déviations à haute

énergie du système réel par rapport au modèle simplifié (spectre linéaire et impédance

purement résistive) avec lequel ont été menés les calculs n’ont pas d’impact sur le trans-
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port aux basses tensions et températures. Cette hypothèse intuitive peut être rendue

rigoureuse en montrant que les non-linéarités du spectre [108, 114] et la dépendance

en fréquence de l’impédance introduisent dans l’action des termes qui ne sont pas per-

tinents à basse énergie au sens du groupe de renormalisation (voir par exemple [112]

pour le spectre et le Supplementary Information de [115] pour l’impédance).

Impédance dépendant de la fréquence

Dans le cas général où Zt(ω) dépend de la fréquence, on peut toujours interpré-

ter l’effet de l’impédance comme étant équivalent à des interactions entre électrons,

mais le paramètre qui les caractérise, K, acquiert une dépendance en fréquence :

K(iωn) = 1
1+Zt(i|ωn|)/RK . Cette dépendance en fréquence correspond à des interac-

tions entre électrons de portée finie [100, 108] : Uel(x) 6= δ(x). On a le lien suivant

entre la transformée de Fourier de Uel et l’impédance :

1

1 + Zt(i|ωn|)
=

∫
dk

vF |ωn|/π
ω2
n + k2v2

F (1 + 2Uel(k)/π~vF )
. (2.34)

Contrairement aux interactions courte-portées, il existe très peu de résultats théoriques

dans le cas de portée finie.

Canal balistique

Pour finir, si SB = 0, on peut – à l’inverse de ce qui vient d’être fait – éliminer le

champ correspondant au canal. On obtient alors une action effective du circuit :

Seff
env =

1

2β

∑
ωn

|ωn|
(

1

Zt(i|ωn|)
+

1

RK

)
|δΦ|2. (2.35)

Il s’agit de l’action d’une impédance constituée de Zt en parallèle avec une résistance

RK (comparer à (2.29)). En l’absence de la barrière, le canal est donc équivalent 8 à

une résistance RK qui amortit l’impédance Zt.

2.4.3 Qu’est-ce qu’un liquide de Tomonaga-Luttinger ? — Origine
physique de l’analogie

On a l’habitude de décrire l’effet des interactions entre électrons à basse énergie

par la théorie de Landau des liquides de Fermi [116]. Celle-ci stipule que les excita-

tions de basse énergie se comportent comme un simple gaz d’électrons presque libres

dont certains paramètres, comme la masse, sont renormalisés par les interactions. Phy-

siquement, ces quasi-particules sont des électrons écrantés par la charge positive du

8. Cette équivalence est ici obtenu après élimination de tous les modes x 6= 0, mais on peut mon-
trer [109] que le hamiltonien de départ (2.25) est identique, quand il est exprimé en fonction de ses
modes bosoniques, au hamiltonien décrivant une résistance de valeur RK dans le modèle de Caldeira-
Leggett.
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réseau cristallin. Le faible résidu d’interaction leur confère un temps de vie fini. À une

dimension, cette théorie n’est plus applicable. La raison est géométrique (figure 2.5) :

à 1D, un électron qui se déplace ne peut contourner ou être évité par ses voisins, mais

les pousse avec lui à cause des interactions. Seuls sont donc possibles des mouvements

collectifs, qui sont incompatibles avec les quasi-particules presque libres de la théorie

de Landau.

Nous avons vu précédemment que ces excitations collectives correspondent aux

fluctuations de la densité du liquide et sont, comme les modes électromagnétiques

d’une impédance, de nature bosonique. Un électron qui traverse la barrière doit, en

« retombant » dans le liquide, se décomposer dans ces modes collectifs. Or cela n’est

possible que s’il a assez d’énergie à sa disposition pour les exciter. La conductance

de la barrière diminue donc à basse énergie selon un procédé identique au blocage de

Coulomb dynamique.

Notons pour finir que seules sont concernées par cette analogie les propriétés du

liquide de Tomonaga-Luttinger qui sont locales et ne font pas intervenir le spin.

� > � :
liquide de Fermi

� = � : liquide de
Tomonaga-Luttinger

Figure 2.5 – Liquides de Fermi et de Tomonaga-Luttinger. Aux dimensions D ≥ 1,
les excitations du système à basse énergie sont des quasi-particules se comportant comme des
électrons presque libres. À une dimension, un électron ne peut se déplacer sans pousser tous
les autres. En conséquence, seules des excitations collectives sont possibles.

2.4.4 Réalisations expérimentales des liquides de
Tomonaga-Luttinger

Si les liquides de Tomonaga-Luttinger ont généré un intense travail théorique en

raison de leurs propriétés exotiques et des résultats exacts qui peuvent être obtenus, leur

réalisation expérimentale est en revanche particulièrement ardue. Des indications de

cette physique ont été observées dans des nanotubes [117], des fils quantiques [48, 118],

des châınes de spin [119, 120] et d’atomes [121], ou encore dans les canaux de bord de

l’effet Hall quantique fractionnaire [122, 123]. La signature typique de cette physique

est l’observation de la suppression à basse énergie de la conductance d’un processus

tunnel (par exemple l’injection d’un électron directement dans le liquide) selon une loi

puissance. Une prédiction comme l’équation (2.32) n’a en revanche jamais été mesurée

au-delà du régime tunnel (premier terme du développement).



48 Partie I. Action du circuit sur un unique canal de conduction

2.4.5 Limite de faible rétrodiffusion

Dans le cas où la dépendance en fréquence de l’impédance Zt(ω) n’est pas négli-

geable, il reste possible de traiter SB en perturbation, ce qui revient à être dans la

limite 1 − τ∞ � 1. Cette limite permet de mieux comprendre les résultats précédem-

ment obtenus. Le courant s’écrit dans cette limite de la manière suivante [110] :

I = I0 − IB,

où I0 est le courant en l’absence de la barrière et IB correspond à la – faible – rétrodif-

fusion. Si l’impédance Zt comporte uniquement des modes à haute fréquence ~ω > Ec,

alors IB est donné par la même expression (2.11) que dans le régime tunnel, en sub-

stituant τ∞ → 1 − τ∞ et Zt → RKZt
RK+Zt

. Ce résultat se comprend bien en remarquant

que la rétrodiffusion d’un électron dans cette limite 1 − τ∞ � 1 est, tout comme le

transfert d’un électron dans la limite τ∞ � 1, un évènement rare dont la statistique

est poissonienne [19]. La rétrodiffusion d’un électron par la barrière s’accompagne donc

d’une variation soudaine δQ = e de la charge du condensateur et doit être bloquée à

basse énergie. Notons que l’impédance Zt est amortie par la résistance RK du canal

de conduction à l’ordre 0.

Ce résultat implique une augmentation de la conductance à basse énergie. Comment

comprendre alors la diminution de la conductance prédite pour une résistance série

Zt(ω) ≈ R ? La raison provient du fait qu’une résistance comporte de nombreux modes

à basse fréquence pour lesquels la théorie P (E) des jonctions tunnels ne s’exporte pas

directement à IB. À cause de ces modes, le liquide de Luttinger agit sur lui-même via

l’environnement, si bien que I0 et les termes f(1− f) dans (2.11), sont modifiés.
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Réalisation expérimentale du
circuit

Les circuits que nous avons étudiés expérimentalement sont composés de trois élé-

ments principaux (figure 3.1) : un contact ponctuel quantique (Qpc) qui émule n’im-

porte quel conducteur cohérent court mono-canal ; une résistance série R – qui sera

réalisée de deux manières différentes – en parallèle avec une petite capacité géomé-

trique C ; un interrupteur in situ qui sert à court-circuiter la résistance série et extraire

la probabilité de transmission intrinsèque τ∞ qui caractérise le Qpc.

La figure 3.2 montre deux images MEB en fausses-couleurs des surfaces des échan-

tillons réalisant ce circuit. L’image du haut correspond à une réalisation « macrosco-

pique » de la résistance série, celle du bas à une réalisation « mésoscopique ».

Ces échantillons sont maintenant décrits en détail.

QPC 

Figure 3.1 – Schéma synoptique des circuits étudiés.
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a 

b 

B 

Figure 3.2 – Images MEB des échantillons étudiés. Le gaz d’électron, qui est situé
environ 100 nm sous la surface, est matérialisé en gris sombre, les grilles des Qpc sont co-
lorisées en jaune, les grilles des Qpc-interrupteurs en violet et le micro-contact ohmique en
rouge. Les points blancs symbolisent de gros contacts ohmiques auxquels est connecté le cir-
cuit de polarisation et de mesure. On remarquera que la polarisation en courant, qui sert à
éviter certains inconvénients comme les tensions thermoélectriques, se comporte en fait comme
une polarisation en tension en raison de la chiralité des canaux de bord et de la masse froide
placée à gauche du contact d’injection. La figure (a) montre l’échantillon réalisant la résistance
macroscopique : deux fils de chrome (colorisés en vert) parallèles déposés à la surface de l’hé-
térojonction. Le fil qui est connecté à une mesure de tension à basse fréquence est en fait mis
à la masse via la capacité distribuée le long des câbles de mesure aux fréquences en jeu pour
le blocage de Coulomb dynamique. La figure (b) montre l’échantillon réalisant une résistance
mésoscopique : le second Qpc, qui est défini au milieu d’un plateau de conductance. Sur cette
figure (b), les flèches rouges représentent les canaux de bords de l’effet Hall quantique : un
canal partiellement transmis au Qpc1 est affecté par la résistance RK/2 que forment les deux
canaux parfaitement transmis à travers le Qpc2.
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3.1 Contact ponctuel quantique

Les contacts ponctuels quantiques avec lesquels nous avons travaillés sont réalisés

dans des hétérojonctions semiconductrices à l’interface desquelles est piégé un gaz bi-

dimensionnel d’électrons [20, 21]. Sur la figure 3.2, les zones où il y a un gaz d’électrons

– qui est situé environ 100 nm sous la surface – sont représentées en gris foncé. Ty-

piquement, les densités et mobilités des gaz utilisés lors de ce travail de thèse sont,

respectivement, n ≈ 2× 1015 m−2 et µ ≈ 50 m2/V.s.

Un Qpc repose sur la réalisation dans le gaz d’électrons d’une petite constriction,

dont la largeur est de l’ordre de la longueur d’onde de Fermi afin que seuls quelques

canaux de conduction la traversent [15]. La constriction est créée en appliquant une

tension négative, Vqpc, à deux grilles métalliques se faisant face (colorisées en jaune)

qui sont déposées à la surface de l’hétérojonction. Comme le montre la figure 3.3,

cette tension, qui contrôle la largeur de la constriction et la hauteur de la barrière

électrostatique, permet de choisir le nombre de ces canaux et de régler la probabilité

de transmission du dernier continûment entre 0 et 1.

Figure 3.3 – Conductance d’un QPC en fonction de sa tension de grille. Mesure
réalisée dans le régime de l’effet Hall quantique au facteur de remplissage ν = 4 à une tempé-
rature de 22.5 mK. Quand Vqpc < −0.6 V, aucun canal n’est transmis à travers le Qpc dont la
conductance est nulle. Les marches dans la conductance qui apparaissent en augmentant Vqpc

traduisent l’ouverture un par un des canaux. Sur un plateau, il y a RKG canaux totalement
transmis tandis que les autres sont totalement réfléchis. Entre deux plateaux, un canal est
partiellement transmis/réfléchis.

Pendant ce travail de thèse, nous nous sommes systématiquement placés dans le

régime de l’effet Hall quantique entier en appliquant un fort champ magnétique per-
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pendiculaire au gaz d’électrons. Dans ce régime, les électrons se propagent le long des

bords de l’échantillon dans des canaux de bord chiraux représentés en rouge [23]. Le

nombre de ces canaux est égal au facteur de remplissage ν qui dépend par exemple

de l’intensité du champ magnétique. Ce régime présente notamment les avantages sui-

vants :

— la dégénérescence de spin est levée par l’effet Zeeman ;

— les différents canaux sont séparés par des énergies importantes [15], comme

l’attestent les larges plateaux de la figure 3.3.

Ces deux points sont essentiels pour explorer le niveau le plus élémentaire du

conducteur cohérent mono-canal dans un circuit linéaire.

3.2 Environnement électromagnétique linéaire

L’environnement électromagnétique des quasi-particules électroniques du canal de

conduction consiste en une résistance en parallèle avec une petite capacité géométrique.

La résistance est réalisée de deux façons différentes :

— une résistance macroscopique (figure 3.2A, colorisée en vert) qui est faite de deux

fils de chrome parallèles déposés à la surface de l’échantillon. Un fil est directement

connecté à la masse froide et l’autre au circuit de mesure. Ce dernier permet de mesurer

à basse fréquence (. kHz) les résistances des deux fils de chrome séparément, ainsi

que la connexion électrique entre le micro-contact ohmique (voir plus loin) et le gaz

d’électrons. Aux hautes fréquences responsables du blocage de Coulomb dynamique

(GHz), ce circuit de mesure est essentiellement court-circuité à la masse via la capacité

distribuée le long des câbles de mesure. Avec des longueurs de l’ordre de la dizaine de

microns, ces fils de chrome réalisent des résistances de l’ordre du quantum de résistance

RK ≈ 26 kΩ.

— une résistance mésoscopique (figure 3.2B) qui est faite d’un second Qpc défini au

milieu d’un plateau de résistance RK/n, avec n un entier. Sur un plateau, les canaux du

Qpc sont soit totalement réfléchis – auquel cas ils sont spectateurs –, soit totalement

transmis et alors ils se comportent comme des résistances macroscopiques non affectées

par le blocage de Coulomb. Cette résistance mésoscopique présente l’avantage d’avoir

une valeur définie à une très grande précision et d’être modifiable in situ.

À très haute fréquence, ces résistances sont court-circuitées par la capacitive géo-

métrique entre la masse AC et l’aire enclose par le Qpc et la résistance. La valeur de C

est essentiellement due au micro-contact ohmique (colorisé en rouge, voir le paragraphe

suivant). Des simulations numériques par élément finis effectuées avec le logiciel Com-

sol donnent C ≈ 2− 2.5 fF, selon la taille du micro-contact ohmique. Par ailleurs, ces

simulations montrent que la capacité distribuée le long de la résistance macroscopique
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est négligeable 1.

3.3 Micro-contact ohmique

La connexion électrique entre le Qpc et la résistance est réalisée par un contact

ohmique (colorisé en rouge) de taille micrométrique. Il est formé par un empilement

d’or, de nickel et de germanium, qui est diffusé dans l’hétérojonction. Concernant la

résistance macroscopique, cet élément est nécessaire pour connecter électriquement la

résistance déposée sur la surface de l’hétérojonction et le gaz d’électrons situé au-

dessous. Concernant la résistance mésoscopique, il permet de casser toute cohérence

quantique entre les deux Qpc et de déjouer la chiralité qui protègerait du blocage de

Coulomb dynamique. Sa taille résulte du compromis entre des contraintes antagonistes :

— d’un côté, on souhaite que le blocage de Coulomb dynamique soit fort. Or pour

cela il faut que les fluctuations thermiques ne soient pas en mesure d’exciter les modes

de l’impédance Zt à la suite d’un évènement tunnel. La conductance à tension nulle

diminuant à basse température comme
(
kBT
~/RC

)2R/RK
, la capacité C, c.-à-d. la taille

du micro-contact ohmique, doit donc être la plus petite possible. Avec C = 2 fF et

R = RK , la fréquence de coupure est supérieure à la fréquence des photons thermiques :

1/(2πRKC) = 3 GHz et kBT/h ≈ 0.4 GHz à 20 mK.

— de l’autre côté, le micro-contact ohmique doit se comporter comme un réservoir

idéal qui absorbe tous les électrons lui arrivant et ne réémet que des électrons inco-

hérents distribués selon la fonction de Fermi. Le premier point exige que la longueur

du bord du contact ohmique contiguë au gaz soit suffisamment grande. C’est le plus

contraignant en pratique. Avec les contacts ohmiques des figures 3.2A et B, on mesure

une résistance électrique entre le gaz et le contact de l’ordre de 10−3RK ; autrement

dit, la probabilité de réflexion d’un électron incident est de l’ordre de un pour mille. Le

deuxième point réclame un volume du contact ohmique suffisamment important pour

que les électrons y pénétrant aient le temps de relaxer vers une distribution de Fermi

avant d’être réémis. À basse température, le temps d’interaction électron-électron est

typiquement de 10 ns dans un métal comme l’or [124] (principal constituant du contact

ohmique), tandis que le temps passé par un électron dans le contact ohmique est [125] :

tdwell = hνFΩ ≈ 50 µs, avec un volume Ω ≈ 2 µm et une densité d’états au niveau de

Fermi νF ≈ 1047 J−1m−3.

1. Elle a pour effet de légèrement renormaliser la valeur de C.
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3.4 Court-circuit in situ de la résistance série

Enfin, le dernier élément du circuit est un interrupteur in situ permettant de court-

circuiter à la demande la résistance série. Concrètement, il s’agit du Qpc colorisé en

violet 2 (qu’on appellera « Qpc-interrupteur » par la suite) situé à la gauche du Qpc

jaune jouant le rôle du conducteur cohérent (qu’on appellera simplement Qpc). Tirant

parti de la chiralité des canaux de bord, le Qpc-interrupteur permet de dévier vers

la masse les canaux revenant du micro-contact ohmique (figure 3.4A). Dans ce cas,

les potentiels des canaux arrivant au Qpc sont fixés par la masse d’un côté et par la

source de tension V de l’autre ; le Qpc est aveugle à la résistance série, qui est donc

court-circuitée. Sur le schéma synoptique, l’interrupteur est en position fermée et l’on

mesure la conductance intrinsèque G∞. En revanche, quand les canaux sont réfléchis

par le Qpc-interrupteur (figure 3.4B), le Qpc est en série avec la résistance et soumis

au blocage de Coulomb dynamique. Sur le schéma synoptique, l’interrupteur est en

position ouverte et l’on mesure la conductance réduite G.

V

RB

V

RA

V

RC

Figure 3.4 – Court-circuit in situ de la résistance série. (A) Lorsque tous les canaux
sont transmis par le Qpc-interrupteur (violet), le Qpc (jaune) est aveugle à la présence de
la résistance série R. Il n’est donc pas soumis au blocage de Coulomb dynamique et l’on
mesure sa conductance intrinsèque G∞. (B) Lorsque tous les canaux sont réfléchis par le Qpc-
interrupteur, le Qpc jaune est en série avec la résistance série et sa conductance différentielle
G(V ) est réduite à basse énergie. (C) En pratique, pour supprimer le blocage de Coulomb
dynamique, il faut qu’au moins les deux canaux les plus externes soient transmis par le Qpc-
interrupteur. Il semble en effet que le deuxième canal pollue le canal externe, ou que le canal
externe ne soit pas parfaitement transmis par le Qpc-interrupteur aux énergies pertinentes
pour le blocage de Coulomb dynamique. Il n’est en revanche pas nécessaire de transmettre les
canaux suivants qui sont séparés par la très grande énergie cyclotron (quelques meV).

En principe, il suffit de transmettre le canal externe à travers le Qpc-interrupteur

(figure 3.4C) car les autres sont spectateurs. En pratique pourtant, il faut aussi trans-

2. Sa forme inhabituelle sur la figure 3.2B – il recouvre complètement le gaz – a pour but de réduire
l’intervalle de tension entre la situation où il transmet tous les canaux et celle où il les réfléchit tous,
afin de minimiser la compensation capacitive à appliquer à l’autre Qpc (voir la section suivante).
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mettre le deuxième canal pour supprimer complètement le blocage de Coulomb (voir

la figure 3.5). Il n’est en revanche pas nécessaire de transmettre le troisième canal, ni

les suivants. Il semble donc que le deuxième canal pollue le canal externe pendant le

court trajet entre le Qpc-interrupteur et le Qpc, ou que le canal externe ne soit pas

parfaitement transmis par le Qpc-interrupteur aux énergies pertinentes pour le blocage

de Coulomb dynamique. Une raison pourrait être la faiblesse, comparé à l’énergie de

charge Ec ≈ 40 µV, de l’énergie Zeeman EZ ≈ 70 µV qui sépare ces deux canaux. Les

deuxième et troisième canaux sont quant à eux séparés par l’énergie cyclotron qui est

beaucoup plus grande (de l’ordre de quelques meV).

3.5 Extraction de la transmission intrinsèque

du canal

Nous avons trois méthodes pour extraire τ∞, chacune ayant ses avantages et ses

inconvénients.

— L’une est d’augmenter la tension appliquée à l’échantillon jusqu’à tuer le blocage

de Coulomb dynamique (|eV | � h/RC). Elle a l’avantage de la simplicité. Néanmoins,

elle requiert que la transmission intrinsèque τ∞ du Qpc reste à peu près constante

entre la tension nulle et la tension nécessaire pour supprimer complètement le blocage.

— Une autre est d’augmenter la température de l’échantillon (kBT � h/RC). À

nouveau une éventuelle dépendance en énergie de τ∞ posera problème, mais surtout il

faut beaucoup de temps pour ensuite refroidir l’échantillon.

— Enfin, il y a l’interrupteur in situ. Cette méthode est rapide, insensible à la dé-

pendance en énergie de τ∞, mais nécessite d’appliquer une compensation à la tension

Vqpc en raison de l’influence capacitive des grilles du Qpc-interrupteur sur le gaz d’élec-

trons au niveau du Qpc. Souvent, une compensation linéaire suffit : ∆Vqpc = −α∆Vsw,

avec α ≈ 5 − 10% (voir la figure 3.5 où une telle compensation linéaire a été appli-

quée). Des non-linéarités peuvent toutefois exister. Elles requièrent un contrôle plus

approfondi qui est fait dans la partie II. Dans cette partie I, l’interrupteur in situ n’est

utilisé que lorsque la compensation linéaire suffit.
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Figure 3.5 – Extraction de la conductance intrinsèque du QPC avec l’interrupteur
in situ. La conductance du Qpc est mesurée en fonction de la tension Vsw appliquée aux grilles
du Qpc-interrupteur. Pour Vsw < −0.8 V, les canaux sont tous réfléchis par le Qpc-interrupteur
et l’on mesure la conductance G du Qpc qui est réduite par le blocage de Coulomb dynamique.
Pour Vsw > −0.4 V, deux canaux sont transmis à travers le Qpc-interrupteur ; la résistance
est alors court-circuitée et l’on mesure la conductance intrinsèque G∞ = τ∞/RK du Qpc.
Le plateau observé pour Vsw ∈ [−0.7,−0.5] V correspond à la situation où seul un canal est
transmis à travers le Qpc-interrupteur.
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Résultats expérimentaux

Ce chapitre présente les résultats expérimentaux obtenus pendant ce travail de

thèse.

4.1 Test du circuit en régime tunnel

En préalable, la modélisation des circuits réalisés expérimentalement par le schéma

simplifié de la figure 3.1 est testée en comparant la réduction de la conductance du Qpc

mesurée lorsque sa transmission intrinsèque est très faible, τ∞ � 1, avec les prédictions

théoriques pour des jonctions tunnels.

La figure 4.1 montre en symboles la conductance différentielle G(V, T ) du Qpc me-

surée en fonction de la tension V appliquée au circuit pour quatre réalisations de la

résistance : R = 6.3 et 80 kΩ avec des fils de chrome (résistance « macroscopique »),

R = RK/2 et RK/3 avec des Qpc définis au milieu d’un plateau (résistance « més-

coscopique »). Les lignes noires sont calculées avec la théorie des jonctions tunnels,

équation (2.11). Le seul paramètre ajustable de ce calcul est la conductance intrinsèque

G∞ = τ∞/RK du Qpc, qui est essentiellement donnée par la valeur de la conductance

à haute tension. La résistance R est mesurée in situ, la capacité C correspond à des

simulations numériques par éléments finis et la température T est celle de la chambre

de mélange du réfrigérateur à dilution.

Le bon accord entre les données et les prédictions théoriques valide la modélisation

du circuit réalisé et prouve qu’un canal de conduction parfaitement transmis se com-

porte comme une résistance macroscopique non-affectée par le blocage de Coulomb

dynamique.
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Figure 4.1 – Test du circuit dans le régime tunnel. Symboles : conductance différentielle
G(V, T ) du Qpc à basse température en fonction de la tension V appliquée au circuit. Le Qpc
est réglé dans le régime tunnel (τ∞ ≈ 0.1) et chaque panneau correspond à une valeur différente
de la résistance série. Lignes continues : prédictions de la théorie du blocage de Coulomb
dynamique pour les jonctions tunnels, équation (2.11). Les paramètres R,C, T utilisés dans le
calcul sont déterminés séparément et indiqués dans les panneaux.

4.2 Observation empirique à tension nulle

Nous commençons l’étude du blocage de Coulomb dynamique au-delà du régime

tunnel en nous plaçant à tension nulle où la conductance est la plus fortement réduite.

Les symboles du panneau de gauche de la figure 4.2 montrent la réduction relative

de la conductance du canal, G(V=0,T )−G∞
G∞

, mesurée en fonction de sa conductance in-

trinsèque, G∞. Les différentes types de symbole correspondent aux quatre réalisations

de l’environnement précédemment mentionnées. La conductance intrinsèque est mesu-

rée à haute tension pour les résistances R = 80 kΩ, RK/2, RK/3 et avec l’interrupteur

in situ pour R = 6.3 kΩ. Dans chacun des quatre cas, l’effet relatif du blocage de Cou-

lomb dynamique sur la conductance diminue en valeur absolue lorsque G∞ augmente.

Ceci est la conséquence de la disparition progressive de la granularité du transfert de

charge à travers le canal de conduction. En particulier, lorsque le canal est balistique

(RKG∞ = 1), la conductance n’est pas réduite.
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Figure 4.2 – Suppression de la conductance à tension nulle dans le régime général.
À gauche, la réduction relative de la conductance à tension nulle, G(V = 0, T ), du Qpc

par rapport à sa conductance intrinsèque G∞, est tracée en fonction de G∞. À droite, ces
mêmes données sont tracées en fonction de la conductance réduite G(V = 0, T ). On observe
empiriquement une relation linéaire dans ce dernier cas ; les lignes droites en tirets sont des
guides pour les yeux.
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Figure 4.3 – Suppression de la conductance à tension nulle dans le régime général –
dépendance en température. Symboles : mesures de la réduction relative de la conductance
à tension nulle G(V = 0, T ) du Qpc, par rapport à sa conductance intrinsèque G∞, pour des
températures de 25, 50 et 100 mK. La résistance série R = 25 kΩ est réalisée avec des fils de
chrome déposés à la surface de l’échantillon. La conductance intrinsèque G∞ est extraite avec
l’interrupteur in situ. Les lignes droites sont des guides pour les yeux.
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En outre, on observe que plus la résistance série est élevée, plus la réduction de la

conductance est forte – elle atteint d’ailleurs quasiment 100% dans le régime tunnel

pour R = 80 kΩ – et plus les courbes sont non-linéaires. Ce dernier point implique que

la prédiction (2.13) dérivée dans le régime de faible blocage, qui stipule que la réduction

relative de la conductance est proportionnelle à (1−RKG∞), n’est pas valable dans le

régime de fort blocage. Mais, remarquablement, on observe une relation linéaire en tra-

çant ces mêmes données en fonction de la conductance réduite G(V = 0, T ) (figure 4.2,

panneau de droite). Cette linéarité persiste à plus haute température (figure 4.3). Cette

observation – effectuée sur plus d’un ordre de grandeur de la résistance série, de 6 à

80 kΩ – implique que la réduction relative de la conductance est, à notre précision

expérimentale, simplement proportionnelle à (1 − RKG(V = 0, T )). Ceci se traduit

mathématiquement par l’expression suivante :

G−G∞
G∞

= (1−RKG)gt(Zt, T, V = 0), (4.1)

où gt = limRKG∞→0
G−G∞
G∞

est la réduction relative de la conductance dans le régime

tunnel qui est connue et se calcule à partir de l’équation (2.11). Cette équation consti-

tue une généralisation des résultats obtenus dans la limite d’une faible impédance série

(comparer à (2.13) et (2.18)). Elle est non-triviale et permet de directement déduire,

sans autre hypothèse, une expression générale de la conductance d’un conducteur co-

hérent court mono-canal en présence d’une impédance série :

G(G∞, Zt, V, T ) = G∞
1 + gt(Zt, V, T )

1 +RKG∞gt(Zt, V, T )
. (4.2)

Anticipant la suite, on a supposé que cette observation, pour l’instant effectuée à V = 0,

reste valable à tension finie.

4.3 Loi d’échelle universelle

L’équation (4.2) fait apparâıtre la conductance intrinsèque G∞ du canal qu’il n’est

pas toujours aisé de connâıtre, aussi bien expérimentalement que théoriquement. Il

est donc avantageux de remarquer qu’elle peut être exprimée sous la forme d’une loi

d’échelle reliant la conductance à deux énergies différentes, sans faire apparâıtre G∞ :

G1/(1−RKG1)

G2/(1−RKG2)
=

1 + gt(Zt, T1, V1)

1 + gt(Zt, T2, V2)
, (4.3)

où G1(2) sont les conductances du canal de conduction aux températures T1(2) et ten-

sions V1(2). Cette loi d’échelle est universelle dans le sens où elle est indépendante de la

valeur de la conductance intrinsèque G∞ du canal de conduction. Elle est testée direc-
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tement sur la figure 4.4, où le rapport d’échelle G1/(1−RKG1)
G2/(1−RKG2) est tracé en fonction de

V1 avec une valeur fixe de V2, choisie égale à 9kBT/e. La température T est de 17 mK

et les différentes couleurs des symboles correspondent à différentes valeurs de G∞ qui

s’étendent du régime tunnel au régime de faible rétrodiffusion. En accord avec (4.3),

pour une valeur de R donnée, les points expérimentaux forment une unique courbe,

qui est donc indépendante de G∞. Cette courbe est de plus bien reproduite par la ligne

continue noire qui correspond au membre de droite de (4.3) calculé avec la théorie des

jonctions tunnels, sans aucun paramètre ajustable.

- 4 0 - 2 0 0 2 0 4 00

2

4

6

R = R K / 2

R = R K / 3

R = R K / 4

G 2/(1
-R

KG 2)

e V 2 = 9 k B T

  

e V 1 / k B T

G 1/(1
-R

KG 1)

Figure 4.4 – Test expérimental de la loi d’échelle universelle. Symboles : la conduc-

tance mesurée à basse température est mise sous la forme du rapport d’échelle G1/(1−RKG1)
G2/(1−RKG2) et

ce dernier est tracé en fonction de V1 avec une valeur fixe de V2 = 9kBT/e. Les trois ensembles
de données correspondent à trois valeurs de la résistance série RK/2, RK/3, RK/4 ; ceux cor-

respondant à RK/3 et RK/4 sont décalés verticalement pour plus de clarté. À une couleur de
symbole correspond une valeur de τ∞. On a τ∞ ∈ [0.06, 0.95] pour RK/2, [0.06, 0.996] pour
RK/3 et [0.25, 0.85] pour RK/4. Les lignes continues sont les prédictions de la loi d’échelle
empirique – membre de droite de (4.3) – calculées avec la théorie du blocage de Coulomb dy-
namique pour les jonctions tunnels en utilisant la valeur correspondante de R et C = 2.0 fF.
Les lignes en tirets sont ces mêmes prédictions en supposant que l’environnement est purement
ohmique.
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Les lignes en tirets sont les prédictions pour une impédance purement résistance,

Zt(ω) ≈ R, à température nulle : 1+gt1
1+gt2

=
(
V1
V2

)2R/RK
. Les déviations par rapport à ces

lignes signalent, à basse tension, le moment où l’énergie thermique domine sur eV et,

à haute tension, le moment où la dépendance en fréquence de l’impédance Zt n’est pas

négligeable.

Précisions pour finir que ce test expérimental de la loi d’échelle est effectué avec des

résistances R ≤ RK/2 car de plus grandes entraineraient un chauffage de la résistance

série par effet Joule. De plus, seules sont montrées des données pour lesquelles la

dépendance en énergie de la conductance intrinsèque du Qpc reste faible. Ces deux

points seront spécifiquement abordés dans la section 4.7 à la fin du chapitre.

4.4 Comparaison avec une autre expérience

La réduction de la conductance d’un conducteur cohérent mono-canal en présence

d’un environnement dissipatif a récemment été mesurée par le groupe de Gleb Finkel-

stein à Duke University dans un système très différent du nôtre [49, 50] (figure 4.5). Il

s’agit d’un nanotube de carbone connecté électriquement à deux électrodes résistives

et soumis à un fort champ magnétique levant la dégénérescence de spin. Le nanotube

de petite taille (≈ 300 nm) réalise un niveau résonant, dont les couplages tunnels à

l’électrode de drain, ΓD, et à l’électrode de source, ΓS , peuvent être contrôlés au moyen

de deux grilles latérales, tandis qu’une grille en face arrière permet d’ajuster sa position

∆E par rapport à l’énergie de Fermi.

Δ� 0.75 RK

Γ� Γ�

Figure 4.5 – Circuit étudié à Duke University. À gauche : image de l’échantillon.
À droite : schéma synoptique du circuit. Un nanotube de carbone (CNT) réalise un niveau
résonant qui est couplé électriquement à deux électrodes résistives (D et S) qui forment une
résistance série R ≈ 0.75RK . Deux grilles latérales (SG1 et SG2) et une grille en face arrière
permettent de contrôler la symétrie des couplages tunnels ΓD et ΓS aux électrodes, ainsi que
la position ∆E du niveau résonant par rapport au niveau de Fermi.
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En accord qualitatif avec ce travail de thèse, ils observent que la conductance

différentielle G du nanotube de carbone n’est pas réduite à basse énergie si elle est

égale à e2/h (symboles noirs sur les figures 4.6A, B, C et D ; ils correspondent à la

situation où le niveau est aligné avec l’énergie de Fermi ∆E = 0 et où les couplages

sont symétriques ΓS = ΓD), et inversement dès lors que G < e2/h (ceci est réalisé en

désalignant l’énergie du niveau sur les figures 4.6A et B et en asymétrisant le couplage

sur les figures 4.6C et D).

Un niveau résonant n’est pas un conducteur cohérent court, notamment car sa

transmission intrinsèque, τ∞(E), dépend de l’énergie. Toutefois, les variations de τ∞(E)

apparaissent sur une échelle ~/tdwell, avec tdwell le temps mis par un électron pour

traverser le nanotube. En l’absence d’autre effet comme le « tunneling » séquentiel,

le niveau résonant est donc assimilable à un conducteur cohérent court aux tensions

et températures telles que eV, kBT . ~/tdwell. On peut raisonnablement estimer que

c’est le cas aux températures T . 500 mK sur les figures 4.6A et C et aux tensions

V . 30 µV sur les figures 4.6B et D. À plus haute énergie, le niveau résonant n’est

certainement plus assimilable à un conducteur cohérent court, car sa conductance dans

la situation où il est symétrique et aligné avec l’énergie de Fermi (symboles noirs sur

les quatre figures) devient inférieure à e2/h.

On peut donc comparer quantitativement notre formule empirique et leurs données

expérimentales à basse énergie. Ne connaissant pas τ∞ qui dépend de manière com-

pliquée de l’asymétrie du couplage et de la position par rapport à l’énergie de Fermi,

on utilise la loi d’échelle (4.3) pour exprimer la conductance G(T, V ) en fonction de la

conductance Gref mesurée à un point de référence (Tref , Vref) :

G(Zt, V, T ) =
Gref [1 + gt(Zt, V, T )]

1 + gt(Zt, Vref , Tref) +RKGref [gt(Zt, V, T )− gt(Zt, Vref , Tref)]
. (4.4)

Les lignes continues montrent cette conductance calculée en prenant pour référence

Tref = 80 mK (figures 4.6A et C) et Vref = 0 (figures 4.6B et D). Les calculs sont

effectués avec la résistance R = 0.75RK donnée dans [49] et une capacité supposée 1

égale à 0.07 fF. Le très bon accord avec les données à basse énergie, notamment les

données en tension dont les conductances sont majoritairement au-delà du régime

tunnel, corrobore nos résultats expérimentaux.

1. Typiquement dans ces systèmes C . 0.1 fF. Aux plus basses énergies – celles qui nous inté-
ressent – la valeur précise de C n’a aucun impact.



64 Partie I. Action du circuit sur un unique canal de conduction

A B

C D

Figure 4.6 – Dépendance en énergie d’un niveau résonant en présence d’un envi-
ronnement dissipatif. Symboles : conductance différentielle du nanotube de carbone mesurée
en fonction de la température T (A et C) ou de la tension V (B et D). Sur les graphiques A et
B : le couplage est symétrique (ΓS = ΓD) et chaque type de symbole correspond à un écart ∆E
de l’énergie du niveau résonant par rapport à l’énergie de Fermi ; ∆E = 0 pour les données du
haut (noir) et augmente vers le bas. Sur les graphiques C et D : le niveau résonant est aligné
avec le niveau de Fermi (∆E = 0) et chaque type de symbole correspond à un degré d’asymé-
trie des couplages tunnels ; ΓS = ΓD pour les données du haut (noir) et l’asymétrie augmente
vers le bas. Lignes continues : prédictions de la loi d’échelle empirique (4.4) en prenant comme
paramètres R = 0.75RK , C = 0.07 fF et comme point de référence Tref = 80 mK (A et C) ou
Vref = 0 (B et D).
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4.5 Comparaison avec les prédictions

théoriques

Nous comparons maintenant la loi d’échelle empirique aux prédictions théoriques

existant pour des impédances purement résistives, Zt(ω) ≈ R.

4.5.1 À température nulle

Dans un premier temps nous nous plaçons à température nulle car les prédictions

sont souvent plus simples. Sous ces conditions, la loi d’échelle (4.3) devient :

G1(V1)/(1−RKG1(V1))

G2(V2)/(1−RKG2(V2))
=

(
V1

V2

)2R/RK

. (4.5)

Il existe trois régimes dans lesquels les prédictions théoriques sont rigoureusement

identiques à cette équation :

— quand R� RK , la conductance du canal obéit à l’équation de flot (2.16), dont

on montre qu’elle vérifie (4.5).

— quand R = RK , la solution (2.32) que donne l’ansatz de Bethe thermodynamique

(TBA) se simplifie en I = VB
2RK

[
V
VB
− arctan

(
V
VB

)]
(la technique de la refermionisation

donne le même résultat), dont on déduit l’expression suivante de la conductance du

canal (éq. (2.33)) : G 1
2

= 1
RK

(V/VB)2

2+(V/VB)2 , qui vérifie aussi (4.5).

— quand V → 0 et quelle que soit R, le TBA prédit que la conductance du canal

est proportionnelle à V 2R/RK (terme n = 1 de la deuxième ligne de l’équation (2.32))

et donc vérifie (4.5). On remarquera que la condition V → 0 est équivalente à RKG→
0 : il s’agit du régime où la conductance est presque entièrement supprimée par les

interactions (même si au départ τ∞ est proche de un).

Pour des résistances entre 0 et RK , il faut recourir à un calcul numérique. La

conductance du canal prédite par le TBA (éq. (2.32) et (2.33)) est, pour des interac-

tionsK données, une fonction universelle,GK(V/VB). Elle est tracée en lignes continues

sur la figure 4.7 pour des résistances 0.1 ≤ R/RK ≤ 0.9, soit des paramètres d’inter-

action 10/11 ≥ K ≥ 10/19. Les lignes en tirets représentent la conductance calculée

à partir de la forme (4.5) de la loi d’échelle en prenant comme référence la conduc-

tance GK(Vref/VB) au point (Vref/VB)2R/RK = 10−2, où l’on a vu que les prédictions

du TBA et de la loi d’échelle sont identiques. On constate un bon accord quantitatif

sur plusieurs ordres de grandeur en V/VB ; l’écart relatif (encart de la figure 4.7) est

inférieur à 6% et est le plus prononcé pour R = RK/2.

Pour des résistances R > RK , la conductance GK(V/VB) prédite par le TBA

présente un pic dont le maximum est supérieur à e2/h (figure 4.8). Un tel pic n’est

ni prédit par la loi d’échelle, ni observé expérimentalement avec la résistance série
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R = 80 kΩ (figure 4.9). Il faut cependant remarquer que les conditions expérimentales

sont assez éloignées de celles requises pour l’utilisation du TBA. D’une part, la valeur

élevée de la résistance R n’autorise certainement pas à négliger la coupure capacitive :

à la fréquence des photons thermiques, ωth = kBT/~ ≈ 2π × 0.4 GHz, la partie réelle

de l’impédance a déjà perdu un quart de sa valeur, Re[Z(ωth)] = R
1+(ωthRC)2 ≈ 60 kΩ

(pour rappel C = 2.8 fF). D’autre part, le pic tracé sur la figure 4.8 à température

nulle est atténué à température finie – cet effet est d’ailleurs aggravé à tension finie

par le chauffage de la résistance série par effet Joule.

4.5.2 À température finie pour des interactions K = 1/2

Dans le cas spécial où les interactions sont telles que K = 1/2, soit une résistance

R = RK , le TBA (et la refermionisation) prédit une expression relativement simple de

la conductance du circuit à température finie et tension nulle :

Gtot =
1

2RK

[
1− TB

πT
ψ

(
1

2
+
TB
πT

)]
, (4.6)

où TB = eVB/2kB et ψ est la fonction digamma. La conductance du canal s’en déduit :

G 1
2
(T/TB) = Gtot

1−RKGtot
. Quant à la loi d’échelle, elle devient sous ces conditions :

G1(T1)/(1−RKG1(T1))

G2(T2)/(1−RKG2(T2))
=

(
T1

T2

)2

. (4.7)

Sur la figure 4.10, la ligne continue correspond à la conductance G 1
2
(T/TB) prédite par

le TBA et les lignes en tirets aux prédictions de la forme (4.7) de la loi d’échelle en pre-

nant comme référence la conductance G 1
2
(Tref/TB) au point Tref/TB = 0.1 (magenta)

et Tref/TB = 3.6 (jaune).

Les deux prédictions dévient fortement hors du régime tunnel. Ce résultat est inté-

ressant car il pourrait permettre de discriminer entre les deux. Malheureusement nous

allons voir que les données expérimentales ne s’y prêtent pas en l’état. Premièrement,

étant donné qu’une température de référence est nécessaire pour déterminer TB, la

conductance doit être mesurée à au moins deux températures différentes, ce qui n’est

le cas que des figures 4.3, 4.6A et 4.6C. Les données de la figure 4.3 sont mesurées avec

la bonne résistance série R = 25 kΩ, mais elles ne sont pas comparables aux prédictions

du TBA car la coupure capacitive joue un rôle important. Les données du groupe de

Duke University (figures 4.6A et C), qui sont mesurées avec une capacité beaucoup

plus petite, sont nettement plus adaptées à une comparaison, mais l’essentiel se trouve

dans le régime tunnel où les deux prédictions diffèrent peu. On observe bien quelques

déviations entre les données et les prédictions de la loi d’échelle quand G > 0.1e2/h,

mais elles pourraient être liées à la physique du niveau résonant.
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Figure 4.7 – Comparaison de la loi d’échelle empirique avec les prédictions du
TBA à température nulle pour R ≤ RK . Lignes continues : courbe universelle de la
conductance GK(V/VB) prédite par le TBA à température nulle, équations (2.32) et (2.33),
pour des interactions K = 1/(1 + r). De gauche à droite : r = 0.1, 0.3, 0.5, 0.7, 0.9. Lignes
en tirets : conductance G(V/VB) calculée à partir de la forme (4.5) de la loi d’échelle avec
des résistances R = rRK et en prenant pour référence la conductance GK(Vref/VB) au point
(Vref/VB)2r = 0.01. Encart : écart relatif entre les prédictions du TBA et de la loi d’échelle.
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Figure 4.8 – Prédictions du TBA à température nulle pour R ≥ RK . La courbe
universelle de la conductance GK(V/VB) prédite par le TBA à température nulle, équa-
tions (2.32) et (2.33), est tracée pour des interactions K = 1/(1 + r), avec de gauche à droite :
r = 1.0, 1.5, 2.0, 2.5, 3.0.
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Figure 4.9 – Dépendance en tension de la conductance du canal avec une résistance
série R = 80 kΩ. La conductance différentielle du Qpc mesurée à la température T = 20 mK
est tracée en fonction de la tension V appliquée à l’échantillon et de la tension Vqpc des grilles
du Qpc. Contrairement aux prédictions de l’analogie avec les liquides de Tomonaga-Luttinger,
lesquelles sont valables pour un environnement purement résistif, il n’apparâıt aucun pic et la
conductance reste toujours inférieure à e2/h.
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Figure 4.10 – Comparaison de la loi d’échelle avec les prédictions du TBA à
température finie et tension nulle pour R = RK . Ligne continue : conductance G 1

2
(T/TB)

prédite par le TBA, équation (4.6). Lignes en tirets : conductance G(T/TB) calculée à partir
de la forme (4.7) de la loi d’échelle en prenant pour référence la conductance G 1

2
(Tref/TB) à

la température Tref = 0.1TB (magenta) et Tref = 3.6TB (jaune). Encart : écart relatif entre les
prédictions du TBA et de la loi d’échelle.
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4.6 Analogie avec les liquides de

Tomonaga-Luttinger

Nous confrontons maintenant les prédictions de l’analogie TLL calculées avec le

TBA, éq. (2.32) et (2.33), directement aux mesures expérimentales.

4.6.1 Contraintes imposées

Les données expérimentales pourront être comparées à ces prédictions si la tension

V satisfait :

kBT � eV � h/RC.

La première condition est facile à réaliser : kBe ×20 mK ≈ 1.7 µV. La seconde nécessite

une résistance inférieure à RK : h/RKC
e ≈ 70 µV. On la détermine en comparant

sur la figure 4.11 la conductance qu’aurait une jonction tunnel dans les conditions

dans lesquelles les équations (2.32) et (2.33) sont valables, C = 0 et T = 0 (lignes

en tirets), à celle qu’elle a dans les conditions expérimentales réelles, C = 2.2 fF

et T = 20 mK (lignes continues). Nous choisissons de travailler avec une résistance

série R = RK/4, car elle correspond au meilleur compromis entre une large gamme

de tension « exploitable » et une résistance suffisante pour explorer le régime non-

perturbatif de fort blocage de Coulomb.
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G
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Figure 4.11 – Influence de la coupure capacitive et de la température en régime
tunnel. Le rapport G/G∞ de la conductance G d’une jonction tunnel par rapport à sa conduc-
tance intrinsèque G∞ est calculé à partir de l’équation (2.11) pour des résistances R = RK/n.
De bas en haut : n = 1, 2, 3, 4, 5, 6 ; pour plus de lisibilité, les courbes sont décalées verticale-
ment. Les lignes continues sont calculées dans des conditions réelles : C = 2.2 fF et T = 20 mK.
Les lignes en tirets sont calculées dans les conditions dans lesquelles les équations (2.32) et (2.33)
sont valables : C = 0 et T = 0.



70 Partie I. Action du circuit sur un unique canal de conduction

4.6.2 Mise en évidence expérimentale directe

Le panneau de gauche de la figure 4.12 montre la dépendance en tension de la

conductance différentielle d’un Qpc placé en série avec une résistance série RK/4.

Elle est mesurée pour quatre valeurs différentes de la transmission intrinsèque du

Qpc : τ∞ = {0.25, 0.5, 0.67, 0.87}. Pour comparer ces mesures avec la conductance

G0.8(V/VB) prédite par le TBA au paramètre d’interaction K = 1
1+1/4 = 0.8, il faut

déterminer les valeurs de VB correspondant aux différents τ∞. Pour cela, on fait corres-

pondre la conductance mesurée à une tension de référence Vref = 9kBT
e ≈ 13 µV, avec

la conductance prédite par le TBA à cette même tension : G0.8(Vref/VB). On trouve

ainsi VB = {330, 40, 8, 0.6} µV.

Sur le panneau de droite de la figure 4.12, on trace en rouge la courbe universelle

G0.8(V/VB) calculée avec un paramètre d’interaction K = 1
1+1/4 = 0.8 et en symboles

les quatre ensembles de données du panneau de gauche exprimés en fonction du rapport

adimensionné V/VB. On observe un très bon accord quantitatif sur tout l’intervalle de

conductance 0 < G < e2/h et sur quatre ordres de grandeur en V/VB. Ceci constitue

une démonstration expérimentale directe que le transport à travers un conducteur

cohérent court mono-canal en présence d’un environnement dissipatif est analogue au

transport dans un liquide de Tomonaga-Luttinger interrompu par une impureté locale.
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Figure 4.12 – Test expérimental direct de l’analogie avec les liquides de Tomonaga-
Luttinger à R = RK/4. Panneau de gauche : conductance du Qpc mesurée, à T = 17 mK,
en fonction de la tension V pour quatre valeurs différentes de sa transmission intrinsèque τ∞.
Panneau de droite : les données du panneau de gauche sont retracées en fonction de V/VB
et confrontées à la courbe universelle GK(V/VB) (ligne rouge) que prédit l’analogie avec les
liquides de Tomonaga-Luttinger. Cette dernière est calculée au moyen du TBA, équations (2.32)
et (2.33), avec comme paramètre d’interaction : K = 1

1+1/4 = 0.8. Le paramètre VB est

déterminé pour chaque τ∞ à partir du point de référence Vref = 9kBT
e .
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4.6.3 Correspondance entre les paramètres du canal et du liquide
de Tomonaga-Luttinger

La relation non-universelle entre VB et les paramètres G∞ et K dépend du com-

portement haute-fréquence du système et n’est pas connue dans le cadre du TBA.

En comparant la loi d’échelle et les prédictions de l’analogie dans une précédente sec-

tion, nous nous sommes d’ailleurs limités à des énergies petites devant h/RC où la

conductance intrinsèque G∞ – qui est aussi la conductance à haute énergie – n’ap-

parâıt pas. Ce faisant, nous n’avons pas testé l’observation empirique originale (4.1)

dans toute sa généralité. Prenant le problème à l’envers, nous établissons maintenant

une relation entre VB, G∞ et K en imposant que, dans la limite T = 0, V → 0 (où

GK(V/VB) et la loi d’échelle sont rigoureusement identiques), la solution GK(V/VB)

vérifie l’observation empirique :

GK(V/VB)−G∞
G∞

= (1−RKGK(V/VB))gt(Zt = R, T = 0, V ). (4.8)

L’équation ci-dessus et la théorie des jonctions tunnels, 1 + gt = e−2γr

Γ(2r+1)

(
eV

~/RC

)2r
,

impliquent que l’on doit avoir :

GK(V/VB) =

(
1

G∞
−RK

)−1 e−2γr

Γ(2r + 1)

(
eV

~/RC

)2r

.

En comparant avec l’expression donnée par le TBA, GK(V/VB) = 1
RK

f(r)
Γ(2r+1)

(
V
VB

)2r
,

on trouve alors la relation suivante :

eVB =
~eγ

RC

[
f(r)

(
1

τ∞
− 1

)]1/2r

, (4.9)

où f(r) =
√
πΓ(r+1)Γ(2r+2)

2Γ(3/2+r)

(
Γ(1/2r)√

π(1+r)Γ( 1
2

+ 1
2r )

)2r

.

La figure 4.13 montre un excellent accord entre cette expression et les quatre couples

(VB, τ∞) que nous avions déterminés expérimentalement avec la résistance R = RK/4.

Il y a des limites dans lesquelles il n’est pas besoin de recourir au TBA. La réfé-

rence [68] nous offre ainsi, dans le cas d’une résistance série R = RK et dans la limite

τ∞ → 1, une expression de la conductance à tension nulle et température finie qui

s’exprime uniquement en fonction des paramètres du circuit :

GMatveev =
1

2RK

[
1− eγ

π3
(1− τ∞)

Ec
kBT

ψ

(
1

2
+
eγ

π3
(1− τ∞)

Ec
kBT

)]
, (4.10)

En comparant avec l’expression (4.6), on trouve : eVB = 2eγ

π2 Ec(1 − τ∞). À nouveau,

dans la situation où R = RK et T = 0, on observe des déviations entre les prédictions

de l’analogie avec les liquides de Tomonaga-Luttinger et notre observation empirique,
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puisque l’équation (4.9) donne : eVB = eγ

π Ec

√
1−τ∞
τ∞
≈ eγ

π Ec
√

1− τ∞.
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Figure 4.13 – Relation entre le paramètre du TBA VB et le paramètre physique
τ∞. Les quatres couples (VB , τ∞) déterminés expérimentalement avec la résistance R = RK/4

sont tracés (symboles) sous la forme V
1/2
B en fonction de 1

τ∞
−1 et comparés à l’expression (4.9)

qui prédit pour cette résistance : V
1/2
B ≈ 6.15× ( 1

τ∞
− 1) (ligne continue).

4.7 Possibles artefacts expérimentaux

4.7.1 Dépendance en énergie intrinsèque des conductances des QPC

Les figures 4.14 et 4.15 ci-dessous montrent les dépendances en énergie des conduc-

tances intrinsèques G∞ des Qpc étudiés.

Sur la figure 4.4 où nous avions testé la loi d’échelle en fonction de la tension, seules

avaient été gardées, pour les résistances séries RK/2 et RK/3, les données dont la

conductance intrinsèque G∞(V ) est égale, à l’incertitude statistique près, à la conduc-

tance intrinsèque à tension nulle G∞(V = 0) (gros symboles sur le panneau de gauche

de la figure 4.15). Remarquons que si beaucoup de points sont exclus dans certains

cas, notamment quand RKG∞ ≈ 0.5, les données conservées couvrent néanmoins l’es-

sentiel de la réduction de la conductance (gros symboles sur le panneau de droite de

la figure 4.15).

Pour améliorer la dépendance en énergie de G∞ si elle est trop importante, princi-

palement deux armes sont à notre disposition. La première est de jouer avec le champ

magnétique pour se déplacer sur le plateau de Hall, voire changer de facteur de rem-

plissage (les données présentées dans cette partie I étaient à ν = 3 ou 4). La seconde

est de polariser différemment les deux grilles du Qpc. En pratique, on garde fixée la

tension de la grille la plus proche du Qpc-interrupteur (qu’on appellera Vc), et l’on

varie l’autre pour changer G∞ (qui correspond donc à Vqpc). On voit sur la figure 4.16
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que le choix de Vc influe grandement sur la conductance G∞(Vqpc). L’interprétation est

que cette tension agit sur la position des canaux de bord par rapport aux éventuelles

impuretés à proximité du Qpc.
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Figure 4.14 – QPC utilisés avec les résistances macroscopiques R = 80 kΩ (à
gauche) et R = 25 kΩ (à droite). La conductance intrinsèque G∞ est tracée en fonction
de la tension V appliquée à l’échantillon. Les différentes courbes correspondent à différentes
valeurs de la tension de grille Vqpc.
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Figure 4.15 – QPC utilisé avec les résistances mésoscopiques RK/2 et RK/3. Le
panneau de gauche montre la conductance intrinsèque G∞ de ce Qpc (le même a été utilisé pour
ces deux résistances séries) mesurée en fonction de la tension V appliquée à l’échantillon. Les
différentes courbes correspondent à différentes valeurs de la tension de grille Vqpc. Le panneau
de droite montre la conductance G de ce même Qpc lorsqu’il est en série de la résistance
RK/2, laquelle est réalisée en réglant sur son deuxième plateau le second Qpc de l’échantillon.
Noter que l’axe des tensions est inversé. Seuls les données en gros symboles sont montrées sur
la figure 4.4 ; ce sont celles dont la conductance intrinsèque G∞(V ) est égale, à l’incertitude
statistique près, à la conductance intrinsèque à tension nulle G∞(V = 0). Les données montrées
sur la figure 4.4 avec la résistance série RK/3 ont été sélectionnées de la même manière.
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Figure 4.16 – Amélioration du QPC avec des tensions de grille asymétriques.
Panneau du haut : conductance G∞ du Qpc en fonction de Vc et Vqpc ; la couleur rouge
correspond à G∞ = 0 et la couleur violette à G∞ = e2/h. Panneau du bas : conductance G∞
du Qpc en fonction de Vqpc pour de gauche à droite Vc = −0.42, 0.62, 0.81,−1.0 V. La valeur
de Vc influe grandement sur la présence ou non de résonances dans la conductance du Qpc.
Ces données sont prises à température de base.

4.7.2 Chauffage du micro-contact ohmique

En testant expérimentalement la loi d’échelle (figure 4.4), nous appliquons une

tension qui peut chauffer le micro-contact ohmique par effet Joule et fausser les ré-

sultats. Nous évaluons maintenant cet effet. Pour cela on adopte un modèle simplifié

des échanges de chaleur prenant en compte les seuls degrés de liberté électroniques 2

2. Ce faisant nous surestimons l’effet du chauffage, puisque les couplages à d’autres degrés de liberté
froids (couplage électron-phonon ou électron-photon par exemple) ne pourraient qu’aller dans le sens
d’une moindre élévation de la température du micro-contact ohmique.
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et supposant que le courant de chaleur à travers le Qpc en régime de blocage de Cou-

lomb dynamique obéit à la loi de Wiedemann-Franz avec la conductance moyenne G

du Qpc. Sous ces conditions, la puissance injectée par effet Joule dans le micro-contact

ohmique est égale à la chaleur s’évacuant par le Qpc et la résistance série :

G(V − VΩ)2

2
+
V 2

4R
=
π2k2

B

6h
(T 2

Ω − T 2)(RKG+RK/R).

Cela donne pour la température TΩ du micro-contact ohmique :

TΩ =

√
T 2 +

3e2V 2

π2k2
B

RG

(1 +RG)(1 + 2RG)
.

On calcule 3 alors la conductance du Qpc avec la formule empirique (4.2) dans laquelle

la fonction gt est calculée en adaptant l’équation (2.11) pour prendre en compte le

déséquilibre en température. Le résultat est visible sur la figure 4.17 (lignes en tirets)

avec les résistances séries R = 80 kΩ (en bas) et R = RK/2 (en haut). Les lignes

continues sont calculées sans prendre en compte le chauffage. L’effet du chauffage est

très important pour la résistance de 80 kΩ mais faible pour RK/2.
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Figure 4.17 – Effet du chauffage du micro-contact par effet Joule. Lignes continues :
conductance différentielle du canal calculée sans prendre en compte le chauffage. Lignes en
tirets : conductance différentielle du canal calculée en prenant compte du chauffage (voir texte).
Les calculs sont effectués avec τ∞ = 0.23, C = 2 fF, T = 25 mK et R = 80 kΩ (en bas) ou
R = RK/2 (en haut).

3. La température dépendant elle-même de la conductance, plusieurs itérations doivent être effec-
tuées avant d’atteindre une solution stable.
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Chapitre 5

Conclusion et perspectives

Nous avons mesuré la réduction, à basse énergie, de la conductance d’un canal de

conduction placé en série d’une impédance, dont la partie dissipative est de l’ordre

du quantum de résistance, pour toutes valeurs de la transmission intrinsèque du ca-

nal. Nous avons constaté empiriquement, sur un ordre de grandeur de la résistance

série de 6 à 80 kΩ et pour des températures entre 16 et 100 mK, que la réduction

relative de la conductance est, à notre résolution expérimentale, simplement propor-

tionnelle à (1 − RKG), éq. (4.1). Cette observation implique une expression générale

de la conductance du canal de conduction, éq. (4.2), qui peut être exprimée sous la

forme d’une loi d’échelle universelle, éq. (4.3). Cette loi d’échelle est corroborée par

les mesures expérimentales du groupe de Gleb Finkelstein sur un nanotube de carbone

et est identique aux prédictions à température nulle de l’analogie avec les liquides de

Tomonaga-Luttinger dans les trois limites : R � RK , R = RK et V → 0. Pour des

résistances intermédiaires, 0 < R < RK , il y a un bon accord quantitatif entre la

loi d’échelle et l’analogie, en-deçà de notre résolution expérimentale. Plus directement,

nous avons mesuré la dépendance en tension de la conductance d’un canal placé en série

avec une résistance RK/4 et démontré qu’elle concorde avec les prédictions de l’analogie

sur quatre ordres de grandeur en V/VB et quasiment tout l’intervalle de conductance

entre 0 et 1/RK . Ceci constitue le premier test expérimental de la courbe universelle de

la conductance d’une impureté locale dans un liquide de Tomonaga-Luttinger au-delà

du régime tunnel.

De façon intéressante, des déviations qui pourraient permettre de discriminer entre

les prédictions de l’analogie et celles de la loi d’échelle apparaissent en fonction de la

tension avec des résistances R > RK , et en fonction de la température avec R = RK .

Cependant, elle ne peuvent être testées par notre système expérimental à cause de la

coupure capacitive qui a lieu à trop basse énergie pour ces résistances. Il serait donc

intéressant de voir si les déviations en température persistent avec des résistances plus

petites pour lesquelles la coupure capacitive n’est pas un problème.

À l’opposé, se concentrer sur le régime où la dépendance en fréquence de l’impé-

dance Zt(ω) est importante permettrait d’étudier l’effet peu connu d’une portée finie

77
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des interactions dans le liquide de Tomonaga-Luttinger. La loi d’échelle qui semble

valable dans ce régime suggèrerait une possible généralisation des résultats théoriques

obtenus dans la limite où les interactions sont courtes-portées. Au-delà de la conduc-

tance électrique, l’étude du bruit de partition ou de la conductance thermique pour-

rait apporter de nouvelles informations. Un lien très étroit est d’ailleurs prédit entre

la conductance électrique et le bruit de partition [45, 126]. Enfin, l’analogie avec les

liquides de Tomonaga-Luttinger peut être étendue au cas où un liquide de Tomonaga-

Luttinger interrompu par un Qpc est lui-même placé en série avec une résistance [110].

L’effet de la résistance série est équivalent à une modification du paramètre d’interac-

tion K0 du liquide : Keff = 1
1/K0+R/RK

. Cette prédiction pourrait être testée directe-

ment avec notre système expérimental en allant dans le régime de l’effet Hall quantique

fractionnaire.
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9.2.3 Subsistance d’effets à un électron quand la charge n’est plus dis-

crétisée . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 110
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Introduction

Dans cette partie nous étudions comment la charge d’un ı̂lot métallique, qui est

une variable discrète proportionnelle au nombre d’électrons qui la compose quand l’̂ılot

est isolé du monde extérieur, est progressivement rendue continue par les fluctuations

quantiques lorsqu’il est couplé à un circuit. Pour cela, nous avons étudié le circuit de

la figure 5.1 où un ı̂lot métallique de taille micrométrique est électriquement connecté

à une source de tension par deux conducteurs cohérents. Ce circuit est très bien connu

quand les conducteurs cohérents sont des jonctions tunnels : il s’agit du transistor à un

électron (Set). La charge de l’̂ılot est alors discrétisée car les fonctions d’onde électro-

nique sont bloquées par les jonctions tunnels et localisées dans l’̂ılot. Ici, nous rempla-

çons les jonctions tunnels par des contacts ponctuels quantiques (Qpc), qui permettent

de contrôler précisément le couplage entre l’̂ılot métallique et le circuit. Lorsque les cou-

plages augmentent, il est prédit que les fluctuations quantiques écrantent la charge de

l’̂ılot et détruisent sa quantification. Des observations expérimentales contradictoires

ont pourtant été faites et il n’existe aucune vérification expérimentale quantitative des

prédictions théoriques.

Nous commencerons par rappeler certaines caractéristiques importantes du trans-

fert de charge dans un Set, puis nous présenterons les propositions théoriques allant

au-delà des jonctions tunnels, notamment une analogie existant avec l’effet Kondo à

basse température. Nous décrirons ensuite le circuit que nous avons réalisé et étudié

expérimentalement, qui s’affranchit de nombre d’inconvénients qu’avaient les échan-

tillons précédemment étudiés par d’autres groupes. Enfin, les résultats expérimentaux

obtenus pendant ce travail de thèse seront exposés. En plus de la destruction de la

quantification de la charge que nous caractériserons finement dans la limite quasi-

balistique, nous montrerons les premiers signes de l’existence, à basse température,

d’un effet Kondo de charge dans le circuit.
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Figure 5.1 – Quantification de la charge d’un ı̂lot métallique. Un petit ı̂lot métallique
est enclos par deux conducteurs cohérents et capacitivement couplé à une grille. Ce dispositif
est très bien connu quand les conducteurs cohérents sont des jonctions tunnels : il s’agit du
transistor à un électron (Set). L’̂ılot est alors quasiment isolé du circuit et sa charge est discré-
tisée en unité de e. Nous nous intéressons dans cette partie au devenir de ce dispositif lorsque
le couplage entre l’̂ılot et le circuit devient fort. Pour cela, nous utilisons comme conducteurs
cohérents deux contacts ponctuels quantiques (Qpc).



Chapitre 6

Ilot isolé par des jonctions
tunnels : le SET

Dans ce chapitre, nous rappelons les caractéristiques principales du transfert de

charge dans un Set [8] (figure 5.1), puis nous préfigurerons l’effet d’un couplage fort

entre l’̂ılot et le circuit en considérant des jonctions tunnels de grande conductance

(GL,R & 1/RK).

6.1 Énergie électrostatique

Dans un Set, l’environnement électromagnétique des quasi-particules est purement

électrostatique. Son énergie comporte l’énergie stockée dans le champ électrique des

différents condensateurs et le travail effectué par les sources de tension. À la suite d’un

évènement tunnel, les charges relaxent quasi-instantanément dans la microstructure

vers l’état d’équilibre. L’énergie électrostatique dépend donc uniquement du nombre n

d’électrons dans l’̂ılot et du nombre p d’électrons transférés par les sources de tension.

On montre qu’elle a l’expression suivante : :

E(n, p) = Ec

(
n− (CL − CR)V

2e
− CgVg

e

)2

+ p
eV

2
, (6.1)

où CL(R) est la capacité associée 1 à la jonction L(R), Cg est la capacité entre la grille

latérale et l’̂ılot, CΣ est la capacité totale de l’̂ılot vers la masse AC et Ec = e2

2CΣ
est

l’énergie de charge. On remarquera que le travail effectué par la source de tension Vg

est équivalent à l’ajout d’une charge effective −eng = CgVg sur l’̂ılot.

La probabilité d’un évènement tunnel dépendra de la différence d’énergie électro-

statique avant et après cet évènement. Partant de la situation où n électrons sont sur

l’̂ılot, on obtient l’expression suivante pour faire entrer (n→ n+1) ou sortir (n→ n−1)

1. On décompose conceptuellement un conducteur cohérent comme un pur conducteur de quasi-
particules en parallèle avec un condensateur modélisant l’influence capacitive entre les charges accu-
mulées de part et d’autre du conducteur cohérent ; voir la figure 2.1B.
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de l’̂ılot un électron par la jonction R :

∆E
(R)
n→n±1 = E(n± 1, p∓ 1)− E(n, p) = Ec

[
1± 2(n− ng)

]
∓ CΣ + CL − CR

2CΣ
eV.

Quant à la jonction L, on obtient :

∆E
(L)
n→n±1 = E(n± 1, p± 1)− E(n, p) = Ec

[
1± 2(n− ng)

]
± CΣ + CR − CL

2CΣ
eV.

À partir de ces équations, on peut obtenir une identité, qui sera utile par la suite,

montrant que transférer une charge e par les deux jonctions libère une énergie eV :

∆E
(R)
n→n+1 + ∆E

(L)
n+1→n = −eV (6.2)

6.2 Quasi-particules et couplage tunnel

Les degrés de liberté quasi-particulaires sont décrits de la même manière qu’à la

section 2.2 :

H = HL +HR +HI +H
(t)
L +H

(t)
R ,

où Hα =
∑

k εαkc
†
αkcαk décrit les quasi-particules du réservoir α = {L,R, I} et H

(t)
β

décrit le couplage tunnel entre le réservoir β = {L,R} et le réservoir I :

H
(t)
L = λL

∑
k,k′

(
T−−c

†
LkcIk′ + T++c

†
IkcLk′

)
;

H
(t)
R = λR

∑
k,k′

(
T−+c

†
RkcIk′ + T+−c

†
IkcRk′

)
;

où l’opérateur T modifie l’état électrostatique : Trr′ |n, p〉 = |n+ r, p+ r′〉.

6.3 1er ordre : transfert de charge séquentiel

Au premier ordre en H
(t)
L +H

(t)
R , un évènement tunnel consiste simplement à trans-

férer un électron à travers une jonction. Avec la règle d’or de Fermi (2.10), on trouve

l’expression suivante du taux de transition :

Γ =
GL,R
e2

∫
dεdε′ f(ε)

[
1− f(ε′)

]
δ(ε′ + ∆E − ε);

=
GL,R
e2

∆E

eβ∆E − 1
; (6.3)
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où GL,R est la conductance intrinsèque de la jonction tunnel, c.-à-d. lorsqu’elle est

directement connectée à une source de tension ou à haute température.

6.3.1 Diamants de Coulomb

L’expression (6.3) du taux de transition montre qu’à température nulle un évène-

ment tunnel ne pourra se produire que si ∆E < 0. Dans le plan (ng, V ), les points tels

que ∆E
(α)
n→n+r = 0, où α = {L,R} et r = ±1, forment quatre droites qui sont tracées

sur la figure 6.1. Dans le parallélogramme au centre – qui est appelé diamant de Cou-

lomb – aucun électron ne peut entrer ou sortir de l’̂ılot, que ce soit par l’une ou l’autre

des jonctions : le nombre n d’électrons est donc gelé et la conductance différentielle du

circuit, G = ∂I/∂V , est nulle (au premier ordre). En dehors du diamant, le nombre

d’électrons peut en revanche varier et la conductance est non-nulle. Mesurer ce dia-

mant est un bon moyen de déterminer les différents paramètres du circuit, notamment

l’énergie de charge Ec.
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2 C

1/2

CL CR
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+

 C

L - C

R

C
C

- 
C
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+
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ng-n

C V/2e

-

-
-

Figure 6.1 – Diamant de Coulomb. Cette figure montre, dans le plan (ng, V ), les quatre

droites d’équation ∆E
(α)
n→n+ε = 0 (on a supposé que CL ≥ CR. Les droites (dé)croissantes

correspondent à la jonction α = L(R). Les bords gauche (droit) du parallélogramme corres-

pondent à la transition r = −1(+1). À l’intérieur du parallélogramme, on a ∆E > 0 pour les
quatre transitions. Le nombre d’électrons de l’̂ılot est donc gelé à n et, au premier ordre, aucun
courant ne parcourt le circuit à température nulle.
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6.3.2 Interprétation énergétique du transport

En dehors du diamant, plusieurs états de charge contribuent au courant circulant

dans le circuit. On peut en donner une interprétation simple en utilisant l’équation (6.2)

pour réexprimer les taux de transition (6.3) de la manière suivante :

Γ
(L)
n+1→n =

GL
e2

∫
dε f(ε− eV )

[
1− f

(
ε+ ∆E

(R)
n→n+1

) ]
;

Γ
(R)
n→n+1 =

GR
e2

∫
dε
[
1− f(ε)

]
f
(
ε+ ∆E

(R)
n→n+1

)
.

Cela permet de représenter le Set selon le diagramme énergétique de la figure 6.2A,

où l’état de charge avec n électrons sur l’̂ılot est caractérisé par le niveau d’énergie

électrostatique −∆E
(R)
n→n+1. À température nulle, les niveaux ayant une énergie dans

l’intervalle [0, eV ] peuvent être séquentiellement remplis par une jonction, puis vidés

par l’autre. Ce processus stochastique permet à un courant électrique stationnaire de

circuler dans le Set. Il s’écrit I = e
∑

n pn

(
Γ

(L)
n→n−1 − Γ

(L)
n→n+1

)
, où les probabilités pn

qu’il y ait n électrons sur l’̂ılot obéissent au bilan détaillé :

pn

(
Γ

(L)
n→n+1 + Γ

(R)
n→n+1

)
= pn+1

(
Γ

(L)
n+1→n + Γ

(R)
n+1→n

)
La structure en niveaux électrostatiques de la figure 6.2A est la conséquence directe

de la quantification de la charge de l’̂ılot. Elle est révélée dans les propriétés de transport

en mesurant la conductance différentielle G = ∂I/∂V du Set en fonction des tensions

V et Vg :

— en augmentant la tension V , la fonction de Fermi du réservoir L rattrape les

uns après les autres les niveaux électrostatiques n− 1, n− 2, etc., lesquels offrent des

possibilités supplémentaires pour faire circuler le courant. Ce dernier a alors, sous

certaines conditions, l’aspect d’un escalier, appelé escalier de Coulomb.

— en balayant la tension Vg, les niveaux électrostatiques sont tous décalés en bloc.

On s’attend donc à ce que les propriétés de transport oscillent périodiquement avec Vg

selon une période e/Cg (soit une période 1 en ng) : les oscillations de Coulomb.

6.3.3 Oscillations de Coulomb

Expérimentalement, nous mesurerons les oscillations de Coulomb de la conductance

à tension nulle, V = 0. Cette dernière est en effet plus simple à calculer théoriquement

(c’est une propriété d’équilibre) et moins sensible aux artefacts expérimentaux comme

le chauffage par effet Joule ou la dépendance en énergie des conductances intrinsèques

des Qpc. Faire varier ng fait osciller périodiquement le système entre les deux situations

« extrêmes » de la figure 6.2B. Quand ng prend des valeurs entières, il y a un gap

d’énergie Ec et le transport est bloqué aux températures kBT � Ec (c’est aussi là que
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l’on est le plus éloigné des bords du diamant de Coulomb). Mais quand ng prend des

valeurs demi-entières, ce gap est supprimé (on est alors à l’extrémité du diamant, où

les états de charge n = ng − 1/2 et n = ng + 1/2 sont dégénérées) et la conductance

est non-nulle. Entre ces deux situations, la conductance est progressivement activée

thermiquement au fur et à mesure que la température augmente et que le gap diminue

(les bords haut et bas du diamant se rapprochent). Si la température est suffisamment

basse pour que seuls deux états de charge n et n + 1 contribuent au transport, on

trouve l’expression suivante de la conductance à tension nulle :

G =
G∞
2

2Ec
kBT

(
1
2 + n− ng

)

sinh
[
2Ec
kBT

(
1
2 + n− ng

)] . (6.4)

Elle présente des pics étroits de hauteur G∞/2, où G∞ = GLGR
GL+GR

est la conductance

intrinsèque du circuit (courbes du bas de la figure 6.3). À plus haute température,

il faut prendre en compte les autres états de charge ; on trouve que les oscillations

de Coulomb disparaissent et la conductance tend vers G∞ (courbes du haut). On

remarquera que la disparition des oscillations de Coulomb quand kBT � Ec ne signifie

pas que la charge de l’̂ılot n’est plus discrétisée. L’̂ılot peut passer d’un état de charge

à un autre grâce aux fluctuations thermiques, mais, à un instant donné, la charge de

l’̂ılot reste bien définie et égale à un nombre entier d’électrons.
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Figure 6.2 – Transfert de charge séquentiel dans le SET. (A) Les fonctions de Fermi
des réservoirs L et R sont représentées en gris à température nulle et les états de charge de

l’̂ılot sont caractérisés par les niveaux d’énergies électrostatiques −∆E
(R)
n→n+1. Le taux de la

transition n + 1 → n (n → n + 1) transférant un électron par la jonction α est proportionnel
au nombre d’états occupés (vides) du réservoir α au-dessus (au-dessous) du niveau n. Seuls
les niveaux électrostatiques situés entre les potentiels électrochimiques des réservoirs L et R
participeront donc au courant. Ici, il s’agit des niveaux n et n + 1 ; les niveaux ≥ n + 2 sont
toujours occupés (c.-à-d. que le nombre d’électrons sur l’̂ılot sera toujours ≤ n + 2) ; et les
niveaux ≤ n − 1 sont toujours vides (c.-à-d. que le nombre d’électrons sur l’̂ılot sera toujours

> n − 1). (B) À tension nulle, il y a un gap entre les niveaux électrostatiques et l’énergie de
Fermi. Lorsque ng = n, ce gap est maximal et vaut Ec : la conductance est nulle aux basses
températures kBT � Ec. En variant ng, les niveaux sont décalés en bloc et le gap diminue
jusqu’à devenir nul en ng = n± 1/2 : la conductance est non-nulle.
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Figure 6.3 – Oscillations de Coulomb du SET. La conductance différentielle, G =
∂I/∂V , du Set est tracée à tension nulle, V = 0, en fonction de la charge effective ng pour
différentes températures. Aux températures kBT � Ec (courbes du bas), la conductance pré-
sente d’étroits pics périodiques de hauteur G∞/2 ; ils sont centrés sur les valeurs demi-entières
ng = n + 1/2, où les états de charge n et n + 1 sont dégénérés : E(n, p) = E(n + 1, p). Entre
deux pics, la conductance est nulle car le nombre d’électrons dans l’̂ılot est gelé par l’énergie
de charge Ec. Ce comportement reflète directement la quantification de la charge de l’̂ılot. Aux
températures kBT & Ec (courbes du haut), le transport est activé thermiquement quelle que
soit ng et la conductance tend vers G∞ quand kBT � Ec.

6.4 2ème ordre : cotunneling

6.4.1 Hors-résonance

Aux valeurs entières de ng, l’équation (6.4) montre que la conductance à ten-

sion nulle est exponentiellement supprimée à très basse température. Le processus

au deuxième ordre en H
(t)
L + H

(t)
R prend alors le relais. Ce processus contourne l’in-

terdit du gap en énergie en transférant une charge e directement du réservoir L au

réservoir R par l’intermédiaire d’un état virtuel (figure 6.4). Il est appelé cotunne-

ling inélastique car deux électrons sont transférés simultanément et car il laisse une

excitation particule-trou dans l’̂ılot 2. Si ce processus est possible, c’est que, d’après

l’équation (6.2), l’énergie électrostatique a diminué après le transfert des deux élec-

trons.

D’après les prédictions théoriques [127–129] et les observations expérimentales [130],

2. Le cotunneling est dit élastique si le même électron est transféré par les deux jonctions. Ce
processus est dominant quand l’écart δ entre les niveaux d’énergie des quasi-particules dans l’̂ılot n’est
plus négligeable. Typiquement, le taux de transition élastique est relié au taux de transition inélastique
selon Γel ≈ Γinel × δ

Ec
. Γel est donc totalement négligeable dans un ı̂lot métallique.
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la conductance à tension nulle s’écrit :

G =
RK

6
GLGR

(
kBT

∆

)2

, (6.5)

où ∆ = Ec(1 + 2(n− ng)) (∆ varie entre Ec quand ng = n et 0 quand ng = n+ 1/2).

Ce résultat est valable dans la limite kBT � ∆ ; le cotunneling domine alors sur le

transfert de charge séquentiel car il décroit seulement en T 2.

6.4.2 À la résonance

Aux valeurs demi-entières de ng, même si le transfert de charge séquentiel n’est pas

supprimé à basse température, le cotunneling peut tout de même être une contribution

importante. Le calcul aboutissant à l’équation (6.5) ci-dessus diverge à température

finie et il faut recourir à des techniques avancées [131]. En accord avec l’expérience [132],

il est prédit que la conductance est réduite à des valeurs inférieures à G∞/2 à basse

température.

n 

n-1 

0 

L R 

Figure 6.4 – Cotunneling dans le SET. Aux valeurs entières de ng, le transfert de charge
séquentiel est exponentiellement supprimé à très basse température par le gap Ec. La mécanique
quantique permet toutefois de transférer de la charge directement du réservoir L au réservoir R
en passant par un état virtuel : on passe de l’état n à l’état n+1 en transférant un électron par
la jonction R, puis simultanément on retourne à l’état n en transférant un autre électron par

la jonction L. L’état virtuel intermédiaire avec n+ 1 électrons est interdit car ∆E
(R)
n→n+1 > 0,

mais le transfert des deux électrons est autorisé car l’énergie électrostatique a baissé après le

transfert du second électron : ∆E
(R)
n→n+1+∆E

(L)
n+1→n = −eV < 0. Noter qu’un second processus

– non représenté sur la figure – est possible : passer de l’état n à n−1 en transférant un électron
par la jonction L, puis simultanément retourner à l’état n en transférant un autre électron par
la jonction R.
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6.5 Jonctions tunnels de grande conductance

Un premier moyen d’augmenter le couplage entre l’̂ılot et le circuit consiste à multi-

plier le nombre de canaux dans la jonction tunnel en agrandissant sa taille. Chaque ca-

nal réalise un couplage faible, mais l’ensemble réalise un couplage fort (GL,R & 1/RK).

Il est alors prédit [133, 134] que les fluctuations quantiques de la charge de l’̂ılot dé-

truisent progressivement sa quantification. Cela se traduit sur la forme des oscillations

de Coulomb : les pics sont élargis, le maximum de la conductance tend vers zéro en

1/ log(T ) à basse température, et l’énergie de charge est effectivement réduite. La théo-

rie n’est pas quantitative car interviennent des paramètres renormalisés dont le lien

avec les paramètres réels n’est pas connu, mais elle a pu être confirmée expérimentale-

ment à un niveau qualitatif [132].



Chapitre 7

Ilot couplé par des contacts
ponctuels quantiques

Nous considérons maintenant le cas où l’̂ılot métallique est connecté à deux contacts

ponctuels quantiques (figure 5.1). Nous commençons pour cela par mentionner une

analogie entre le hamiltonien tunnel du chapitre précédent et le modèle Kondo, laquelle

permet notamment d’estimer qualitativement le comportement du circuit pour toutes

valeurs des conductances GL et GR des canaux des Qpc. Nous étudierons ensuite

certaines limites dans lesquelles les oscillations de Coulomb peuvent être calculées

quantitativement.

7.1 Analogie avec l’effet Kondo

7.1.1 Dans la limite GL,R � 1/RK

Aux énergies eV, kBT � Ec où seuls deux états de charge n et n+ 1 peuvent être

atteints par les processus réels et virtuels, il a été observé dans les références [135, 136]

que le hamiltonien tunnel du chapitre précédent est identique au hamiltonien du modèle

Kondo anisotrope [137] :

HKondo =
∑
k,s,m

εka
†
ksmaksm +BKS

z +
∑

k,s,k′,s′,m

Jm
(
σ+
ss′S

− + σ−ss′S
+
)
a†ksmak′s′m,

où l’opérateur a†ksn crée un électron d’énergie εk et de spin s =↑, ↓ dans la nième bande

de conduction, et les matrices Sz,± agissent sur le spin de l’impureté Kondo 1. Dans

cette analogie, les états « up » et « down » du spin de l’impureté Kondo correspondent

aux états de charge n et n+ 1, les états s =↑ et ↓ du spin d’un électron de conduction

correspondent, respectivement, à la position de l’électron à l’intérieur et à l’extérieur

de l’̂ılot, le champ magnétique BK = Ec [1 + 2(n− ng)], et Jm correspond au couplage

λ d’un canal m.

1. S± est une combinaison linéaire des matrices de Pauli : S± = Sx ± Sy. Idem pour σ±.
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Physiquement, cette analogie signifie que, de la même manière que le spin des

électrons de conduction écrante le spin de l’impureté Kondo, les paires particule-trou

virtuelles créées de part et d’autre des jonctions écrantent la charge de l’̂ılot. La charge

de l’̂ılot est d’ailleurs directement reliée au spin de l’impureté Kondo selon la relation

suivante : 〈Q〉 = e
(

1
2 − 〈S

z〉
)
.

Une conséquence importante de cette analogie est que le nombre de canaux connec-

tés à l’̂ılot est déterminant [138]. Avec deux Qpc en effet Hall quantique, où la dégé-

nérescence de spin est levée, on arrive à un effet Kondo à N = 2 canaux ; à champ nul,

N = 4 ; et avec deux jonctions tunnels métalliques, N � 1. Or le nombre de canaux est

crucial pour l’effet Kondo. Le comportement d’un Qpc de transmission GL,R � 1/RK

peut donc être très différent de celui d’une jonction tunnel de même conductance. Par

exemple, il est bien connu que dans le modèle Kondo à N = 2 canaux (Qpc sans

spin), les constantes de couplage ne cessent de crôıtre en diminuant la température si

BK = 0. Le maximum des oscillations de Coulomb du Qpc doit donc, à très basse

température, remonter jusqu’à e2/2h.

On se donne un aperçu du comportement du circuit avec l’expression suivante de

la renormalisation des conductances des Qpc à basse énergie :

GKondo
L,R (T ) =

GL,R

cos2
(√

RKGL,Rξ/π
) , avec ξ = log

Ec
max(kBT,∆)

, (7.1)

qui est valable tant que GKondo � e2/h. La conductance du circuit se déduit en rem-

plaçant GL,R par sa valeur renormalisée GKondo
L,R (T ) dans les expressions (6.4) et (6.5)

du transfert de charge séquentiel et du cotunneling. Hors résonance (∆ 6= 0), la conduc-

tance diminue donc toujours en T 2 aux températures kBT � ∆. À la résonance

(∆ = 0), en revanche, on trouve que la conductance crôıt au fur et à mesure que

la température diminue, jusqu’à diverger en TK = Ec
kB

exp
( −π2

2
√
RKGL,R

)
. Cette diver-

gence signifie que l’expression ci-dessus n’est valable qu’aux températures T � TK et

que GL,R ≈ e2/h aux températures T . TK .

7.1.2 Vue d’ensemble

Le fait que la conductance à la résonance remonte à des valeurs ≈ e2/h même en

partant de Qpc dont les conductances intrinsèques sont très inférieures à e2/h suggère

une certaine universalité des caractéristiques de la solution (7.1). En s’appuyant dessus

et avec des arguments de « scaling », Furusaki et Matveev [68] ont dressé une vue

d’ensemble qualitative du comportement du circuit (figure 7.1).

Hors résonance, que la dégénérescence de spin soit levée ou non dans le Qpc, le

couplage faible est le seul point fixe stable et la diminution en T 2 de la conductance

est universelle.
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À la résonance, il faut distinguer plusieurs cas :

— si les Qpc sont asymétriques (GL 6= GR), alors l’asymétrie – qui est une per-

turbation pertinente au sens du groupe de renormalisation – ne va cesser de crôıtre

jusqu’à ce que la plus grande des deux conductances tende vers e2/h et la plus petite

vers zéro ;

— dans le cas symétrique et avec la dégénérescence de spin levée, le couplage faible

est un point fixe instable tandis que le couplage fort est stable : les deux canaux verront

leur conductance converger vers e2/h ;

— dans le cas symétrique et avec des états de spin dégénérés, ni le couplage fort,

ni le couplage faible ne sont des points fixes stables et les conductances convergeront

vers une valeur intermédiaire . e2/h.
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Figure 7.1 – Diagramme de flot des conductances GL et GR des canaux des QPC.
Les flèches montrent l’évolution de GL et GR lorsque l’énergie décrôıt. À gauche (hors réso-
nance, avec ou sans spin), toutes les configurations évoluent vers le couplage faible. Au milieu
(à la résonance, sans spin), les configurations symétriques évoluent vers le couplage fort et les

configurations asymétriques évoluent vers une asymétrie de plus en plus forte. À droite (à la
résonance, avec spin), les configurations symétriques évoluent vers un couplage intermédiaire
d’ordre e2/h et les configurations asymétriques évoluent vers une asymétrie de plus en plus
forte. On remarquera que, GL et GR désignant les conductances des canaux, en présence du
spin où il y a deux canaux identiques dans chaque Qpc, la conductance d’un Qpc est égale à
2×GL,R.

La remontée à e2/h de la conductance dans le cas symétrique et en l’absence de

spin est confortée par deux autres résultats. Premièrement, il a été montré [67] que le

hamiltonien (7.2) que nous verrons plus loin (il décrit le circuit au voisinage du point

fixe de couplage fort), est identique (en posant V = 0 et |rL| = |rR|) au hamiltonien

de l’effet Kondo à deux canaux dans la limite de Toulouse [139]. Deuxièmement, des

calculs numériques montrent que la capacité de l’̂ılot – qui correspond à la suscepti-

bilité magnétique du spin de l’impureté Kondo – diverge logarithmiquement à basse

température, quelle que soit la valeur de GL,R [140, 141]. Il existe donc à la fois une

analogie formelle avec l’effet Kondo aux deux « extrémités » que sont les points fixes

de couplage fort et de couplage faible et de forts indices numériques entre les deux.



96 Partie II. Quantification de la charge d’un ı̂lot métallique

Mentionnons pour finir que la température Kondo est bien approximée par TK quelles

que soient les conductances GL,R, d’après les calculs numériques de la référence [140].

7.1.3 L’effet Kondo de charge est-il observable expérimentalement ?

Pour estimer si la remontée de la conductance que Furusaki et Matveev prédisent

lorsque GL = GR est mesurable, on utilise la solution (7.1) qui nous donne l’échelle TK

de cette remontée dans le régime de couplage faible. Avec RKGL,R = 0.1, on trouve :

TK ≈ 1.7 × 10−7Ec/kB ≈ 50 nK (Ec ≈ 300 mK dans notre système expérimental).

Aucune chance donc de voir la remontée avec un couplage faible. Si on se permet

d’utiliser cette solution dans le régime de couplage fort, RKGL,R = 0.9, pour estimer

qualitativement la mesurabilité de l’effet, on trouve TK ≈ 1.7 mK. Cette température

n’est pas totalement négligeable comparée à celle d’un réfrigérateur à dilution entre

10 et 20 mK ; cependant, l’amplitude de la remontée est naturellement limitée par le

fait que la conductance de départ est déjà proche de e2/h. Les conductances intermé-

diaires, RKGL,R ≈ 0.5, devraient donc être plus propices. On trouve : TK = 0.3 mK.

Cette température est très faible, mais la lente dépendance logarithmique donne :

GKondo
L,R (30 mK) = 0.66 e2/h et GKondo

L,R (10 mK) = 0.96 e2/h. La différence entre ces

deux conductances est très clairement mesurable ; on s’attend bien sûr à ce que la re-

montée réelle soit plus faible, mais elle resterait mesurable même si elle était inférieure

d’un ordre de grandeur ; nos résultats expérimentaux montreront que c’est le cas.

7.2 Couplage fort

Ayant une vision globale et qualitative du comportement du circuit, nous l’étu-

dions maintenant quantitativement au voisinage du point fixe de couplage fort – et au

voisinage du point fixe de forte asymétrie dans la prochaine section 2 – en suivant les

références [68] et [69]. Les expériences que nous avons menées concernent le cas où la

dégénérescence de spin est levée, mais ici nous évoquons aussi les résultats théoriques

obtenus quand les états de spin sont dégénérés, à titre informatif et pour souligner

l’importance du nombre de canaux.

7.2.1 Sans le spin

Pour étudier la conductance au voisinage du point fixe de couplage fort où les deux

Qpc sont quasi-balistiques, on utilise la technique de la bosonisation présentée à la

2. Il n’y a pas de résultat pour la conductance au voisinage du point fixe intermédiaire qui apparâıt
lorsque les conductances sont symétriques et les états de spin dégénérés.
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section 2.4.1. Le hamiltonien du canal α = {L,R} s’écrit :

Hα = HK,α +HB,α,

avec :

HK,α =
~vF
2π

∫
dx
[
(πΠα(x))2 + (∇φα(x))2

]
;

HB,α = ~vF
|rα|
πD

cos[2φα(0)].

HK,α et HB,α sont, respectivement, l’énergie cinétique et la faible barrière d’énergie

potentielle 3. L’énergie électrostatique, équation (6.1), s’exprime de la manière suivante

en fonction des champs bosonisés 4 :

Hel =
Ec
π2

[
φR(0)− φL(0)− πng

]2
− 1

π
[φL(0) + φR(0)]

eV

2
.

On effectue maintenant la transformation canonique suivante :

φI,c =
φR ± φL√

2
, ΠI,c =

ΠR ±ΠL√
2

.

Les champs φc et φI correspondent, respectivement, à la charge de l’̂ılot et à la charge

transférée à travers le circuit. L’intérêt de ces nouvelles variables est qu’elles ne sont

pas couplées par l’énergie électrostatique :

Hel =
Ec
π2

[√
2φc(0)− πng

]2
− eV√

2π
φI(0).

Elles laissent de plus l’énergie cinétique, HK,L + HK,R, invariante. En revanche, elles

sont couplées de manière complexe au niveau des deux barrières :

HB,L +HB,R =
~vF
πD

(|rL|+ |rR|) cos
[√

2φI(0)
]

cos
[√

2φc(0)
]

+
~vF
πD

(|rL| − |rR|) sin
[√

2φI(0)
]

sin
[√

2φc(0)
]
.

Néanmoins, dans la limite où |rα| → 0 et kBT � Ec, la dynamique du mode de charge

3. Dans la limite d’une faible rétro-diffusion, la transformée de Fourier Vα(2kF ) du potentiel de la
barrière est reliée à l’amplitude de rétro-diffusion rα selon la formule : Vα(2kF ) = ~vF |rα|. Quant à rα,
elle est reliée par définition à la conductance intrinsèque du canal selon la formule : Gα = (1−|rα|2)e2/h
en l’absence du spin et Gα = 2× (1− |rα|2)e2/h en présence du spin.

4. On suppose pour simplifier que CL = CR.
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φc est dominée par Hel et l’on peut le moyenner. On a :〈
cos
[√

2φc(0)
]〉

= e−〈φc(0)2〉+〈φc(0)〉2 cos
[√

2〈φc(0)〉
]

=

√
2DeγEc
π~vF

cos (πng) .

La charge de l’̂ılot est en moyenne fixée à ng et ses fluctuations quantiques vont renor-

maliser l’amplitude de la barrière. On obtient pour le hamiltonien complet :

H =
~vF
2π

∫
dx

[
1

2
(πΠ(x))2 +

1

1/2
(∇φ(x))2

]
+

√
eγEc~vF

2π3D

[
re2iφ(0) + r?e−2iφ(0)

]
− φ(0)

π
eV, (7.2)

où l’on a effectué la transformation canonique φ = φI/
√

2, Π =
√

2ΠI et introduit le

paramètre r = |rL|e−iπng + |rR|eiπng .
Ce hamiltonien est précisément celui d’une impureté locale dans un liquide de

Tomonaga-Luttinger décrit par des interactions K = 1/2. Nous avions mentionné à la

section 2.4.2 qu’il peut être résolu exactement grâce à la technique de la refermionisa-

tion. La conductance différentielle du circuit à tension nulle et température finie prend

la forme suivante :

G =
e2

2h

[
1−

∫ ∞
−∞

dE

4kBT

1

cosh2(E/2kBT )

Γ2
0(ng)

E2 + Γ2
0(ng)

]
, (7.3)

où Γ0(ng) = 2eγEc
π2

[
|rL|2 + |rR|2 + 2|rL||rR| cos(2πng)

]
, et γ = 0.5772... est la constante

d’Euler. Le dernier terme de cette fonction est responsable des oscillations de Coulomb ;

il est nul dès qu’un canal est balistique (rL = 0 ou rR = 0), signe que la charge de l’̂ılot

n’est plus une variable discrète, mais une variable continue.

Dans la limite kBT � Γ0, l’équation (7.3) ci-dessus se réduit à :

G =
e2

2h

(
1− πΓ0(ng)

4kBT

)
. (7.4)

Les oscillations de Coulomb sont des sinusöıdes dont l’amplitude décrôıt avec la tem-

pérature.

Dans la limite kBT � Γ0, l’équation (7.3) devient :

G =
π2e2

6h

(
kBT

Γ0(ng)

)2

.

On retrouve la diminution en T 2 du cotunneling. On remarquera que le régime kBT �
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Γ0 n’est jamais atteint à la résonance (ng = 1/2) si les barrières sont symétriques

(|rL| = |rR|), car Γ0 = 0. Dans ce cas particulier, la conductance est de plus indépen-

dante de la température et égale à e2/2h, signe que le point fixe est stable.

La figure 7.2 montre l’évolution avec la température des oscillations de Coulomb

quand les barrières sont symétriques (en haut) et asymétriques (en bas).

7.2.2 Avec le spin

Si les deux états de spin sont dégénérés, la conductance du circuit est telle que :

G =
e2

h

[
1− 2Γ(3/4)

Γ(1/4)

√
γEc
πkBT

(
|rL|2 + |rR|2

)]
,

où Γ est la fonction gamma d’Euler. Contrairement au cas précédent, la conductance

diminue tout le temps avec la température, signe que le point fixe est instable.
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Figure 7.2 – Oscillations de Coulomb avec deux canaux quasi-balistiques et à basse
température kBT � Ec. La conductance différentielle à tension nulle, éq. (7.3), est tracée
en fonction de ng avec de haut en bas : kBT/Ec = {0.1, 0.01, 0.001, 0.0001}. Sur le graphique
du haut, les deux canaux sont symétriques (|rL| = |rR| = 0.1) et la conductance décrôıt en
T 2, sauf à la résonance où elle reste égale à e2/2h. Sur le graphique du bas, les canaux sont
asymétriques (|rL| = 0.15 et |rR| = 0.1) et la conductance décrôıt partout en T 2.
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7.3 Forte asymétrie

7.3.1 Sans le spin

Au voisinage du point fixe de forte asymétrie, un canal est très faiblement transmis,

RKGL � 1, et l’autre quasi-balistique, RKGR → 1. Pour étudier ce point fixe, on décrit

le canal L par un hamiltonien tunnel et l’on utilise la bosonisation pour le canal R.

Le courant s’obtient en calculant le taux de probabilité d’un évènement tunnel dans le

canal L au moyen de la règle d’or de Fermi. Le canal R intervient alors en modifiant

la densité d’états de l’̂ılot. Le résultat du calcul est :

G = GL
2π4

3e2γ

(
kBT

Ec

)2 [
1− 2eγξ|rR| cos

(
2πng

)]
, (7.5)

où ξ ≈ 1.59 est un facteur numérique. Il est intéressant de comparer cette expression

de la conductance à celle de la charge de l’̂ılot [67] :

〈Q〉 = eng −
eγ

π
e|rR| sin

(
2πng

)
.

Si le canal R est balistique, |rR| = 0, la charge est simplement proportionnelle à ng et

la conductance n’oscille pas. Autrement, la charge et la conductance sont des fonctions

sinusöıdales de ng ; les oscillations de la charge sont indépendantes de la température

tandis que celles de la conductance décroissent en T 2. La présence d’un canal balistique

connecté à l’̂ılot détruit donc complètement la quantification de la charge et cela se

traduit par la disparition des oscillation de Coulomb. Expérimentalement, nous utili-

serons le contraste des oscillations de Coulomb pour caractériser la nature de la charge

de l’̂ılot. Dans le régime de forte asymétrie, les expressions ci-dessus montrent un lien

de proportionnalité direct :

Gmax −Gmin

Gmax +Gmin
= πξ

δQmax − δQmin

e
,

où δQ ≡ 〈Q〉 − eng. Dans le régime tunnel, on trouve, aux températures kBT � Ec,

que le contraste de la conductance vaut un dans la limite séquentielle, éq. (6.4), et est

légèrement inférieur à un en prenant en compte le cotunneling, éq. (6.5) ; la charge est

en effet parfaitement discrétisée dans le premier cas et les processus virtuels du second

marquent le début de l’écrantage de la charge de l’̂ılot.
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7.3.2 Avec le spin

Si les deux états de spin sont dégénérés, la conductance du circuit devient :

G =
GL
4eγ

kBT

Ec

∫ ∞
−∞

dE
ΓR

E2 + Γ2
R

π2 + (E/kBT )2

cosh2(E/2kBT )
,

où ΓR = 8eγ

π2 Ec|rR|2 cos2
(
πng

)
.

Dans la limite kBT � ΓR, l’équation ci-dessus se réduit à :

G = GL
π3

4eγ
kBT

Ec
.

La conductance décrôıt linéairement avec la température.

Dans la limite kBT � ΓR, elle devient :

G = GL
4π2

3eγ
T 2

EcΓR
.

On retrouve la diminution en T 2 du cotunneling. On remarquera que ce régime n’est

jamais atteint à la résonance où ΓR = 0.

7.4 Lien avec le blocage de Coulomb

dynamique

Lorsque l’un des canaux connectés à l’̂ılot est balistique, la quantification de la

charge de l’̂ılot est détruite et ce canal est équivalent 5 à une résistance RK . On est alors

dans le régime du blocage de Coulomb dynamique. Si de plus seuls deux canaux sont

connectés à l’̂ılot, la situation correspond exactement à celle étudiée dans la partie I :

un conducteur mono-canal en série d’une impédance RK (l’équation (7.3) avec rR =

0 avait d’ailleurs été comparée aux résultats expérimentaux à la section 4.6.3). En

revanche, si plusieurs canaux non-balistiques sont connectés à l’̂ılot, alors on est face à

un blocage de Coulomb dynamique plus complexe où il y a une interaction réciproque

entre les canaux non-balistiques. À cet effet, nous mentionnons les résultats de la

référence [66], dans laquelle est étudié un ı̂lot connecté à un grand nombre de canaux

dont les conductances Gn ∈ [0, 1/RK ] sont telles que
∑

nGn � 1/RK . Les auteurs

trouvent que les conductances des canaux sont renormalisées aux basses énergies E �
h/R∞C, où R∞ = 1/

∑
nGn, de la manière suivante :

dGn
d logE

=
2Gn(1−RKGn)

RK
∑

nGn
.

5. Voir la note bas de page 8.



102 Partie II. Quantification de la charge d’un ı̂lot métallique

Cette équation est remarquablement similaire à l’équation (2.16) décrivant la renor-

malisation à basse énergie de la conductance d’un canal de conduction unique placé en

série avec une résistance R. La résistance série est simplement remplacée par l’inverse

de la conductance totale des canaux : (
∑

nGn(E))−1. La différence principale entre

ces deux équations est que, contrairement à la résistance R, la conductance totale des

canaux est elle-même renormalisée à basse énergie.



Chapitre 8

Circuit étudié
expérimentalement

Le circuit que nous avons étudié (figure 8.1) est constitué : d’un ı̂lot métallique ; de

deux contacts ponctuels quantiques, QpcL et QpcR, qui le connectent électriquement à

une source de tension ; d’une grille métallique capacitivement couplée à l’̂ılot et qui est

portée à une tension Vg ; et de deux interrupteurs in situ qui permettent de déterminer

les conductances intrinsèques, GL et GR, des Qpc en les connectant directement aux

sources de tension.

SWL

Vg

Cg

����

SWR

metallic
island

����

�
2 −�2

�

Figure 8.1 – Schéma synoptique du circuit étudié.

L’échantillon réalisant ce circuit est montré sur la figure 8.3.

L’̂ılot métallique est le contact ohmique de taille micrométrique de couleur gris clair

au centre de la figure. Il est connecté à une source de tension via deux contacts ponctuels

quantiques (grilles en jaune) opérés dans le régime de l’effet Hall quantique, au facteur

de remplissage ν = 2, en appliquant un fort champ magnétique perpendiculairement à

l’échantillon. Dans ce régime, deux canaux de conduction chiraux (dont l’un est indiqué

par une flèche rouge) se propagent le long des bords de l’échantillon. Plus de détails

103
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sur les Qpc sont donnés dans la section 3.1. L’intérêt de l’effet Hall quantique réside

ici dans la levée de la dégénérescence de spin par l’effet Zeeman et, surtout, dans la

grande séparation en énergie des canaux de bords. Ces caractéristiques sont visibles

sur la figure 8.2 montrant la conductance du Qpc en fonction de sa tension de grille :

la conductance d’une marche est égale à e2/h et le plateau entre deux marches est

large et plat. La stricte séparation des canaux de bord sera notamment cruciale pour

étudier la limite quasi-balistique ; nous aurons en effet besoin de réaliser un conducteur

strictement mono-canal avec des probabilités de transmission supérieures à 0.99 et

définies à ≈ 10−3 près.
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Figure 8.2 – Conductances intrinsèques des deux QPC. La conductance GR (GL)
du QpcR (QpcL) à gauche (droite) est mesurée en fonction de sa tension de grille VR (VL)
à température de base, au facteur de remplissage ν = 2. Ces mesures sont réalisées avec
l’interrupteur in situ SWR (SWL) réglé en position fermée en laissant passer les ν = 2 canaux
de bord sous la grille bleue.

La conductance intrinsèque d’un Qpc est déterminée au moyen d’un interrupteur

in situ qui est réalisé par la grille bleue située à la gauche du Qpc. Le principe de

fonctionnement de cet interrupteur est décrit en détail dans la section 3.4. Il est basé

sur la chiralité des canaux de bord : en laissant passer les canaux sous la grille bleue,

un Qpc « voit » d’un côté la masse froide et de l’autre la source de tension V/2, mais

est aveugle au reste du circuit ; cela correspond à avoir l’interrupteur de la figure 8.1

en position fermée. Un point technique important est l’influence capacitive de la grille

bleue sur la conductance intrinsèque du Qpc. Cette perturbation doit être corrigée et

elle sera étudiée en détail dans la section 10.1.

Le micro-contact ohmique est un élément crucial du circuit. Sa taille résulte du

compromis entre des contraintes antagonistes. D’un côté, on souhaite qu’il soit le plus
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petit possible pour maximiser l’énergie de charge. Mais de l’autre côté, il doit être

suffisamment grand pour se comporter comme un réservoir à l’équilibre thermody-

namique parfaitement connecté au gaz bidimensionnel d’électrons et détruisant toute

cohérence quantique entre les deux Qpc. Les détails sont donnés dans la section 3.3,

mais ces contraintes sont satisfaites avec le contact ohmique de taille micrométrique

de la figure 8.3. On notera que la condition la plus contraignante, celle qui fixe sa

taille en pratique, est l’exigence d’une connexion électrique quasi-parfaite avec le gaz

bidimensionnel d’électrons.

Enfin, la grille violette sert à mettre en évidence la quantification ou non de la

charge de l’̂ılot en modulant capacitivement son énergie électrostatique.

QPCR

B 1 µm

QPCL

SWR

SWL

Vg

-V/2

V/2

Figure 8.3 – Image MEB de l’échantillon étudié. Le micro-contact ohmique réalisant
un ı̂lot métallique est en gris clair, le gaz bidimensionnel d’électrons situé 94 nm sous la surface
est représenté en gris foncé, les grilles des Qpc sont en jaunes et un des deux canaux de bord
de l’effet Hall quantique est représenté par des flèches rouges. La grille violette sert à moduler
capacitivement l’énergie électrostatique de l’̂ılot et les grilles bleues permettent de déterminer
les conductances intrinsèques GL et GR des Qpc en déviant vers la masse les canaux partant
du micro-contact ohmique. Finalement, les points blancs symbolisent des contacts ohmiques
de grande dimension servant à connecter l’échantillon au circuit de polarisation et de mesure.
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Chapitre 9

Résultats expérimentaux

Ce chapitre présente l’étude expérimentale des oscillations de Coulomb en fonc-

tion du couplage entre l’̂ılot et le circuit. En préalable, sera testée la conformité du

comportement de l’échantillon avec les prédictions pour des couplages tunnels. Nous

mettrons ensuite l’accent sur le contraste des oscillations, dans le but de révéler la

nature, continue ou discrète, de la charge de l’̂ılot, et caractériserons quantitativement

la transition entre ces deux états dans les régimes de couplage fort et de forte asymé-

trie. Enfin, nous étudierons à un niveau qualitatif la conductance à la résonance avec

des couplages intermédiaires et verrons les premières indications d’un effet Kondo de

charge.

9.1 Diamants de Coulomb

Pour commencer, l’échantillon est testé et caractérisé à température de base dans le

régime bien connu où les transmissions des deux Qpc sont très faibles (GL,R . 0.1e2/h).

La conductance différentielle G = ∂I/∂V du circuit est mesurée sur la figure 9.1A

en fonction de la tension V appliquée à l’échantillon et de la tension Vg de la grille

latérale. Elle forme les « diamants de Coulomb» caractéristiques du Set, dont l’absence

de structure interne confirme que l’espacement entre les niveaux d’énergie de l’̂ılot est

inférieur à kBT .

À partir de la hauteur des diamants, qui est égale à 2Ec/e (figure 6.1) et vaut

expérimentalement 52± 5 µV (soit Ec ≈ kB × 300 mK), on déduit la capacité de l’̂ılot

vers la masse AC : CΣ = 3.1± 0.3 fF.

À partir des données à V = 0 (oscillations de Coulomb), qui sont reproduites sur

la figure 9.1B et ajustées avec l’équation (6.4), on obtient Cg = 0.26 fF et kBT/Ec =

0.070±0.005, soit une température TOsc = 21±2 mK. Cette température est significati-

vement plus élevée que celle obtenue en mesurant le bruit thermique : Tth = 13±3 mK

(voir la section 10.2). On l’attribue au bruit de charge provenant du substrat, des lignes,

etc., qui provoque un élargissement des pics et résulte en une température effective plus

107
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élevée.

La valeur CΣ = 3.1 fF est compatible avec des simulations numériques par éléments

finis ainsi que des mesures de blocage de Coulomb dynamique en régime tunnel (voir la

section 10.3). Ces dernières donnent par ailleurs une température TDCB = 10 mK, qui

est proche de Tth ; l’impact du bruit de charge invoqué plus haut est en effet négligeable

sur le blocage de Coulomb dynamique.

B

-0.352 -0.351

0.00

0.05

R
K
G

V
Plunger

(V)Vg

Figure 9.1 – Caractérisation de l’échantillon en régime tunnel à température de
base. (A) Conductance différentielle G = ∂I/∂V du circuit mesurée en fonction de la tension
V appliquée à l’échantillon et de la tension Vg de la grille latérale (bleu : G = 0 – rouge :
conductance la plus élevée). (B) Conductance G en fonction de Vg avec V = 0. Les mesures
(symboles) sont ajustées avec l’équation (6.4) (ligne continue).

9.2 Contraste des oscillations de Coulomb

Nous étudions maintenant comment les oscillations de Coulomb du Set sont af-

fectées lorsque les transmissions des canaux de conduction, c.-à-d. le couplage de l’̂ılot

métallique au circuit, sont augmentées du régime tunnel au régime balistique.

9.2.1 Destruction de la quantification de la charge par un canal
balistique

Les panneaux du haut de la figure 9.2 montrent l’évolution des oscillations de

Coulomb lorsque le QpcR est réglé une faible transmission (RKGR = 0.24) et que

la conductance GL du QpcL est progressivement augmentée de 0.1 à 1.5 e2/h. La

conductance G du circuit présente d’abord des pics étroits séparés par des régions

de conductance nulle indiquant que la charge de l’̂ılot est discrétisée (RKGL = 0.11

et 0.62) ; puis ses pics s’élargissent, son minimum augmente (RKGL = 0.88) et sa

forme devient progressivement sinusöıdale (RKGL = 0.989) ; alors, au fur et à mesure
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que la probabilité de transmission se rapproche de un, la sinusöıde voit son amplitude

diminuer et finalement disparâıtre (RKGK = 1.5) : la quantification de la charge est

détruite.

Pour chiffrer cette évolution, on calcule le contraste des oscillations : Gmax−Gmin
Gmax+Gmin

. Le

panneau principal montre ce contraste en fonction de la conductance GL du QpcL pour

des valeurs de la conductance du QpcR allant du régime tunnel, RKGR = 0.076, au

régime quasi-balistique, RKGR = 0.983. On observe à peu près le même comportement

pour toutes les valeurs de GR : le contraste diminue d’abord très légèrement (RKGL <

0.6), puis chute abruptement vers zéro lorsque RKGL s’approche de un, et reste nul par

la suite (RKGL ≥ 1). Quand RKGL < 1, seul un canal est transmis à travers le QpcL ;

quand RKGL > 1, deux canaux sont transmis par le QpcL, l’un étant balistique et

l’autre de transmission 1−RKGL. Les barres d’erreur correspondent aux incertitudes

statistiques sur les valeurs mesurées de Gmin, Gmax et GL. L’augmentation de certaines

barres d’erreur quand RKGL > 1 est due à la piètre qualité du deuxième canal du Qpc

(cf. figure 8.2).
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Figure 9.2 – Oscillations de Coulomb et leur contraste à température de base. En
haut : conductance différentielle à tension nulle, G = ∂I

∂V

∣∣
V=0

, en fonction de Vg avec RKGR =
0.24 et, de gauche à droite, RKGL = 0.11, 0.62, 0.88, 0.989, 1.5. En bas : contraste des oscilla-
tions de Coulomb en fonction de GL avec, de haut en bas, RKGR = 0.076, 0.24, 0.49, 0.75, 0.975
et 0.983.
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9.2.2 Persistance de la quantification avec N canaux partiellement
transmis

Nous observons donc que la quantification de la charge de l’̂ılot est détruite dès

lors que la conductance du QpcL est telle que RKGL ≥ 1, ce qui correspond à avoir

un canal balistique transmis par le QpcL. La conductance e2/h est très particulière

car elle implique que l’incertitude en énergie associée au temps que reste un électron

sur l’̂ılot, ∆E = h/RKCΣ, est de l’ordre de l’énergie de charge, Ec. Pour déterminer

si la destruction de la quantification que nous observons est la conséquence de la

conductance du conducteur cohérent qui dépasse e2/h, ou si elle est la conséquence de

la présence du canal balistique, nous comparons sur la figure 9.3 deux configurations

ayant la même conductance, mais dont les probabilités de transmission des canaux

diffèrent. Pour la première, on reprend les données du panneau en haut à droite de la

figure 9.2 : RKGR = 0.24 et RKGL = 1.5. Pour la deuxième, on garde RKGR = 0.24,

mais le QpcL est réglé à la conductance RKGL = 0.7 et, en parallèle, on ouvre le

troisième Qpc – qui était jusque là inutilisé – à une conductance RKG3 = 0.8 ; on

émule ainsi un conducteur cohérent connecté à l’électrode de gauche ayant la même

conductance 1.5 e2/h, mais constitué de deux canaux non-balistiques. On observe que

les oscillations de Coulomb sont absentes dans le premier cas (symboles pleins) mais

présentes dans le second (symboles creux). La nature de la charge de l’̂ılot n’est donc

pas déterminée par la conductance du conducteur cohérent, mais par les probabilités

de transmission individuelles de ses canaux.

Ces résultats sont en accord avec les prédictions théoriques. Les oscillations ob-

servées expérimentalement pour des conductances supérieures à e2/h dans les réfé-

rences [73, 74] étaient probablement la conséquence de canaux en réalité imparfaite-

ment transmis ou d’interférences de type Fabry-Pérot dues à une cohérence résiduelle

entre les conducteurs cohérents.

9.2.3 Subsistance d’effets à un électron quand la charge n’est plus
discrétisée

La quantification de la charge de l’̂ılot est donc détruite dès lors qu’un canal balis-

tique le connecte au circuit. Nous avions vu à la section 1.3 que c’est la conséquence du

fait que la charge s’écoule continûment à travers ce canal balistique. Néanmoins, il est

important de remarquer que la granularité du transfert de charge à travers les autres

canaux non-balistiques reste un élément déterminant des propriétés du circuit. La fi-

gure 9.4 montre en effet que lorsque les Qpc sont réglés aux conductances RKGR = 0.24

et RKGL = 1.5, pour lesquelles il n’y a plus d’oscillations de Coulomb, la conductance

du circuit est fortement réduite à basse tension V : c’est le phénomène de blocage de

Coulomb dynamique.
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Figure 9.3 – Quantification de la charge de l’̂ılot : conductance contre probabilités
de transmission. On compare sur cette figure les oscillations de Coulomb mesurées lorsque
RKGR = 0.24, RKGL = 1.5 et RKG3 = 0 (symboles pleins, circuit A), et lorsque RKGR =
0.24, RKGL = 0.7 et RKG3 = 0.8 (symboles creux, circuit B). La conductance totale est la
même dans les deux cas, mais dans le cas (A) un canal balistique est connecté à l’̂ılot (trait
continu), alors que dans le cas (B) tous les canaux sont non-balistiques (trait en tirets). Le
fait que les oscillations de Coulomb sont absentes dans le cas (A) alors qu’elles sont présentes
dans le cas (B) signifie que la nature de la charge de l’̂ılot est déterminée, non pas par la
conductance, mais par les probabilités de transmission individuelles des canaux.
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Figure 9.4 – Blocage de Coulomb dynamique quand la quantification de la charge
est détruite. La conductance différentielle du circuit est tracée en fonction de la tension V
lorsque les Qpc sont réglés aux conductances RKGR = 0.24, RKGL = 1.5 et RKG3 = 0, pour
lesquelles il n’y a plus d’oscillations de Coulomb. La forte réduction de la conductance à basse
tension indique la présence d’un autre effet de charge : le blocage de Coulomb dynamique.
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9.2.4 Comparaison avec les prédictions théoriques

Nous nous concentrons maintenant sur les transmissions RKGL proches de un, où la

chute du contraste est la plus abrupte. Pour cela, le contraste est tracé sur la figure 9.5

en fonction de la probabilité de réflexion 1−RKGL en échelle logarithmique.

Nous avons vu que des prédictions théoriques quantitatives ont été développées aux

basses températures kBT � Ec dans deux limites : quand un Qpc a sa transmission

proche de un et l’autre proche de zéro (point fixe de forte asymétrie) ; quand les deux

Qpc ont leur transmission proche de un (point fixe de couplage fort). À chaque fois,

il est prédit que le contraste diminue comme
√

1−RKGL (voir plus loin). Ici, nous

observons que ce comportement est en fait valable plus généralement : dans la limite

RKGL → 1, les données tombent toutes sur des droites de pentes 1/2, quelle que soit

la valeur de RKGR ∈ [0.076, 0.983].

Plus quantitativement, au voisinage du point fixe de forte asymétrie, l’équation (7.5)

prédit l’expression suivante du contraste :

Gmax −Gmin

Gmax +Gmin
= 2ξeγ

√
1−RKGL. (9.1)

Elle est indépendante de GR et de la température. Pour les faibles valeurs de RKGR,

les données semblent converger vers une même courbe qui est inférieure à la prédiction

(ligne en tirets noirs).

À l’opposé, au voisinage du point fixe de couplage fort, le contraste prédit par

l’équation (7.3) dépend de GR et kBT/Ec. Compte-tenu des valeurs expérimentales de

ces paramètres, il est à une bonne approximation égal à :

Gmax −Gmin

Gmax +Gmin
=

eγEc
πkBT

√
1−RKGL

√
1−RKGR. (9.2)

Les données mesurées avec RKGR = 0.975 et celles avec RKGR = 0.983 sont bien

reproduites par les prédictions (lignes continues grises) en prenant pour la température

kBT/Ec = 0.0552, soit T = 16.5 mK. Cette température se situe entre la température

effective Tosc = 21 mK mesurée à partir des oscillations de Coulomb dans le régime

du Set et la température électronique Tth = 13 mK mesurée avec le bruit thermique.

Cette valeur intermédiaire n’est pas surprenante car on s’attend à ce que le bruit de

charge ait moins d’impact sur les sinusöıdes du couplage fort que sur les pics très étroits

du Set.
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Figure 9.5 – Contraste des oscillations de Coulomb en fonction de la probabilité
de réflexion 1−RKGL. Les symboles sont les mesures expérimentales à température de base
avec, de haut en bas, RKGR = 0.076, 0.24, 0.49, 0.75, 0.975 et 0.983. La ligne en tirets noirs
est la prédiction (9.1) pour le point fixe de forte asymétrie (RKGL → 1 et RKGR → 0). Les
lignes continues grises sont calculées à partir de l’expression (7.3) de la conductance prédite
au voisinage du point fixe de couplage fort (RKGL → 1 et RKGR → 1). Le calcul est effectué
avec : RKGR = 0.975 pour la courbe du haut, RKGR = 0.983 pour la courbe du bas, et
kBT/Ec = 0.0552.
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L’écart observé entre les données et les prédictions pourrait aussi tenir au do-

maine de validité limité des prédictions théoriques : kBT � Ec. Pour mieux en cerner

les limites, nous utilisons le fait que l’équation (7.5) avec |rR| = 0 décrit le blocage

de Coulomb dynamique de la conductance d’une jonction tunnel en série avec une

résistance égale à RK . Or ce problème admet une solution générale valable à toute

température, équation (2.11). Ces deux résultats sont comparés sur la figure 9.6. Ils

dévient de 8 à 25 % entre 10 et 20 mK ; on donc peut s’attendre, pour les oscillations

de Coulomb, à des déviations du même ordre avec les prédictions théoriques du fait de

la température finie de l’expérience.
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Figure 9.6 – Domaine de validité en température de l’équation (7.5) dans le régime

du blocage de Coulomb dynamique. La conductance GMatveev = GL
2π4

2e2γ

(
kBT
Ec

)2

corres-

pondant à l’équation (7.5) avec |rR| = 0 dévie à température finie de la conductance GDCB

correspondant aux prédictions pour une jonction tunnel en série avec une impédance linéaire.
Cette dernière est calculée à partir de l’équation (2.11) en posant R = RK et C = 3.1 fF.

9.2.5 Dépendance en température

L’évolution du contraste avec l’énergie est sondée en répétant cette expérience à

différentes températures. La figure 9.7A montre le contraste mesuré en fonction de

1−RKGL avec RKGR = 0.75 et des températures allant de 13 à 165 mK (températures

données par le bruit thermique). Remarquablement, il s’avère qu’à haute température

la dépendance en
√

1−RKGL du contraste est valable quelle que soit la conductance

RKGL ∈ [0, 1] du QpcL. Il semblerait aussi que cette dépendance apparaisse dès que

le contraste est inférieur à ≈ 0.3. Comme le montre la figure 9.7B à la plus haute

température T = 165 mK, ces observations s’appliquent à toutes les autres valeurs de

RKGR. La dépendance en
√

1− τ semble donc avoir une portée plus générale que la

limite τ → 1 et kBT/Ec → 0 dans laquelle elle a été dérivée.
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Figure 9.7 – Dépendance en température du contraste des oscillations de Coulomb.
(A) Le contraste mesuré avec RKGR = 0.75± 0.01 (l’incertitude provient du fait que GR n’est
pas rigoureusement identique à toutes les températures) est tracé en symboles en fonction de
1 − RKGL pour des températures Tth = 13, 30, 45, 80, 120 et 165 mK. Les droites ont pour
équation y ∝

√
x. (B) La contraste mesuré à la plus haute température T = 165 mK est tracé

en symboles en fonction de 1 − RKGL pour des conductances RKGR = 0.074, 0.23, 0.46, 0.74
et 0.976. Les droites ont pour équation y ∝

√
x.
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9.3 Oscillations complètes dans les limites de

couplage fort et de forte asymétrie

Nous nous sommes jusque-là concentrés sur le contraste des oscillations de Cou-

lomb, dans le but de révéler la nature de la charge de l’̂ılot. Ici, nous confrontons

directement les oscillations de Coulomb mesurées aux prédictions théoriques dans les

deux régimes de couplage fort et de forte asymétrie.

Les panneaux du bas de la figure 9.8 correspondent au couplage fort : les symboles

sont les mesures lorsque RKGR = 0.983 et, de gauche à droite, RKGL = 0.982, 0.990 et

0.996. Elles correspondent raisonnablement aux prédictions de l’équation (7.3) calculées

avec la température T = 16.5 mK déterminée plus haut (ligne continue bleue). Pour

information, la zone grisée correspond à ces mêmes prédictions entre les deux valeurs

extrêmes de la température : Tth = 13 mK et TOsc = 21 mK.

Dans le cas d’une forte asymétrie (RKGR = 0.076, panneaux du haut), seules les

prédictions de l’équation (7.5) à la température Tth sont en accord avec les mesures

expérimentales. On remarquera que la dépendance en température est très forte dans

ce cas : G(TOsc)
G(Tth) = 2.6.
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Figure 9.8 – Oscillations de Coulomb dans les limites de couplage fort et de forte
asymétrie. Les symboles sont les mesures expérimentales ; les lignes continues bleues sont les
prédictions des équations (7.3) et (7.5) à la température T = 16.5 mK ; et les zones grisées ces
mêmes prédictions entre les valeurs extrêmes de la température : Tth = 13 mK et TOsc = 21 mK.
Les panneaux du haut correspondent au point fixe de forte asymétrie : RKGR = 0.076 et de
gauche à droite RKGL = 0.982, 0.990 et 0.996. Les panneaux du bas correspondent au point
fixe de couplage fort : RKGR = 0.983 et de gauche à droite RKGL = 0.982, 0.990 et 0.996.
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9.4 Conductance au maximum et au minimum

des oscillations de Coulomb – Indications

d’un effet Kondo de charge

Cette section présente une étude préliminaire et qualitative du minimum et du

maximum des oscillations de Coulomb aux valeurs intermédiaires de GL et GR. Ces

deux points ont tous les deux des propriétés spéciales qui sont très différentes pour l’un

et pour l’autre : au minimum la charge est gelée par le gap d’énergie Ec, tandis qu’au

maximum les états de charge n et n+ 1 sont dégénérés et le circuit pourrait avoir un

comportement analogue au modèle Kondo à deux canaux.

9.4.1 Contacts ponctuels quantiques symétriques

Nous commençons par le cas de Qpc symétriques (GL = GR) où l’analogie avec

l’effet Kondo prévoit un comportement surprenant et opposé aux prédictions standard

du blocage de Coulomb : Gmax remonte vers e2/2h quand T → 0. La figure 9.9 montre

la dépendance en température de Gmin et Gmax lorsque GL ≈ GR ≈ 0.24, 0.47, 0.75 et

0.977 e2/h. La valeur de G∞ = 1
G−1
L +G−1

R

est également indiquée en symboles carrés.

Les tailles des barres d’erreur de G∞ sont égales à |GL − GR| (la dissymétrie des

conductances des Qpc est de l’ordre du pourcent 1), tandis que celles de Gmax et Gmin

représentent les incertitudes statistiques.

Si Gmin décrôıt simplement avec la température sur les quatre graphiques, on ob-

serve en revanche une remontée de Gmax quand RKGL,R ≈ 0.47 (en haut à droite)

ou 0.75 (en bas à gauche). Le grossissement en encart montre que cette remontée est

supérieure à l’incertitude due à la dissymétrie des deux Qpc. La conductance Gmax est

même supérieure à G∞ à la plus basse température Tth = 13 mK (pour rappel, dans

l’approximation du transfert séquentiel, Gmax → G∞/2 à basse température). Quand

RKGL,R ≈ 0.24 et 0.977, la conductance est, par contre, constante aux barres d’er-

reurs près. Ce n’est pas surprenant compte-tenu de la discussion de la section 7.1.3 ;

dans le régime de couplage faible, la température Kondo est de plusieurs ordres de

grandeur inférieure à la température expérimentale ; à l’opposé la température Kondo

est maximale dans le régime de couplage fort, mais l’amplitude de la remontée est

naturellement limitée par le fait que la conductance de départ est déjà proche de e2/h.

1. On aurait tout-à-fait pu obtenir une symétrie avec une précision similaire à celle avec laquelle
nous mesurons GL et GR, soit environ un pour mille, mais les données présentées ici ont été extraites
a posteriori d’ensembles de données pour lesquels la symétrie des Qpc n’était pas du tout recherchée
(ceux ayant servi pour la section 9.2 portant sur le contraste des oscillations de Coulomb).
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Figure 9.9 – Dépendance en température du maximum et du minimum des
oscillations de Coulomb lorsque les QPC sont symétriques. Les quatre gra-
phiques correspondent à quatre configurations symétriques des Qpc : GL ≈ GR ≈
{0.24, 0.47, 0.75, 0.977}e2/h. À chaque fois, le minimum des oscillations de Coulomb, Gmin,

diminue avec la température. À l’opposé, le maximum des oscillations de Coulomb, Gmax, re-
monte à basse température quand RKGL,R ≈ 0.47 (en haut à droite) et 0.75 (en bas à gauche).
Ce type de comportement n’est absolument pas prédit par la théorie standard du blocage de
Coulomb et suggère fortement que le comportement du circuit est analogue à l’effet Kondo.
Comme on peut s’y attendre, cette remontée n’est pas visible quand les conductances GL,R
sont trop petites (≈ 0.24, en haut à gauche) ou trop grandes (≈ 0.977, en bas à droite). Dans
le premier cas, la température Kondo est en effet beaucoup trop faible (≈ 50 nK), tandis que
dans le second cas l’effet est naturellement limité par le fait que la conductance de départ est
déjà proche de e2/h.

9.4.2 Contacts ponctuels quantiques asymétriques

À la résonance

On s’intéresse maintenant à l’effet de l’asymétrie des conductances GL et GR. Pour

cela, on trace sur la figure 9.10 l’évolution de Gmax lorsque la conductance GL du

QpcL est variée et la conductance GR de l’autre Qpc est fixée. Le panneau du haut

correspond à RKGR = 0.47, celui du bas à RKGR = 0.75 et les différentes courbes à

différentes valeurs de la température. Les courbes présentent un maximum qui se situe

en GL = GR à basse température. Contre-intuitivement, il y a donc un moment où

augmenter GL diminue la conductance totale Gmax. Cela indique un comportement

complexe tel que celui du modèle Kondo pour lequel le degré d’asymétrie des Qpc est
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un élément clé. Pour plus de précision, il faut regarder la dépendance en température et

la comparer au diagramme de renormalisation des conductances GL et GR prédit par

Furusaki et Matveev (figure 7.1). Munis de ce diagramme, on peut mettre en évidence

trois comportements qualitativement différents de la conductance G du circuit qui sont

montrés en encart :

— avec des conductances GL et GR symétriques, Gmax remonte à basse température

jusqu’à e2/2h (flèche C) ;

— avec des conductances fortement asymétriques, Gmax décrôıt avec la température

jusqu’à zéro (flèche E) ;

— avec des conductances « modérément » asymétriques, Gmax commence par re-

monter, puis redescend vers zéro (flèche A). Toutefois, si l’asymétrie est trop faible, on

ne pourra voir la redescente du fait de la température finie de l’expérience (flèches B

et D).

Aux températures Tth ≤ 120 mK, on observe en effet une remontée pour les conduc-

tances symétriques et faiblement asymétriques : RKGL ∈ [0.3, 0.7]([0.7, 0.85]) sur le

panneau de gauche (droite). On observe également une remontée, mais suivie d’une

redescente, pour les conductances « modérément » asymétriques : RKGL ≈ 0.25(0.65)

sur le panneau de gauche (droite) où la redescente se fait au-dessous de ≈ 80(30) mK.

Enfin, pour les conductances fortement asymétriques, on n’observe rien d’autre qu’une

diminution de la conductance avec la température. On notera cependant que le même

comportement qualitatif est prédit dans ce dernier cas par la théorie standard du blo-

cage de Coulomb.

Finalement, on remarque que la courbe à la température Tth = 165 mK est sys-

tématiquement au-dessus de celle à Tth = 120 mK ; cela pourrait indiquer le retour

attendu vers le comportement habituel du blocage de Coulomb, mais il faudrait des

données à plus haute température pour en être sûr.

Hors résonance

Concernant le minimum des oscillations, Furusaki et Matveev prédisent que seul

est stable le point fixe de couplage faible. Sur la figure 9.11 où est tracée l’évolution de

Gmin lorsque la conductance GL du QpcL est variée et la conductance GR du QpcR est

fixée, on observe en effet que la conductance ne fait que diminuer avec la température.

Par ailleurs, Gmin est simplement une fonction croissante de GL.
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Figure 9.10 – Effet de l’asymétrie des QPC sur le maximum des oscillations de
Coulomb. Le maximum Gmax des oscillations de Coulomb est tracé en fonction de GL avec
GR fixé à 0.47 e2/h sur le panneau du haut et 0.75 e2/h sur celui du bas. Les différentes
courbes correspondent à différentes températures allant de Tth = 13 mK pour la plus froide
jusqu’à 165 mK pour la plus chaude. De 165 à 120 mK, la conductance diminue en accord
avec la théorie standard du blocage de Coulomb. Mais au-dessous de 120 mK, on observe trois
types de comportement suggérant le début d’une physique de type Kondo : avec des Qpc symé-
triques, la conductance Gmax remonte à basse température ; avec des Qpc très asymétriques, la
conductance Gmax diminue à basse température ; avec des Qpc « modérément » asymétriques,
la conductance remonte légèrement avant de redescendre. Ces comportements se comprennent
au moyen du diagramme de renormalisation des conductances GL et GR qui est prédit par
Furusaki et Matveev et montré en encart.
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Figure 9.11 – Effet de l’asymétrie des QPC sur le minimum des oscillations de
Coulomb. Le minimum Gmin des oscillations de Coulomb est tracé en fonction de GL, avec
GR fixé à 0.47 e2/h sur le panneau du haut et 0.75 e2/h sur celui du bas. Les différentes courbes
correspondent à différentes températures ; de bas en haut : Tth = 13, 30, 45, 80, 120 et 165 mK.
Dans tous les cas, la conductance Gmin diminue avec GL et avec la température.
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Chapitre 10

Informations complémentaires

10.1 Influence capacitive SW-QPC

La figure 10.1 montre la conductance de l’interrupteur L en fonction de la tension

VswL de sa grille. Pendant la mesure des oscillations de Coulomb, l’interrupteur est

maintenu en position ouverte en appliquant une tension VswL = −0.35 V, afin que

tous les canaux soient réfléchis au niveau de la grille bleue. La conductance intrinsèque

GL du QpcL est ensuite déterminée en fermant l’interrupteur par l’application d’une

tension VswL = +0.1 V, afin que tous les canaux soient transmis sous la grille bleue.

Cependant, la variation ∆VswL = +0.45 V entrâıne, par influence capacitive sur le

gaz d’électrons au niveau du QpcL, une modification de la conductance intrinsèque

GL, laquelle doit être compensée par un changement ∆VL de la tension de la grille du

QpcL.

Nous expliquons maintenant la procédure pour déterminer cette compensation, puis

présentons un certain nombre de tests visant à la valider.

10.1.1 Détermination de la compensation

La compensation est déterminée en comparant les deux courbes GL(VL, VswL =

−0.35 V) (cercles rouges) et GL(VL, VswL = +0.1 V) (triangles noirs), qui sont tracées

sur la figure 10.2. Ces deux courbes sont mesurées dans les conditions suivantes :

V/2 = 72 µV, RKGR = 0 et RKGswR = 2, qui permettent de supprimer les oscillations

de Coulomb et le blocage de Coulomb dynamique, afin que l’influence de VswL sur GL

soit exclusivement capacitive. On observe qu’en décalant de 5.5 mV la courbe VswL =

+0.1 V (triangles bleus orientés vers le bas), on reproduit à une très bonne précision

la courbe VswL = −0.35 V. La compensation à appliquer est donc : ∆VL = 5.5 mV. La

figure 10.3A montre l’évolution de ∆VL et ∆VR avec la température.

123
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Figure 10.1 – Conductance de l’interrupteur SWL en fonction de la tension VswL de
sa grille. Cette courbe est mesurée à température de base en réglant le QpcL à la conductance
RKGL = 2.
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Figure 10.2 – Compensation de l’influence capacitive SW-QPC. Cercles rouges :
conductance GL du QpcL mesurée en fonction de VL avec VswL = −0.35 V, V/2 = 72 µV,
RKGR = 0 et RKGswR = 2. Triangles noirs : conductance GL du QpcL mesurée cette fois-ci
avec VswL = +0.1 V. Triangles bleus orientés vers le bas : triangles noirs décalés de ∆VL =
5.5 mV.
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Figure 10.3 – Dépendance en température et en VswL de la compensation. (A) La
compensation ∆VL (∆VR) à appliquer quand l’interrupteur est basculé, VswL(VswR) : −0.35→
+0.1 V, est tracée en fonction de la température Tth en symboles carrés noirs (disques rouges).
(B) Les symboles montrent la compensation ∆VL à appliquer quand la tension du SWL est
modifiée de -0.5 V à VswL. Elle dépend linéairement de VswL quand le SWL est sur un plateau ;
les trois droites sont des guides pour les yeux.

10.1.2 Dépendance en Vsw

Pour tester l’origine capacitive de cette compensation, nous traçons sur la fi-

gure 10.3B, en fonction de la tension VswL, la compensation ∆VL à appliquer pour

faire correspondre la courbe GL(VL, VswL) avec la courbe GL(VL, VswL = −0.5 V).

L’influence capacitive de conducteurs fixes est une fonction linéaire. Nous observons

ici que ∆VL est une fonction linéaire par morceaux avec des ruptures de pentes qui sont

concomitantes des moments où de nouveaux canaux sont transmis sous la grille bleue.

On peut interpréter les ruptures de pentes comme la conséquence de la modification

de la géométrie des canaux, lesquels écrantent en partie les grilles métalliques.

10.1.3 Robustesse aux conditions de mesure

La valeur de la compensation étant déterminée dans des conditions particulières

(V/2 = 72 µV, RKGR = 0 et RKGswR = 2), il convient de vérifier qu’elle ne dépend

ni des tensions des autres grilles, ni de la tension V appliquée à l’échantillon.

En pratique, les deux grilles d’un Qpc sont polarisées différemment, ce qui permet

d’atténuer ses défauts (voir la figure 4.16 de la partie I). Concrètement, on maintient

fixe la tension de la grille la plus proche de l’interrupteur à une tension optimisée VcL,R,

et l’on contrôle la conductance du Qpc avec l’autre grille (VL,R donc). La grille la plus

susceptible de modifier la valeur de la compensation ∆VL,R est de loin la grille VcL,R.

Or on mesure la même valeur de ∆VL pour basculer l’interrupteur (VswL : −0.35 →
+0.1 V) que VcL = −0.36,-0.40 ou -0.45 V.

La figure 10.4 montre la compensation mesurée sur un autre échantillon et dans un
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autre cryostat. Le panneau A montre que ∆VL est également linéaire par morceaux en

fonction de VswL. Sur le panneau B, la compensation ∆VL pour basculer l’interrupteur

(VswL : −0.5→ +0.2 V) est tracée en fonction de la tension appliquée à l’échantillon.

Elle est constante pour des tensions V/2 > 40 µV. Les données à plus basse tension

n’ont en revanche pas de sens car les courbes GL(VL, VswL = −0.5 V) et GL(VL, VswL =

+0.2 V) ont des formes différentes à cause du blocage de Coulomb dynamique. On peut

néanmoins tester en partie les basses tensions en considérant la compensation ∆VL à

appliquer pour une variation de VswL telle que l’interrupteur reste ouvert (VswL :

−0.5 → −0.4 V, panneau C) ou fermé (VswL : +0.1 → +0.2 V, panneau D). Dans les

deux cas, VswL, est constant quelle que soit V .
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Figure 10.4 – Dépendance en tension de la compensation. L’absence de dépendance
en tension de la compensation ∆VL est démontrée sur un autre échantillon. (A) Les symboles
montrent la compensation ∆VL à appliquer quand la tension du SWL est modifiée de -0.5 V
à VswL ; ici aussi elle est linéaire par morceaux. (B) Dépendance en tension V de la compen-
sation à appliquer quand VswL : −0.5 → +0.2 V (interrupteur basculé d’ouvert à fermé). (C)
Dépendance en tension V de la compensation à appliquer quand VswL : −0.5→ −0.4 V (l’in-
terrupteur reste ouvert). (D) Dépendance en tension V de la compensation à appliquer quand
VswL : +0.1→ +0.2 V (l’interrupteur reste fermé).
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10.1.4 Stabilité dans le temps

La stabilité des compensations ∆VL et ∆VR est cruciale pendant une prise de

données ; en conséquence, elles sont systématiquement mesurées avant et après. En

pratique, elles sont stables pendant plusieurs semaines.

10.1.5 Test indépendant de la compensation

Une manière de tester la détermination relative des compensations ∆VL et ∆VR

est de comparer les oscillations mesurées avec des couples de conductance symétriques :

(GL, GR) et (GR, GL). La figure 10.5 montre que les couples (0.485,0.975) et (0.985,0.975)

donnent à une très bonne précision les mêmes oscillations de Coulomb que leurs symé-

triques respectifs.

Figure 10.5 – Comparaison des oscillations de Coulomb de couples (GL, GR) sy-
métriques.

10.2 Température électronique

Nous avons plusieurs moyens de déterminer la température électronique. Le premier

est une sonde RuO2 fixée sur la chambre de mélange, mais d’une part elle n’est pas ca-

librée au-dessous de 40 mK et d’autre part le très faible couplage électron-phonon aux

températures de l’ordre de millikelvin peut résulter en une température électronique
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supérieure à celle du réfrigérateur. Le second consiste à mesurer le bruit thermique Sv

émis par la résistance de Hall RK/2 de l’échantillon grâce à un amplificateur cryogé-

nique qui sera présenté dans la partie III. Le bruit thermique est en effet proportionnel

à la température : Sv = a×Tth +b. Il suffit alors de calibrer a et b à deux températures

suffisamment élevées pour que Tth = TRuO2 , en l’occurrence 47 et 82 mK, pour pouvoir

déduire Tth de Sv. La figure 10.6A montre que Tth = TRuO2 au-dessus de 30 mK et l’on

trouve Tth = 13±3 mK à température de base. Une autre possibilité consiste à déduire

la température à partir des oscillations de Coulomb du Set. La figure 10.6B montre

ces températures TOsc ; les barres d’erreur correspondent à l’incertitude de 10 % sur

l’énergie de charge Ec. Les déviations entre TOsc et TRuO2 à haute température ne sont

pas comprises.

10.3 Blocage de Coulomb dynamique en

régime tunnel

Les valeurs trouvées de l’énergie de charge et de la température Tth sont corroborées

par des mesures de blocage de Coulomb dynamique. Sur la figure 10.7, les symboles

sont la conductance mesurée en fonction de la tension V avec RKGR = 0.095 et

RKGL = 1 et la ligne continue est la conductance calculée avec l’équation (2.11). Le

seul paramètre libre est la température TDCB = 10 mK ; la transmission intrinsèque est

fixée à 0.095, la capacité à 3.1 fF et la résistance à RK . L’incertitude sur la capacité

n’a pas d’influence sur la valeur de TDCB.

10.4 Dépendance en énergie intrinsèque des

QPC

Il est important que la conductance intrinsèque d’un Qpc soit constante sur une

échelle d’énergie de l’ordre de Ec. Ceci est vérifié sur la figure 10.8 en mesurant sa

conductance en fonction de la tension continue V avec l’interrupteur en position fermée.
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Figure 10.6 – Mesures de la température électronique. (A) Température électronique
Tth mesurée avec le bruit thermique en fonction de la température mesurée par la sonde RuO2.
La ligne est la droite y = x. (B) Température mesurée avec les oscillations de Coulomb dans le
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Figure 10.7 – Blocage de Coulomb dynamique en régime tunnel. Symboles : conduc-
tance du circuit mesurée en fonction de la tension V avec RKGR = 0.095 et RKGL = 1.
Ligne continue : conductance calculée avec l’équation (2.11) en prenant TDCB = 10 mK pour
la température, 0.095 pour la transmission intrinsèque, 3.1 fF pour la capacité et RK pour la
résistance.
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Figure 10.8 – Dépendance en énergie des conductances intrinsèques des QPC. Les
différentes courbes correspondent à différentes valeurs des tensions VL,R des grilles des Qpc.
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Conclusion et perspectives

Nous avons étudié la transition entre l’état où la charge d’un ı̂lot métallique est une

variable discrète et l’état où elle est continue. Nous avons démontré que la condition

pour détruire la quantification de la charge de l’̂ılot est l’existence d’au moins un canal

de conduction balistique le connectant au circuit et nous avons pu caractériser quan-

titativement cette destruction dans les limites de couplage fort et de forte asymétrie.

Nos données confirment les prédictions théoriques dans ces deux limites et donnent

même à certaines de leurs caractéristiques une portée plus générale que les conditions

dans lesquelles elles furent dérivées.

Nos données ont également permis de mettre en évidence de premières indications

qualitatives que la physique du circuit au maximum des oscillations de Coulomb est,

à basse température, analogue au modèle Kondo à deux canaux. Cela ouvre de nom-

breuses perspectives car les observations expérimentales d’un effet Kondo de charge

restent à un état primitif [72, 142]. De plus amples investigations sont toutefois né-

cessaires. Par exemple, mesurer non pas la conductance totale du circuit, mais sépa-

rément les oscillations de Coulomb de chacun deux Qpc permettrait une comparaison

plus directe avec le diagramme de renormalisation. Parvenir à rapprocher la tempéra-

ture effective des oscillations de Coulomb de la température électronique donnée par

le bruit thermique serait également une amélioration importante compte-tenu de la

petitesse de l’énergie de charge dans notre système. Remarquons enfin qu’ajouter des

Qpc permettrait d’étudier un effet Kondo à plus de deux canaux.

Nous avons déjà mentionné que la destruction de la quantification de la charge de

l’̂ılot ne signifie pas la fin des effets de charge au sens large, puisque le comportement

du circuit est alors déterminé par le phénomène de blocage de Coulomb dynamique.

De ce point de vue, la géométrie à trois Qpc qui a été brièvement utilisée pourrait

permettre d’étudier un blocage de Coulomb dynamique où deux canaux de conduction

non-balistiques interagissent, ce qui constitue une extension naturelle de la partie I.
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14.1.2 Caractéristique courant de chaleur–température . . . . . . . . . . 159
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Introduction

Nous nous intéressons dans cette partie à la conductance thermique des canaux de

conduction. En comparaison de la conductance électrique, elle a été très peu étudiée

expérimentalement car il est très difficile de mesurer des températures et déterminer

des courants de chaleur à l’échelle mésoscopique. Un pilier du transport électrique

dans les circuits mésoscopiques est le quantum de conductance électrique, Gel = e2/h.

Il fut révélé pour la première fois en 1988 par l’observation de marches dans la conduc-

tance électrique d’un contact ponctuel quantique (Qpc) au fur et à mesure que le

nombre de canaux transmis à travers le Qpc était augmenté. Nous présentons ici

la première mesure quantitative de son analogue, le quantum de conductance ther-

mique, Gth = (π2k2
B/3h)T . Remarquablement, cette limite quantique fondamentale de

la conductance thermique d’un canal de conduction est universelle, indépendante de la

nature du canal (électronique, photonique, phononique, anyonique, etc.). Compte-tenu

des liens très étroits entre chaleur, entropie et information, cela suggère l’existence

d’une limite universelle associée au transfert d’information. Le quantum de conduc-

tance thermique a d’ailleurs déjà été mis en évidence dans des canaux bosoniques : en

2000 avec des phonons et en 2006 avec des photons. Mais concernant les fermions, s’il

fut montré que la conductance thermique d’un Qpc présente bien des marches asso-

ciées à l’ouverture successive des canaux de conduction, la valeur quantitative de la

conductance thermique restait inaccessible. Notre approche, basée sur la détermination

très précise de la température électronique en mesurant le bruit thermique grâce à des

amplificateurs cryogéniques ultra-bas bruit et sur le contrôle du courant de chaleur in-

jecté dans les canaux de conduction, nous a permis de mesurer pour la première fois la

conductance thermique d’un unique canal de conduction électronique, que nous avons

trouvée égale à Gth à une précision inférieure à 10 %.
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Chapitre 12

Transfert de chaleur à l’échelle
mésoscopique

Dans ce chapitre, nous commençons par dériver les expressions des courants élec-

trique et de chaleur dans le cas général, puis dans le régime linéaire, où il apparâıt

que les conductances électrique et thermique d’un canal électronique sont bornées par

les quantum de conductance électrique et thermique. Nous nous intéressons alors plus

spécifiquement au quantum de conductance thermique en évoquant son étonnante uni-

versalité et les conséquences que cela pourrait avoir dans le domaine de l’information,

puis en décrivant succinctement les principales – et peu nombreuses – expériences le

mettant en évidence.

12.1 Expressions générales des courants

électrique et de chaleur

On peut sans perte de généralité considérer la situation représentée sur la figure 12.1

où deux réservoirs de potentiels électrochimiques µL,R et températures TL,R sont reliés

par un unique canal de conduction décrit par une probabilité de transmission τ(ε).

Les propriétés d’un conducteur multi-canal s’obtiennent simplement en sommant les

résultats de cette situation élémentaire.

�(�)
�� , ���� , ��

Figure 12.1 – Canal de conduction soumis à une différence de potentiel et de
température.
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Les courants électrique et de chaleur sont respectivement portés par la charge et

l’énergie cinétique des électrons circulant dans le canal de conduction [76, 77]. Le

courant d’électrons arrivant au réservoir α ∈ {L,R} avec une énergie cinétique dans

l’intervalle [ε, ε+ dε] s’écrit [12] :

dṅα = τ(ε) [fα(ε)− fα(ε)] v(ε)ρ(ε)dε,

où α = {R,L} est le réservoir opposé à α, f(ε) est la fonction de Fermi du réservoir, v

est la vitesse des électrons et ρ leur densité d’états. Une spécificité de l’unidimension-

nalité des canaux est que le produit ρv est constant, égal à 1/h. Toute la complexité du

conducteur est donc encapsulée dans la transmission τ(ε). On en déduit l’expression

du courant électrique Iα arrivant au réservoir α :

Iα =
e

h

∫
dετ(ε) [fα(ε)− fα(ε)]. (12.1)

Et celle du taux de variation Jα de la chaleur du réservoir α :

Jα =
1

h

∫
dετ(ε)(ε− µα) [fα(ε)− fα(ε)]. (12.2)

Pour cette dernière, on a usé du premier principe de la thermodynamique : δJ =

dU̇ − µdṅ = (ε− µ)dṅ. Si J > 0(< 0), la réservoir chauffe (refroidit).

Il est clair que IR = −IL ≡ I, signe que la charge est conservée. En revanche, on a

JL + JR = V I, où eV ≡ µL − µR, car de la chaleur est créée irréversiblement par effet

Joule dès qu’un courant circule dans le canal.

12.2 Modes de transfert dans le régime linéaire

Le régime linéaire a lieu lorsque les déséquilibres en température et en tension sont

très petits devant l’énergie thermique : eV � kBT et ∆T � T , où T ≈ TL,R et

∆T ≡ Tα − Tα. Les expressions des courants électrique et de chaleur y prennent la

forme suivante : (
I

Jα

)
=

(
L0 L1

L1 L2

)(
V

∆T/T

)
, (12.3)

où Ln = e2

h

∫
dετ(ε)

(
ε−εF
e

)n (−∂f
∂ε

)
. Le courant est souvent préféré à la tension comme

variable. Cela donne : (
V

Jα

)
=

(
1/G −S
Π κ

)(
I

∆T

)
. (12.4)
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fL

fR

Ε

µL

µR

fL

fR

Εµ
Effet Peltier Conductance thermique

Figure 12.2 – Courant de chaleur en régime linéaire. Les courbes vertes représentent
les fonctions de Fermi du réservoir L en haut et du réservoir R en bas. La flèche rouge (bleue)
indique le sens de propagation des particules situées au-dessus (au-dessous) du niveau de Fermi,

lesquelles sont chaudes (froides). À gauche, les fonctions de Fermi sont à la même température,
mais à des potentiels électrochimiques différents. Si le canal est balistique (τ = 1), alors le
courant électrique comportera autant d’électrons chauds que d’électrons froids et aucun courant
de chaleur ne circulera dans le canal. En revanche, si la transmission est asymétrique par rapport
au niveau de Fermi, alors un courant de chaleur réversible pourra circuler dans le canal (effet

Peltier). À droite, les fonctions de Fermi sont au même potentiel électrochimique, mais à des
températures différentes. Les électrons chauds et les électrons froids se propagent dans des sens
différents. Il y aura donc conduction de chaleur du réservoir chaud vers le réservoir froid.

où G = 1/L0, Π = L1/L0, S = Π/T et κ = 1
T

(
L2 −

L2
1

L0

)
. On remarque que

JL + JR = 0 : l’effet Joule est absent, car c’est un phénomène d’ordre 2. En régime

linéaire, la chaleur est donc simplement transférée d’un réservoir à l’autre, selon deux

modes distincts.

— L’effet Peltier, Π, est dû à l’entropie portée par le courant électrique circulant

dans le canal. C’est un effet réversible (il suffit de changer le sens du courant pour

revenir à la situation de départ), qui est lié au coefficient Seebeck par la relation

d’Onsager, S = Π/T . Cet effet est nul pour un canal balistique [78, 80, 95] (plus

généralement pour tout canal dont la transmission n’est pas asymétrique par rapport

au niveau de Fermi). En effet, comme le montre la figure 12.2, il y a dans ce cas autant

d’électrons chauds que d’électrons froids participant au courant électrique.

— La conductance thermique, κ, qui correspond à une diffusion irréversible de

chaleur dans le fluide électronique lorsque les réservoirs sont à des températures dif-

férentes. Contrairement à la situation précédente, les électrons chauds et froids se

propagent dans des sens opposés. Même si la transmission est symétrique par rap-

port au niveau de Fermi, il circulera donc un courant de chaleur (mais pas de courant

électrique, les électrons chauds et froids étant en nombres identiques – le coefficient

Seebeck est nul [78–80]). Par exemple, si la transmission est indépendante de l’énergie,

on trouve : κ = τ
π2k2

B
3h T = τGth. Remarquablement, la loi de Wiedemann-Franz est

vérifiée dans ce cas. En effet, lorsque la transmission τ est indépendante de l’énergie,
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la conductance électrique vaut : G = τ e
2

h = τGel, ce qui donne :

κ

GT
=

Gth

GelT
=
π2k2

B

3e2
. (12.5)

12.3 Quantum de conductance thermique

12.3.1 Dans le régime non-linéaire

Les calculs précédent montrent que les conductances électrique et thermique d’un

canal sont majorées par, respectivement, le quantum de conductance électrique Gel =

e2/h ≈ 1/(26 kΩ) et le quantum de conductance thermique Gth = (π2k2
B/3h)T ≈

(1 pW/K2)T . Ces valeurs sont atteintes lorsque le canal est balistique, τ = 1. Dans ce

cas, on peut aussi calculer les courants au-delà du régime linéaire, pour des V et ∆T

quelconques 1 :

I =
e2

h
V (12.6)

Jα =
1

2
V I +

π2k2
B

6h

(
T 2
α − T 2

α

)
(12.7)

Le courant électrique a la même expression que dans le régime linéaire, et le deuxième

terme du courant de chaleur a une forme similaire :
π2k2

B
3h T∆T , où T = (TL+TR)/2. Le

premier terme du courant de chaleur est la puissance de Joule dissipée dans le réservoir

α ; elle est réduite d’un facteur 1/2 par rapport à V I car elle est dissipée à parts égales

entre les deux réservoirs.

12.3.2 Universalité du quantum de conductance thermique

Le quantum de conductance électrique est souvent qualifié « d’universel », car il est

indépendant des propriétés microscopiques du conducteur dans lequel est réalisé le ca-

nal 2. Le quantum de conductance thermique est d’une plus grande universalité encore.

Il est en effet indépendant de la statistique quantique des particules portant le courant

de chaleur [83, 84]. Le rayonnement thermique d’un canal photonique peuplé selon

la distribution de Bose-Einstein transportera donc la même quantité de chaleur qu’un

canal électronique peuplé selon la distribution de Fermi-Dirac. C’est plus généralement

le cas de toutes les particules obéissant à une statistique fractionnaire telle que définie

par Haldane [143], ce qui concerne notamment les quasi-particules de Laughlin [144] et

les fermions composites de la hiérarchie de Jain [145] qu’on trouve dans la zoologie de

1. Tant que les énergies électrostatique et thermique restent très inférieures à l’énergie de Fermi.
2. C’est la conséquence de l’égalité ρv = 1/h.



Chapitre 12. Transfert de chaleur à l’échelle mésoscopique 143

l’effet Hall quantique fractionnaire. Cette remarquable universalité est une propriété

exclusive de la conductance thermique : le quantum de conductance électrique est dif-

férent pour des fermions et des anyons. Cela implique d’ailleurs la violation de la loi

de Wiedemann-Franz pour les anyons [83, 88, 89].

12.3.3 Vers une limite universelle du transfert d’information ?

L’universalité du quantum de conductance thermique et les liens étroits entre cha-

leur, entropie et information suggèrent l’existence d’une limite universelle associée au

transfert d’information [82, 91].

Illustrons-le en considérant des bosons tels que µL = µR = 0 (photons ou phonons

acoustiques par exemple). Supposons de plus que TR = 0. Seul le réservoir de gauche

émet alors des particules et l’on a : J ≤ π2k2
B

6h T 2
L. En utilisant le lien entre le courant

de chaleur et le courant d’entropie 3 : J = TLṠ/2, on trouve que l’entropie aussi est

bornée :

Ṡ2 ≤
πk2

B

3~
J.

Puis en utilisant le lien entre l’entropie de Boltzmann, S, et celle de Shannon, SI =

S/kB log 2 , on obtient :

ṠI ≤
π

log 2

√
2P

3h
,

où P est la puissance transférée du réservoir L au réservoir R (ici P = J car µ =

0). Cette inégalité signifie que l’information envoyée dans le canal par le réservoir

s’accompagne d’un transfert d’énergie ; de plus, l’énergie associée à la transmission

d’un bit d’information n’est pas fixe mais augmente avec le débit (dépendance en√
P ).

Cette manière de définir le débit d’information est toutefois limitée ; par exemple

elle ne prend pas en compte les différents codages possibles. La mesure appropriée de

l’information transmise de l’émetteur au récepteur s’appelle la capacité, C, qui d’après

le théorème de codage-canal est le débit maximal d’information pouvant être transmis

sans erreur à travers le canal en la codant de façon appropriée [90].

Les auteurs de la référence [146] montrent que pour un canal bosonique, quelle que

soit la manière dont est encodé le signal (que ce soit avec des états nombres, cohérents,

3. Le facteur 1/2 provient de la nature irréversible du processus.
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squeezés, etc.), la valeur maximale atteignable par la capacité est 4 :

Cmax =
π

log 2

√
2P

3h
bit/s. (12.8)

Dans la référence [91], il est montré que cette valeur majore aussi les capacités de

particules ayant une statistique fermionique ou fractionnaire au sens de Haldane. En

revanche, contrairement aux bosons, il n’est pas possible de l’atteindre. Pour les fer-

mions par exemple, la plus grande capacité atteignable est Cfermions = Cmax√
2

. Cela est

cependant dû au fait que le calcul de la capacité considère un flot unidirectionnel d’in-

formation. Pour la conductance thermique en revanche, le canal est connecté à deux

réservoirs et l’énergie et l’entropie circulent dans les deux sens. En généralisant la no-

tion de capacité à un transfert bidirectionnel d’information (émetteur et récepteur à

chaque extrémité du canal), les auteurs de la référence [91] montrent que la borne Cmax

est atteignable pour toutes les statistiques.

Cette limitation est d’origine purement quantique. On peut s’en donner un premier

aperçu en considérant la capacité d’un canal classique de bande passante D avec un

bruit blanc gaussien B :

Cgaus = D log

(
1 +

P

BD

)
. (12.9)

Clairement, seule l’existence d’un bruit minimal comme celui dû aux fluctuations quan-

tiques peut limiter cette capacité à une puissance donnée. Dans le régime quantique,

l’équation (12.9) ne peut toutefois pas être directement utilisée car le bruit quantique

n’est en général ni additif, ni gaussien, ni blanc.

Pour comprendre la forme de Cmax, supposons que l’information est encodée par

l’envoi ou non de paquets d’ondes successifs (figure 12.3). Si N bits d’information sont

à transmettre pendant un temps T , alors la résolution temporelle finie d’un paquet

d’ondes implique que son énergie vérifie : E & ~N/T . Avec en moyenne N/2 paquets

d’ondes transmis, la puissance moyenne vaut : P = (N/2) × E/T & ~(N/T )2/2, soit

C .
√
P/h.

La limitation de la capacité est donc la conséquence du principe d’Heisenberg qui

veut que des quanta transférés en un temps fini ont une énergie finie. Il ne s’agit

pas forcément d’un coût énergétique inévitable pour transmettre l’information : P est

la puissance transférée avec les bits d’informations, mais il n’y a pas de raison, en

principe, pour que cette puissance soit consommée. Seul le principe d’effacement de

Landauer [147] le requiert.

4. Ce résultat est obtenu pour un canal balistique et sans perte, où seul le bruit quantique fonda-
mental est pris en compte. A priori, la suppression d’une de ces contraintes ne pourrait que réduire la
capacité du canal.
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Tous ces résultats sont valables pour un unique canal. La capacité maximale de N

canaux est N fois plus grande. Compte-tenu de ce que n’importe quel câble électrique

contient plusieurs millions de canaux en parallèle, la limite (12.8) pourrait sembler

incongrue. En pratique pourtant, un processeur est incapable de traiter toutes ces

informations parallèles et la même information est transmise par tous les canaux.

À l’heure actuelle, Cmax est d’ailleurs très loin d’être une limite pratique. Pour une

puissance P = 1 nW, on a : Cmax = 4.5 Tbit/s.

1 0 1 1

t

N bits

∆� = �/�
T0

Figure 12.3 – Origine de la limitation quantique de la capacité d’un canal. Sup-
posons que N bits sont envoyés en un temps T en transmettant (bit=1) ou non (bit=0) des
paquets d’ondes. La largeur temporelle finie d’un paquet d’onde, ∆T = T/N , implique d’après
le principe d’Heisenberg qu’il a une énergie E & ~/∆T qui est transférée avec le bit d’informa-
tion.

12.3.4 Situation expérimentale

Phonons

La première confirmation expérimentale de la valeur prédite de Gth eut lieu en

2000 avec des canaux phononiques [92]. Le principe de cette expérience est proche

de celui que nous implémenterons avec des canaux électroniques. Une membrane de

nitrure de silicium suspendue, jouant le rôle de réservoir de phonons, est connectée

au substrat par quatre bras constituant des guides d’onde phononiques (figure 12.4A).

Deux résistances en couche-mince déposées sur la membrane permettent de la chauffer

par effet Joule et de déterminer l’élévation de sa température par une mesure du bruit

thermique. La chaleur injectée dans la membrane ne pouvant s’échapper que par les

quatre bras 5, le rapport de la puissance de Joule par l’élévation de la température est

égal à la conductance thermique des quatre bras.

Les auteurs de l’expérience trouvent (figure 12.4B) que la conductance thermique

5. Les résistances sont connectées au circuit de mesure par des fils de niobium supraconducteurs
qui ne conduisent pas la chaleur.
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mesurée sature à basse température à une valeur égale à seize fois le quantum de

conductance, Gth, ce qui correspond à la valeur maximum attendue pour les quatre

modes acoustiques que comporte chacun des quatre bras 6. L’augmentation de la conduc-

tance thermique à plus haute température s’expliquerait par le peuplement thermique

des modes optiques, ainsi que par la diminution du gap supraconducteur du niobium.

Figure 12.4 – Conductance thermique de 16 canaux phononiques, d’après [92]. (A)

Échantillon étudié. (B) Conductance thermique des quatre bras suspendus en fonction de la
température.

Photons

La conductance thermique d’un unique canal photonique a été étudiée dans la

référence [93] (figure 12.5). Ils s’intéressent au rayonnement thermique d’une résistance

R1 – qui est chauffée par une puissance P1 – vers une autre résistance R2 à laquelle

elle est connectée via un Squid réalisant un circuit LC modulable.

L’expression de la conductance thermique entre les deux résistances peut alternati-

vement être obtenue comme précédemment dans l’approche de diffusion [82] ou en res-

tant dans le cadre de l’électrocinétique [87, 148]. Dans ce dernier cas, la puissance trans-

férée d’une résistance à l’autre est due au bruit électromagnétique qu’elles rayonnent

selon le mécanisme suivant : la résistance R1,2 produit un bruit en tension de densité

spectrale [105] Sv(ω) = 4�ωR1,2 [n1,2(ω) + 1/2], où n1,2(ω) = [exp(�ω/kBT1,2)− 1]−1

est la distribution de Bose, lequel génère dans le circuit un bruit en courant SI =

Sv/|R1 +R2 + Z|2, qui dissipe dans l’autre résistance R2,1 une puissance :

R2,1SI =
R1R2

|R1 +R2 + Z|2
× 4�ω ×

[
n1,2(ω) +

1

2

]
.

6. Ces modes sont balistiques grâce à la forme en cosh2 de la largeur des bras.
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La puissance transmise d’une résistance à l’autre est donc :

Jphotons =

∫
dω

2π

4R1R2

|R1 +R2 + Z|2
~ω [n1(ω)− n2(ω)] . (12.10)

Elle est identique à la formule (12.2) où les fonctions de Fermi sont remplacées par des

fonctions de Bose et la transmission du canal est telle que : τ = 4R1R2
|R1+R2+Z|2 . Pour une

impédance Z = 0 et des résistance adaptées R1 = R2, on a τ = 1 et la conductance

thermique est égale au quantum de conductance thermique.

Dans [93], le Squid permet de varier l’impédance Z(ω) et donc la conductance ther-

mique du canal photonique. Les auteurs trouvent que les variations correspondantes

de T1 – mesurées au moyen d’une jonction NIS déposée sur la résistance – sont com-

patibles avec la modélisation des échanges thermiques (figure 12.5B) et parviennent à

atteindre des valeurs de la transmission τ de l’ordre de 60%. Dans la référence [94],

un circuit similaire dans lequel l’adaptation d’impédance est améliorée a permis de

réaliser un refroidissement par les photons cohérent avec la limite quantique, Gth.

Figure 12.5 – Conductance thermique d’un canal photonique, d’après [93]. (A)
Circuit étudié. (B) Modèle thermique de ce circuit.

Électrons

Dès 1990, une série d’expériences [79, 95] menées dans des gaz bidimensionnels

d’électrons avec des Qpc mit en évidence les effets quantiques sur les coefficients See-

beck et Peltier, ainsi que sur la conductance thermique κ. Le circuit ayant servi à

étudier cette dernière est montré sur la figure 12.6A. Un courant électrique circulant

entre les contacts 3 et 4 chauffe le gaz d’électrons d’une température ∆T dans la zone à

droite du Qpc1. Cela entraine un courant de chaleur, J = κ∆T , à travers le Qpc1, qui

est dissipé vers les phonons du substrat dans la zone à sa gauche. Il en résulte une faible

élévation de la température de cette zone, δT � ∆T , laquelle est directement propor-

tionnelle au courant thermique : J ∝ δT . En mesurant les tensions thermoélectriques

qui se développent aux bornes des Qpc2 et Qpc3 : V
(2)

th = −S2δT et V
(3)

th = −S3∆T , ils

obtiennent les variations δT et ∆T et parviennent donc à remonter à la conductance

thermique du Qpc1. La figure 12.6B montre que la tension thermoélectrique V
(2)

th pré-

sente des plateaux qui cöıncident avec ceux de la conductance électrique du Qpc1 ; la
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conductance thermique est donc proportionnelle au nombre de canaux transmis. De

plus, en supposant une forme simplifiée de la chaleur dissipée vers les phonons : cvAδTτe−p

(τe−p est le temps de relaxation électron-phonon, cv la capacité calorifique par unité

de surface du gaz et A la surface de gaz chauffée), ils peuvent estimer la conductance

thermique : κ = cvA
τe−p

V
(2)
th /S2

V
(3)
th /S3

, qu’ils trouvent à un facteur 2 de ce que prédit la loi de

Wiedemann-Franz.

Dans la référence [96], un circuit différent a permis de démontrer plus clairement

que la conductance thermique est proportionnelle au nombre de canaux transmis par

un Qpc, mais la valeur de la conductance d’un canal, c.-à-d. le quantum de conductance

thermique, n’était pas accessible par construction de l’expérience.

Figure 12.6 – Conductance thermique d’un contact ponctuel quantique,
d’après [95]. (A) Circuit étudié. (B) Conductance électrique du Qpc1 (ligne en tirets) et
tension thermoélectrique se développant aux bornes du Qpc2 (lignes continues) en fonction de
la tension de la grille E. La courbe (a) correspond à I = 1.0 µA, (b) à I = 1.3 µA et (c) à
I = 1.5 µA.



Chapitre 13

Approche expérimentale

Ce chapitre présente le principe de la mesure du quantum de conductance thermique

que nous avons réalisée pour des canaux électroniques, ainsi que son implémentation

concrète.

13.1 Principe de l’expérience

Le principe de l’expérience est schématisé sur la figure 13.1. Une électrode métal-

lique de dimension micrométrique est électriquement connectée, par un nombre ajus-

table n de canaux électroniques, à un réservoir froid à la température T0. Les électrons

de l’électrode sont chauffés à une température TΩ – qui est déterminée directement

par des mesures de bruit thermique – en y injectant, par effet Joule, une puissance

contrôlée JQ. En régime stationnaire, TΩ est telle que le bilan de chaleur est nul dans

l’électrode :

JQ = n× Je(TΩ, T0) + Je−ph(TΩ, T0), (13.1)

où n× Je, est le courant de chaleur s’évacuant par les n canaux électroniques et Je−ph

est un courant de chaleur s’évacuant par un chemin additionnel, qui sera plus tard

attribué au couplage entre les électrons chauds et les phonons froids de l’électrode.

Pour déterminer Je, nous cherchons à nous « débarrasser » du mécanisme de re-

froidissement parasite, Je−ph. Pour cela on compare la situation où il y a n canaux de

conduction, avec celle où il y a n + ∆n canaux et où la puissance de Joule injectée

a été ajustée afin de garder identique la température TΩ. Par exemple, si ∆n > 0, il

faut augmenter la puissance de Joule, ∆JQ > 0, car le chaleur a plus de chemins par

lesquels s’évacuer. Le courant de chaleur Je−ph étant indépendant de n, il est identique

dans les deux situations. En conséquence, la quantité ∆JQ est directement égale à la

chaleur circulant à travers les ∆n canaux électroniques et l’on obtient :

Je(TΩ, T0) =
∆JQ
∆n

∣∣∣∣
TΩ

, (13.2)

149
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où la notation ∗
∗ |TΩ

rappelle qu’on compare deux situations avec la même tempéra-

ture TΩ. Le courant de chaleur électronique Je peut donc être extrait directement,

indépendamment de Je−ph.

T0

JQ

Je-ph
nJe

TΩ

J

T0

Figure 13.1 – Principe de l’expérience. Les électrons d’une électrode métallique (disque
brun) sont chauffés à une température TΩ en injectant une puissance de Joule (symbolisée par
la flèche JQ) qui peut s’évacuer par n canaux électroniques (flèches nJe), ainsi que par les
phonons du substrat (flèche Je−ph).

13.2 Échantillon étudié

La figure 13.2 montre une image en fausses-couleurs de l’échantillon étudié.

L’électrode métallique dont les électrons sont chauffés à la température TΩ est le

contact ohmique AuGeNi de taille micrométrique colorisé en brun sur la figure. Il

est connecté électriquement à d’autres contacts ohmiques (symbolisés par des disques

blancs), qui sont beaucoup plus gros et restent froids, via deux contacts ponctuels

quantiques, Qpc1 et Qpc2 (grilles colorisées en jaune). Chaque Qpc est réglé au centre

d’un plateau de conductance, où ses canaux sont soit totalement transmis, soit totale-

ment réfléchis (voir la section 3.1 pour plus de détail sur les Qpc). Sur la figure 13.2,

il y a n1 = 1 canal transmis par le Qpc1 et n2 = 2 canaux transmis par le Qpc2. Le

nombre total de canaux permettant à la chaleur de s’évacuer du micro-contact ohmique

est n = n1 + n2.

La taille du micro-contact ohmique résulte du compromis entre des contraintes

antagonistes (voir aussi la section 3.3). D’un côté, la connexion électrique au gaz bi-

dimensionnel d’électron (colorisé en bleu) doit être presque parfaite (comparée à Gel)

et les électrons qu’il absorbe doivent avoir le temps de relaxer vers une distribution

d’équilibre avant d’être réémis (condition pour être un réservoir). Ceci fixe sa taille

minimale. Mais de l’autre côté, il ne doit pas être trop gros, autrement le poids du

couplage électron-phonon, lequel est proportionnel au volume, deviendrait trop impor-
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tant par rapport au courant de chaleur électronique. Avec le micro-contact ohmique de

la figure 13.2, la résistance de contact mesurée est de l’ordre de 10−3RK , le temps passé

par un électron dans l’électrode est de l’ordre de la dizaine de microsecondes (comparé

à un temps d’interaction électron-électron de typiquement 10 ns, voir la section 3.3)

et le courant de chaleur électronique domine sur le couplage électron-phonon pour des

températures TΩ � 70 mK (voir plus loin).

Les mesures qui seront présentées ont été prises dans le régime de l’effet Hall quan-

tique entier [23] aux facteurs de remplissage ν = 3 et ν = 4. Les électrons se propagent

alors le long des bords de l’échantillon dans ν canaux de bords chiraux (représentés en

rouge avec une flèche indiquant la direction de propagation). Une motivation pour tra-

vailler dans ce régime est la séparation spatiale des canaux arrivant et partant des Qpc

qui prévient tout échange d’énergie entre les électrons chauds sortant du micro-contact

ohmique et les électrons froids y entrant. De plus, il n’y a pas de chute de potentiel le

long des canaux – même sur des distances de l’ordre du millimètre – et en conséquence

pas de dissipation. La chiralité facilite également l’implémentation du système de me-

sure de bruit, car l’impédance vue par l’amplificateur de tension est indépendance de n.

Finalement, la grande taille des plateaux des Qpc dans ce régime permet de se placer

dans une situation où les canaux sont très précisément, soit ouverts, soit fermés.

QPC1

QPC2

B

1 µm

TΩ

V

M1

M2

I1

I2

Figure 13.2 – Image MEB de l’échantillon étudié. Le gaz bidimensionnel d’électrons
situé 94 nm sous la surface est colorisé en bleu, les grilles métalliques des Qpc en jaune et le
micro-contact ohmique en brun. Les grilles métalliques en gris, qui sont polarisées avec une
forte tension négative, sont ici spectatrices. Deux canaux de bords de l’effet Hall quantique
sont représentés par des flèches rouges avec n1 = 1 canal transmis par Qpc1 et n2 = 2 canaux
transmis par Qpc2, soit un total de n = n1 + n2 = 3 canaux participant à l’évacuation de
la chaleur du micro-contact ohmique. La puissance JQ chauffant le micro-contact ohmique est
générée par effet Joule en appliquant une tension continue V à l’échantillon. Le circuit de
mesure du bruit thermique est représenté de manière simplifiée par un résonateur RLC et un
amplificateur de tension.
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13.2.1 Puissance injectée par effet Joule

La puissance JQ injectée dans le micro-contact ohmique pour en chauffer ses élec-

trons est générée par effet Joule en appliquant une tension continue V à l’échantillon.

En supposant que le micro-contact ohmique est bien un réservoir à l’équilibre thermo-

dynamique, les formules (12.6) et (12.7) donnent les courants électrique et de chaleur

lui arrivant par le Qpc1 :

I1 = n1Gel(V − VΩ); (13.3)

J1 =
1

2
(V − VΩ)I1 + n1 ×

π2k2
B

6h

(
T 2

0 − T 2
Ω

)
; (13.4)

ainsi que par le Qpc2 :

I2 = n2Gel(0− VΩ); (13.5)

J2 =
1

2
(0− VΩ)I2 + n2 ×

π2k2
B

6h

(
T 2

0 − T 2
Ω

)
. (13.6)

Son potentiel est fixé par la conservation du courant électrique : I1 + I2 = 0 ⇔ VΩ =
n1

n1+n2
V . Quant à sa température, elle est déterminée par le bilan de chaleur, J1 +J2 =

Je−ph, qui s’exprime de la manière suivante :

1

2
Gel

n1n2

n1 + n2
V 2 = (n1 + n2)×

π2k2
B

6h

(
T 2

Ω − T 2
0

)
+ Je−ph(TΩ, T0). (13.7)

On retrouve l’équation (13.1), où n = n1 + n2 et où la puissance de Joule a pour

expression : JQ = V 2

2R , avec R =
(

1
n1

+ 1
n2

)
G−1

el , la résistance de l’échantillon.

13.2.2 Détermination de la température par des mesures de bruit
thermique

La température TΩ du micro-contact ohmique est déterminée en mesurant au

contact M1 ou M2 le bruit thermique du courant qu’il émet [17, 149]. Pour ce faire,

le bruit en courant est converti en bruit en tension aux alentours de 700 kHz par un

résonateur RLC puis amplifié par un Hemt cryogénique suivi d’un autre amplifica-

teur à température ambiante. Nous déterminons maintenant l’expression de ce bruit

thermique.

Les fluctuations du courant émis dans un canal i par un réservoir α à la température

T est la somme de deux contributions [150] :

δIα,i = δIth
α,i +GelδVα.

La première correspond aux fluctuations thermiques associées à la distribution de Fermi
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des électrons émis dans le canal ; sa densité spectrale de bruit vaut : 〈δIth
α,iδI

th
β,j〉ω =

δα,βδi,j2kBTGel. La deuxième correspond aux fluctuations du potentiel du réservoir ;

elles sont non-nulles si le réservoir n’est pas directement connecté à une source de

tension (α = Ω,M1,M2) et déterminées par la conservation du courant. Par exemple,

pour les contacts Ω et M1 :

(n1 + n2)GelδVΩ +

n1+n2∑
i=1

δIth
Ω,i =

n1∑
i=1

δIth
1,i +

n2∑
i=1

δIth
2,i; (13.8)

δVM1

Z1
+ δIth

Z1
+ νGelδVM1 +

ν∑
i=1

δIth
M1,i = n1GelδVΩ +

n1∑
i=1

δIth
Ω,i +

ν∑
i=n1+1

δIth
1,i ;(13.9)

où δIth
Z1

correspond aux fluctuations thermiques générées par l’impédance Z1 qui ont

pour densité spectrale : 〈(δIth
Z1

)2〉ω = 4kBTRe(1/Z1(ω)). Ce système d’équations abou-

tit à l’expression suivante du bruit en tension, Sv1 ≡ 〈(δVM1)2〉ω :

Sv1 =
∣∣∣ 1
νGel+1/Z1

∣∣∣2 ×{ 4kBT0Re(1/Z1)

+
[
ν + (ν − n1) +

(
n1
n

)2
(n1 + n2)

]
2kBGelT0

+
[(

n1
n

)2
n2 +

(
1− n1

n

)2
n1

]
2kBGelTΩ

} (13.10)

Le terme entre accolades est le bruit en courant incident sur le contact de mesure M1. Il

est converti en bruit en tension en se déversant dans l’impédance Z// = (νGel + 1/Z1)−1

vue par ce contact. Malgré son apparente complexité, l’expression du bruit en courant

peut être retrouvée sans calcul en considérant une à une les sources de bruit thermique :

— Les plus simples sont les bruits thermiques produits par l’impédance Z1, les ν

canaux partant du contact M1 en direction de la masse et les (ν − n1) canaux partant

du contact I1 qui sont directement réfléchis sur le contact M1. Tous se déversent en

effet directement dans Z//. Ils contribuent donc à hauteur de 4kBT0Re(1/Z1) + (2ν −
n1)2kBT0Gel.

— Concernant les (n1 +n2) canaux partant des contacts I1 et I2 en direction de Ω,

ils contribuent chacun à hauteur de
(
n1
n

)2
2kBT0Gel car une fluctuation thermique de

courant, δIth, incidente sur Ω voit une fraction n1
n δI

th déviée vers M1 et une fraction
n2
n δI

th déviée vers M2.

— Les n2 canaux partant de Ω en direction de M2 contribuent chacun à hauteur de(
n1
n

)2
2kBTΩGel car une fluctuation δIth émise en direction de M2 doit être compensée

par une variation du potentiel VΩ telle que nGelδVΩ = −δIth, ce qui résulte en un

courant n1GelδVΩ = −n1
n δI

th en direction de M1.

— Enfin, les n1 canaux partant de Ω en direction de M1 contribuent chacun à

hauteur de
(
1− n1

n

)2
2kBTΩGel car une fluctuation δIth émise en direction de M1 est

en partie compensée par la fluctuation du potentiel δVΩ = −δIth/nGel si bien qu’arrive
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en M1 une fluctuation
(
1− n1

n

)
δIth.

Le bruit en tension au contact M2 s’obtient simplement en échangeant les indices

1 et 2 dans cette expression. On montre que les expressions du bruit en courant se

simplifient grandement et sont en fait indépendantes du contact de mesure :

Svi = 4kBT0Re(Z//) + |Z//|2 ×
2kB(TΩ − T0)Gel

1/n1 + 1/n2
. (13.11)

Le premier terme est le bruit à l’équilibre (TΩ = T0). Ce n’est autre que le bruit de

Johnson-Nyquist produit par l’impédance Z//. L’échantillon y apparâıt par l’intermé-

diaire de la résistance de Hall, 1/νGel, car c’est ce que « voit » le contact Mi du fait

de la chiralité. Le deuxième terme, ∆SI = 2kB(TΩ−T0)Gel

1/n1+1/n2
, correspond à l’augmentation

du bruit en courant incident sur le contact Mi du fait de l’élévation de la température

du micro-contact ohmique.

Son expression relativement simple se comprend en remarquant que le circuit sim-

plifié de la figure 13.3, qui omet la chiralité et modélise le Qpci par deux résistances

de contact de valeur RK/2ni, l’une à la température T0 l’autre à TΩ, redonne la même

expression de ∆SI
1.

Finalement, après amplification, le bruit mesuré est :

Smes
v = |G|2 (Sv + Samp

v ) , (13.12)

où apparaissent le gain, G ≈ 1000, et le bruit rajouté par la châıne d’amplification,√
Samp
v ≈ 0.2 nV/

√
Hz. La température TΩ du micro-contact ohmique est alors déduite

du bruit en courant en excès, ∆SI , qui donne la différence (TΩ − T0) et du bruit à

l’équilibre qui donne la température de base T0. Plus de détails, notamment sur la

calibration de la châıne d’amplification, seront apportés dans le chapitre 15.

RK/2n1 RK/2n1 RK/2n2 RK/2n2 SI

4kBT0

RK/2n1

4kBTΩ
RK/2n1

4kBTΩ
RK/2n2

4kBT0

RK/2n2

Figure 13.3 – Modèlisation du bruit émis par le micro-contact ohmique en omettant
la chiralité.

1. Mais pas le bruit total à cause de l’omission de la chiralité.



Chapitre 14

Résultats expérimentaux

Ce chapitre est consacré à l’étude expérimentale des propriétés thermiques du cir-

cuit que nous venons de présenter. Dans un premier temps, nous appliquons la pro-

cédure explicitée au début du chapitre précédent qui vise à mesurer le quantum de

conductance thermique en se débarrassant de la contribution additionnelle Je−ph. Puis,

dans un second temps, nous nous intéressons au courant de chaleur total et démon-

trons notamment que cette contribution additionnelle est explicable par un couplage

électron-phonon.

14.1 Thermométrie de bruit

14.1.1 Mesures de bruit

La figure 14.2A montre le bruit en courant en excès ∆SI = SI(V )− SI(0) mesuré

en fonction de la tension V appliquée à l’échantillon avec, de bas en haut, n = 0, 2, 3

et 4 canaux électroniques ouverts. Les symboles creux (pleins) correspondent aux me-

sures réalisées avec la châıne d’amplification connectée au contact M1 (M2). Chaque

point représente environ 10 minutes d’acquisition et l’incertitude statistique est de

10−31 A2/Hz.

Cette figure permet de faire un certain nombre de vérifications importantes indi-

quant le bon fonctionnement de l’échantillon.

Premièrement, on observe en conformité avec l’équation (13.11) que le bruit en

excès mesuré au contact M1 est identique, à deux pour cent près, à celui mesuré au

contact M2. ∆SI étant déduit de Smes
v après correction du facteur |G|2|Z//|2 qui est

calibré indépendamment pour chaque châıne de calibration, ceci démontre la précision

relative de ces calibrations.

Deuxièmement, on observe que le bruit est indépendant de la tension lorsque tous

les canaux électroniques sont réfléchis vers les contacts de mesure, n = 0. Cela im-

plique que le circuit en amont de l’échantillon ainsi que les châınes d’amplification sont

insensibles à la tension V . En particulier, les gros contacts ohmiques matérialisés par

155
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des points blancs sur la figure 13.2 ne sont pas chauffés par l’effet Joule et restent bien

des réservoirs froids à la température T0.

L’augmentation du bruit en excès avec la tension pour les n 6= 0 est donc imputable

au chauffage du micro-contact ohmique par l’effet Joule.

Troisièmement, on vérifie que les deux Qpc sont identiques du point de vue du

transport de chaleur. La courbe n = 2 est obtenue avec des Qpc dans la configuration

(n1, n2) = (1, 1), la courbe n = 4 avec (2, 2), mais la courbe n = 3 peut être obtenue

avec (1, 2) ou (2, 1). La figure 14.1 montre que ces deux dernières configurations sont

identiques à notre résolution expérimentale ; c’est leur moyenne qui est tracée sur la

figure 14.2A.

Notons également que, les courbes étant symétriques en V , les tensions thermo-

électriques sont négligeables.

Les données de la figure 14.2A ont été mesurées au facteur de remplissage ν = 3. Des

données supplémentaires mesurées au facteur de remplissage ν = 4 sont montrées sur

la figure 14.2B avec, de bas en haut, n = 2, 3, 4, 5 et 6. La courbe n = 2 correspond à la

configuration (1, 1) ; n = 3 à la moyenne entre (1, 2) et (2, 1) (voir aussi la figure 14.1) ;

n = 4 à (2, 2) 1 ; n = 5 à la moyenne entre (2, 3) et (3, 2) (voir aussi la figure 14.1) ;

n = 6 à (3, 3).
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Figure 14.1 – Comparaison du bruit mesuré pour des configurations symétriques
des QPC. La densité spectrale du bruit en courant en excès, ∆SI = SI(V ) − SI(0), est
mesurée en fonction de la tension continue, V , appliquée à l’échantillon. (A) : les mesures sont
réalisées au facteur de remplissage ν = 3 dans les configurations (n1, n2) = (1, 2) (disques)
et (2, 1) (cercles). (B) : les mesures sont réalisées au facteur de remplissage ν = 4 dans la
configuration (n1, n2) = (1, 2) (disques) et (2, 1) (cercles) ; (n1, n2) = (2, 3) (losanges pleins) et
(3, 2) (losanges vides).

1. Les configurations (1, 3) et (3, 1) ne sont pas montrées car la chute de potentiel V se fait essen-
tiellement aux bornes du Qpc placé sur son premier plateau et sa dépendance en énergie intrinsèque
vient perturber les résultats.
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Figure 14.2 – Augmentation du bruit thermique en fonction de la tension. La
densité spectrale du bruit en courant en excès, ∆SI = SI(V )− SI(0), est mesurée en fonction
de la tension continue, V , appliquée à l’échantillon. (A) : les mesures sont réalisées au facteur de
remplissage ν = 3 avec, de bas en haut, n = 0, 2, 3, 4 canaux balistiques permettant l’évacuation
de la chaleur du micro-contact ohmique. Les symboles creux (pleins) sont mesurés avec la châıne
d’amplification derrière le contact M1 (M2). Le même résultat est trouvé avec les deux châınes
d’amplification, à deux pourcents près. (B) : les mesures sont réalisées au facteur de remplissage
ν = 4 avec, de bas en haut, n = 2, 3, 4, 5, 6 canaux balistiques permettant l’évacuation de la
chaleur du micro-contact ohmique.
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Figure 14.3 – Température du micro-contact ohmique en fonction de la puissance
injectée. Sur la figure A(B), les mesures sont réalisées au facteur de remplissage ν = 3(4), pour
une température de base T0 = 24(22.5) mK et avec n = 2, 3, 4(2, 3, 4, 5, 6) canaux balistiques
permettant l’évacuation de la chaleur du micro-contact ohmique. L’ encart montre la portion
des données de la figure 14.2A(B) qui est telle que JQ . 20 fW. Sur la figure A, la barre noire
représente le courant de chaleur à travers le 4ième canal de conduction lorsque TΩ = 59 mK
(voir la section 14.2). Les lignes continues jaune sont des ajustements de la courbe n = 4 avec
un modèle complet du courant de chaleur (voir la section 14.3).
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14.1.2 Caractéristique courant de chaleur–température

Les données de la figure 14.2 sont réexprimées sur la figure 14.3 comme la tempéra-

ture électronique du micro-contact ohmique TΩ en fonction de la puissance de Joule JQ

qui y est injectée. Seule est gardée la partie des données se concentrant sur le régime de

faible puissance injectée, JQ < 20 fW (soit V . 40 µV, voir encart), où le courant de

chaleur électronique domine sur Je−ph pour n = 4. De plus, les données aux tensions

V et −V ont été moyennées.

Ces courbes sont les équivalents thermiques de la caractéristique V − I en élec-

tronique. Elles donnent la résistance thermique entre le micro-contact ohmique et les

degrés de liberté froids auxquels il est couplé. Pour une puissance JQ donnée, plus le

nombre n de canaux ouverts est important plus la température est faible, car la chaleur

a plus de chemins pour s’évacuer.

14.2 Séparation du courant de chaleur

électronique

Nous séparons maintenant le courant de chaleur électronique de la contribution

additionnelle. À une valeur de TΩ donnée, l’augmentation de JQ lorsque ∆n nouveaux

canaux sont ouverts est directement égale au courant de chaleur au travers de ces ∆n

canaux (équation (13.2)). À titre d’exemple, la taille de la barre horizontale sur la

figure 14.3A représente le courant de chaleur à travers le 4ième canal de conduction

lorsque TΩ = 59 mK et T0 = 24 mK. Pour aller plus loin, nous choisissons une courbe

de référence par rapport à laquelle mesurer le courant de chaleur électronique. Nous

prenons la courbe n = 4 car elle correspond aux plateaux de Hall les plus robustes :

n1 = n2 = 2. En soustrayant, pour chaque TΩ, la valeur de JQ correspondant à 4

canaux ouverts à celle correspondant à n canaux ouverts, nous obtenons le courant de

chaleur (n− 4)Je(TΩ, T0) qui circule à travers (n− 4) canaux balistiques. Quand n > 4

(n < 4), |n− 4| canaux sont ouverts (fermés) par rapport à la courbe de référence.

14.2.1 Données à température de base

Le courant de chaleur (n − 4)Je est tracé en fonction du carré de la température

sur les figures 14.5A (ν = 3, T0 = 24 mK) et 14.5B (ν = 4, T0 = 22.5 mK). Il est

proportionnel à T 2
Ω et en bon accord avec le préfacteur

π2k2
B

6h prédit théoriquement

(lignes continues). L’universalité de ce préfacteur constitue la singularité du quantum

de conductance thermique. On en extrait une valeur quantitative en ajustant les dif-

férentes courbes par la fonction αn−4(T 2
Ω − T 2

0 ), avec αn−4 comme unique paramètre

libre (Tableau 1). L’ensemble des pentes normalisées, {αn−4/(n − 4)}, obtenues avec
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les données à ν = 3 et ν = 4 donne :

Je(TΩ, T0)

T 2
Ω − T 2

0

= (1.06± 0.07)×
π2k2

B

6h
, (14.1)

où l’incertitude de 7% est l’écart-type des six valeurs {αn−4/(n−4)}, chacune pondérée

par le nombre |n − 4| de canaux. Elle ignore les sources d’erreur systématique, p. ex.

sur les calibrations de la châıne d’amplification et de la température de base ou encore

sur la dépendance en énergie des plateaux.

14.2.2 Données à 40 mK

Nous avons testé la robustesse de ces résultats à une valeur différente de la tem-

pérature de base : T0 = 40 mK. La figure 14.4 montre : le bruit en excès ∆SI en

fonction de la tension V ; la température TΩ en fonction de la puissance de Joule JQ ;

et le courant de chaleur relatif (n − 4)Je en fonction du carré de la température T 2
Ω.

Ces données ont subi le même traitement que les précédentes. En particulier, on se

concentre désormais sur des puissance telles que JQ . 10 fW afin de satisfaire au cri-

tère : nJe & Je−ph pour n = 4. Au final, en accord avec les prédictions théoriques,

on trouve toujours que le courant de chaleur électronique relativement à la référence

n = 4 est proportionnel à T 2
Ω, et l’on obtient pour le préfacteur : αn−4 = −2.2

π2k2
B

6h

avec n = 2 et αn−4 = −1.2
π2k2

B
6h avec n = 3.
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Figure 14.4 – Données avec une température de base T0 = 40 mK et un facteur de
remplissage ν = 3. La mesure du bruit en excès en fonction de la tension (encart de la figure
A) est réexprimée, au moyen des formules ∆SI = 2kB(TΩ − T0)/R et JQ = V 2/2R, comme la
température du micro-contact ohmique en fonction de la puissance de Joule (panneau principal
de la figure A). On en extrait le courant de chaleur électronique relatif (symboles de la figure B)
et on le compare aux prédictions théoriques (lignes continues de la figure B). La ligne continue
jaune sur la figure A est un ajustement de la courbe n = 4 avec un modèle complet du courant
de chaleur.
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Figure 14.5 – Courant de chaleur électronique relativement à la référence n = 4. Le
courant de chaleur électronique relatif (n−4)Je est tracé en fonction du carré de la température.
Les symboles sont les mesures prises au facteur de remplissage ν = 3 sur la figure A et ν = 4 sur

la figure B. Les lignes continues sont les prédictions théoriques : (n− 4)Je = (n− 4)
π2k2

B

6h (T 2
Ω−

T 2
0 ). On notera que le courant relatif (n − 4)Je est obtenu en soustrayant les lignes continues

jaunes de la figure 14.3, lesquelles reproduisent les données expérimentales avec n = 4 à une
excellente précision.
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14.3 Modélisation du courant de chaleur total

Nous essayons maintenant de comprendre la courbe de référence n = 4 avec le mo-

dèle complet du courant de chaleur : JQ = 4Je + Je−ph. L’hypothèse la plus probable

concernant le mécanisme de refroidissement supplémentaire, Je−ph, est qu’il s’agisse

du couplage avec les phonons froids du réseau cristallin. En effet, les canaux cou-

plant thermiquement les réservoirs froids au micro-contact ohmique étant balistiques,

la chaleur ne peut s’évacuer de ce dernier ni par l’effet Peltier [79], ni par le couplage

électron-photon qui est nul comme le montre l’absence de blocage de Coulomb dyna-

mique (voir la partie I). La courbe n = 4 est ajustée avec la forme standard du couplage

électron-phonon dans les métaux diffusifs [81] : Je−ph(TΩ, T0) = ΣV (T 5
Ω − T 5

0 ), où le

paramètre ΣV est laissé libre. Quant au courant de chaleur électronique, on suppose

aussi connaitre la dépendance en température : 4Je(TΩ, T0) = β4(T 2
Ω − T 2

0 ) mais on

laisse libre le préfacteur β4. Les ajustements obtenus sont les lignes continues jaunes

sur les figures 14.3A, 14.3B et 14.4B ; les valeurs extraites des paramètres sont :

ν = 3 / T0 = 24 mK ν = 4 / T0 = 22.5 mK ν = 3 / T0 = 40 mK

ΣV 5.5 nW/K5 6.5 nW/K5 5.5 nW/K5

β4 3.8× π2k2
B

6h 4.2× π2k2
B

6h 3.8× π2k2
B

6h

La valeur de β4 est égale à 5 % près à celle prédite. Quant au couplage électron-

phonon, compte-tenu du volume V ≈ 2 µm3 du micro-contact ohmique, on trouve :

Σ ≈ 3 nW/K5/µm3. Cette valeur est typique pour les métaux constituant le micro-

contact ohmique ; par exemple, une valeur de 2.4 nW/K5/µm3 est mesurée dans l’or

avec des températures entre 80 mK et 1 K (voir la revue [81]). L’écart de 20 % entre

les couplages déterminés à ν = 3 et ν = 4 pourrait s’expliquer par la différence de

champ magnétique à ces deux facteurs de remplissage.

14.3.1 Hypothèses sur le couplage électron-phonon

En supposant que le couplage électron-phonon a la forme Je−ph(TΩ, T0) = ΣV (T 5
Ω−

T 5
0 ), deux hypothèses sont faites.

La première est que les phonons sont froids, ce qui nécessite une résistance de Ka-

pitza suffisamment faible entre le micro-contact ohmique et l’hétérojonction Ga(Al)As

et une diffusion thermique suffisante dans cette dernière. Si cette hypothèse des pho-

nons froids est habituelle pour ce bas niveau de puissance injectée, sa validité est ici

confirmée par le fait que la valeur de ΣV extraite à ν = 3 est identique à T0 = 24 mK

et T0 = 40 mK. C’est un critère habituel pour démontrer l’absence de phonons

chauds [151].
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L’autre hypothèse est que la dépendance en température se fait selon une loi puis-

sance T p d’exposant p = 5. C’est le comportement standard qui est observé dans

la plupart des expériences impliquant des matériaux similaires à basse température.

Des déviations peuvent toutefois exister, par exemple dans les métaux très désordon-

nés [152], qui correspondent à des variations de l’exposant entre 3 et 6. Pour tester

cette hypothèse, les données n = 4 sont ajustées en laissant libre l’exposant p. Afin

de se concentrer sur le couplage électron-phonon, qui devient dominant aux puissances

JQ & 20 fW, l’ajustement est effectué jusqu’aux plus hautes tensions V appliquées à

l’échantillon, qui correspondent à JQ ≈ 90 fW. On trouve pour les données à ν = 3 un

exposant p = 4.8 et un préfacteur β4 = 4.04× π2k2
B

6h ; pour les données à ν = 4 le même

exposant p = 4.8 et un préfacteur β4 = 3.6× π2k2
B

6h .

Ces observations concordent toutes avec l’hypothèse que le mécanisme de refroi-

dissement supplémentaire est dû au couplage électron-phonon décrit par l’expression

standard : Je−ph = ΣV (T 5
Ω − T 5

0 ).

14.3.2 Courant de chaleur à travers tous les canaux électroniques

Nous avons successivement déterminé le courant de chaleur électronique à travers

(n−4) canaux en suivant une procédure totalement indépendante du mécanisme de re-

froidissement supplémentaire, puis à travers les 4 canaux de référence en modélisant ce

mécanisme par le couplage électron-phonon. Nous compilons maintenant ces résultats

pour obtenir le courant de chaleur à travers l’ensemble des n canaux de conduction.

Il est de la forme nJe(TΩ, T0) = βn(T 2
Ω − T 2

0 ), avec βn = β4 + αn−4. Le coefficient βn,

qui est tracé en symboles sur la figure 14.6 en fonction du nombre de canaux n, est

en très bon accord avec les prédictions théoriques, n × π2k2
B

6h (ligne grise). La même

analyse statistique que précédemment sur l’ensemble de huit valeurs {βn/n} (Tableau

1) donne :
Je(TΩ, T0)

T 2
Ω − T 2

0

= (0.98± 0.02)×
π2k2

B

6h
. (14.2)

ν = 3 ν = 4

n 2 3 4 2 3 4 5 6

αn−4 -2.00 -0.93 -2.33 -1.40 1.06 1.83
αn−4

n−4 1.00 0.93 1.16 1.40 1.06 0.92

βn 1.78 2.85 3.78 1.84 2.77 4.17 5.23 6.00
βn
n 0.89 0.95 0.95 0.92 0.92 1.04 1.05 1.00

Tableau 1
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Figure 14.6 – Limite quantique du courant de chaleur à travers n canaux élec-
troniques. Le coefficient βn = nJe

T 2
Ω−T 2

0
= αn−4 + β4, qui est déterminé à partir des mesures

du courant de chaleur électronique relatif (αn−4) et à partir de l’ajustement de la référence
n = 4 avec un modèle complet du courant de chaleur (β4), est tracé en symboles en fonction du

nombre de canaux n et comparé aux prédictions théoriques, n
π2k2

B

6h , qui tombent sur la ligne
continue grise.



Chapitre 15

Mesures Mégahertz

Ce chapitre décrit les châınes d’amplification implémentées dans le réfrigérateur à

dilution au début de ce travail de thèse et donne des détails supplémentaires sur les

mesures de bruit présentées précédemment.

15.1 Amplificateurs cryogéniques Hemt

Le cœur de la châıne d’amplification est un amplificateur cryogénique Hemt de

haute impédance d’entrée conçu et fabriqué au LPN [97]. Le schéma générique d’un tel

transistor est représenté sur la figure 15.1A : un courant électrique circulant entre le

drain D et la source S d’un gaz bidimensionnel d’électrons de haute mobilité – formé

dans une hétérostructure Ga(Al)As dans notre cas – est modulé par effet de champ

au moyen d’une tension appliquée à une grille G. Le Hemt est polarisé en appliquant

des tensions continues VDD et VS . Typiquement, nos paramètres de polarisation sont :

IDS ≈ 4 mA et VDS ≈ 100 mV. En régime de saturation, un – petit – signal δVG à la

fréquence ω entrâıne une variation du courant de polarisation, δIDS , qui se répercute

amplifiée sur la tension du drain : δVD = −GδVG. On montre que le gain a l’expression

suivante 1 : G = gm
gd+1/ZL

, où apparaissent la transconductance, gm ≡ ∂IDS
∂VGS

∣∣∣
VDS

, et la

conductance du gaz, gd ≡ ∂IDS
∂VDS

∣∣∣
VGS

. Typiquement, on a : gd ≈ 5 mS, gm ≈ 100 mS et

G ≈ 5.

Un élément important pour les performances du Hemt est le couplage capacitif,

Cgd ≈ 2 pF, entre la grille et le drain 2. Une première conséquence est que, vue depuis

la grille, cette capacité est renormalisée : C ′gd = (1 + G)Cgd. Cette renormalisation

s’appelle l’effet Miller (figure 15.1B) et conduit à une diminution de la bande passante.

Une deuxième conséquence de cette capacité parasite est que le bruit « thermique »,

1. DD et S sont à la masse à cette fréquence.
2. Aux fréquences de travail (≈ MHz), la source est à la masse (δVS = 0) donc Cgs est sans

importance.

165
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Shemt
v , produit par le canal se déverse dans l’impédance d’entrée Z via le couplage

parasite Cgd. En modélisant le Hemt selon le schéma de la figure 15.2, on trouve

l’expression suivante du bruit mesuré :

〈(δVD)2〉ω = |G|2
[
4kBTRe

[
Z ′(ω)

]
+ Shemt

v

∣∣1 + jGωCgdZ
′(ω)

∣∣2] ,
où Z ′ =

(
1/Z + jωC ′gd

)−1
. Il apparâıt un bruit en courant, Shemt

I = Shemt
v (GωCgd)

2,

corrélé au bruit en tension. Ce n’est pas la source usuelle de bruit en courant qu’on

attribue en général au bruit de partition du courant de fuite – totalement négligeable

avec ces Hemt – entre la grille et le gaz d’électrons. Pour minimiser le bruit en cou-

rant, il faut ici réduire G, Cgd ou encore la fréquence, mais en pratique cela a tendance

à augmenter Shemt
v . Avant de monter un Hemt dans le réfrigérateur à dilution, on

effectue une recherche systématique des paramètres de polarisation optimisant ses per-

formances. Ceci est fait dans une canne à 4 K avec un montage spécial permettant de

déterminer G,Cgd et Shemt
v .

G

D

ZL

DD

S

δVG

Z

Cgd

⇐⇒ δVG

Z C ′gd

(B)(A)

Figure 15.1 – (A) Schéma générique d’un amplificateur cryogénique Hemt. (B) Re-
normalisation de la capacité Ggd par effet Miller.

gmδVG + δIthZ

δVG

Cgd
δVD

ZL1/gd

Figure 15.2 – Schéma électronique modélisant un HEMT dans le régime des
petits signaux. δIth est le bruit « thermique » du canal : g2

d〈(δIth)2〉ω = Shemt
v .
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15.2 Implémentation de la châıne

d’amplification dans le cryostat

Un schéma simplifié de la châıne d’amplification est montré sur la figure 15.3 ci-

dessous.

Le Hemt est collé sur un circuit imprimé qui consiste en des pistes d’or déposées

sur un substrat de saphir. L’intérêt du saphir réside dans sa très bonne conductance

thermique pour évacuer efficacement la chaleur dissipée par effet Joule (quelques mW).

Le tout est monté dans un boitier en cuivre ancré thermiquement à l’étage à 4 K

du réfrigérateur à dilution. Une source de tension Yokogawa 7651 connectée à deux

résistances variables polarise le Hemt. Afin de réduire la sensibilité aux variations du

niveau d’hélium liquide dans le dewar, le câble coaxial reliant le bôıtier à 4 K au circuit à

300 K est accompagné sur presque toute sa longueur d’une tresse ancrée thermiquement

à 4 K. Tout le circuit de polarisation est court-circuité à partir de 10 Hz par une série

de condensateurs CMS placée à proximité immédiate du Hemt. De plus, le Hemt est

directement court-circuité par une capacité de 100 pF pour supprimer d’éventuelles

oscillations résonantes à haute fréquence qui peuvent altérer son fonctionnement.

4.7 nF

≈ 100Ω

ECHAN-

NF

100 pF

150Ω

TILLON

L

Température de base

50Ω

50Ω

Boitier 4 K Température ambiante

NI

Yoko

Figure 15.3 – Schéma simplifié de la châıne d’amplification implémentée dans le ré-
frigérateur à dilution.
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Le signal amplifié en D est réamplifié à température ambiante par un amplificateur

NF SA-200F5, échantillonné à une fréquence de 10 MHz par une carte d’acquisition

NI PXI-5922, puis traité numériquement. Le gain de l’amplificateur NF est ≈ 200 et

son bruit en tension ramené à l’entrée est
√
Snf
v ≈ 0.45 nV/

√
Hz.

La grille du Hemt est connectée à un des contacts Mi de l’échantillon (figure 13.2)

par des câbles coaxiaux résistifs (≈ 100Ω). En DC, l’échantillon est découplé de la

grille par une capacité de 4.7 nF afin que la polarisation du Hemt ne soit pas affectée

par la tension continue appliquée à l’échantillon. Une bobine d’inductance L insérée

en parallèle de l’échantillon sert d’une part à mettre la grille du Hemt à la masse

en DC, et d’autre part à décaler les fréquences de travail autour de 0.7 MHz. À ces

fréquences, les performances des Hemt sont optimales et la plupart des sources de bruit

extrinsèques, comme le bruit de génération-recombinaison, sont négligeables. La bobine

est réalisée par l’enroulement en spires d’un fil supraconducteur. Elle est thermalisée à

la température de base en étant connectée à la masse froide et est entourée d’un écran

de plomb l’isolant du résidu du champ magnétique dans lequel est plongé l’échantillon.

15.3 Modélisation et calibration de la châıne

d’amplification

La châıne d’amplification de la figure 15.3 est modélisée aux fréquences MHz par le

circuit de la figure 15.4. La capacité C est due à la capacité distribuée le long des lignes

coaxiales connectant l’échantillon à la grille du Hemt, à la capacité Cgs ≈ 10 pF du

Hemt et à l’effet Miller. La résistance parallèle Rp modélise la dissipation qui résulte

essentiellement des pertes dans la bobine supraconductrice et de la faible résistance de

la ligne coaxiale. Enfin, le gain G est le produit des gains des amplificateurs Hemt et

NF.

Nous démontrons maintenant la pertinence de ce modèle pour décrire le circuit

réel et calibrons ses différents paramètres. Pour cela, nous mesurons la dépendance en

fréquence de la densité spectrale de bruit à différentes températures et pour différentes

valeurs du facteur de remplissage ν = 2, 3, 4. À l’équilibre, la densité spectrale s’écrit :

Seq
v (ω) = |G|2

[
4kBT0Re[Z//(ω)] + Samp

v (ω)
]
, (15.1)

où Z//(ω) =
(

ν
RK

+ 1
Rp

+ 1
jωL + jωC

)−1
est l’impédance de mesure et Samp

v est le

bruit rajouté par la châıne d’amplification (principalement Shemt
v , Shemt

I et SNF
v ). Es-

sentiellement, la dépendance en fréquence permettra de déterminer L et C, la mesure

à différentes températures d’éliminer Samp
v , et la mesure à différents facteurs de rem-
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plissage de séparer G de Rp.

ECHAN-
TILLON LRp C

×G

Figure 15.4 – Modèle de la châıne d’amplification aux fréquences de travail, de l’ordre
de 1 MHz.
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Figure 15.5 – Calibration de la châıne d’amplification. Les données montrées ici corres-
pondent à la châıne d’amplification derrière le contact M2, mais des données de même qualité
sont obtenues pour celle derrière le contact M1. (A) Densité spectrale du bruit mesuré au fac-
teur de remplissage ν = 3. Chaque courbe correspond à une valeur de la température TRuO2

de la chambre de mélange. De bas en haut : 50, 150, 250, 350 et 520 mK. (B) Linéarité du
bruit en fonction de la température. Les symboles montrent la densité spectrale extraite de
la figure A à cinq fréquences différentes (lignes verticales en tirets). Les lignes continues sont
des ajustements linéaires de ces données. (C) Symboles : pentes des ajustements linéaires de
la densité spectrale en fonction de la température aux facteurs de remplissage ν = 2, 3 et 4.
Lignes continues : ajustement simultané de ces trois courbes avec la fonction |G|24kBRe[Z//]
(éq. (15.1)). (D) Densité spectrale du bruit en tension ajouté par la châıne d’amplification. Il
est extrait de l’ordonnée à l’origine des ajustements linéaires de la densité spectrale en fonction
de la température.
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La figure 15.5A montre les spectres mesurés derrière le contact M2 au facteur de

remplissage ν = 3 pour des températures allant de 50 à 520 mK. Comme illustré sur la

figure 15.5B avec cinq fréquences différentes, la densité spectrale est bien une fonction

linéaire de la température. On effectue donc, pour les trois facteurs de remplissage

ν = 2, 3 et 4, un ajustement linéaire à chaque fréquence. Les pentes ainsi obtenues

sont tracées sur la figure 15.5C. Elles forment trois courbes qui sont ajustées simulta-

nément avec la fonction |G|24kBRe[Z//] (éq. (15.1)). Cet ajustement nous donne les

grandeurs G,Rp, L et C, dont les valeurs sont résumées dans le tableau ci-dessous. La

très bonne qualité de l’ajustement sur une large gamme de tension valide le modèle

simplifié du circuit. Par ailleurs, on trouve une valeur comparable du gain avec une

autre procédure moins précise basée sur la mesure in situ de gm et gd. Finalement, on

peut aussi extraire de l’ordonnée à l’origine des ajustements linéaires le bruit ajouté

par la châıne d’amplification, Samp
v . Il est tracé sur la figure 15.5D pour les trois fac-

teurs de remplissage. La dépendance en ν autour de la résonance est le reflet du bruit

en courant du Hemt.

G/200 Rp L C

Châıne 1 5.00 ± 0.01 94.5 ± 2 kΩ 442 ± 1 µH 144 ± 1 pF

Châıne 2 4.86 ± 0.01 73.7 ± 1.5 kΩ 375 ± 1 µH 141 ± 1 pF

15.4 Signal mesuré et contrôle de la châıne

d’amplification

Lors de la prise de données, la densité spectrale est intégrée autour de la résonance

sur une bande passante optimisant le rapport signal sur bruit. Le bruit en courant

en excès ∆SI produit par le micro-contact ohmique est alors déduit par la formule

suivante (voir équations (13.11) et (13.12)) :

∆SI =

∫
BW [Smes

v (V )− Smes
v (V = 0)]∫

BW dω|GZ//(ω)|2|
.

Pour les mesures du quantum de conductance thermique, la bande passante était

BW=230 kHz à ν = 3 et BW=340 kHz à ν = 4.

La stabilité de la châıne d’amplification pendant la mesure est évidemment cruciale.

La stabilité du gain G est contrôlée en injectant un signal AC d’amplitude constante à

une fréquence légèrement en dehors de l’intervalle de fréquence sur lequel est intégrée

la densité spectrale (il s’agit des pics étroits sur la figure 15.5A). La figure 15.6 montre

la mesure de ce signal par la châıne d’amplification au contact M2 pendant toute la
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durée d’acquisition des données de la figure 14.2A. Ses variations, donc celles du gain,

sont inférieures à 1 % pendant les deux jours et demi d’acquisition.
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Figure 15.6 – Contrôle de la stabilité du gain. Cette figure montre l’évolution temporelle
d’un signal AC (830 kHz) injecté via les lignes DC au contact I2 et mesuré par la châıne d’am-
plification au contact M2 pendant toute la durée d’acquisition des données de la figure 14.2A.
Noter que ce signal dépend des variations du gain G, mais aussi du nombre de canaux transmis
par les Qpc. Ce dernier effet a été corrigé sur les données montrées ici.

La stabilité du bruit Samp
v pendant la durée séparant les mesures Smes

v (V 6= 0) et

Smes
v (V = 0) est également cruciale pour déterminer correctement le bruit en excès.

D’une part on réduit ce temps à environ 8 minutes en intégrant les spectres de bruit

pendant un temps relativement court de 10 secondes et en multipliant les balayages de

la tension V . D’autre part on contrôle directement sa stabilité en mesurant le bruit à

3 MHz où le résonateur LC est essentiellement un court-circuit. La figure 15.7 montre

(à gauche) que Smes
v (V = 0, 3 MHz) et Smes

v (V 6= 0, 3 MHz) diffèrent en général de

moins de 1 %. Les quelques pics un peu plus importants (entre 2 et 5 %) sont dus à

de brusques sauts de Smes
v (à droite) qui sont concomitants de variations de TRu02 .
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Figure 15.7 – Contrôle de la stabilité du bruit ajouté par la châıne d’amplification.
Cette figure montre l’évolution temporelle du bruit mesuré à 3 MHz au contact M2 pendant
toute la durée d’acquisition des données de la figure 14.2A.
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La châıne d’amplification étant précisément calibrée et stable à quelques pourcents,

on peut mesurer la température électronique T0 tout au long de la prise de donnée, à

chaque fois qu’est mesuré le bruit à tension nulle :

T0 =

∫
BW Smes

v (V = 0, ω)−
∫
BW |G|2Samp

v (ω)∫
BW |G|24kBRe[Z//(ω)]

La figure 15.8 montre l’histogramme des valeurs de T0 ainsi obtenues pendant les

mesures du quantum de conductance thermique aux facteurs de remplissage ν = 3

(à gauche) et ν = 4 (à droite). Elles suivent une distribution gaussienne qui donne :

T0 = 23.8± 0.7 mK à ν = 3 et T0 = 22.6± 0.7 mK à ν = 4.
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Figure 15.8 – Mesure de la température électronique de base T0. Histogramme des
valeurs de T0 mesurées via le bruit à tension nulle pendant toute la durée d’acquisition des
données de la figure 14.2A (en haut) et de la figure 14.2B (en bas). Les lignes continues sont
des ajustements gaussiens.
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Conclusion et perspectives

Grâce à un système de mesure de bruit très performant basé sur un amplificateur

cryogénique Hemt développé au LPN, nous avons déterminé expérimentalement la

dépendance en température du courant de chaleur s’écoulant à travers un ou plusieurs

canaux électroniques balistiques. La valeur finie de ce courant de chaleur pour un

déséquilibre en température donné implique une limite quantique fondamentale de la

conductance thermique d’un canal électronique. Nous la trouvons en accord, à une

précision inférieure à 10 %, avec l’expression universellement prédite du quantum de

conductance thermique, Gth =
π2k2

B
3h T .

Ceci constitue la première mesure quantitative pour des fermions. L’étape suivante

est de répéter cette expérience dans le régime de l’effet Hall quantique fractionnaire.

D’abord aux facteurs de remplissage tels que ν = 1/3 pour tester l’universalité de Gth

avec les anyons. Puis aux facteurs de remplissage où apparaissent des modes neutres

que notre système, sensible aux courants d’énergie, permettrait de « voir » directement

et dont on pourrait quantifier les propriétés [89].

Par ailleurs, une légère modification du circuit pour s’affranchir du bruit de par-

tition rendrait accessible la conductance thermique d’un canal de conduction dans le

régime du blocage de Coulomb dynamique. Plus généralement, le principe de cette

expérience n’est certainement pas limité à l’étude de la conductance thermique d’un

Qpc. Compte-tenu de la précision atteinte sur la mesure de Gth, l’étude, par exemple,

d’interférences quantiques du courant de chaleur est envisageable.
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Chapitre A

Action euclidienne des éléments
du circuit

Nous démontrons dans cette appendice comment passer des hamiltoniens (2.3), (2.25)

et (2.27) décrivant dans la base des états bosonisés, respectivement, l’environnement,

le canal et le couplage aux actions euclidiennes (2.29), (2.28) et (2.30).

A.1 Passage du hamiltonien à l’action

euclidienne

De manière générale, l’action euclidienne correspondant à un hamiltonien :

H =
p2

2m
+ V (q),

où p est le moment conjugué de la variable q, s’écrit [153] :

S =

∫ β

0
dτ

[
(∂τq)

2

2m
+ V (q(τ))

]
.

La fonction q(τ) étant (anti-)périodique si la particule a une statistique bosonique

(fermionique), il est commode d’utiliser son développement en série de Fourier :

q(iωn) =

∫ β

0
dτ q(τ)eiωnτ ,

où ωn est la fréquence de Matsubara, car cela diagonalise le terme (∂τq)
2 :

S =
1

β

∑
ωn

[
ω2
n|q(iωn)|2

2m
+ V (q)

]
.
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A.2 Environnement électromagnétique

En utilisant les résultats ci-dessus, l’expression de l’action correspondant au hamil-

tonien (2.3) de l’environnement s’écrit :

Senv =
1

β

∑
ωn

{
C

2
ω2
n|δΦ|2 +

∑
p

[
Cp
2
ω2
n|φp|2 +

|δΦ− φp|2

2Lp

]}
.

On cherche à éliminer les variables φp qui n’ont pas de sens physique. Pour cela on

remarque que le terme entre crochet peut s’écrire de la manière suivante :

[...] =

(
ωn
ωp

)2 |φp|2

2Lp
+
|δΦ− φp|2

2Lp

=
1

2Lp

[(
ωn
ωp

)2

+ 1

] ∣∣∣∣φp − δΦ

1 + (ωn/ωp)2

∣∣∣∣2 +
|δΦ|2

2Lp

ω2
n

ω2
n + ω2

p

.

On peut donc oublier le premier terme (voir l’obtention de (2.31)) et l’action devient :

Senv → 1

β

∑
ωn

[
C

2
ω2
n +

∑
p

1

2Lp

ω2
n

ω2
n + ω2

p

]
|δΦ|2

=
1

β

∑
ωn

1

2
|ωn|

[
− i|ωn|C + Y (i|ωn|)

]
|δΦ|2

=
1

2β

∑
ωn

|ωn|
Zt(i|ωn|)

|δΦ|2.

A.3 Canal de conduction

L’expression de l’action correspondant au hamiltonien (2.3) de l’environnement

s’écrit :

SK =

∫ β

0
dτ

∫
dx

1

2π

[
1

~vF
(∂τφ)2 + ~vF (∇φ)2

]
.

En fréquences de Matsubara et en transformée de Fourier par rapport à x, elle devient :

SK =
1

β

∑
ωn

∫
dk

2π

1

2π

[
ω2
n

~vF
+ ~vFk2

]
|φ(k)|2.

Pour éliminer les degrés de liberté φ(x 6= 0), nous suivons la méthode des références [64,

109] en introduisant un nouveau champ φ(τ) qu’on force à être égal à φ(x = 0, τ) au
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moyen d’un multiplicateur de Lagrange λ(τ) :

SL = i

∫ β

0
dτ λ(τ)[φ(τ)− φ(x = 0, τ)] =

i

2β

∑
ωn

[
λ?
(
φ−

∫
dk

2π
φ(k)

)
+ c.c.

]
.

On commence par éliminer le champ φ(k) de la même manière que précédemment.

Après calculs, l’action SK + SL devient :

SK + SL → 1

β

∑
ωn

∫
dk

2π

π

2

|λ|2

ω2
n/~vF + ~vFk2

+
i

2β

∑
ωn

(λ?φ+ φ?λ)

=
1

β

∑
ωn

[
π

4

|λ|2

|ωn|
+
i

2
(λ?φ+ φ?λ)

]
.

On peut alors éliminer le multiplicateur de Lagrange et l’on obtient :

SK + SL →
1

β

∑
ωn

|ωn|
π
|φ|2.

A.4 Couplage canal-environnement

L’action euclidienne (2.30) est la transposition directe du hamiltonien (2.27) après

avoir posé V = 0 (le but est ici d’obtenir une action effective du canal, pas de calculer

le courant induit à une tension finie V , ce qui nécessite l’utilisation du formalisme de

Keldysh) et remplacé φ(x = 0, τ) par φ(τ).
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Chapitre B

Mesures DC

Cette appendice expose brièvement le système de mesure de la conductance DC.

B.1 Thermalisation et filtrage

La thermalisation aux plus basses températures est effectuée par de longs fils ré-

sistifs (300 Ω/m) insérés dans des tubes en CuNi (diamètre intérieur de ≈200 µm) et

par une plaque de cuivre ancrée thermiquement à la température de la chambre de

mélange.

Le filtrage est d’abord assuré par des filtres π commerciaux placés à l’entrée du

réfrigérateur, puis par la capacité distribuée des lignes (100 pF/m) et finalement par,

selon les cas, une résistance de 300 kΩ fixée sur le porte-échantillon, une résistance de

16 MΩ à l’étage 4 K ou un filtre RC constitué d’une résistance de 2 kΩ et une capacité

de 2 nF.

B.2 Circuit de mesure et de polarisation

L’échantillon est polarisé en courant par une source de tension en série avec une

résistance de 10 MΩ à température ambiante. Une source de tension Yokogawa 7621

est utilisée pour appliquer une tension finie et un lock-in Stanford SR810 pour mesurer

la conductance différentielle à cette tension. Les signaux sont amplifiés à température

ambiante par des amplificateurs construits à l’institut Néel de Grenoble. Les amplifica-

teurs et les résistances de polarisation sont placés dans une cage de Faraday connectée

à un piquet de terre à l’extérieur du laboratoire qui définit la masse du système de

mesure.
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B.3 Spécificités de l’effet Hall quantique

Toutes les mesures que nous avons présentées ont été réalisées dans le régime de

l’effet Hall quantique avec un contact ohmique relié à la masse froide placé à la gauche

de chacune des injections. Cette géométrie a plusieurs avantages :

Premièrement, la résistance vue par le contact d’injection est toujours égale à la

résistance de Hall RK/ν. La polarisation en courant se comporte donc comme une

polarisation en tension Vpol = RK
ν Ipol qui est totalement indépendance de l’état des

Qpc.

Deuxièmement, la tension de polarisation in situ peut être mesurée directement en

fermant le Qpc car le contact de mesure et le contact d’injection voient exactement la

même résistance RK/ν, donc Vmes(GQpc = 0) = Vpol.

La conductance intrinsèque d’un Qpc est mesurée quand est ouvert son interrupteur

au moyen de la formule suivante :

G∞ =
ν

RK

(
1− Vmes

Vpol

)
.

Quand l’interrupteur est fermé, cette formule donne la conductance série des deux

Qpc :
1

1/GL + 1/GR
=

ν

RK

(
1− Vmes

Vpol

)
.

En général on ne peut pas séparer GL et GR, sauf si l’un des deux Qpc est sur un

plateau, car il n’est alors pas affecté par le blocage de Coulomb. Par exemple si GR =

n/RK , on obtient :

GL =

(
RK

ν (1− Vmes/Vpol)
− RK

n

)−1

.
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D
espite a very large number of strongly interacting
electrons, the low-lying electronic excitations in conven-
tional bulk metals can be described as weakly interacting

Fermi quasiparticles, as attested by the remarkable success of
Landau’s Fermi liquid theory1. This picture breaks down in one-
dimensional (1D) conductors, where interactions result in
cooperative behaviours2. According to the Tomonaga-Luttinger
liquid (TLL) theory2–6, the low-energy elementary excitations in 1D
are collective plasmon modes, markedly different from their
constitutive individual electrons. This gives rise to intriguing
phenomena, such as the separation of spin and charge degrees of
freedom into distinct elementary excitations propagating at
different velocities2; or the charge fractionalization of an injected
electron7. Experimentally, indications of TLL physics were observed
in such 1D systems as nanotubes8,9, quantum wires10,11 and chains
of spins12,13 or atoms14. In addition, this physics is applicable to
other many-body phenomena, including the fractional quantum
Hall effect15–17, the quantum noise in 1D Bose condensates18 and
the dynamical Coulomb blockade (DCB)19.

In the present work, we investigate experimentally the DCB
conductance suppression across a quantum coherent conductor
inserted in a dissipative circuit. This quantum electrodynamics
phenomenon, also called zero-bias anomaly, is remarkably similar
to a hallmark signature of the collective TLL physics, namely the
low-energy conductance suppression in the presence of an
impurity (see Fisher and Glazman20 for a review of TLL more
focused on quantum transport). In both situations, the
conductance suppression originates from the granularity of
charge transfers across the quantum conductor (DCB) or the
impurity (TLL). Owing to Coulomb interactions, this granularity
results in the possible excitation of collective electrical degrees of
freedom, which impedes the charge transfers at low energy and
therefore reduces the conductance. These collective degrees of
freedom are the electromagnetic modes of the surrounding
electrical circuit for the DCB, and the plasmon modes for a TLL.
In fact, it was shown19 that the transport across a short single-
channel quantum conductor in series with a pure resistance R can
be mapped rigorously onto the transport across a TLL with an
impurity. Such circuits therefore provide powerful test beds for the
transport across TLL systems, with many adjustable parameters
including the crucial Luttinger interaction coefficient2, given by
K¼ 1/(1þRe2/h). Inversely, as detailed below, the mapping
towards a TLL extends the theoretical understanding of DCB.

To understand the quantum laws governing electrical transport
in mesoscopic circuits composed of distinct quantum compo-
nents, it is imperative to address the general case of the DCB for
arbitrary quantum conductors. This problem remains poorly
understood except in the important limit of low-transmission
coherent conductors realized by tunnel junctions, which can be
handled in the theory as a small perturbation to the circuit. For
this class of coherent conductors embedded in a linear circuit,
extensive experimental and theoretical studies have led to
a good understanding21–30 (see Ingold and Nazarov 31 for a
pedagogical review of the theory). The tunnel limit was
first overcome for relatively small conductance suppressions
and low impedance environments compared with the resistance
quantum Rq¼ h=e2 ’ 25:8kO. The striking prediction32,33 and
observation34 are that the conductance suppression is directly
proportional to the amplitude of quantum shot noise. There has
also been important progress in the understanding of the regime
of relatively strong conductance suppression, where the deviation
to classical impedance composition laws are large (for example,
Safi and Saleur19, Matveev et al.35, Flensberg36, Nazarov37,
Kindermann and Nazarov38, Golubev et al.39, Zamoum et al.40).
In particular, the mapping of DCB to a TLL19 opens access to the
strong DCB regime for an arbitrary short single-channel quantum

conductor in series with a pure resistance of arbitrary value
(also see Le Hur and Li41 and Florens et al.42 beyond the short
conductor limit). Experimentally, the strong DCB regime was
recently explored for circuit impedances comparable to Rq

(R¼ 13 kO and 26 kO) (ref. 43); and a generalized pheno-
menological expression for the transmission of an arbitrary short
single-channel quantum conductor embedded in a linear circuit
was derived from the data (equation 1 in Parmentier et al.43, see
also equation 1 in the present article).

Does this phenomenological expression have a deeper
significance? Here we show that the answer is affirmative. First,
we recast equation 1 in Parmentier et al.43 as a powerful
phenomenological scaling law (equation 2) and demonstrate
experimentally that it applies to a very wide range of surrounding
circuits and single-channel quantum conductors. It is shown to
capture the DCB data obtained for series resistances ranging from
R¼ 6–80 kO, and for different realizations of R (using both on-
chip chromium resistance or fully transmitted quantum
channels). It is also shown to apply to a very different
realization of the single-channel quantum conductor from the
quantum point contacts (QPCs) in a Ga(Al)As two-dimensional
electron gas measured here and in Parmentier et al.43 We
demonstrate that this phenomenological expression reproduces
quantitatively, essentially without fit parameters, the
measurements of Finkelstein and coworkers44,45 on a carbon
nanotube resonant level embedded in a dissipative circuit.
Second, the origin of the phenomenological expression can be
traced back to the TLL collective physics. We establish this link by
confronting the full universal conductance scaling curve predicted
for a TLL in presence of an impurity46,47 to the corresponding
phenomenological scaling law for a pure series resistance R.
The agreement is exact at R¼Rq, RooRq and, for arbitrary values
of R, in the limit of a small single-channel transmission GRqoo1.
At intermediate values, R a Rq, although relatively small
deviations emerge, the proposed phenomenological scaling law
is found to provide a good approximate expression for the
conductance.

Remarkably, the predicted mapping DCB-TLL, here extended
theoretically to realistic situations in the presence of a high-
frequency (for example, capacitive) cutoff, is further established
by a direct comparison with the DCB conductance data. We
demonstrate, with R¼Rq/4, a strikingly close agreement, over a
broad range of conductances, with the corresponding TLL
universal scaling curve computed from the exact thermodynamic
Bethe ansatz solution46,47.

Results
Experimental principle. The studied quantum circuits realize a
tunable single-channel quantum conductor in series with an
adjustable resistance. The suppression of the quantum con-
ductor’s conductance due to DCB is extracted either by increasing
the temperature or voltage (exploiting the asymptotic vanishing
of DCB), or by short circuiting the series resistance in situ using
an on-chip field-effect switch. A QPC of adjustable width is used
as a test-bed to emulate any short single-channel quantum
conductor.

Experimental implementation. The nano-circuits are tailored in
a Ga(Al)As 2D electron gas and their conductance G(V,T)¼
qI(V,T)/qV is measured at low temperatures, in a dilution
refrigerator, using standard low-frequency lock-in techniques.
The samples are constituted of three basic elements (Fig. 1) as
described below.

First, a single-channel quantum coherent conductor char-
acterized by its transmission probability fully adjustable between
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0 and 1. It is realized by a QPC formed by field effect in the 2D
electron gas using a capacitively coupled metal split gate (at the
bottom right in Fig. 1b, colourized in yellow) biased at a negative
voltage. The presence of well-defined plateaus at integer multiples
of 1/Rq in the QPC conductance G versus split gate voltage
ascertains that only one electronic quantum channel is partially
open at time, with a transmission probability t¼RqG� n where
n corresponds to the number of fully open quantum channels.
Note that to obtain a single partially open channel, spin degen-
eracy was broken with a large magnetic field perpendicular to the
2D electron gas that corresponds to the integer quantum Hall
effect. Consequently, the electrical current propagates along sev-
eral chiral edge channels, shown as lines in Fig. 1b with arrows
indicating the propagation direction. In most cases, only the outer
edge channel is partially reflected/transmitted at the studied QPC.

Second, a dissipative environment characterized by a linear
impedance Z(o). It is realized by a resistance R, made either from
a thin chromium wire deposited at the sample surface (R¼ 6.3
and 80 kO, Fig. 1c) or from a second QPC (Fig. 1b) set to the
centre of a resistance plateau Rq/n (in this case the QPC emulates
a linear resistance unaffected by DCB36,39). This resistance is in
parallel with a small geometrical capacitance CE2 fF. The studied
QPC is connected to the series resistance through a small ohmic
contact (OC in Fig. 1). The ohmic contact is necessary to establish
a connection between the surface chromium wires and the 2D

electron gas buried 94 nm below the surface. In the presence of a
series QPC, it also has the crucial role of an electron reservoir that
separates the studied QPC and the series QPC into two distinct
quantum conductors.

Third, an on-chip switch to turn off DCB. The studied QPC
can be isolated from the dissipative environment by diverting
towards grounded electrodes the chiral edge channels that are
returning from the small ohmic contact. This turns off the DCB
suppression of the QPC’s conductance. In practice, it is realized
using additional metal gates close to the studied QPC (for
example, in Fig. 1b, the gate SW1 is used to short circuit
the dissipative environment of QPC1). In the schematic
representation shown in Fig. 1a, the switch is in parallel with
the series resistance: when DCB is turned off, the studied QPC is
directly voltage biased. Note that these extra gates allow us to
characterize separately the different circuit elements, including
the small ohmic contact.

Test of experimental procedure in tunnel regime. The experi-
mental procedure to investigate DCB is tested by confronting the
extracted conductance suppression of the QPC, set to a low-
transmission probability, with the known theoretical predictions
for tunnel junctions (see Ingold and Nazarov31).

Figure 2 shows as symbols the measured QPC conductance
versus DC voltage V for four different dissipative environments:
two ‘macroscopic’ on-chip chromium wires (R¼ 6.3 kO and
80 kO) and two ‘mesoscopic’ series QPCs set to a resistance
plateau (R¼Rq/2 and R¼Rq/3). The conductance calculated
using the DCB theory for tunnel junctions31 is shown as
continuous black lines. The dissipative environment in the
calculation is modelled by the schematic R//C circuit shown in
Fig. 1a. Note that the only adjustable parameter here is the QPC’s
‘intrinsic’ conductance GN in absence of DCB, which is
approximately given by the measured conductance at the
highest applied voltages. The resistance R injected in the
calculation is measured directly on-chip, the capacitance C
corresponds to finite elements numerical simulations and the
temperature T is set to that of the dilution fridge mixing chamber.

The good agreement in the tunnel regime between data and
theory validates our experimental approach. It also shows that a
QPC set to a well-defined resistance plateau R¼Rq/n mimics a
‘macroscopic’ linear resistance36,39.

Single quantum channel conductance suppression. Figure 3
shows as symbols the relative suppression of the single-channel
QPC conductance measured at zero DC voltage bias and low
temperature for the same four environments tested in the tunnel
regime. The quantum channel is characterized by its ‘intrinsic’
conductance GN, which is extracted by two methods: we either
assign GN to the conductance measured with the dissipative
environment short circuited using the switch, or to the con-
ductance measured at a large voltage bias where DCB corrections
are small (see Supplementary Note 1 for further details). The
same data are plotted in the left panel of Fig. 3 versus GN, and in
the right panel versus the suppressed conductance G(V¼ 0,T).
The non-linear dependence exhibited in the left panel shows that
the prediction derived in the weak DCB framework, of a relative
conductance suppression proportional to (1–RqGN) for a single
channel32,33, does not hold in the strong DCB regime. Instead, we
observe that the relative conductance suppression is proportional
to (1–RqG(V¼ 0,T)) at our experimental accuracy, as seen from
the linear dependence exhibited in the right panel of Fig. 3. This
result is a remarkable corroboration of the recent experimental
finding in Parmentier et al.43, extending it to over more than one
order of magnitude of the series resistance.

QPC

OC

VDS V

SW2

QPC2

QPC1

SW1

B

OC

SW

C R

Figure 1 | Single electronic channel in a resistive environment.

(a) Schematic circuit for the measured samples. The QPC emulates any

single-channel short quantum conductor, R is the on-chip series resistance

and C is the geometrical shunt capacitance. Note that V and VDS are,

respectively, the DC voltages across the QPC and the whole circuit.

(b) Colourized SEM micrograph of the sample with a series resistance Rq/n

realized by a second QPC fully transmitting n channels. The 2D electron gas

(blue) is separated in two zones by the micron-sized ohmic contact (OC).

Each zone comprises a QPC (yellow split gates) and a short-circuit

switch (blue gate) that allows to divert to ground the quantum Hall edge

channels (red lines, here at filling factor 2) returning from the central ohmic

contact. The black horizontal scale bar is 1 mm long. (c) Colourized SEM

micrograph of the sample with a series resistance R¼6.3 kO realized by

two parallel thin chromium wires visible at the right of the ohmic contact

(a similar implementation was used for R¼ 80 kO). The black horizontal

scale bar is 2 mm long.
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Phenomenological expression and scaling law. The experi-
mental observation of a relative conductance suppression
approximately proportional to (1–RqG) is highly non-trivial and
has strong implications.

As shown in Parmentier et al.43 (Supplementary Note 2), this
finding implies a phenomenological expression for the
conductance G of a single channel embedded in a linear
environment characterized by the impedance Z(o):

GðG1;Z;VDS;TÞ¼G1
1þEBðZ;VDS;TÞ

1þRqG1EBðZ;VDS;TÞ ; ð1Þ

where EB � limG1!0
G�G1

G1
is the relative conductance

suppression in the tunnel regime, that can be calculated within
the well-known DCB tunnel framework31. Note that equation 1

applies to short channels for which the energy h/tdwell, associated
with the electronic dwell time tdwell, is larger than the other
relevant energy scales (for example, eVDS, kBT, e2/2C). Indeed,
even in absence of DCB, the conductance can change with the
voltage and the temperature on the typical energy scale h/tdwell

(for example, owing to quantum interferences within the
conductor). Moreover, a finite dwell time could result in a
high-energy cutoff for the excited electromagnetic modes of the
circuit, thereby reducing the overall conductance suppression due
to DCB48.

The above phenomenological expression for G requires the
knowledge of the ‘intrinsic’ conductance GN, which is
inconvenient when this quantity is not available. This is the
case for the TLL predictions, due to the presence of a high-energy
cutoff in the theory, or in experimental situations such as in
ref. 44 where the conductor’s conductance changes significantly at
high energy even in absence of DCB. It is therefore useful to
remark that the above experimental finding can be recast as a
scaling law relating the transmissions t¼RqG at two different
energies without involving GN (Supplementary Note 3):

t1=ð1� t1Þ
t2=ð1� t2Þ

¼ 1þ EBðZ;VDS1;T1Þ
1þ EBðZ;VDS2;T2Þ

; ð2Þ

where t1,2�G1,2Rq are the conductances, in units of conductance
quantum, of the same single-channel quantum conductor in
presence of DCB at the generator bias voltages VDS1 and VDS2,
and at the temperatures T1 and T2.

A direct test of the scaling is displayed Fig. 4a, where the data
obtained at T¼ 17 mK for a wide range of GN, from near tunnel
to near full transmission, are recast following the above scaling
law with a fixed reference voltage VDS2¼ 9kBT. We observe that
all the data corresponding to a given series resistance RA{Rq/
2, Rq/3, Rq/4} fall on top of each other, following the same black
continuous line calculated with equation 2 without fit parameters.
Note that we display only the data points on voltage ranges for
which the separately measured energy dependency of the
conductance in the absence of DCB is small (see Methods and
Supplementary Note 4). Note also that for these series resistances,
heating effects due to the voltage bias are negligible
(Supplementary Note 5).

In Fig. 4b, we make use of the scaling law for the R¼ 6.3 kO
series resistance’s sample by taking as a reference point the QPC
conductance at T¼ 80 mK (dashed vertical line), which is high
with respect to mismatches between electronic and mixing
chamber temperatures, and low regarding temperature
dependencies of the ‘intrinsic’ transmission. We find that the
measured conductances (symbols) plotted versus temperature
obey the scaling law prediction of equation 2 (continuous lines)
without any fit parameters and for a wide range of QPC tunings.
Note that the discrepancies below 40 mK are possibly due to a
higher electronic temperature for this set of data.

Comparison with carbon nanotube resonant level. The con-
ductance suppression for a single-channel quantum conductor
inserted into a dissipative environment was recently measured on
a markedly different physical system than in the present work,
namely a resonant level within a carbon nanotube in series with
on-chip resistances44,45. The fact that the resonant peaks are
wide, much more than the temperature broadening44, implies
that the energy associated with the dwell time across the nanotube
is large with respect to temperature. According to the scattering
approach49–51, such a resonant level realizes at low temperatures
a short single-channel quantum conductor whose apparent
complexity can be encapsulated in its ‘intrinsic’ transmission
probability. In Mebrahtu et al.44, the single-channel quantum
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conductor was tuned in situ by adjusting the position of the
resonant level with respect to the Fermi energy and by changing
the symmetry of its coupling to the two connected leads. As in the
present work and in Parmentier et al.43, Mebrahtu et al.44,45

found that the conductance through the resonant level is strongly
reduced at low temperatures only when it is tuned away from full
transmission (the unitary limit) G ’ e2=h.

Here, we first compare the full temperature dependent
conductance measured in Mebrahtu et al.44 (symbols in Fig. 5a
correspond to the data of Fig. 4a in Mebrahtu et al.44) with the
prediction of the phenomenological scaling law (equation 2)
calculated essentially without fit parameters (continuous lines).
The calculations are performed using the series resistance
R¼ 0.75Rq given in Mebrahtu et al.44, assuming a small parallel
capacitance C¼ 0.07 fF (there is little effect for realistic values
Ct0.1 fF), and using T2¼ 80 mK as the reference temperature.
We find a reasonable agreement between data and
phenomenological scaling law (equation 2) at low enough
temperatures such that the symmetric resonant level aligned
with the Fermi energy (�) is perfectly transmitted. At higher
temperatures, the conductance reduction in the symmetric case at
the Fermi energy signals a transition towards either the sequential
tunnelling regime44 or the long dwell-time regime with energy-
dependent transmissions45, where the phenomenological
expression equation 2 for short quantum conductors does not
hold. Comparisons between the phenomenological scaling law
equation 2 and the other data in Mebrahtu et al.44, as well as those
in the new preprint45, are available in Supplementary Note 6.

To expand further on the link with the present work, we plot in
Fig. 5b the relative conductance reduction at T¼ 50 mK with
respect to the maximum conductance Gmax measured at the same
gate voltage (extracted from Fig. 2b of Mebrahtu et al.44). The
similarity with Fig. 3 is striking: whereas the relative conductance
suppression plotted versus Gmax is markedly convex, it is close to a

straight line when plotted as a function of G(T¼ 50 mK). Note
that the discrepancy with a perfect linear behaviour could
be attributed to difference between Gmax and the ‘intrinsic’
conductance GN.

Generalized mapping to Tomonaga–Luttinger. The problem of
a single-channel quantum conductor in a purely dissipative linear
circuit, characterized by the series resistance R, can be mapped to
that of a TLL of Luttinger interaction coefficient 1/(1þR/Rq) (ref.
19). Remarkably, it can be shown that a frequency-dependent
circuit impedance corresponds to the more general problem of a
1D conductor with finite-range electron-electron interactions
(Supplementary Note 7). In the low-energy limit, this more
general model is known to reduce to a conventional TLL model
with short-range interactions6. Similarly, we establish here that
realistic circuits with a high-frequency cutoff, for example,
capacitive as in Fig. 1a, can be mapped to a TLL.

More specifically, we consider the impact of the next orders in
the Taylor series for the real part of a frequency-dependent series
impedance Re½ZðoÞ� ¼Rþ

P1
n¼ 1 Rn o=oZð Þn, where oZ is the

radius of convergence of the Taylor series expansion. As detailed
in Supplementary Note 7, the electromagnetic environment
shows up in the effective bosonic action, describing the
electrical transport across the quantum conductor, as an
additional quadratic term proportional to Re½ZðoÞ� j Q̂ðoÞ j 2,
where Q̂ðtÞ is a bosonic field identifiable as the transferred charge.
Then, by power-counting arguments, we find that the leading
term R j Q̂ðoÞ j 2 is most relevant at low-energy scales.
Consequently, this problem is described by the same action as
for an impurity in a TLL. Note that the mapping applies provided
the energy scales kBT and eVDS remain small compared with
min[:oZ, :oF]. Here, :oF is a TLL cutoff that delimits both the
validity of the short single-channel conductor approximation
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(limited by the finite dwell time across the conductor and the
energy barrier separating additional electronic channels) and of
the linearization of the energy spectrum in the leads.

Theoretical derivation of phenomenological scaling law. First,
for purely dissipative circuits characterized by a small series
resistance Z(o)¼RooRq but beyond the limit of weak con-
ductance suppression, it was predicted both using a renormali-
zation group approach38 and exploiting the mapping to TLL19,35

that the energy-dependent single-channel conductance G¼ t/Rq

obeys the out-of-equilibrium flow equation (kBTooeVDS):

dtðVDSÞ
d log VDS

¼ 2R
Rq

tðVDSÞ½1� tðVDSÞ�: ð3Þ

This equation can be integrated between the applied generator
voltages VDS1 and VDS2, which results in the same expression as
the proposed phenomenological scaling law equation 2 for the
corresponding limit of a purely dissipative circuit at T¼ 0 (in
which case21–25,52 ð1þEBÞ � limG1!0G=G1 / V

2R=Rq

DS ):

tðVDS1Þ=½1� tðVDS1Þ�
tðVDS2Þ=½1� tðVDS2Þ�

¼ VDS1

VDS2

� �2R=Rq

: ð4Þ

Remarkably, we find here, using the thermodynamic Bethe
ansatz solution of the impurity problem in a TLL at kBTooeVDS

(ref. 47), that the same flow equation 3 and, consequently, the
phenomenological scaling law equation 2 are obeyed beyond the
limit RooRq: as detailed in Supplementary Note 8, we obtain the
flow equation 3 exactly at R¼Rq within the full generalized
validity domain of the mapping (eVDS below min[:oZ, :oF]).
Note that for R¼Rq, corresponding to a Luttinger interaction
coefficient K¼ 1/2, the same conclusions can be reached by an
alternative theoretical approach referred to as the refermioniza-
tion procedure53–55. We also obtain equation 3 for arbitrary
values of R in the low VDS limit corresponding to small values
of the suppressed transmission t(VDS)oo1 (even if the
corresponding tN is close to unity).

Comparison TLL-phenomenological scaling law. Now that the
validity of the proposed phenomenological scaling law
(equation 2) is theoretically established in the three different
limits t(VDS)oo1, RooRq and R¼Rq, we confront its predic-
tions at intermediate values of R with numerical evaluations of
the exact TLL universal conductance curve.

In Fig. 6, we display such a comparison for the intermediate
series resistance R¼Rq/4 on the full range of single-channel
conductances. The out-of-equilibrium (kBTooeVDS) TLL pre-
diction for the conductance in the presence of an impurity follows
a universal scaling curve GTLL(VDS/VB), with VB a scaling voltage
encapsulating the impurity potential. As detailed in
Supplementary Note 8, this conductance can be numerically
computed using the exact thermodynamic Bethe ansatz solu-
tion46,47 (red dashed line in Fig. 6). Although the conductance
curve depends on the TLL interaction coefficient K¼ 1/(1þR/
Rq), it is universal in the sense that the same curve applies for an
arbitrary local impurity. Note that there is no universal relation
between VB and the ‘intrinsic’ transmission probability tN of the
corresponding DCB problem. For instance, such a relation would
depend on the specific high-frequency behaviour of Z(o).
The conductance predicted by the phenomenological scaling
law equation 2 is shown as a continuous black line in Fig. 6. In the
corresponding limit of a pure series resistance Z(o)¼Rq/4 at
kBTooeVDS, it takes the simple analytical form given by

equation 4. The single reference point used in the phenomeno-
logical scaling law is the TLL conductance prediction at a very low
voltage bias VDSref/VB¼ 0.0005, where it is theoretically
established that both predictions match. Note that there is no
need to fix the scaling voltage VB here, as only the voltage ratio
with respect to VDSref is needed in equation 4.

We find a good quantitative agreement between TLL and
phenomenological scaling law predictions on the full range of bias
voltages and conductances, with relatively small deviations
appearing at large bias voltages (t5%, see inset of Fig. 6). This
good agreement corroborates the predicted mapping DCB-TLL. It
is noteworthy that the phenomenological scaling law equation 2
encompasses arbitrary linear circuit impedances Z(o), beyond the
limit of a series resistance ZðoÞ ’ R, suggesting a possible
generalization of the TLL predictions.

Experimental test of predicted mapping TLL-DCB. The most
straightforward experimental test consists in the direct compar-
ison of the conductance data with the universal conductance
scaling curve GTLL(VDS/VB). Figure 6 displays such a comparison
for the series resistance R¼Rq/4. Four data sets of the con-
ductance measured at T¼ 17 mK, each corresponding to a dif-
ferent tuning of the QPC embedded in the same R¼Rq/4
environment, are shown as symbols. For each data set, the value
of VB is fixed by matching the measured conductance at a single
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Figure 6 | Comparison TLL universal conductance curve-

phenomenological scaling law-data for R¼Rq/4, beyond the

theoretically established validity of the phenomenological scaling law.

Red dashed line: universal conductance scaling curve GTLL(VDS/VB)

computed from the TLL thermodynamic Bethe ansatz solution at T¼0

(refs 46,47) (Supplementary Note 8). Black straight line: conductance GPE

predicted by the phenomenological scaling law given by equation 4 for a

pure series resistance at T¼0. The full conductance curve GPE(VDS/VB)

was calculated using the single reference point GPE¼GTLL at VDSref/

VB¼0.0005. Symbols: four data sets measured at T¼ 17 mK in the

presence of a series resistance R¼ Rq/4. The corresponding scaling

voltages VB¼ 330 mV (open squares), 40mV (open circles), 8mV (open

upright triangles) and 0.6mV (open downward triangles) are obtained by

matching GTLL(VDSref/VB) with the conductance measured at the reference

point VDSref¼ 9kBTC13mV (note that a better agreement data–

phenomenological scaling law would have been obtained using instead

GPE(VDSref/VB)). Inset: relative deviations of the conductance calculated

using the phenomenological expression equation 2 with respect to the

universal conductance scaling curve (GPE�GTLL)/GTLL.
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arbitrary reference voltage VDSref¼ 9kBTC13mV with the TLL
prediction for the conductance GTLL(VDSref/VB). This gives
VB¼ 330 mV, 40 mV, 8mV and 0.6 mV. Note first that the lowest
voltage in each data set corresponds to B3kBT/e, thereby mini-
mizing the effect of the finite experimental temperature. Note also
that the highest voltage in each data set VDSE65mV is smaller
than h/eRCE300 mV, which limits the contribution of the
experimental short-circuit capacitance CC2 pF to the series
impedance ZðoÞ ’ Rq=4.

We observe that the conductance data closely obey the TLL
predictions over the full range of single-channel conductances
and over four order of magnitudes of VDS/VB. This observation
constitutes a direct experimental demonstration that the trans-
port across a single-channel quantum conductor embedded in a
dissipative environment can be mapped onto collective
Tomonaga–Luttinger liquid behaviours.

Discussion
The present work is at the crossroad of two seemingly distinct
phenomena namely, on the one hand, the Tomonaga–Luttinger
physics of interacting 1D conductors and, on the other hand, the
different set of quantum laws of electricity when distinct quantum
coherent conductors are assembled into a circuit. By advancing
and confronting both the experimental and theoretical aspects, we
have established the predicted link between these two phenomena
for the basic class of mesoscopic circuits constituted by a short
single-channel quantum conductor in series with a linear
resistance. This opens the path to using electronic circuits as
test beds for Luttinger physics, and also advances our under-
standing of the quantum laws of electricity through the powerful
TLL theoretical framework. In particular, important insight may
be obtained in the investigation of the direct link between
suppressed conductance and quantum shot noise, that is expected
to hold even in the regime of strong conductance suppression19,38

(see also Supplementary Note 9). An important outcome of the
present work is that we strongly consolidate, delimit the validity,
and grasp the significance of the generalized phenomenological
expression equation 1 for the conductance of an arbitrary short
quantum channel in a linear environment. From an experimental
standpoint, its validity is demonstrated for a wide range of circuit
impedances, and is found in good agreement with the data of
Mebrahtu et al.44,45 obtained on a different physical system, a
carbon nanotube resonant level. From a theoretical standpoint,
the equivalent scaling law equation 2 is derived for the suppressed
conductance in various limits, in particular for a series resistance
R¼Rq. We also find that relatively small deviations exist in
intermediate regimes. These results are not only of fundamental
importance; the knowledge of the different quantum laws of
electricity with coherent conductors has also direct implications
for the quantum engineering of future nanoelectronic devices.

Methods
Measured samples. The samples are nanostructured by standard e-beam litho-
graphy in a 94-nm-deep GaAs/Ga(Al)As 2D electron gas of density 2.5� 1015 m� 2

and mobility 55 m2V� 1s� 1.

Experimental setup. The measurements were performed in a dilution refrigerator
with a base temperature of T¼ 16 mK. All measurement lines were filtered by
commercial p-filters at the top of the cryostat. At low temperature, the lines were
carefully filtered and thermalized by arranging them as 1 m-long resistive twisted
pairs (300Om� 1) inserted inside 260mm inner diameter CuNi tubes, which were
tightly wrapped around a copper plate screwed to the mixing chamber.
The samples were further protected from spurious high-energy photons by two
shields, both at the mixing chamber temperature.

Measurement techniques. The differential conductance measurements were
performed using standard lock-in techniques at frequencies below 100 Hz. To avoid

sample heating, the AC excitation voltages across the sample were smaller than
kBT/e. The sample was current biased by a voltage source in series with a 10 MO or
100 MO polarization resistance. The bias current applied to the drain was con-
verted on-chip into a fixed VDS, independent of the QPC conductance, by taking
advantage of the well-defined quantum Hall resistance to ground of the drain
electrode (Rq/n at filling factor n¼ n). Similarly, the current across each component
(QPCs, switches) is obtained by converting the voltage measured with the ampli-
fiers represented as triangles in Fig. 1 using the Rq/n quantum Hall resistance. The
conductances of the QPC, switch and series chromium wires or series QPC were
obtained separately by three point measurements. For all the samples, we used cold
grounds directly connected to the mixing chamber of the dilution refrigerator.

Test of the small ohmic contacts. The electrical connection between the small
ohmic contact (labelled OC in Fig. 1b) and the buried 2D electron gas was tested
with both the QPCs and the switches set in the middle of the very large and robust
conductance plateau G¼ 2/Rq. Assuming that the two outer edge channels are fully
transmitted across QPCs and switches, and that the inner channels are fully
reflected, we find for all samples that the reflection of each of the two outer edge
channels on the small ohmic contact is smaller than 0.01.

Energy dependences of ‘intrinsic’ conductance. A coherent conductor may
present energy dependences in its ‘intrinsic’ conductance GN associated with, for
example, a finite dwell time. In the case of QPCs, these often result from nearby
defects. These energy dependences add up with the DCB energy dependence, which
makes the extraction of the DCB signal as a function of voltage and temperature
more difficult. In Supplementary Note 4, we illustrate the energy behaviour of the
QPCs with the electromagnetic environment short circuited and explain how we
deal with the energy dependences of GN in the present work.
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Strong back-action of a linear circuit on a single
electronic quantum channel
F. D. Parmentier, A. Anthore*, S. Jezouin, H. le Sueur†, U. Gennser, A. Cavanna, D. Mailly
and F. Pierre*
The question of which laws govern electricity in mesoscopic
circuits is a fundamental matter that also has direct impli-
cations for the quantum engineering of nanoelectronic de-
vices. When a quantum-coherent conductor is inserted into
a circuit, its transport properties are modified; in particular,
its conductance is reduced because of the circuit back-action.
This phenomenon, known as environmental Coulomb block-
ade, results from the granularity of charge transfers across
the coherent conductor1. Although extensively studied for a
tunnel junction in a linear circuit2–5, it is only fully understood
for arbitrary short coherent conductors in the limit of small
circuit impedances and small conductance reduction6–8. Here,
we investigate experimentally the strong-back-action regime,
with a conductance reduction of up to 90%. This is achieved by
embedding a single quantum channel of tunable transmission
in an adjustable on-chip circuit of impedance comparable to
the resistance quantum RK = h/e2 at microwave frequencies.
The experiment reveals significant deviations from calcula-
tions performed in the weak back-action framework6,7, and
is in agreement with recent theoretical results9,10. Based on
these measurements, we propose a generalized expression
for the conductance of an arbitrary quantum channel embed-
ded in a linear circuit.

The transport properties of a coherent conductor depend on the
surrounding circuit. First, electronic quantum interferences blend
the conductor with its vicinity, resulting in a different coherent
conductor (see for example ref. 11). Furthermore, the circuit back-
action modifies the full counting statistics of charge transfers across
coherent conductors9,10,12. This mechanism, which is our concern
here, results in violations of the classical impedance composition
laws even for distinct circuit elements, separated by more than the
electronic phase coherence length. The present experimental work
investigates the strong circuit back-action on the conductance of an
arbitrary electronic quantum channel.

The circuit back-action originates from the granularity in the
transfer of charges across a coherent conductor. As a result of
Coulomb interactions, an excitation by these current pulses of
the circuit electromagnetic modes is possible, which impedes the
charge transfers and therefore reduces the conductance of the
coherent conductor. This environmental Coulomb blockade is best
understood in the limit of a tunnel junction embedded in a circuit
of very high series impedance, which is of particular importance for
single-electron devices13. In this limit, each time an electron tunnels
across the junction, its charge stays a very long time on the capacitor
C inherent to the junction’s geometry. Consequently, a charging
energy e2/2C has to be paid. As this energy is not available at low

CNRS/Univ Paris Diderot (Sorbonne Paris Cité), Laboratoire de Photonique et de Nanostructures (LPN), route de Nozay, 91460 Marcoussis, France.
†Present address: CNRS, Centre de Spectrométrie Nucléaire et de Spectrométrie de Masse (CSNSM), 91405 Orsay Campus, France.
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Figure 1 |Measured devices. a, SEM micrograph of the R= 26 k� sample.
The bottom-left metal split gate (yellow) is used to tune the studied QPC.
The outer-edge channel, shown as a red line, is partially transmitted at the
QPC. A small ohmic contact labelled� (red) is used to connect the 2DEG
(light blue) with the series chromium wires symbolized by green resistors.
The top-left split gate (violet) realizes a switch to short-circuit the on-chip
impedance. b, Schematic of the equivalent circuit, with C the parallel
geometrical capacitance. c, Conductance GQPC of the bottom left QPC in
a versus the applied gate voltage VQPC, for a short-circuited impedance.

voltages and temperatures, the tunnelling of electrons is blocked
and the tunnel junction’s conductance vanishes. One speaks of
‘static’ Coulomb blockade, because the circuit’s dynamical response
can be ignored. Beyond this limit, if the circuit response time
τ is short enough, the charging energy becomes ill-defined, with
an uncertainty 1E ≈ h/τ ∼> e2/2C . This ‘dynamical’ Coulomb
blockade regime corresponds to quantum fluctuations of the charge
on the capacitor that are comparable to the electron charge e. It
is therefore essential to consider the circuit as a quantum object.
For a resistor R in series with the tunnel junction, the crossover
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Figure 2 | Back-action signal versus prediction in the tunnel limit, for the R= 26 k� sample. Predictions (see text) are shown as continuous lines and data
as symbols. a, Differential conductance GQPC versus V at T= 25 mK with the switch open. b, GQPC versus temperature at V=0 with the switch open.
c, GQPC versus switch gate voltage VSW at V=0 and T= 25 mK. The series resistance, R= 26 k� at VSW <−0.6 V, is short-circuited at VSW >−0.4 V.

between the static and the dynamical Coulomb blockade is at
R≈RK≡h/e2' 25.8 k�. Importantly, the conductance can also be
fully suppressed in the dynamical regime, at sufficiently low energy.

The environmental Coulomb blockade was first studied on
small, opaque tunnel junctions embedded in linear circuits2–5.
The studies were later extended to tunnel junctions of larger
conductance14 and size15, and to the high-frequency domain16.
To go beyond tunnel junctions, a major theoretical difficulty is
that a general coherent conductor, with electronic channels of
arbitrary transmission probabilities, cannot be handled as a small
perturbation to the circuit. This difficulty was first overcome in
the limit of low-impedance linear circuits with a small back-action.
In this case, the striking prediction6,7 and observation8 are that
the circuit back-action on the conductance is directly proportional
to the amplitude of quantum shot noise in the absence of the
circuit. However, the even more important and challenging regime
of strong back-action remains mostly unexplored and unsolved for
arbitrary coherent conductors, despite important advances in that
direction9,12,17–19 and a powerful link established with the Luttinger
physics of interacting 1D conductors10. The present experimental
work investigates this regime on a tunable quantum point contact
(QPC) embedded in an on-chip circuit of impedance comparable to
RK, beyond reach of perturbative theoretical treatments, resulting in
relative reductions of theQPC conductance of up to 90%.

The samples are constituted of three basic elements (see
Fig. 1a,b): a tunable single electronic channel as a test-bed for
coherent conductors, an on-chip dissipative environment and a
switch to short-circuit the dissipative environment.

We emulate any single-channel short coherent conductor with a
tunable QPC formed by field effect in a buried GaAs/Ga(Al)As two-
dimensional electron gas (2DEG), using a surface metallic split gate
biased at VQPC (bottom split gate in Fig. 1a). A single-channel short
coherent conductor is characterized by the ‘intrinsic’ quantum
channel transmission probability τ∞ ≡ RKG∞ ∈ [0,1], with G∞
the coherent conductor’s conductance in the absence of circuit
back-action. The single step followed by awell-defined 1/RK plateau
of the QPC conductance GQPC(VQPC) (symbols in Fig. 1c) shows
that the studied QPC can be operated in the single-channel regime,
and that its transmission probability can be varied continuously
from 0 to 1. The canonical QPC behaviour is confirmed by
fitting the measured GQPC(VQPC) with the standard saddle-point
model of a QPC (ref. 20; continuous line in Fig. 1c). Note that
it is important to break spin degeneracy to first study a single
electronic channel. Otherwise, the additional channels would partly
shunt the surrounding circuit14,21. For this purpose, we applied a
strong perpendicular magnetic field B = 2.8 T corresponding to
the integer quantum Hall effect at filling factor 4. Consequently,
the current propagates at the edges along four copropagating edge
channels. The studied outer edge channel is shown in Fig. 1a as
a red line, with an arrow indicating the propagation direction.
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Figure 3 | Environment back-action versus transmission probability.
a, Measured relative back-action amplitude δG/G∞ (symbols) versus
‘intrinsic’ transmission probability τ∞. The data with R= 26 k� are shown
for T= 25 mK (solid square) and T= 100 mK (solid triangle). Those with
R= 13 k� are shown for T= 18 mK (circle). The dashed lines represent the
(1−τ∞) behaviour predicted in the limit of small environmental
impedances. b, Sweeps δG/G∞(VSW) measured at
τ∞={0.038,0.462,0.853,0.987}, respectively from bottom to
top, in the 26 k� sample for T= 25 mK.

The three other edge channels (not shown) are always fully
reflected at the QPC.

The second element is the surrounding circuit of the QPC,
of large dissipative impedance Re[Z (ω)] ∼ RK up to microwave
frequencies ω∼ kBT/h∼ 1GHz. This is achieved with a nanofab-
ricated on-chip environment modelled by the linear RC circuit in
Fig. 1b. The series resistances R is 26 k� for the sample shown in
Fig. 1a and 13 k� for a second sample. It is realized by two parallel
thin chromium wires of identical lengths L= 22 µm (15 µm) for
R= 26 k� (13 k�) deposited at the surface. These chromium wires
can be described asmacroscopic linear resistors (see Supplementary
Information). The parallel capacitance C in Fig. 1b corresponds to
the shunt capacitor to a.c. ground of the area delimited by the metal
split gates and the series chromium wires. To avoid a capacitive
short-circuit of the series resistance at the relevant microwave
frequencies, this area must be minimized. For this purpose, the
buried 2DEG is connected to the chromium resistors at the surface
with a micrometre-scale AuGeNi ohmic contact (labelled � in
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Figure 4 | Comparison between data and extended strong back-action predictions. a, δG/G∞ (same datasets as Fig. 3a) plotted as a function of the
conductance GQPC(V=0,T) in the presence of back-action. The straight continuous lines are guides for the eyes. b, Normalized QPC differential
conductance RKGQPC plotted on a log scale as a function of the QPC gate voltage VQPC and the applied drain–source voltage VDS. The continuous lines
correspond to different values of the ‘intrinsic’ transmission probability τ∞, from top to bottom {0.78,0.37,0.097,0.018}. Left panel, conductance
measured with R= 26 k�; right panel, calculations using equation (1) with τ∞(VQPC) set to the measured RKGQPC(VQPC,VDS= 100 µV).

Fig. 1a). This micrometre-scale contact also plays the role of a
floating electron reservoir, which breaks the quantum coherence
between electrons emitted and arriving at the studiedQPC.

The third element is a switch that allows us to suppress the
back-action of the environment by short-circuiting it. This switch is
controlled by the voltage VSW applied to the top split gate in Fig. 1a.
A second voltage amplifier (top left in Fig. 1a) is used to monitor
the switch’s conductance.

In the present experiment, the reduction δG of the QPC
conductance GQPC by the circuit back-action is extracted by three
different methods: We measure GQPC as a function of either the
d.c. voltage V across the QPC (Fig. 2a), the temperature (Fig. 2b),
or the gate voltage VSW controlling the switch (Fig. 2c). In the
first two methods, traditionally used to investigate the Coulomb
blockade, δG≡GQPC(V = 0,T )−G∞ is obtained by assuming that
GQPC converges towards its ‘intrinsic’ conductance G∞ for eV or
kBT much larger than h/RC and e2/2C . In the third method, G∞
is obtained from the QPC conductance measured with a short-
circuited environmental impedance. This last, more direct method
yields the back-action signal without any particular assumption on
its energy dependence, and avoids possible sources of error related
to the transmission energy dependence, sample heating, or the QPC
stability over long times.

Figure 2 illustrates the three methods for the same sample of
series resistance R= 26 k�, and with the QPC set to similar low
transmissions. In this near-tunnel limit, the measured voltage and
temperature dependence of GQPC, shown as symbols in Fig. 2a
and b, can be compared to the known predictions for tunnel
junctions1. The calculations, plotted as continuous lines, were
performed within the simplified RC model depicted in Fig. 1b.
The temperature T was set to that of the dilution fridge mixing
chamber, R= 26 k� to the measured value of the on-chip series
resistance, and the parallel geometrical capacitance C to the value
C = 2 fF obtained by finite element numerical simulations. The
only fit parameter is the transmission in the absence of back-
action τ∞ = 0.18 (Fig. 2a) and 0.19 (Fig. 2b). Figure 2c shows
GQPC(V = 0,T = 25mK) versus the voltage VSW controlling the
switch to short-circuit the environment. The capacitive crosstalk
between the switch gates and the QPC gates was first calibrated
for each sample, then compensated for when sweeping VSW (see
Supplementary Information). For VSW <−0.6V, the conductance
across the switch is zero, and the measured GQPC corresponds
to the conductance reduced by the environmental back-action.
As VSW is increased, the switch’s conductance increases in steps
corresponding to the successive edge channel transmission. The
environmental back-action is found to be suppressed by fully
transmitting the two outer edge channels across the switch (see

Supplementary Information); the correspondingQPC conductance
measured at VSW ∈ [−0.4,−0.3]V is taken as G∞. We stress that
the conductance reductions δG obtained from all threemethods are
consistent with one another, and that we find a good agreement
between data and theoretical predictions in the tunnel limit for
a known surrounding circuit. This provides strong support for
our interpretation of δG in terms of environmental back-action.
We have now established the experimental principle with a tunnel
QPC, and demonstrated the strong back-action regime with a
conductance reduction of 90%.

Next, we investigate the circuit back-action on an arbitrary
single-channel coherent conductor characterized by its ‘intrinsic’
transmission probability τ∞. Figure 3a shows as symbols, for both
samples, the measured relative reduction of the QPC conductance
δG/G∞ due to the circuit back-action when the switch is open,
as a function of τ∞. Figure 3b shows the sweeps δG/G∞(VSW) at
τ∞={0.038,0.462,0.853,0.987} for theR=26 k� sample at 25mK.
First, we observe that |δG/G∞| is largest in the tunnel limit and
diminishes monotonously towards zero as τ∞ increases towards full
transmission. However, contrary to predictions and observations
in the limit of small environmental impedances6–8, |δG/G∞| is not
proportional to (1−τ∞) in the full range τ∞ ∈ [0,1] (dashed lines),
but markedly larger at intermediate τ∞. As seen by comparing the
data at T = 25mK and 100mK for the R= 26 k� sample, when the
temperature increases, |δG/G∞| and the deviations to a (1− τ∞)
dependence decrease.

Remarkably, we observe that the back-action correc-
tion to the conductance δG/G∞ is instead proportional to
(1−RKGQPC(V = 0,T )), for all series resistances and temperatures.
This is demonstrated, within experimental uncertainties, in Fig. 4a
by plotting δG/G∞ now as a function of RKGQPC(V = 0,T ). This
proportionality can be written as δG/G∞= (1−RKGQPC)EB, where
EB≡ limG∞→0δG/G∞ is the relative circuit back-action for a small
tunnel junction embedded in the same circuit. Using the envi-
ronmental Coulomb blockade framework for tunnel junctions1,
EB (Z ,V ,T ) can be calculated for arbitrary circuit impedances
Z , bias voltages V and temperatures T . Consequently, solving
the above equation for GQPC allows us to propose a generalized
expression for the conductance of a single electronic channel
of arbitrary transmission embedded in a linear environment of
arbitrary impedance (see also Supplementary Information):

GQPC(V ,T )=
τ∞

RK

1+EB(Z ,V ,T )
1+τ∞EB(Z ,V ,T )

(1)

We further tested the proposed equation (1) by comparing in
Fig. 4b the measured (left panel) and calculated (right panel) QPC
conductance versus the applied bias voltage VDS and the gate
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voltage VQPC for R= 26 k�. The calculations were performed with
equation (1) using τ∞(VQPC)' RKGQPC(VQPC,VDS = 100 µV). We
find a good agreement between data and theory for τ∞ < 0.5,
illustrating the validity of this formula even at finite bias voltage.
Note that, for τ∞ ∼> 0.5, we find that the measured dip in
RKGQPC(VDS) is significantly narrower than calculations. However,
this deviation can be accounted for by including the significant
sample heating by the d.c. current within a simplified model based
on theWiedemann–Franz law (see Supplementary Information).

Moreover, equation (1) agrees with a recent theoretical predic-
tion using a renormalization-group approach9 (see Supplementary
Information), and generalizes it to arbitrary impedances, beyond
resistances small compared with RK.

Equation (1) could be understood as a direct link between the
conductance reduction by the circuit back-action and the quantum
shot noise in the presence of the circuit. The bridge established for
a purely resistive environment between Luttinger physics and the
environmental Coulomb blockade suggests that δG/G∞ remains
proportional to the amplitude of quantum shot noise for arbitrary
series impedances10. As pointed out in ref. 10, the quantum shot
noise is now strongly modified by the environmental back-action.
Although there is no fully developed theoretical framework, the
experimental observation δG/G∞ = (1−RKGQPC)EB, from which
equation (1) is derived, would correspond to a quantum shot noise
spectral density of the current SI in the presence of back-action
that verifies dSI/dV = 2eGQPC(1−RKGQPC). Significantly, the same
expression is verified in the absence of circuit back-action22,23, but
using the ‘intrinsic’ transmission probability τ∞ instead of the
measured transmission probability RKGQPC. These relations can
be derived exactly in the special case Z (ω) = RK (I. Safi, private
communication: a detailed comparison with equation (1) will be
published elsewhere).

To conclude, we explored the strong back-action of a linear
circuit on an arbitrary, single-channel, short coherent conductor.
The results suggest the generalized expression equation (1) for the
environmental back-action, which remains to be derived theoret-
ically. This experiment opens the path for further investigations
of the quantum laws of electricity in nanocircuits. These include
the investigation of circuits with coherent conductors in which
the environmental back-action can coexist with other phenomena
such as the Kondo effect24, as well as the investigation of the
circuit back-action on the full statistics of charge transfers across
a coherent conductor9,10,12.

Methods
The measurements were performed in a dilution refrigerator down to T = 16mK,
on two samples tailored in a typical 2DEG. The 2DEG of density 2.5×1015 m−2 and
mobility 55m2 V−1 s−1 is buried 94 nm deep in a GaAs/Ga(Al)As heterojunction.
The measured differential conductances were obtained by standard lock-in
techniques at frequencies below 100Hz with custom-made ultra-low noise
electronics. To measure independently the QPC conductance and the series
resistance R, and also to test the small ohmic contact, the end of one of the
chromiumwires realizing R is connected at room temperature to a high-impedance
voltage amplifier (see Fig. 1a). As a result of antenna effects, the impedance of
the line towards the amplifier is reduced at the relevant microwave frequencies to
approximately the vacuum impedance 377��RK. This is symbolized in Fig. 1a
by a capacitor in parallel with the top right amplifier. Further details are given in
the Supplementary Information.

Received 4 May 2011; accepted 12 August 2011; published online
18 September 2011

References
1. Ingold, G-L. & Nazarov, Y. Single Charge Tunneling; Coulomb Blockade

Phenomena in Nanostructures Ch. 2 (Plenum, 1992).
2. Devoret, M. H. et al. Effect of the electromagnetic environment on the

Coulomb blockade in ultrasmall tunnel junctions. Phys. Rev. Lett. 64,
1824–1827 (1990).

3. Girvin, S. M., Glazman, L. I., Jonson, M., Penn, D. R. & Stiles, M. D. Quantum
fluctuations and the single-junction Coulomb blockade. Phys. Rev. Lett. 64,
3183–3186 (1990).

4. Cleland, A. N., Schmidt, J. M. & Clarke, J. Influence of the environment on
the Coulomb blockade in submicrometer normal-metal tunnel junctions.
Phys. Rev. B 45, 2950–2961 (1992).

5. Holst, T., Esteve, D., Urbina, C. & Devoret, M. H. Effect of a transmission
line resonator on a small capacitance tunnel junction. Phys. Rev. Lett. 73,
3455–3458 (1994).

6. Yeyati, A. L., Martin-Rodero, A., Esteve, D. & Urbina, C. Direct link
between Coulomb blockade and shot noise in a quantum-coherent structure.
Phys. Rev. Lett. 87, 046802 (2001).

7. Golubev, D. S. & Zaikin, A. D. Coulomb interaction and quantum transport
through a coherent scatterer. Phys. Rev. Lett. 86, 4887–4890 (2001).

8. Altimiras, C., Gennser, U., Cavanna, A., Mailly, D. & Pierre, F. Experimental
test of the dynamical Coulomb blockade theory for short coherent conductors.
Phys. Rev. Lett. 99, 256805 (2007).

9. Kindermann, M. & Nazarov, Y. V. Interaction effects on counting statistics and
the transmission distribution. Phys. Rev. Lett. 91, 136802 (2003).

10. Safi, I. & Saleur, H. One-channel conductor in an ohmic environment:
Mapping to a Tomonaga–Luttinger liquid and full counting statistics.
Phys. Rev. Lett. 93, 126602 (2004).

11. Umbach, C. P., Santhanam, P., van Haesendonck, C. & Webb, R. A.
Nonlocal electrical properties in mesoscopic devices. Appl. Phys. Lett. 50,
1289–1291 (1987).

12. Golubev, D. S., Galaktionov, A. V. & Zaikin, A. D. Electron transport
and current fluctuations in short coherent conductors. Phys. Rev. B 72,
205417 (2005).

13. Devoret, M. H., Esteve, D. & Urbina, C. Single-electron transfer in metallic
nanostructures. Nature 360, 574–553 (1992).

14. Joyez, P., Esteve, D. & Devoret, M. H. How is the Coulomb blockade
suppressed in high-conductance tunnel junctions? Phys. Rev. Lett. 80,
1956–1959 (1998).

15. Pierre, F. et al. Electrodynamic dip in the local density of states of a metallic
wire. Phys. Rev. Lett. 86, 1590–1593 (2001).

16. Hofheinz, M. et al. Bright side of the Coulomb blockade. Phys. Rev. Lett. 106,
217005 (2011).

17. Matveev, K. A., Yue, D. & Glazman, L. I. Tunneling in one-dimensional
non-Luttinger electron liquid. Phys. Rev. Lett. 71, 3351–3354 (1993).

18. Molenkamp, L. W., Flensberg, K. & Kemerink, M. Scaling of the Coulomb
energy due to quantum fluctuations in the charge on a quantum dot.
Phys. Rev. Lett. 75, 4282–4285 (1995).

19. Nazarov, Y. V. Coulomb blockade without tunnel junctions. Phys. Rev. Lett.
82, 1245–1248 (1999).

20. Büttiker,M. Quantized transmission of a saddle-point constriction. Phys. Rev. B
41, 7906–7909 (1990).

21. Bagrets, D. A. & Nazarov, Y. V. Full current statistics in the regime of weak
coulomb interaction. Phys. Rev. Lett. 94, 056801 (2005).

22. Martin, T. & Landauer, R. Wave-packet approach to noise in multichannel
mesoscopic systems. Phys. Rev. B 45, 1742–1755 (1992).

23. Blanter, Y. M. & Büttiker, M. Shot noise in mesoscopic conductors. Phys. Rep.
336, 1–166 (2000).

24. Florens, S., Simon, P., Andergassen, S. & Feinberg, D. Interplay of
electromagnetic noise and Kondo effect in quantum dots. Phys. Rev. B
75, 155321 (2007).

Acknowledgements
The authors gratefully acknowledge Y. Nazarov, the Quantronics group and I. Safi
for discussions, F. Lafont for his contribution to the experiment, and L. Couraud and
C. Ulysse for their contributions to the nano-fabrication. This work was supported by
the ERC (ERC-2010-StG-20091028, #259033), the ANR (ANR-09-BLAN-0199) and
NanoSci-ERA (ANR-06-NSCI-001).

Author contributions
A.A., F.D.P., F.P. and S.J. carried out the experimental work and theoretical analysis;
A.A., F.P. and H.l.S. carried out nano-fabrication and sample design with inputs
from D.M.; A.C. and U.G. carried out heterojunction growth; A.A., F.D.P., F.P.
and U.G. prepared the manuscript with inputs from coauthors; F.P planned and
supervised the project.

Additional information
The authors declare no competing financial interests. Supplementary information
accompanies this paper on www.nature.com/naturephysics. Reprints and permissions
information is available online at http://www.nature.com/reprints. Correspondence and
requests for materials should be addressed to A.A. or F.P.

938 NATURE PHYSICS | VOL 7 | DECEMBER 2011 | www.nature.com/naturephysics

© 2011 Macmillan Publishers Limited.  All rights reserved. 

 

Annexe C. Articles publiés dans le cadre de la thèse 195
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Quantum Limit of Heat Flow Across
a Single Electronic Channel
S. Jezouin,1* F. D. Parmentier,1* A. Anthore,1,2† U. Gennser,1 A. Cavanna,1 Y. Jin,1 F. Pierre1†

Quantum physics predicts that there is a fundamental maximum heat conductance across a
single transport channel and that this thermal conductance quantum, GQ, is universal, independent
of the type of particles carrying the heat. Such universality, combined with the relationship
between heat and information, signals a general limit on information transfer. We report on the
quantitative measurement of the quantum-limited heat flow for Fermi particles across a single
electronic channel, using noise thermometry. The demonstrated agreement with the predicted
GQ establishes experimentally this basic building block of quantum thermal transport. The
achieved accuracy of below 10% opens access to many experiments involving the quantum
manipulation of heat.

The transport of electricity and heat in re-
duced dimensions and at low temperatures
is subject to the laws of quantum physics.

The Landauer formulation of this problem (1–3)
introduces the concept of transport channels: A
quantum conductor is described as a particle wave-
guide, and the channels can be viewed as the
quantized transverse modes. Quantum physics
sets a fundamental limit to the maximum elec-
trical conduction across a single electronic chan-
nel. The electrical conductance quantumGe = e

2/h,
where e is the unit charge and h is the Planck
constant, was initially revealed in ballistic one-
dimensional (1D) constrictions (4, 5). However,
different values of the maximum electrical con-
ductance are observed for different types of charge-
carrying particles. In contrast, for heat conduction
the equivalent thermal conductance quantum
GQ ¼ p2k2BT=3h ≃ ð1 pW=K2ÞT (which sets the

maximum thermal conduction across a single
transport channel, kB being the Boltzmann con-
stant and T the temperature) is predicted to be
independent of the heat carrier statistics, from
bosons to fermions, including the intermediate
“anyons” (6–16). In electronic channels, which
carry both an electrical and thermal current, the
predicted ratio ðp2k2B=3e2ÞT between GQ andGe

verifies and extends the Wiedemann-Franz rela-
tion down to a single channel (8, 9). In general, the
universality of GQ, together with the deep relation-
ship between heat, entropy, and information (17),
points to a quantum limit on the flow of informa-
tion through any individual channel (6, 15).

The thermal conductance quantum has been
measured for bosons, in systems with as few as
16 phonon channels (18, 19), and probed at the
single-photon channel level (20, 21). For fermions,
heat conduction was shown to be proportional to
the number of ballistic electrical channels (22, 23).
In (22), the data were found compatible, within
an order of magnitude estimate, to the predicted
thermal conductance quantum, whereas (23) dem-
onstrated more clearly the quantization of thermal
transport, butGQwas not accessible by construc-
tion of the experiment.

We have measured the quantum-limited heat
flow across a single electronic channel using the
conceptually simple approach depicted in Fig. 1A.
Amicrometer-sized metal plate is electrically con-
nected by an adjustable number n of ballistic
quantum channels to a cold bath at temperature
T0. Electrons in the small plate are heated up with
a well-known Joule power (JQ in Fig. 1A), and
the resulting increased electronic temperature
TW is measured by direct thermometry based on
noise measurements. Heat balance implies that
the injected Joule power is compensated by the
overall outgoing heat current

JQ ¼ nJ eQðTW,T0Þ þ J e-phQ ðTW,T0Þ ð1Þ

wherenJeQðTW,TÞ is the electronic heat flow
across the n ballistic quantum channels. The flow
J e-phQ ðTW,T0Þ is an additional contribution, here
attributed to the transfer of heat from the hot
electrons toward the cold phonon bath in the
plate (and thus independent of n). The heat flow
across a single ballistic electronic channel is then
directly given by how much JQ is increased to
keep TW constant when one additional electronic
channel is opened. The quantum-limited heat flow
for a single electronic channel connecting two
heat baths at TW and T0 reads (8, 9)

J eQðTW,T0Þ ¼
p2k2B
6h
ðT 2

W − T 2
0 Þ ð2Þ

The quadratic temperature dependence re-
flects the fact that the temperature sets both the
average energy of electronic excitations, as well
as their number, the latter being proportional to
the energy bandwidth.

The actual sample, displayed in Fig. 1B, was
cooled down to T0 ≈ 20 mK in our experiment.
The noise thermometry was performedwith ultra-
sensitive cryogenic electronics based on a home-
grown high–electron-mobility transistor (24).

The ballistic quantum channels are formed in
a high-mobility Ga(Al)As 2D electron gas by the
field-effect tuning of two quantum point contacts
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(QPCs), labeled QPC1 and QPC2 in Fig. 1B. The
potentials applied to the metal split gates (colored
yellow in Fig. 1B) are set to fully transmit n
electronic channels, in which case the QPC elec-
trical conductances display clear plateaus [see
fig. S5 in (25)]. The measured conductances
n1e

2/h and n2e
2/h of QPC1 and QPC2, respec-

tively, correspond to n= n1 + n2. For fully transmitted
channels, the electron-photon coupling observed
in the same sample for the case of partially trans-
mitted channels (26) vanishes.

The heated-up metal plate, colored brown in
Fig. 1B, is a micrometer-sized ohmic contact (25),
which is electrically connected to cold electrodes
located further away exclusively through the two
QPCs. To approach the quantum limit of heat
flow per channel, the electrical connection be-
tween the plate and the 2D electron gas located
94 nm below the surface must have a negligibly
low resistance compared to h/e2. Moreover, the
heated-up electrons must dwell in the plate for a
time longer than the electron-electron energy ex-
change time, in order to relax toward a quasi-
equilibrium situation characterized by a hot Fermi
distribution at TW. These two conditions set the
minimum size of the ohmic contact (25); how-
ever, the ohmic contact must be small enough to
minimize the heat transfer toward phonons, which
is proportional to volume. The sample was op-
timized to fulfill these antagonistic requirements,
achieving a negligibly small contact resistance, a
typical dwell time in the 10 ms range, and a
dominating electronic heat flow forTW ≲ 70mK.

The sample was subjected to a strong per-
pendicular magnetic field in order to enter the
integer quantum Hall effect (QHE) regime, at
filling factors n = 3 or n = 4. In this regime, the
current flows along the sample edges in so-called
edge channels with a unique propagation direc-
tion (continuous red lines with arrows in Fig. 1B).
One motivation for performing the experiment
in this regime is the spatial separation between
incoming and outgoing edge channels away from
the QPC, which enables use of the large metal
electrodes located further away as ideal cold res-
ervoirs. Furthermore, it is easier to tune the QPCs
to a discrete set of fully open channels (25), and
the spin degeneracy is broken so that the elec-
tronic channels can be opened one at a time.
Finally, the QHE regime allows for a simple im-
plementation of the noise thermometry.

The injected Joule power JQ was generated
with an applied DC current (Fig. 1B) partly trans-
mitted across the n1 ballistic channels of QPC1

into the plate (25).
The resulting increase TW – T0 of the elec-

tronic temperature in the plate was determined
from the increase DSI in the measured spectral
density of the current noise along the outgoing
edge channels (25, 27, 28)

DSI ¼ 2kBðTW − T0Þ
Ge

1=n1 þ 1=n2
ð3Þ

The rawmeasurements of excess current noise
DSI versus applied DC current for n ∈ f2,3,4g

open electronic channels at n = 3 are shown as
symbols in the inset of Fig. 2. Here n = 2 cor-
responds to (n1, n2) = (1, 1), n = 3 is the average
over the two equivalent configurations (1, 2) and
(2, 1) [see fig. S6 in (25)], and n = 4 corresponds
to (2, 2). The displayed data are measured on the
top left electrode, behind QPC2; the same excess
noise, within 2%, was measured with another
amplification chain on the bottom right electrode,
behind QPC1 (25).

The main panel of Fig. 2 shows these data
recast as the measured electronic temperature in

the micrometer-sized plate TW versus the injected
Joule power JQ. The base temperature T0 = 24mK
was obtained separately, from a noise thermo-
metry performed at n = 3 during the same ex-
perimental run (25). At fixed TW, the distinct
increase in JQ as the number n of ballistic elec-
tronic channels is incremented by one directly
corresponds to the heat flow across an individual
electronic channel. We focus here on the low
injected power regime JQ ≲ 20 fW, where the
electronic heat flow nJeQ is the most important
contribution at n = 4 (25).

Fig. 1. Experimental principle and
practical implementation. (A) Prin-
ciple of the experiment: Electrons in a
smallmetal plate (browndisk) are heated
up to TW by the injected Joule power JQ.
The large arrows symbolize injected
power ( JQ) and outgoing heat flows
(nJQ

e , JQ
e-ph). (B) False-colors scanning elec-

tron micrograph of the measured sam-
ple. The Ga(Al)As 2D electron gas is
highlighted in light blue, the QPC metal
gates in yellow and the micrometer-sized
metallic ohmic contact in brown. The
light gray metal gates are polarized
with a strong negative gate voltage
and are not used in the experiment.
The propagation direction of two co-
propagating edge channels (shown
out of n = 3 or n = 4) is indicated by
red arrows. QPC1 is here set to fully
transmit a single channel (n1 = 1) and
QPC2 two channels (n2 = 2), cor-
responding to a total number of open
electronic channels n = n1 + n2 = 3. The experimental apparatus is shown as a simplified diagram. It
includes two L – C tanks used to perform the noise thermometry measurements around 700 kHz. The Joule
power JQ is injected on the micrometer-sized metallic electrode from the DC polarization current partly
transmitted through QPC1.
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Fig. 2. Noise thermo-
metry measurements
versus injectedpower.
The electronic tempera-
ture TW in themicrometer-
sized ohmic contact is
plotted as a function of
the injected power JQ
at n = 3 and for a base
electronic temperature
T0 = 24 mK. The sym-
bols •,♦, and▲ corre-
spond, respectively, to
n = 2, 3, and 4 open
electronic channels. The
continuous line is a fit
of the data for n = 4
open channels, includ-
ing the heat transfer to
phonons (see text). The
size of the symbols is indicative of the experimental error
bars. (Inset) Measured excess noise spectral density versus
applied DC current. In the main panel, data at opposite DC currents, which are equal at our ex-
perimental accuracy, are averaged to improve the signal-to-noise ratio.
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We now separate the electronic heat flow nJeQ
from the additional, a priori unidentified, con-
tribution J e-phQ , which is independent of the
number n of open electronic channels. For this
purpose, we use as a reference the n = 4 data
corresponding to the most robust QPC plateaus
n1 = n2 = 2.

First, we show that important information can
already be extracted at n = 4 within a model-
dependent approach. The n = 4 reference data
JQ ¼ J e-phQ þ 4J eQ are fitted with the standard ex-
pression for electron-phonon cooling in diffusive
metals (29–31) J e-phQ ðTW,TÞ ¼ SWðT 5

W − T 5
0 Þ

with SW a free parameter; for 4J eQ we used
the predicted power law (see Eq. 2), 4J eQ ¼
a4ðT2

W − T 2
0 Þ with a4 a free parameter. The fit

is shown as a continuous yellow line in Fig. 2.
The electron-phonon coupling parameterSW ¼
5:5 nW=K5 extracted from the fit is a very typ-
ical value for similar metals (29–31) given
the micrometer-sized ohmic contact volume
W ∼ 2mm3. The extracted electronic heat flow
4J eQ is found to be 3:8ðp2k2B=6hÞðT2

W − T2
0 Þ,

which is within 5% of the theoretically predicted
value given by Eq. 2. The same SW and elec-
tronic heat current are obtained by repeating this
analysis on the n = 4 data at the higher tem-
perature T0 = 40 mK, whereas a relatively small
difference of about 20% is seen at filling factor
n = 4 [see figs. S8 and S9 in (25)].

Second, following the model-free approach
described earlier, we extract the amount of heat
ðn − 4ÞJeQðTW,T0Þ flowing across the additional
(n – 4) ballistic electronic channels by subtract-
ing from themeasured JQwith n open channels the
n = 4 reference signal. At n > 4 (n < 4), jn − 4j
channels are opened (closed) with respect to
the reference configuration. Given the extreme-

ly accurate fit described above, within experi-
mental error bars, we choose to subtract the fit
function, instead of using an arbitrary interpo-
lation function between the measured n = 4
data points. The extracted variations of the elec-
tronic heat currents ðn − 4ÞJ eQ are plotted as
symbols in Fig. 3A as a function of the squared
temperature T 2

W, for the data at n = 3 and T0 =
24 mK. Similar data obtained for T0 = 22.5 mK
at the different filling factor n = 4 and for up to
n = 6 ballistic electronic channels (Fig. 3B) show
larger scatter simply because of a lower experi-
mental accuracy, due to the less favorable current-
voltage conversion at this filling factor and a
smaller acquisition time per point. We find that
ðn − 4ÞJ eQ is proportional to T 2

W, as expected from
theory (Eq. 2).

We now compare the extracted electronic heat
currents with the quantitative prediction Eq. 2 for
the quantum-limited heat flow. The experimen-
tally extracted ðn − 4ÞJeQðTW,T0Þ are in good
agreement with the theoretical predictions shown
as continuous lines in Fig. 3, A and B. We then
extract a quantitative experimental value for the
quantum-limited heat flow by fitting the data
ðn − 4ÞJ eQðTW,T0Þ using the predicted and ob-
served functional a′n−4ðT 2

W − T2
0 Þ, with a′n−4 the

only free parameter. Taking altogether the set of
normalized slopes fa′n−4ðn − 4Þg obtained with-
in the model-free approach at n = 3 and n = 4,
we find

J eQðTW,T0Þ
T2
W − T 2

0

¼ ð1:06þ− 0:07Þ � p2k2B
6h

ð4Þ

in agreement, at our experimental accuracy, with
the theoretical prediction for the quantum-limited
heat flow across a single channel, and therefore

with the predicted value given by the thermal
conductance quantum. The displayed 7% uncer-
tainty is the standard error on the mean value
obtained from the six valuesfa′n−4=ðn − 4Þg, each
weighted by the corresponding number jn − 4j of
electronic channels (25). This uncertainty ignores
systematic sources of error, e.g., on the calibrated
gain of the amplification chain (25). The accu-
racy can be improved by including the values of
a4 obtained at n = 3 and n = 4 within the model-
dependent approach detailed earlier. Figure 3C
displays as symbols the full electronic heat cur-
rent factors fan ≡ a′n−4 þ a4g versus n, with the
corresponding theoretical predictionsn� p2k2B=6h
falling on the continuous line. The same sta-
tistical analysis on the eight values of {an/n}
yields J eQðTW,T0Þ=ðT2

W − T2
0 Þ ¼ ð0:98 T 0:02Þ�

p2k2B=6h (25).
The present experiment demonstrates that the

quantum-limited heat flow across a single elec-
tronic channel, which sets the scale of quantum
interference effects, is now attainable at a few per-
cent accuracy level. This opens access to many
studies in the emergent field of quantum heat trans-
port (32, 33), such as quantum phase manipula-
tion of heat currents.
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Parameter Space Compression
Underlies Emergent Theories
and Predictive Models
Benjamin B. Machta,1,2 Ricky Chachra,1 Mark K. Transtrum,1,3 James P. Sethna1*

The microscopically complicated real world exhibits behavior that often yields to simple yet
quantitatively accurate descriptions. Predictions are possible despite large uncertainties in
microscopic parameters, both in physics and in multiparameter models in other areas of science.
We connect the two by analyzing parameter sensitivities in a prototypical continuum theory
(diffusion) and at a self-similar critical point (the Ising model). We trace the emergence of an
effective theory for long-scale observables to a compression of the parameter space quantified by
the eigenvalues of the Fisher Information Matrix. A similar compression appears ubiquitously in
models taken from diverse areas of science, suggesting that the parameter space structure
underlying effective continuum and universal theories in physics also permits predictive modeling
more generally.

Physics owes its success (1) in large part to
the hierarchical character of scientific theo-
ries (2). These theories of our physical

world model natural phenomena as if physics
at macroscopic length scales were almost inde-
pendent of the underlying, shorter-length–scale
details. For example, understanding string theory
or the electroweak interaction is not necessary for
quantitatively modeling the behavior of solids or
superconductors active on longer length and time
scales. The fact that many lower-level theories
in physics can be systematically coarsened (re-
normalized) into macroscopic effective mod-
els establishes and quantifies their hierarchical
character.

A similar emergent simplicity also appears
in other areas of science (3–9). In many cases,

important predictions largely depend only on a
few “stiff” combinations of parameters, followed
by a sequence of geometrically less important
“sloppy” ones (Fig. 1) (10–12). This recurring
characteristic, termed “sloppiness,” naturally
arises (13, 14) in models describing collective
data (not chosen to probe individual system com-
ponents) and has implications similar to those of
the renormalization group (RG) and continuum
limit methods of statistical physics. Both physics
and sloppy models show weak dependence of
macroscopic observables on microscopic details
and allow effective descriptions with reduced di-
mensionality. To clarify this connection, we devel-
oped and applied an information theory–based
generalization of sloppy model analysis to two
well-understood physicsmodels—a discretemodel
of diffusion and an Ising model of the ferromag-
netic phase transition. For both models, we show
that when observations are confined to long time
or length scales, there is a similar compression of
the microscopic parameter space, with sensitive
or stiff directions corresponding to the relevant

macroscopic parameters (such as the diffusion
constant). These results suggest that the hierarchy
of theories in physics relies on the same param-
eter space compression that is ubiquitous in gen-
eral multiparameter models.

The sensitivity ofmodel predictions to changes
in parameters is quantified by the Fisher Infor-
mationMatrix (FIM). The FIM forms ametric on
parameter space that measures the distinguish-
ability between a model with parameters qm and
a nearbymodel with parameters qm + dqm (15–18).
This divergence is given by ds2 = gmndq

mdqn,
where gmn is the FIM defined by

gmn ¼ −∑
→x

Pqð→x Þ
∂2logPqð→x Þ

∂qm∂qn
ð1Þ

Here, Pqð→x Þ is the probability that a (stochastic)
model with parameters qm would produce ob-
servables →x. In the context of nonlinear least
squares, g is the Hessian of c2, the sum of squares
of residuals of the data fit (15). Distance in this
metric space is a fundamental measure of dis-
tinguishability in stochastic systems. Sorted by
decreasing eigenvalues, eigenvectors of g describe
progressively less important linear combina-
tions of parameters that govern system behavior.
Previously, it was shown that in nonlinear least
squares models describing collective data, this
metric’s eigenvalues have logarithms that are
roughly uniformly distributed overmany decades
and reach extremely small values (Fig. 1). These
eigenvalues quantify parameter space compression:
A few stiff eigenvectors in each model point
along directions where observables are sensitive
to changes in parameters, whereas progressively
sloppier directions make little difference. These
sloppy parameter combinations cannot be in-
ferred from collective data, and conversely, their
exact values do not need to be known to quan-
titatively understand system behavior (12). Do
physics models share this structure?

The diffusion equation is the canonical ex-
ample of a continuum limit in physics. It gov-
erns behavior whenever small particles undergo
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