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Introduction

A�n de remédier à la complexité exponentielle des simulations des systèmes
quantiques à N -corps, Richard Feynman propose en 1982 [43] la création d'un ordina-
teur dont le fonctionnement serait lui-même quantique. Un tel ordinateur aurait une
capacité de calcul bien supérieure à tous les ordinateurs actuels, grâce au stockage et
à la manipulation de bits quantiques, ou qubits. Dès lors, de nombreux algorithmes
[30, 114] ont été proposés pour tirer parti des qubits, et de nombreux systèmes (jonc-
tion Josephson, ions piégés,...) ont été proposés pour les réaliser.

L'intérêt d'un qubit repose sur la superposition de deux états quantiques ortho-
gonaux dans la fonction d'onde qui le constitue : |ψ〉 = α |0〉 + β |1〉. Cette propriété
de cohérence du qubit rend sa réalisation compliquée, car tout système physique est en
interaction avec son environnement, et cette interaction projette le système sur un de
ses états propres : |0〉 ou |1〉, et provoque ainsi la perte de la cohérence, en un temps
T2. Les systèmes candidats pour la réalisation d'un qubit, doivent donc être bien isolés
de leur environnement.

Depuis leur première réalisation en 1985 [51], les boîtes quantiques d'InAs/GaAs
ont rapidement été proposées pour la réalisation d'un qubit [82]. Le fort con�nement
électronique dans ces structures à l'échelle nanométrique, leur confère une discrétisa-
tion des énergies électroniques, propriété qui leur a valu l'appellation d'"atomes ar-
ti�ciels". D'un autre côté, leur aspect solide les rend pratiques à intégrer dans des
dispositifs, étant donné les progrès continus des techniques et croissances dans les semi-
conducteurs. Elles présentent aussi des propriétés opto-électroniques intéressantes pour
la cryptographie quantique (génération de photons uniques [94] et indiscernables [96]),
qui va de pair avec l'informatique quantique.

Deux réalisations de qubits di�érentes ont été proposées en utilisant les boîtes
quantiques. La première repose sur la présence (état |1〉) ou l'absence (|0〉) d'une exci-
tation élémentaire (une paire électron-trou) dans la boîte quantique. La possibilité de
réaliser des oscillations de Rabi dans les boîtes quantiques a rapidement été démontrée
[115], et les possibilités de couplage entre di�érentes boîtes ont été étudiées [31]. Le
temps de cohérence T2 ∼ 1 ns obtenu est court dans l'absolu, mais long par rapport
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au temps nécessaire pour réaliser des opérations avec le qubit (initialisation, manipu-
lation, et lecture), qui peut être inférieur à la picoseconde, ce qui permet de réaliser un
grand nombre d'opérations. Cependant, ce temps de cohérence est limité par le temps
de recombinaison radiative de l'excitation.

La deuxième proposition de qubit dans les boîtes quantiques, utilise une projec-
tion de spin d'une charge con�née dans celle-ci [61]. On peut alors utiliser une charge
résidente dans la boîte quantique, et ne plus être limité par la recombinaison radiative.
De plus, il a été montré que le spin d'une charge résidente peut être initialisé de façon
très e�cace [75], et présente un temps de relaxation bien plus long que dans les maté-
riaux massifs [105], grâce à l'inhibition pour les fonctions d'onde électroniques ~k = ~0

des mécanismes de relaxation liés à l'interaction spin-orbite.

A�n de mieux maîtriser la manipulation et les temps de cohérence des qubits, il
est nécessaire de comprendre les mécanismes de couplage de ceux-ci à leur environne-
ment. Si certaines interactions sont inhibées dans les boîtes quantiques, d'autres sont
au contraire exaltées, à cause du fort con�nement électronique. C'est le cas de l'interac-
tion d'échange coulombienne, qui induit une structure �ne des énergies électroniques,
et modi�e les états associés. C'est aussi le cas de l'interaction hyper�ne, couplant le
spin électronique aux noyaux sur lesquels sa fonction d'onde est répartie. Les noyaux
induisent alors une dépolarisation du spin électronique, ou à l'inverse, une polarisation
du spin électronique produit une polarisation des spins nucléaires. Les boîtes quan-
tiques sont un système modèle pour l'étude de ces mécanismes.

C'est dans ce contexte que se situe notre étude, qui n'a pas pour objet la réa-
lisation d'un qubit parfait, mais plutôt une description précise de ses interactions et
mécanismes limitant sa cohérence. Cette étude sera faite grâce à l'étude des dynamiques
électroniques dans des boîtes quantiques, aux moyens d'expériences pompe-sonde d'op-
tique impulsionnelle. Une première version du dispositif expérimental a été réalisée au
cours des thèses d'Émilie Aubry et de François Fras [7, 47], et a été améliorée au cours
de cette thèse. De plus, un nouveau dispositif expérimental a été mis en place, suivant
l'idée originale de Benoît Eble. Les objets étudiés sont des boîtes quantiques auto-
assemblées d'arséniure d'indium dans une matrice d'arséniure de gallium, réalisées au
Laboratoire de Photonique et Nanostructures (LPN). Ces boîtes quantiques présentent
une structure électronique particulière, ainsi que des couplages importants des spins
nucléaires et électroniques, et ces deux caractéristiques seront amplement traitées au
cours de cette thèse.

Dans le premier chapitre, nous présenterons les généralités nécessaires à l'étude
des boîtes quantiques d'InAs/GaAs, en commençant par leur croissance et leur struc-
ture électronique. Nous présenterons leurs interactions avec la lumière, ainsi que le
couplage hyper�n. En�n, nous présenterons leurs intérêts en tant que qubits.
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Dans le deuxième chapitre, nous ferons une présentation détaillée du dispositif
expérimental, en insistant particulièrement sur les éléments de modulation et de dé-
tection. Nous traiterons l'interaction de l'impulsion sonde avec des boîtes quantiques
dopées p, à l'origine du signal observé. Nous donnerons alors un exemple de signal
obtenu, lors d'une expérience à champ magnétique nul.

Le chapitre 3 présente les premiers résultats expérimentaux novateurs obtenus
durant cette thèse, observés sur un ensemble de boîtes quantiques dopées p en champ
magnétique transverse. Nous démontrerons l'excitation d'une superposition cohérente
d'états de spin du trou, et sa manipulation par blocage de phase (suivant la méthode
proposée par Greilich et al. en 2006 [53]). Nous présenterons la technique de blocage de
phase, et verrons comment elle permet de quanti�er les inhomogénéités de notre sys-
tème, et de passer outre celles-ci. Ces expériences, analysées grâce à des simulations,
permettront de donner une première estimation du temps de cohérence de spin du trou
résident dans une boîte quantique d'InAs.

Dans le chapitre 4, nous présenterons d'abord un panorama des interactions nu-
cléaires ayant lieu dans les boîtes quantiques, et nous verrons comment une modi�cation
mineure des conditions de l'expérience précédente permet d'observer une polarisation
nucléaire dynamique importante. Nous caractériserons cet e�et, via sa géométrie, son
évolution avec le champ appliqué et sa dynamique.

Puis, dans le chapitre 5, un nouveau dispositif expérimental utilisant une détec-
tion hétérodyne sera présenté. Nous mettrons en valeur ses intérêts (et notamment sa
sensibilité accrue), et son principe de fonctionnement.

En�n dans le chapitre 6, ce dispositif sera utilisé a�n d'étudier un ensemble
restreint de boîtes quantiques non dopées, sous champ magnétique longitudinal. Nous
verrons qu'il permet d'étudier tous les termes de la matrice densité du système : les
populations ainsi que les cohérences. L'étude des cohérences et des battements quan-
tiques nous permettra de quanti�er les paramètres liés à la structure �ne des boîtes
quantiques, et notamment l'énergie de structure �ne et le temps de cohérence associé.
Nous verrons que l'application d'un champ magnétique permet de contrôler la phase
des battements quantiques du système (de façon analogue au contrôle réalisable par
un champ électrique [28]). En�n, nous illustrerons la mise en ÷uvre d'expériences si-
milaires sur une boîte quantique unique, ultime réalisation expérimentale de ce travail
de thèse.
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Chapitre 1

Généralités sur les boîtes quantiques
d'InAs/GaAs

Dans ce chapitre, nous rappellerons les propriétés générales des boîtes quan-
tiques (BQ) d'InAs/GaAs. Nous commencerons par présenter le contexte et les prin-
cipes qui ont permis leur croissance. Puis nous étudierons leur structure électronique, et
l'interaction des charges con�nées. Nous présenterons ensuite l'interaction des BQ avec
la lumière, et les excitations optiques possibles. Nous introduirons ensuite la physique
des spins dans les BQ, et l'importance de l'interaction hyper�ne. En�n nous justi�erons
les motivations et le plan de ce manuscrit.

1.1 Historique et croissance des boîtes quantiques

L'étude des BQ auto-assemblées s'est développée rapidement depuis leur pre-
mière croissance en 1985 [51]. Il convient alors de présenter les boîtes quantiques fabri-
quées pour notre étude dans leur contexte historique et scienti�que.

1.1.1 Historique des nanostructures

Depuis la fabrication des premiers transistors dans les années 60, la physique des
semi-conducteurs a suscité un intérêt constant, aussi bien du point de vue fondamental
que de celui des applications, aux développements extrêmement rapides. Les cher-
cheurs ont rapidement compris l'intérêt des hétérostructures, d'abord pour optimiser
le rendement des lasers à semi-conducteurs (à base de jonctions p−n). L'évolution des
techniques a ensuite permis la fabrication d'hétérostructures de tailles comparables à la
longueur caractéristique de la fonction d'onde électronique dans les semi-conducteurs,
la longueur d'onde de de Broglie thermique : λdB = h√

2πm?ekBT
, qui est de l'ordre de 5

nm dans GaAs à température ambiante.
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14 Généralités

La structuration à l'échelle de λdB de matériaux semi-conducteurs de bandes
interdites (ou gaps) di�érentes, induit des changements importants de leurs niveaux
d'énergie. On peut alors observer des con�nements quantiques, qui dépendent fortement
de la géométrie de la structure. L'empilement d'une couche d'un matériau de faible gap
entre deux couches d'un matériau de gap plus important crée un puits quantique, qui
permet un con�nement 2D des électrons dans la couche de faible gap. L'extension de
ce piège dans deux dimensions, permet un con�nement 1D des électrons, dans un �l
quantique. En�n, une encapsulation dans les trois dimensions de l'espace d'un semi-
conducteur permet de créer un piège 0D pour les électrons, une boîte quantique (BQ).

Les BQ présentent une densité d'états électroniques discrète, à l'origine de leurs
nombreuses applications et qui leur vaut souvent leur appellation d'atomes arti�ciels.
Cependant, leur nature solide (elles sont constituées de ∼ 105 atomes) et leur couplage
à la matrice cristalline remet en cause cette analogie.

1.1.2 Synthèse et applications des boîtes quantiques

La plupart des BQ étudiées de nos jours sont formées grâce à des semi-conducteurs
III − V (InAs, GaAs, AlGaAs, InP, ...), mais certaines peuvent être formées avec des
assemblages de II − V I (CdTe,ZnTe, PbSe, ...). La formation de BQ a été observée
pour la première fois par Ekimov en 1981, sous la forme de nano-cristaux dans des
matrices vitreuses[39]. Depuis, de nombreuses applications sont à l'étude pour les BQ,
dans les transistors, le photovoltaïque, les LED, ou encore les lasers[63]. Quatre types
de BQ sont activement étudiés actuellement :

� Les BQ créées grâce à la synthèse chimique de structures c÷ur-coquille avec
des matériaux II − V I (un c÷ur de CdTe dans une coquille de ZnTe par
exemple). Leur synthèse chimique permet une bonne maîtrise de leur taille
(et donc de leur énergie d'émission), et l'ajout de molécules permet leur fonc-
tionnalisation, ce qui leur donne des applications intéressantes dans le milieu
médical [93]. Cependant, leur structure implique certains défauts dans leurs
propriétés optiques (clignotement, ionisation, ...)

� Les BQ formées par les défauts dus aux �uctuations d'interfaces, entre les
couches de GaAs et d'AlGaAs dans les puits quantiques[134]. Ces BQ pré-
sentent des dimensions entre 10 et 100 nm, et un faible con�nement des élec-
trons. Elles ont inspiré de nouvelles méthodes de croissance (à base des mêmes
matériaux), qui permettent le contrôle de la localisation des BQ et l'absence
de contrainte dans leur structure (les droplets [133]).

� Des BQ de taille plus importante (100 nm) peuvent être réalisées grâce à la
lithographie d'électrode, et l'application d'un champ électrique qui permet
d'abaisser arti�ciellement le gap dans l'espace qu'elles délimitent. Ces BQ
sont particulièrement intéressantes pour étudier les phénomènes de transport
(ou les �ying electrons [59]).
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� En�n les BQ obtenues par croissance auto-assemblée, qui seront étudiées dans
cette thèse.

Nous allons d'abord décrire brièvement la croissance des BQ auto-assemblées.

Croissance Stranski-Krastanov
Cette méthode de croissance a été découverte par hasard en 1985 [51], bien qu'elle
ait été prédite théoriquement dès 1937 par Stranski et Krastanov [117]. Comme illus-
tré sur la �gure 1.1, on dépose par épitaxie par jets moléculaires (MBE) des couches
d'arséniure d'indium (InAs) sur un substrat d'arséniure de gallium (GaAs [001]). La
di�érence de paramètre de maille des deux matériaux (de structure zinc-blende) de 7%

induit de fortes contraintes dans la couche d'InAs. Ces contraintes se relaxent partiel-
lement grâce à la formation d'îlots d'InAs de forme pyramidale, d'une dimension de 20
nm environ à leur base. Ces îlots se forment pour une épaisseur critique d'environ 1,7
mono-couches 1. On les couvre ensuite d'une couche de GaAs (d'une épaisseur de 40
nm dans notre cas), qui encapsule les îlots et leur donner une forme de lentille plate (de
2 nm de hauteur). La distance entre les BQ est su�sante pour qu'on puisse considérer
leurs propriétés indépendantes (dans la majorité des cas). Une �ne couche d'InAs, dite
couche de mouillage (wettinglayer), subsiste et lie les BQ (cf. �gure 1.2).

Le processus peut être répété a�n d'obtenir des échantillons contenant plusieurs
plans de BQ, entre lesquels on peut intercaler des couches d'impuretés, comme du Si(C)
donneur (accepteur), à 2 nm d'un plan de BQ. La charge résiduelle (lacunaire) de ces
dopants peut être capturée par une BQ, permettant ainsi son dopage chimique. Un
plan de BQ peut aussi être inséré dans une structure de diode (de type Schottky [91]),
qui va permettre d'en contrôler la charge grâce à l'application d'une tension électrique.

Comme nous allons le voir, ces BQ présentent un fort con�nement, et une énergie
permettant une émission lumineuse dans le proche infra-rouge. Cependant, leur crois-
sance se fait par la relaxation spontanée de contraintes (qui leur vaut leur nom de BQ
auto-assemblées), qui est un processus peu contrôlé. Le moindre changement dans les
conditions de croissance (temps de pause, température, ...) induit de forts changements
des caractéristiques des BQ. Tout d'abord, l'inter-di�usion du Ga dans la BQ induit
une composition réelle InxGa1−xAs, avec x entre 0,4 et 0,9 2. De plus, les contraintes
ne sont pas entièrement relaxées, et celles qui subsistent ont des conséquences im-
portantes (e�ets quadrupolaires, anisotropie, ...). Ces paramètres sont di�érents d'une
BQ à l'autre, et induisent une dispersion de leurs énergies 3, à cause de leurs fortes

1. La variation d'épaisseur de la couche déposée, permet de créer des gradients de densité

surfacique de BQ, entre 1012cm−1 et 108cm−1 = 1µm−1. Cette dernière concentration, dans une zone

frontière de l'échantillon, permet d'isoler optiquement une BQ unique.
2. Dans la littérature, ces BQ sont souvent nommées In(Ga)As.
3. Cependant, une homogénéisation des propriétés des BQ peut être obtenue au moyen de

recuit �ash, d'environ ∼ 1 min. Ces recuits vont réduire la dispersion énergétique de l'échantillon, et
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1.2.1 Semiconducteurs massifs

Les matériaux semi-conducteurs, comme le GaAs, sont des solides dont le réseau
cristallin est vu par l'électron comme un potentiel électrique périodique (de période
caractéristique a). L'équation aux valeurs propres pour un électron dans le GaAs prend
la forme :

[
p̂2

2m0

+ Vc(~r)] |ψB〉 = E |ψB〉 (1.1)

où m0 et |ψB〉 sont la masse et la fonction d'onde de l'électron, et Vc est le potentiel
dû au réseau cristallin. Il est connu que ce hamiltonien a pour solution les fonctions de
Bloch, de la forme [64] :

|ψB〉 =
1√
V
ei
~k.~r
∣∣∣un,~k〉 (1.2)

où V est le volume du cristal et
∣∣∣un,~k〉 sont des fonctions d'onde atomiques présen-

tant la même périodicité que le réseau et dépendant du quasi-vecteur d'onde ~k. Elles
sont réparties sur plusieurs bandes d'énergie identi�ées par l'indice n. Pour les semi-
conducteurs à gap direct (comme GaAs et InAs), la description des propriétés optiques
nécessite la connaissance des fonctions d'onde au centre Γ de la zone de Brillouin.
Lorsque ~k = ~0, ces fonctions d'onde

∣∣un,~0〉 ont les symétries des orbitales atomiques
qui sont à l'origine de leur propriété conductrice (symétrie s), ou de valence (symétrie
p). Elles peuvent être obtenues grâce à la méthode de Kane [62], et sont données dans
le tableau 1.5.

Lorsque ~k est non nul, l'équation (1.1) se réécrit :

[ p̂2

2m0

+
~~k.~p
m0

+
~2~k2

2m0

+ Vc(~r)
] ∣∣∣un,~k〉 =

(
Ĥ(~k = ~0) + Ĥ1

) ∣∣∣un,~k〉 = E
∣∣∣un,~k〉 (1.3)

où le terme en ~k2 donne l'énergie cinétique de l'électron délocalisé, et le terme en ~k.~p
induit un couplage entre les di�érentes bandes d'énergie. Au voisinage du centre de
la zone de Brillouin (dé�nie ici comme étant le point Γ), ~k → ~0 et on peut traiter ce
terme comme une perturbation. Ce formalisme ~k~p introduit dans les années 50 [64]
permet d'obtenir les niveaux d'énergie et les fonctions d'onde atomiques pour un ~k
donné, et utilise les fonctions de Bloch en centre de zone

∣∣ui,~0〉 comme base complète

pour l'écriture de
∣∣∣ui,~k〉 :

En,~k = En,~0 +
~2~k2

2m0

+
~2

m2
0

∑
i6=n

|
〈
un,~0
∣∣~k.~p ∣∣ui,~0〉 |2

Ei,~0 − En,~0
(1.4)

∣∣∣un,~k〉 =
∣∣un,~0〉+

~
m0

∑
i6=n

〈
un,~0
∣∣~k.~p ∣∣ui,~0〉

Ei,~0 − En,~0

∣∣ui,~0〉 (1.5)
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Matériau Eg (eV) ESO (eV) m? (Γ6) m? (Γhh8 ) m? (Γlh8 )

InAs 0,41 0,38 0,023 m0 -0,41 m0 -0,026 m0

GaAs 1,42 0,34 0,067 m0 -0,34 m0 -0,086 m0

Figure 1.4 � Énergie de gap Eg, écart spin-orbite ESO, et masses e�ectives dans les di�é-
rentes bandes dans GaAs et InAs. Données obtenues sur le site de l'Io�e Institute.

Bande Énergie f.o. atomique |J,mJ〉 Expression

Γ6 +Eg |u1,0〉
∣∣1

2
,+1

2

〉
c

|S, ↑〉
Γ6 +Eg |u2,0〉

∣∣1
2
,−1

2

〉
c

|S, ↓〉
Γhh8 0 |u5,0〉

∣∣3
2
,+3

2

〉
v

1√
2
|X + iY, ↑〉

Γhh8 0 |u6,0〉
∣∣3

2
,−3

2

〉
v

1√
2
|X − iY, ↓〉

Γlh8 0 |u3,0〉
∣∣3

2
,+1

2

〉
v

1√
6
|X + iY, ↓〉 −

√
2
3
|Z, ↑〉

Γlh8 0 |u4,0〉
∣∣3

2
,−1

2

〉
v

1√
6
|X − iY, ↑〉+

√
2
3
|Z, ↓〉

Γ7 −ESO |u7,0〉
∣∣1

2
,+1

2

〉
v

1√
3
(|X + iY, ↓〉+ |Z, ↑〉)

Γ7 −ESO |u8,0〉
∣∣1

2
,−1

2

〉
v

1√
3
(|X − iY, ↑〉+ |Z, ↓〉)

Figure 1.5 � Fonctions de Bloch en ~k = ~0, pour les bandes de valence Γ7,Γ8 et de conduction
Γ6.

alors séparées par une énergie split-o� (ESO = 0, 38 eV dans l'InAs). De plus, elle
provoque la levée de dégénérescence en ~k 6= ~0 des projections de moment cinétique
total mJ = ±1

2
et mJ = ±3

2
dans Γ8. Comme on peut le voir sur le schéma 1.3.a, la

bande associée à mJ = ±1
2
possède une courbure plus importante, ce qui lui vaut son

nom de bande de trous légers ; par opposition à la bande de trous lourds, mj = ±3
2
.

À basse température, la bande de valence Γ8 est remplie par N électrons, et la
bande de conduction Γ6 est vide (i.e. le matériau est isolant). Une excitation d'énergie
supérieure au gap Eg permet de promouvoir un électron de la bande de valence vers
la bande de conduction. Plutôt que de considérer les interactions des N − 1 électrons
subsistant dans la bande de valence, il est préférable de considérer celle-ci comme pleine,
et d'introduire une pseudo-particule correspondant à la lacune électronique. Ce trou
aura alors une charge (+e), un quasi-vecteur d'onde, et une masse opposés à ceux de
l'électron lacunaire.

1.2.2 États électroniques con�nés dans un puits quantique

A�n d'introduire l'e�et du con�nement sur la structure électronique, nous étu-
dions le cas simple du con�nement en 2D produit par un puits quantique (cette modé-
lisation peut s'appliquer à la couche de mouillage, qui subsiste après la nucléation des
BQ). L'empilement de couches de matériaux de gaps di�érents provoque une modula-
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tion supplémentaire, suivant l'axe de croissance z, du potentiel vu par l'électron. On
la prend en compte grâce à une modulation de la fonction d'onde |ψ〉 par une fonction
enveloppe φ(~r) (dont les variations, faibles à l'échelle atomique, se font à l'échelle de

l'hétéro-structure) : |ψ〉 = φ(~r)
∣∣∣un,~k〉. Cette fonction enveloppe satisfait l'équation aux

valeurs propres :

[
p̂2

2m?
+ VPQ(~r)]φ(~r) = εφ(~r) (1.7)

où VPQ(~r) est le potentiel de con�nement du puits quantique, dû à la di�érence de
gap des matériaux. Si l'on considère le cas simple d'un puits de largeur Lz � Lx, Ly,
présentant un con�nement parfait suivant z (φ(x, y,−Lz/2) = φ(x, y,+Lz/2) = 0) 4,
alors on peut séparer la fonction enveloppe en φ(~r) = f(z)g(x, y), avec :

f(z) =

√
2

Lz
sin(

nzπ

Lz
z +

nzπ

2
) (1.8)

g(x, y) =
1√
LxLy

ei
~k‖. ~r‖ (1.9)

où nz est un entier positif et ~k‖ = kx ~ux +ky ~uy. On associe donc à la fonction enveloppe
une énergie elle aussi séparable en deux contributions :

ε = Enz + E‖ =
~2π2

2m?L2
z

n2
z +

~2k2
‖

2m?
(1.10)

où la deuxième contribution provient de l'énergie cinétique de l'électron dans le plan
(x, y), qui évolue de façon continue. La première contribution Enz est l'énergie asso-
ciée au con�nement de la fonction enveloppe. Cette énergie peut prendre des valeurs
discrètes (dans la limite de l'énergie du piège), dénotées par l'indice nz. On remarque
qu'elle dépend inversement de la masse e�ective, et ainsi on observe une levée de dé-
générescence des énergies des trous lourds et légers même en ~k = ~0 dans les puits
quantiques (cf. schéma 1.3.b). L'écart d'énergie ∆lh entre Γhh8 et Γlh8 atteint plusieurs
dizaines de meV, et se révèle crucial pour l'e�cacité de l'orientation optique 5.

Rôle des contraintes sur la structure de bande
Les contraintes sont souvent négligeables dans les matériaux massifs (mis à part lors
de défauts d'alliage), mais jouent un rôle considérable dans les structures épitaxiées,
comme les puits et boîtes quantiques. En e�et, le tenseur des contraintes ε est lié linéai-
rement à une déformation du cristal (et donc au potentiel associé). Son in�uence sur les
bandes de valence a été étudiée par Bir et Pikus [16]. Les termes dus aux contraintes

4. Dans ce traitement simple, on néglige la variation de la masse e�ective entre les matériaux,

et on considère le puits comme étant de profondeur in�nie.
5. En e�et, les règles de sélection optique que nous verrons par la suite ne considèrent que la

transition fondamentale, et n'incluent alors que les trous lourds. Ainsi, un photon σ+ peut uniquement

exciter une paire
∣∣ 1

2 ,−
1
2

〉
c
⊗
∣∣ 3

2 ,
3
2

〉
v
et non une paire

∣∣ 3
2 ,+

1
2

〉
c
⊗
∣∣ 1

2 ,+
1
2

〉
v
, ce qui permet d'obtenir un

taux de polarisation de spin plus élevé pour les porteurs de charge.
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peuvent s'insérer dans la matrice obtenue par Luttinger et Kohn [84], donnant le cou-
plage entre les bandes.
On restreint notre description aux états de valence de la bande Γ8, qui sont les plus
a�ectés par les contraintes. Le hamiltonien dû aux contraintes peut alors s'écrire (dans
la base {

∣∣3
2
,+3

2

〉
,
∣∣1

2
,−1

2

〉
,
∣∣3

2
,−3

2

〉
,
∣∣1

2
,+1

2

〉
}) :

ĤBP =


∆ R 0 S

R? 0 S 0

0 S? ∆ R

S? 0 R? 0

 (1.11)

où ∆, R et S dépendent des contraintes et des potentiels de déformation du matériau.
Dès lors que εzz 6= εxx+εyy

2
(ce qui est le cas dans les puits quantiques), le terme ∆ est

non nul, et vient augmenter la di�érence d'énergie entre les états de trous lourds et les
états de trous légers. Si l'on considère l'anisotropie des contraintes, le terme R devient
important, et si on prend en compte le cisaillement le long de l'axe de croissance (εyz
et εxz) le terme S devient non négligeable.

Mélange de bande
Dans la couche de mouillage les termes R et S du hamiltonien (1.11) sont importants et
couplent les bandes de trous lourds et de trous légers. Il en résulte que les états propres
du système contraint sont des superpositions des états lourds et légers, qu'on obtient
grâce à la diagonalisation du hamiltonien (1.11). En prenant en compte ce mélange de
bandes, les nouveaux états de trous "pseudo-lourds" sont :

˜∣∣∣∣32 ,+3

2

〉
=

1√
1 + β2 + η2

(∣∣∣∣32 ,+3

2

〉
+ β?

∣∣∣∣12 ,−1

2

〉
+ η

∣∣∣∣12 ,+1

2

〉)
(1.12)

˜∣∣∣∣32 ,−3

2

〉
=

1√
1 + β2 + η2

(∣∣∣∣32 ,−3

2

〉
+ β

∣∣∣∣12 ,+1

2

〉
+ η?

∣∣∣∣12 ,−1

2

〉)
(1.13)

où β et η sont les coe�cients du mélange, proportionnels aux potentiels de déformation
et aux contraintes, respectivement dans le plan et transverses.
Les contraintes sont aussi importantes dans les BQ, et le mélange de bande dans celles-
ci a fait l'objet de nombreuses études au sein de notre équipe, notamment lors de la
thèse de Catherine Tonin [122], dont les expériences de polarisation de la luminescence
ont permis d'évaluer |β| ∼ 0, 2 et |η| ∼ 0, 1 (dans des échantillons similaires à ceux
étudiés dans ce manuscrit). L'in�uence du mélange de bandes sur la relaxation du spin
de trou a aussi été étudiée théoriquement par C. Testelin et al.[120] 6. Cependant, la
prise en compte du mélange de bandes (et la complexi�cation des calculs en résultant)
n'a pas été jugée nécessaire dans l'analyse des résultats de cette thèse (comme souvent
dans la littérature).

6. Comme mentionné dans le chapitre 4, cette étude a depuis été revisitée par Tartakovskii

et al.[23] qui ont attribué un rôles déterminant des orbitales d dans les fonctions atomiques |u5,0〉 et
|u6,0〉
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1.2.3 Structure intra-bande dans les boîtes quantiques

Le calcul de la structure électronique exacte d'une BQ nécessite de connaître sa
forme, sa composition, et les contraintes qui y règnent 7. Or ces paramètres ne sont pas
accessibles dans le cas des BQ auto-assemblées, du fait de la relaxation aléatoire des
contraintes et de l'inter-di�usion du gallium, entre autres. Sous certaines hypothèses,
on peut cependant calculer la fonction enveloppe φ(~r) des électrons dans la BQ : |ψn〉 =

φ(~r) |un,0〉, qui obéit à l'équation aux valeurs propres :

ĤBQφ(~r) = [
p̂2

2m?
+ VBQ]φ(~r) = εφ(~r) (1.14)

Si l'on suppose que la BQ a la forme de lentille aplatie décrite précédemment, et
qu'elle possède une symétrie cylindrique autour de l'axe de croissance z (ce qui est une
hypothèse forte), alors on peut séparer l'enveloppe en deux parties :

� le long de l'axe z, le con�nement est assimilable à un puits quantique (dont
la largeur prend en compte la couche de mouillage), et seul le premier état
(nz = 1) est con�né ;

� dans le plan (x, y), le con�nement est souvent considéré parabolique (a�n
d'avoir des solutions simples et de prendre en compte l'inter-di�usion), et sa
symétrie permet de faire commuter ĤBQ et l'opérateur L̂z. Ainsi Lz est un
bon nombre quantique pour les fonctions enveloppes dans le plan, et on utilise
les notations de la physique atomique pour les désigner (S pour L = 0, P
pour L = 1, ...).

Cette démarche a été mise en place par Marzin et Bastard [90], et leur a permis
de calculer les énergies de con�nement de BQ d'InAs/GaAs, de 10 nm de diamètre,
pour 1,5 nm d'épaisseur. Pour les fonctions enveloppes des électrons de conduction
φcnz ,L,Lz (depuis le bas de la bande de conduction) :

εcnz=1,L=0,Lz=0 = 420meV

εcnz=1,L=1,Lz=±1 = 472meV

De même, pour les états con�nés dans la bande de valence, les énergies de con�nement
des fonctions enveloppes des trous lourds 8 φvnz ,L,Lz (depuis le haut de la bande de
valence) :

εvnz=1,L=0,Lz=0 = 133meV

εvnz=1,L=1,Lz=±1 = 185meV

En suivant les dénominations de la physique atomique, on note : Sl = φi1,0,0 etPl =

φi1,1,±1 avec i = c, v. On note dès maintenant qu'il y a un fort écart énergétique entre

7. On fait l'hypothèse que les BQ sont su�samment espacées pour être considérées indépen-

dantes.
8. On le rappelle, la di�érence de masse e�ective des trous lourds et légers crée une forte

di�érence de leurs énergies de con�nement. Les transitions associées aux enveloppes de trous légers

sont alors à des énergies plus hautes de plusieurs dizaines de meV.
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les fonctions enveloppes S et P (∼ 50 meV). L'énergie correspondant à l'excitation
d'un électron de valence d'enveloppe Sv (ou φvnz=1,L=0,Lz=0) vers l'état de la bande de
conduction d'enveloppe Sc (ou φcnz=1,L=0,Lz=0), correspondant à la création d'une paire
électron-trou dans l'état fondamental, est de l'ordre de 1,35 eV (ce qui correspond à
une longueur d'onde de 910 nm).

1.2.4 Interaction coulombienne et corrections énergétiques

Cependant, on ne peut pas considérer les états d'électron et de trou indépen-
dants, car ces deux particules interagissent via l'interaction coulombienne. Cette inter-
action est exaltée, à cause du fort recouvrement spatial des fonctions d'onde des deux
particules. Ce recouvrement est plus important que dans le cas d'un exciton, à cause
du fort con�nement des charges dans la BQ (les dimensions latérales de la BQ sont
de l'ordre de 10 nm, alors que le rayon de Bohr de l'exciton dans InAs est de 35 nm).
Ainsi, le terme "exciton" est utilisé par abus de langage dans une BQ, là où l'expression
'paire électron-trou' est plus exacte.
L'état de charge d'une BQ peut être modi�é grâce à une excitation laser, un dopage
chimique, ou encore des structures de type Schottky [91, 37].

Interaction coulombienne directe
Une première contribution énergétique intervient quel que soit l'état de charge de la
BQ, il s'agit de l'interaction coulombienne directe :

J =
e2

4πε

∫ ∫
|ψe(~r1)|2|ψh(~r2)|2

|~r1 − ~r2|
d3r1d

3r2 (1.15)

où ε est la constante diélectrique e�ective de l'InAs. Cette interaction provient de l'in-
teraction coulombienne au sens "classique", entre deux particules situées en ~r1 et ~r2.
Elle a pour e�et d'abaisser de J ≈ 30 meV l'énergie correspondant à la création d'une
paire électron-trou [131]. Cette contribution abaisse aussi l'énergie des états à trois
charges, les trions positif (X+) et négatif (X−), par rapport à l'état paire électron-trou
(X0)[37]. En�n, dans le cas d'une double paire électron-trou (XX), elle est responsable
de l'énergie de liaison, et réduit l'énergie du doublet XX de 3 meV [9](bien que cette
tendance puisse être inversée par recuit[126]).

Interaction d'échange électron-trou
Dans le cas des excitons neutres, X0 une autre contribution énergétique intervient. Il
s'agit de l'interaction d'échange :

J =
e2

4πε

∫ ∫
ψ?e(~r1)ψ?h(~r2)ψe(~r2)ψh(~r1)

|~r1 − ~r2|
d~r1d~r2 (1.16)

Ce terme provient de l'indiscernabilité de la fonction d'onde électronique, et des pro-
cessus d'échanges virtuels autorisés par celle-ci[16]. Il couple les paires électron-trou de
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spins di�érents. Les quatre paires électron-trou possibles sont dénommées par la pro-
jection de leur moment cinétique total |J totz 〉, où J totz = Jhz +Sez (voir équations (1.21)).
On sépare généralement ce terme en deux contributions : une contribution courte por-
tée (qui provient du recouvrement des parties atomiques des fonctions d'onde) et une
contribution longue portée (qui provient du recouvrement des fonctions enveloppes).

� La contribution courte portée introduit une di�érence d'énergie δcp0 entre les
états |±1〉 et |±2〉. De plus, elle induit un couplage 9 δcp2 entre les états |+2〉
et |−2〉[8].

� La contribution longue portée apporte des contributions δlp0 et δlp2 aux énergies
précédentes ; et dans le cas général d'une BQ ne présentant pas de symétrie
cylindrique, elle amène un écart d'énergie δ1 entre les états |+1〉 et |−1〉.

Les di�érentes contributions énergétiques de l'interaction coulombienne (repré-
sentées sur la �gure 1.6) sont donc décrites par les hamiltoniens suivants (écrits dans
la base {|+1〉 , |−1〉 , |+2〉 , |−2〉}) :

Ĥdirecte + Ĥcp
change + Ĥ lp

change =


−J 0 0 0

0 −J 0 0

0 0 −J 0

0 0 0 −J

 +
1

2


+δcp0 0 0 0

0 +δcp0 0 0

0 0 −δcp0 δcp2
0 0 δcp2 −δcp0



+
1

2


+δlp0 δ1 0 0

δ1 +δlp0 0 0

0 0 −δlp0 δlp2
0 0 δlp2 −δlp0


Les contributions courte et longue portées étant di�ciles à séparer, on observe en gé-
néral leur somme : δcp+lp0 ≈ 200µeV et δcp+lp2 ≈ 10µeV [8, 44].

L'énergie δ1, communément appelée énergie de structure �ne, sera d'un intérêt
central dans le chapitre 6 de ce manuscrit. Elle a fait l'objet de beaucoup d'études
(car elle peut être adressée optiquement), et sa première observation expérimentale
date de 1996 dans des BQ de GaAs [48]. Dans les BQ d'InAs/GaAs, elle peut prendre
des valeurs variant entre 0 et 200 µeV [65, 123, 8]. Bien que δ1 soit théoriquement nul
pour des BQ isotropes dans le plan (x, y), ce cas est rarement observé, car quand bien
même la BQ présenterait une forme de symétrie cylindrique (D2v), une anisotropie des
contraintes peut dégrader la symétrie de son potentiel (en C2v). De plus, Ivchenko et
al. ont démontré en 1997, sous l'hypothèse de séparabilité des fonctions enveloppes,
qu'une anisotropie de forme de seulement 10% su�sait à induire un δ1 de 100 µeV [54].

9. On notera que ce couplage provient de l'absence de centre de symétrie de la maille du cristal,

et donc il subsiste même si la BQ présente une symétrie de rotation D2v.



|X〉 =
1√
2
(|+1〉+ |−1〉)

|Y 〉 =
1

i
√
2
(|+1〉 − |−1〉)

|XD〉 =
1√
2
(|+2〉+ |−2〉)

|YD〉 =
1

i
√
2
(|+2〉 − |−2〉)

|X〉 |Y 〉
[110] [11̄0] |X〉

|Y 〉
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1.3.1 Hamiltonien d'interaction

On étudie ici l'interaction des niveaux électroniques avec un champ électrique
~E = ~E0e

iωt, dont l'amplitude est considérée constante au niveau de la BQ, au vue
de la faible dimension de celle-ci par rapport à la longueur d'onde λ ≈ 915 nm. Ce
champ est équivalent à un potentiel vecteur ~A : ~E = −d ~A

dt
(dans la jauge de Coulomb).

Lors de l'application du champ (pendant l'impulsion laser), le système est soumis à[
Ĥ(~k = ~0) + ĤBQ

]
décrit précédemment, ainsi qu'au hamiltonien d'interaction :

ĤI = − e

2m0

~p. ~A+
e2A2

2m0

(1.17)

où m0 est la masse de l'électron libre et e sa charge. Le second terme peut être négligé,
car il n'induit pas de transitions électroniques, et reste faible pour des champs modérés.
Dans ce cas, on peut réécrire le hamiltonien :

ĤI = − e

2m0

~p. ~A ' −~d. ~E (1.18)

où ~d est le moment dipolaire de l'électron (de faible étendue spatiale ∼ 10 nm par rap-
port à λ). Cette approximation dipolaire électrique sera utilisée au long de cette thèse,
dans laquelle nous étudierons plus en détail la dynamique provoquée par le hamiltonien
d'interaction pendant l'impulsion laser. Ce hamiltonien induit des transitions électro-
niques (i.e. la promotion d'électrons des états de valence vers les états de conduction),
dont les probabilités sont régies par la règle d'or de Fermi :

Pi→f =
2π

~
| 〈ψf | ĤI |ψi〉 |2δ(Ef − Ei − ~ω)[n(Ef )− n(Ei)] (1.19)

pour une transition d'un état |ψi〉 (d'énergie Ei) vers un état |ψf〉 (d'énergie Ef ), n
étant la distribution de Fermi-Dirac (pour un semi-conducteur à basse température
|n(Ei) − n(Ef )| ≈ 1). La fonction de Dirac δ(Ef − Ei − ~ω) assure la conservation
de l'énergie : le laser ne peut induire que des transitions dont l'énergie est égale à
son énergie optique ~ω. Les fonctions d'onde étant décrites dans le formalisme de la
fonction enveloppe (|ψj〉 = |φj〉 |uj〉), le terme central régissant la transition s'écrit :

〈ψf | ĤI |ψi〉 = 〈φf | ~d. ~E |φi〉 〈uf |ui〉+ 〈uf | ~d. ~E |ui〉 〈φf |φi〉 (1.20)

On peut alors en séparer deux contributions :
� Le premier terme, non nul pour |ui〉 = |uf〉, est responsable des transitions
intra-bande. L'électron reste dans la même bande, mais change de fonction
enveloppe |φ〉 (cf. �gure 1.7.a).

� Le second terme est responsable des transitions inter-bandes |ui〉 6= |uf〉.
On remarque que ce terme est non nul seulement si |φi〉 et |φf〉 ont la même
parité. Ainsi, seules les transitions Sv ↔ Sc et Pv ↔ Pc sont autorisées (cf.
�gure 1.7.b).
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Figure 1.7 � a) Schéma représentant les transitions intra-bandes. b) Schéma représentant
les transitions inter-bandes.

C'est la transition fondamentale entre les états d'enveloppes Sv et Sc qui va nous
intéresser par la suite, car ce sont les états de plus basse énergie, donc les plus stables
et les mieux con�nés. Le facteur 〈uf | ~d. ~E |ui〉 implique aussi des règles de sélection
en polarisation sur les états |uj〉 entre lesquels des transitions optiques sont possibles,
comme nous allons le voir dans ce qui suit.

1.3.2 Règles de sélection optique

Le facteur 〈uf | ~d. ~E |ui〉 est associé à l'excitation d'un électron des états de
conduction et d'un trou dans les états de valence. Comme nous l'avons vu précédem-
ment, l'interaction d'échange électron-trou change les énergies et les polarisations des
états à une paire électron-trou dans les BQ. Dans le cas d'une BQ dopée n (resp. p),
l'électron (resp. le trou) excité est dans un état de spin singulet avec l'électron (resp.
le trou) résident, ce qui annule l'interaction d'échange. Nous étudions d'abord ce cas.

Boîtes quantiques dopées p
Dans les BQ dopées p (étudiées dans les chapitres 2, 3 et 4 de cette thèse), l'interaction
d'échange est nulle, et les états électroniques gardent leur symétrie circulaire. L'exci-
tation va changer les population de la BQ, et crée une paire électron-trou, en plus du
trou résidant. On considère que la transition fondamentale se fait entre des états de
valence purement lourds : |h ↑ (↓)〉 ≡ |J = 3/2, Jz = ±3/2〉 (associés aux fonctions de
Bloch

∣∣u5(6)

〉
), et les états de conduction |e ↑ (↓)〉 ≡ |J = 1/2, Jz = ±1/2〉 (associés aux

fonctions de Bloch
∣∣u1(2)

〉
). La paire électron-trou photo-excitée a alors quatre com-

binaisons de spin dégénérées, désignées par leur projection de moment angulaire total



p

p

δ1

Jz,tot = Je
z + Jh

z

|+1〉 = |e ↓〉 ⊗ |h ↑〉
|−1〉 = |e ↑〉 ⊗ |h ↓〉
|+2〉 = |e ↑〉 ⊗ |h ↑〉
|−2〉 = |e ↓〉 ⊗ |h ↓〉

Jz,photon = ±1 σ±

Jz,photon = Jz,tot |+1〉
σ+ |−1〉 σ−

|±2〉

|±1〉

|↑ (↓)〉 |T ↑ (↓)〉

|X〉 |Y 〉

n
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le long des axes cristallographiques ~ux ≡ [110] et ~uy ≡ [11̄0], et se couplent donc
aux polarisations optiques parallèles à ceux-ci. Aussi, les polarisations optiques qui
sont une superposition de ~ux et ~uy (notamment celles ~π45 = (~ux + ~uy)/

√
2 et ~uσ+ =

(~ux + i~uy)/
√

2), créent un exciton qui est dans un état superposé : |Ψ〉 = a |X〉+ b |Y 〉.
Nous reviendrons plus en détail sur ces excitations dans le chapitre 6.

1.3.3 Couche de mouillage et continuum d'absorption

Toutes ces prédictions théoriques sur le couplage des BQ à la lumière peuvent
être observées expérimentalement grâce aux expériences de photo-luminescence (avec
un laser excitateur à une énergie constante) et d'excitation de la photo-luminescence
(avec un laser excitateur à une énergie variable).

Les expériences d'excitation de la photo-luminescence réalisées par Y. Toda et
R. Oulton [121, 102] montrent en e�et les transitions inter-bandes |Sv〉 |uv〉 ↔ |Sc〉 |uc〉
et |Pv〉 |uv〉 ↔ |Pc〉 |uc〉 entre les états électroniques discrets de la BQ. Cependant, elles
mettent aussi en avant l'existence d'un continuum d'absorption, non expliqué par la
modélisation qui précède. Une explication est fournie par les calculs de Vasanelli et
al. [131], qui ont calculé le coe�cient d'absorption α(ω) d'une BQ d'In(Ga)As/GaAs,
grâce à l'équation (1.19) et à la prise en compte de la couche de mouillage. Les calculs
rendent cette fois compte à la fois des transitions discrètes (|Sv〉 ↔ |Sc〉 et |Pv〉 ↔ |Pc〉),
et du continuum d'absorption. Ce continuum est dû à l'excitation de transitions mixtes,
impliquant une charge con�née dans la BQ et la charge opposée contenue dans la couche
de mouillage (cf. �gure 1.9). Par exemple, la transition WLh−1Se désigne l'excitation
d'un électron dans la BQ avec un trou con�né dans la couche de mouillage. Le trou
possède alors deux degrés de liberté, et l'énergie cinétique associée explique l'observa-
tion d'un continuum. Il ne faut donc surtout pas négliger l'in�uence de la couche de
mouillage dans l'étude des boîtes quantiques.

La couche de mouillage est souvent utilisée pour réaliser une excitation non
résonante de la photo-luminescence des BQ d'InAs. En e�et, les paires électron-trou
excitées dans celle-ci (grâce à un laser λexc ≈ 870 nm) sont ensuite capturées dans les
pièges de potentiel que représentent les BQ. La luminescence à plus basse énergie, pro-
duite par leur recombinaison dans la BQ, peut alors être observée sans être gêné par le
laser excitateur 12. Cependant, la mesure ne présente qu'une partie des transitions au-
torisées, et notamment la transition |Pv〉 ↔ |Pc〉 n'est pas visible. En e�et, le temps de
relaxation |Pj〉 → |Sj〉 est très court (∼ 5 ps) par rapport au temps de vie T1 ∼ 500 ps
de la paire électron-trou dans son état fondamental 13. Ce temps de vie T1 est aussi res-

12. Et cependant conserver l'orientation optique du laser, si le temps de relaxation d'au moins

un des porteurs de spin (électron ou trou) est su�samment long par rapport à leur temps de capture

dans la BQ.
13. Ce temps est aussi appelé temps radiatif (noté τrad) dans le cas où les processus de relaxation
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Figure 1.9 � Calcul de l'absorption, fait par Vasanelli et al. [131], pour une BQ cylindrique
de diamètre 10 nm et de hauteur 2 nm. On observe clairement le continuum associé aux états
délocalisés. Seul l'état 1Sh− 1Se est bien isolé de la couche de mouillage.

ponsable de l'élargissement homogène de la raie de luminescence associée à la transition
visible en micro photo-luminescence 14. Cet élargissement est à distinguer de l'élargis-
sement inhomogène produit par la dispersion énergétique de l'ensemble de BQ excitées.

En e�et, les BQ possèdent des énergies et des caractéristiques (T1, β , ...) qui
di�èrent de manière importante. Il sera donc important de prendre en compte ces
inhomogènéités lors de l'étude d'un ensemble. Cependant, toutes ces BQ présentent
une propriété très intéressante : la forte isolation de la transition |Sv〉 ↔ |Sc〉 (bien
visible sur la �gure 1.9), qui traduit un bon con�nement de la paire électron-trou sur
ces états. Ce con�nement permet de l'isoler d'un certain nombre de mécanismes de
relaxation, et permet une bonne conservation du spin des charges.

non radiatifs (tunnel d'une charge hors de la BQ,...) sont négligeables, et notamment lors d'une

excitation résonante qui sera le cas au long de ce manuscrit.
14. La micro photo-luminescence (µPL) désigne l'observation de la photo-luminescence d'une

zone su�samment peu dense de l'échantillon, qui permet de distinguer les transitions associées à

di�érentes BQ sans être limité par la résolution du spectromètre et la dispersion énergétique des

BQ. La résolution du dispositif de photo-luminescence peut aussi être améliorée grâce à un montage

confocal [122].
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1.4 Dynamique de spin dans les boîtes quantiques

Le fort con�nement des électrons et des trous dans les BQ inhibe fortement les
mécanismes de relaxation du spin des porteurs qui ont lieu dans les matériaux massifs.
Le temps de relaxation du spin est fortement allongé, mais il est alors limité par une
nouvelle interaction : l'interaction hyper�ne.

1.4.1 Relaxation du spin dans les semi-conducteurs massifs

Le spin de l'électron dans les semi-conducteurs massifs est conservé pendant un
temps très court, car deux mécanismes provoquent sa relaxation lors de son mouvement.

Mécanisme d'Elliott-Yafet
Ce mécanisme intervient sur les électrons de la bande de conduction Γ6. Le couplage
~k.~p de cette bande avec les bandes Γ7 et Γ8, associé à l'interaction spin-orbite ĤSO, lève

la dégénérescence des fonctions d'onde atomiques
∣∣∣uj,~k ↑〉 et

∣∣∣uj,~k ↓〉, dès que ~k 6= ~0.

Or, un électron ayant un vecteur d'onde ~k1 non nul est dans une superposition de ces
états de spins di�érents. Des phénomènes di�usifs, tels que l'interaction avec un phonon
(acoustique ou optique) ou avec une impureté du cristal, provoquent un changement de
vecteur d'onde : ~k1 → ~k2. Même si ces processus sont indépendants du spin électronique,
le changement de vecteur d'onde induit un changement de la répartition de la fonction
d'onde dans la base des états atomiques de spins. La di�usion du vecteur d'onde, qui
intervient sur une échelle temporelle de τ~k ∼ 10−12 s, provoque ainsi la relaxation du
spin en un temps similaire τs ∝ τ~k [1].

Mécanisme de Dyakonov-Perel
Ce mécanisme provient d'un terme supplémentaire de l'interaction spin-orbite, qui in-
tervient uniquement dans les matériaux dont la maille cristallographique ne possède
pas de centre d'inversion (telles les structures blende de zinc de l'InAs et du GaAs). Ce
terme supplémentaire, appelé terme de Dresselhaus, s'écrit pour la bande de conduc-
tion :

ĤD =
~2~k2

2me

+ Θ(~κ.~S) (1.21)

où le vecteur ~κ a une dépendance en k3 telle que : κz = kz(k
2
x − k2

y), les autres compo-
santes s'obtenant par permutation circulaire [34]. Ce terme peut être décrit comme un
champ e�ectif ~BDP (~k) perpendiculaire à ~k, qui provoque la précession du spin en un
temps caractéristique τDP . L'orientation moyenne du spin est cependant conservée, et
c'est uniquement la combinaison de ce champ e�ectif avec les phénomènes di�usifs qui
provoque la relaxation du spin.

Le temps caractéristique τ~k des phénomènes di�usifs, évolue avec la pureté du
cristal et la température. Si le temps τ~k > τDP , alors la relaxation du spin reste domi-
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née par le mécanisme d'Elliott-Yafet. Cependant, si τDP & τ~k, alors le mécanisme de
Dyakonov-Perel provoque une marche aléatoire du spin, qui contrôle sa relaxation. On
a alors τs ∼

τ2
DP

τ~k
; et c'est ce mécanisme qui sera dominant lorsque τ~k est long [34] (i.e.

à basse température).

Ces deux mécanismes de relaxation du spin électronique dépendent fortement
du couplage spin-orbite et du vecteur d'onde ~k. Dans les BQ, 〈~k〉 = ~0, et ces mécanismes
sont absents. On observe en e�et un allongement du temps de relaxation du spin, qui
passe de τs ∼ 10−12 s dans le massif [1] à τs ∼ 10−5 s dans les BQ [71], soit un allonge-
ment de sept ordres de grandeur. Cette mémoire du spin rend les BQ particulièrement
intéressantes pour des applications dans l'information quantique ; cependant, elle reste
limitée par l'interaction hyper�ne du spin électronique avec les spins nucléaires de la
BQ.

1.4.2 Interaction hyper�ne dans les boîtes quantiques

Dans les BQ, la fonction enveloppe de l'électron est con�né sur N ∼ 105 atomes.
Ces atomes ont un spin nucléaire (IIn = 9/2 et IAs = 3/2), avec lequel le spin électro-
nique se couple, via l'interaction hyper�ne. Cette interaction est généralement considé-
rée comme faible dans les matériaux massifs, mais elle prend de l'importance dans les
BQ, dans lesquelles l'électron est couplé à un faible nombre de spins nucléaires, qui ont
un long temps de conservation de leur orientation τI ∼ 10−3 s [1]. Nous reviendrons
en détail sur l'interaction hyper�ne dans le chapitre 4, mais nous en présentons les
grandes lignes dès maintenant 15.

Hamiltonien hyper�n et propriétés principales
Les électrons possèdent un moment magnétique ~µe = geµB ~Se, où µB ' 57, 9 µeV.T−1

est le magnéton de Bohr, et ge est le facteur de Landé de l'électron. Ce moment ma-
gnétique électronique se couple avec le champ produit par les moments magnétiques
nucléaires ~µI = µI

~I
I
(où µI dépend de l'atome considéré). L'interaction d'un électron

et d'un noyau s'écrit sous la forme du hamiltonien [1, 25] :

Hhf = −µ0

4π

(
−2µB

r3
~L. ~µI +

1

r3
[3( ~µI .~er)( ~µe.~er)− ~µI . ~µe] +

8π

3
~µI . ~µeδ(r)

)
(1.22)

où ~r = r~er est le vecteur qui repère la position de l'électron par rapport au noyau, et
~L est le moment orbital de l'électron. Ce hamiltonien contient trois termes distincts :

� Le premier terme est responsable de l'interaction entre le moment cinétique
de l'électron et le moment magnétique du noyau. Il est nul pour les électrons
de conduction (L = 0 dans la bande Γ6).

15. Le traitement de Merkulov et al. du déphasage dû aux �uctuations du champ nucléaire sera

notamment nécessaire dès les chapitres 2 et 3.
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� Le deuxième terme est l'interaction dipôle-dipôle des moments magnétiques,
qui se fait à distance.

� Le troisième terme est l'interaction des dipôles la plus importante, qui a lieu
uniquement en r = 0, c'est-à-dire lorsque l'électron est au contact du noyau.

C'est ce terme de contact qui est dominant dans le cas de l'électron de conduction, dont
la fonction d'onde atomique |uc〉, de symétrie s, présente un pic important en r = 0.
L'énergie associée à l'interaction hyper�ne est alors 〈ψe|Hc

hf |ψe〉 = −2
3
µ0 ~µI ~µe|ψe(0)|2,

et on peut écrire l'interaction avec uniquement le terme de contact :

Hc
hf = −4

3
µ0µIµB|ψe(0)|2~S.~I = +A|φ(0)|2~S.~I (1.23)

où on dé�nit la constante hyper�ne : A = (−4
3
µ0µB

µI,α
Iα
|uα(0)|2).

On peut immédiatement remarquer deux propriétés de cette expression :
� La force du couplage avec le noyau dépend de l'espèce atomique α considérée
(via Aeα), et du module de la fonction enveloppe au niveau de ce noyau (i.e.
l'interaction avec les noyaux au centre de la BQ est plus forte que sur les
bords).

� Cette interaction, qui peut se réécrire : Hc
hf = A|φ(0)|2(SezIz + S+I−+S−I+

2
),

permet un décalage énergétique de type Zeeman de l'électron (via le pre-
mier terme), et un transfert de polarisation entre les spins électroniques et
nucléaires (via le deuxième terme, dit de �ip-�op) qui est responsable de
polarisation nucléaire dynamique.

Nous reviendrons amplement sur ces deux points dans le chapitre 4 de ce ma-
nuscrit. Nous nous contenterons ici d'une description semi-classique de l'in�uence de
l'ensemble des noyaux de la BQ sur l'électron localisé :

Hc
hf =

∑
j

Aj|φ(0)|2~S.~Ij = geµB ~S. ~Bn (1.24)

où ~Bn = 1
geµB

∑
j Aj|φ(0)|2~Ij est le champ magnétique nucléaire agissant sur l'électron,

et produit par l'ensemble des noyaux. On l'appelle communément champ Overhauser.
L'électron génère un champ réciproque, appelé champ Knight (estimé à 6 mT[73]), qui
provoque une précession des spins nucléaires sur une échelle de temps de la µs 16. Sur
des échelles de temps plus faibles, on pourra considérer que le champ nucléaire est de
direction et de magnitude �xes (on parle de champ nucléaire gelé).

Interaction hyper�ne du trou
Avant de traiter les �uctuations de la polarisation des spins nucléaires, il convient de
traiter l'interaction hyper�ne de ceux-ci avec le spin du trou dans une BQ. Comme

16. Il s'agit ici d'une description largement simpli�ée, du fait de son caractère semi-classique,

qui ne prend pas en compte le comportement individuel des spins nucléaires.



34 Généralités

mentionné précédemment, la symétrie p de la partie atomique de la fonction d'onde du
trou, rend nul le terme de contact de l'interaction hyper�ne. Cependant, l'interaction
ne peut pas être complètement négligée à cause de la partie dipolaire du Hamiltonien
hyper�n d'une part, et du caractère mélangé de la fonction d'onde du trou d'autre
part. En e�et, le mélange de bande du trou (caractérisé par le paramètre β dé�nit dans
l'introduction), implique qu'une partie de sa fonction d'onde aura la symétrie de la
bande des trous légers.

Une nouvelle expression de l'interaction hyper�ne a été établie au sein de notre
équipe par Testelin et al. en 2009 [120], et a permis d'établir une équation plus générale
pour l'interaction hyper�ne (valable pour l'électron ou le trou lourd, ou léger) :

Hhf = η0

∑
j

Mj|φ(~rj)|2
[
α(Ij+S− + Ij−S+) + IjzSz

]
(1.25)

Pour les trous lourds α = |β|/
√

3 est un paramètre d'anisotropie, et Mj est une
constante hyper�ne. Dans le cas de l'électron de conduction, Mj ≡ Aj dé�ni précé-
demment, et α = 1 (ce qui implique l'isotropie de son Hamiltonien). Ce Hamiltonien
permet de faire deux observations :

� l'intensité de l'interaction, représentée par la constante hyper�neMj, est d'un
ordre de grandeur plus faible pour le trou que pour l'électron (cf. tableau
4.1). Ceci a été con�rmé par des observations expérimentales au sein de notre
équipe et d'autres [36, 24, 41].

� le Hamiltonien est anisotrope, et seule la partie légère de la fonction d'onde
du trou mélangé (α 6= 0) va introduire les termes transverses permettant les
mécanismes �ip-�op (et ainsi le déphasage de la précession du spin du trou
par le bain nucléaire [36], ...).

Ce modèle a récemment été remis en question par Tartakovskii et al. [23], qui
on pris en compte l'hybridation de la fonction d'onde atomique du trou lourd avec les
orbitales d. La remise en question, par ce modèle atomistique, de la symétrie p implique
la prise en compte des termes non diagonaux (�ip-�op), qui vont avoir une in�uence
comparable à celle d'un mélange lourd-léger de 30%. Cependant leurs mesures ne re-

mettent pas en question l'ordre de grandeur précédemment obtenu (
Hh
hf

He
hf
∼ 10%), et

mettent en avant les signes opposés des constantes hyper�nes du trou dans l'indium et
le gallium (négatives) et de l'arsenic (positive) qui permet une atténuation supplémen-
taire du couplage longitudinal (suivant z) du trou aux noyaux.

Dans nos échantillons, le mélange de bande (mesurée par Tonin et al. en 2012
[123]) reste faible (β ≈ 0.2), mais c'est avant tout la faiblesse des constantes hyper�nes
qui vont nous permettre de négliger l'in�uence du trou par rapport à celle de l'électron
dans la polarisation nucléaire dynamique.
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L'interaction hyper�ne a cependant une in�uence non-négligeable sur la dyna-
mique du spin du trou car, comme pour l'électron, les �uctuations de la polarisation
des spins nucléaires, vont provoquer son déphasage.

Fluctuations du champ nucléaire et déphasage du spin
On présente ici le modèle développé par Merkulov et al. en 2002[92] qui traite du dé-
phasage du spin électronique par les spins nucléaire ; ce modèle est valable pour le spin
du trou, comme montré par Testelin et al.[120], bien que le couplage soit plus faible
d'un ordre de grandeur.

On considère un ensemble de BQ dont la polarisation nucléaire moyenne est
nulle. Le champ nucléaire présente cependant des �uctuations aléatoires au sein de la
BQ (à l'échelle de la microseconde) et d'une BQ à l'autre, caractérisées par l'écart
type :

σn =

√〈
( ~Bn)2

〉
−
(
〈 ~Bn〉

)2
(1.26)

où le deuxième terme est nul (dans les conditions décrites ici). Le premier terme peut
s'écrire :

〈
( ~Bn)2

〉
= 1

(geµB)2

〈
(
∑

j Aj
~I)2
〉
. Or si la polarisation moyenne est nulle, il en va

de même pour les corrélations des spins nucléaires : 〈IkIl〉 = δklIk(Ik + 1). On simpli�e
le problème en considérant la fonction enveloppe équi-répartie sur les N noyaux de la
BQ, et on a alors :

σ2
n =

4

(geµB)2

1

N

∑
α

xα(Aα)2Iα(Iα + 1) (1.27)

où xα est la fraction de l'élément α dans la composition de la BQ. En utilisant les
paramètres usuels (N = 105, xGa = xIn = 0, 5, ge ∼ 0, 5, et A = 50µeV ), on évalue
σn ∼ 60 mT.
On considère maintenant un ensemble de BQ contenant chacune un électron. Les spins
électroniques précessent autour de champs nucléaires di�érents d'une BQ à l'autre, ce
qui provoque leur déphasage. Dans ce modèle, on considère que le champ ~Bn est vu
comme un champ classique par l'électron. Sa dynamique suit alors l'équation :

d~S

dt
= ~ωe × ~S (1.28)

où ~ωe = geµB
~
~Bn, de direction ~n. L'évolution du spin électronique s'écrit alors :

~S(t) = [~S0.~n]~n−
[
~S0 × ~n

]
sin(ωnt) +

[
~S0 − (~S0.~n)~n

]
cos(ωnt) (1.29)

où ~S0 = ~S(t = 0) est le spin initial. A�n de prendre en compte la dispersion du champ
nucléaire d'une BQ à l'autre, on intégre cette dynamique sur la densité de probabilité
du champ nucléaire. On considère celle-ci comme gaussienne :

P ( ~Bn) =
1

(2
3
π)

3
2σ3

n

exp
(
− 2( ~Bn)2

3σ2
n

)
=

1

π3/2∆3
n

exp
(
− ( ~Bn)2

∆2
n

)
(1.30)



Bz

∼ ∆n

∆2
n = 2

3
σ2
n 〈�S(t)〉 =∫

P ( �Bn)�S(t)d
3 �Bn �n ≡ �z

Sz(t) =
S0

3

[
1 + 2

(
1− 2(

t

2T∆

)2
)
]
exp

(
− t2

(2T∆)2

)

T∆ = �
geµB∆n

∼ 1

1µs

100µs

∼ 1µs

〈Sz(t)〉 t ≈ 2T∆

1/3

Sz(t)
�Bext
z

�Bt = �Bext
z + �Bn

∆n

�Bn

�Bext
z ∼ 100
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p, excitées grâce à un laser pulsé à l'énergie de la couche de mouillage. Après excita-
tion d'un trion T+, les trous sont dans un état singulet, et la polarisation circulaire de
l'émission du trion (observée suivant l'axe z) est proportionnelle au spin électronique le
long de l'axe z : Pc(t) ∝ −2〈Sez(t)〉. Les résultats obtenus (présentés sur la �gure 1.10.b)
montrent bien les trois caractéristiques majeures du modèle de Merkulov : un dépha-
sage rapide en 2T∆, une stabilisation de la polarisation à un tiers de sa valeur initiale,
et un écrantage du déphasage grâce à l'application d'un champ faible (Bext

z ' 100 mT).

On notera que le temps mesuré T∆ ≈ 470 ± 170 ps, est conforme avec l'ordre
de grandeur prédit par le modèle, mais qu'on n'est pas en mesure d'observer le creux
de polarisation. Cet écart de l'expérience avec le modèle provient du fait que celui-ci
considère les �uctuations du champ nucléaire dans un ensemble de BQ identiques. Or
les BQ ont une composition (xGa), une taille (et donc un nombre d'atomes N), et des
facteurs de Landé (ge) qui di�èrent. Ces �uctuations élargissent la distribution des
champs nucléaires, et accélèrent le déphasage et lissent la dynamique de l'ensemble.
En�n, on note que les implications fortes du modèle de Merkulov peuvent être véri�ées
sur une BQ unique (comme il a été fait par Eble et al. [37] ou Dou et al. en 2011
[33]), par des expériences de micro-photoluminescence résolues en temps. Dans la me-
sure où le temps d'acquisition est beaucoup plus long que le temps de corrélation du
champ nucléaire (∼ 1µs), le champ nucléaire de la BQ connaît des �uctuations aléa-
toires pendant la mesure, et conduit à une précession di�érente pour chaque électron
photo-excité. Le résultat obtenu par l'observation longue d'une BQ, est alors identique
à celui obtenu sur un ensemble de BQ.

1.5 Applications et motivations du travail de thèse

La longue durée de vie du spin de l'électron, et plus particulièrement du trou,
dans une BQ laisse envisager de longs temps de cohérence, qui pourraient faire d'une
BQ un bon candidat en vue de la réalisation d'un qubit. Dans cette optique, l'étude
menée au cours de cette thèse, sur le temps de cohérence, les interactions avec les
noyaux, et la manipulation de la cohérence excitonique dans les BQ, est cruciale.

1.5.1 Qubits à base de spin

L'intérêt des qubits repose sur le stockage quantique de l'unité d'information,
avec laquelle on peut réaliser des opérations logiques (analogues à celles des ordinateurs
binaires). Le qubit doit présenter une fonction d'onde qui est une superposition cohé-
rente de deux états orthogonaux : |ψ〉 = α |0〉+ β |1〉, et qu'on peut représenter sur la
sphère de Bloch (cf. �gure 1.11). La superposition des états est la propriété cruciale du
Qubit, et permet la mise en place de protocoles de cryptographie inviolables (comme
le protocole BB84 [11]), ainsi que la téléportation de l'information (grâce au paradoxe
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très courtes) à des longueurs d'onde bien maîtrisées. En contrepartie, leur encapsu-
lation dans un cristal massif les couple à leur environnement (couche de mouillage,
impuretés, phonons, ...), ce qui limite fortement leurs temps de cohérence. Les deux
principales propositions de réalisations de qubit avec des BQ sont :

� La présence/absence d'un exciton dans la BQ. L'état fondamental de la BQ
vide représente l'état |0〉, et l'état excité de la BQ contenant un exciton re-
présente |1〉. Le qubit peut alors être contrôlé grâce à l'excitation cohérente
des oscillations de Rabi [96, 5]. Cependant, le temps de cohérence est limité
par le temps de vie radiatif de l'excitation ∼ 1 ns.

� L'état de polarisation du spin d'une charge résidente dans la BQ (qu'on peut
adresser optiquement grâce aux règles de sélection). Dans ce cas, les états
utilisés sont les états propres de spin : |↑〉 et |↓〉.

Dans ce dernier cas, la cohérence du qubit serait limitée par l'interaction du spin de la
charge con�née avec les spins nucléaires. Ce couplage hyper�n étant dix fois moindre
dans le cas du trou, on peut supposer que son temps de cohérence sera plus important
que celui de l'électron. Le spin d'un trou con�né dans une BQ d'InAs/GaAs serait donc
un bon candidat pour la réalisation d'un qubit [61].

1.5.2 Motivations

Comme expliqué précédemment, les temps de cohérence T2 et de relaxation T1

sont cruciaux en vue de la réalisation d'un qubit. C'est précisément l'étude de ces temps
et de leur processus limitant qu'on se propose de faire dans cette thèse, grâce à des
expériences pompe-sonde résolues en temps, sur des BQ d'InAs/GaAs.

Après le chapitre 2 présentant le dispositif expérimental, nous verrons dans le
chapitre 3 comment créer une superposition cohérente d'états de spin dans les BQ en
champ magnétique transverse. Grâce à une technique sophistiquée de blocage de phase,
nous nous a�ranchirons des inhomogénéités a�n de mesurer le temps de cohérence T2

du spin du trou.

Dans le chapitre 4, nous étudierons les mécanismes de la polarisation nucléaire
dynamique dans les BQ, qui pourrait permettre un allongement du temps de relaxation
T1 du spin électronique. Et nous présenterons des résultats originaux qui mettent en
jeu des processus de polarisation nucléaire nouveaux.

Dans le chapitre 5, nous présenterons le dispositif pompe-sonde à détection
hétérodyne réalisé pendant cette thèse. En�n dans le chapitre 6, nous étudierons la
manipulation de la cohérence excitonique des états |X〉 et |Y 〉 d'une BQ non-dopée, et
son déphasage dû à l'application d'un champ magnétique longitudinal.
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Chapitre 2

Dispositif expérimental pompe-sonde

Ce chapitre présente une des con�gurations du dispositif expérimental utilisé
durant cette thèse, ainsi que les conditions dans lesquelles sont réalisées les expériences.
Au dispositif déjà présent lors de mon arrivée au laboratoire, nous avons au cours de
cette thèse, apporté des améliorations. Dans le même temps, nous avons aussi mis en
place une seconde expérience, équipée d'une détection hétérodyne (présentée dans le
chapitre 5).
Nous décrirons d'abord le dispositif expérimental et ses atouts, avant de présenter les
conditions expérimentales typiques, et en�n de présenter un signal "standard" d'un
ensemble de BQ dopées, analysé grâce à la théorie de déphasage de spins dans un
champ nucléaire �uctuant.

2.1 Dispositif expérimental pompe-sonde

2.1.1 Intérêt des expériences pompe-sonde

Les expériences de transmission/ré�ectivité en con�guration pompe sonde (PS )
sont considérablement plus di�ciles à mettre en place que les expériences de photo-
luminescence (notamment à cause de la présence de deux faisceaux, de l'introduction
d'un décalage temporel entre leurs impulsions, de la mesure d'un signal faible sur un
fond non nul...). Quels sont donc les intérêts comparatifs de ces expériences ?

Les expériences pompes sondes ont tout d'abord deux intérêts spéci�ques :

� Elles vont permettre d'exciter le système à la résonance des transitions éner-
gétiques étudiées, de façon plus simple qu'en luminescence.

� Elles vont permettre d'obtenir un signal associé aussi bien à l'état excité qu'à
l'état fondamental. Ceci permet d'étudier le signal associé à une charge rési-
dente d'une BQ (et pas uniquement à un état détecté grâce à sa recombinaison
radiative), grâce à l'interaction de celle-ci avec la sonde (cf. partie 2.2).
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De plus, elles sont réalisées dans le cadre de l'optique impulsionnelle. Nous
utilisons ici des impulsions, qui ont une enveloppe temporelle lorentzienne, d'une durée
de 2-6 ps, soit une extension en énergie de 0,5-1 meV.

� Premier intérêt : cette largeur spectrale non négligeable (associée à l'accor-
dabilité du laser sur une large gamme spectrale), va nous permettre d'exciter
simultanément et de façon cohérente, deux états quantiques dont la séparation
en énergie est inférieure à cette largeur spectrale (cf chapitre 6).

� Deuxième point, lors des expériences PS, leur faible durée permet d'avoir une
bonne résolution temporelle des dynamique observées. Plus important dans
notre cas, cette résolution temporelle permet de faire apparaître clairement
la phase de phénomènes cohérents.

Alors que ces avantages peuvent être utilisés en photoluminescence à excitation
impulsionnelle, les expériences pompes sondes ont deux intérêts spéci�ques :

� elles permettent d'exciter le système à la résonance des transitions énergé-
tiques étudiées, sans que cela ne gène la détection

� elles permettent d'obtenir un signal associé à une charge résidente d'une BQ
(et pas uniquement à un état détecté grâce à sa recombinaison radiative),
grâce à l'interaction de celle-ci avec la sonde (cf. partie 2.2)

En contrepartie, les montages PS imposent quelques complications expérimen-
tales, et de modélisation car on doit prendre en compte l'enveloppe temporelle des
impulsions, et les puissances crête importantes peuvent exciter des phénomènes (acous-
tiques ou thermiques) indésirables.

2.1.2 Dispositif expérimental

Dans cette expérience, nous utilisons un laser Ti :Saphir impulsionnel Coherent
Mira 900, pompé par un laser Verdi. Le laser Verdi continu (d'une puissance de 12 W)
pompe, à une longueur d'onde de 532 nm, un cristal de Titane-Saphir couplé à une
cavité, dont on peut synchroniser les modes a�n de produire une impulsion laser toutes
les TL = 13, 15 ns (76 MHz), d'une longueur d'onde ajustable (entre 730 et 980 nm).
Cette accordabilité est un avantage majeur de ce laser, qui nous permet de le régler à
la résonance des systèmes étudiés.

La �gure 2.1 présente un schéma simpli�é des trajets optiques du laser dans
le dispositif expérimental. Immédiatement à la sortie de la cavité laser, le faisceau est
�ltré spatialement, grâce à un dispositif spéci�que (DF) : une première lentille de focale
20 mm, focalise le faisceau sur un sténopé de 50 µm de diamètre ; le faisceau est ensuite
recollimaté par une lentille de focale 40 mm. Ce dispositif nous permet de corriger la
forte divergence du laser (2 mrad), et de la rendre quasiment nulle. Il en résulte que
le diamètre du faisceau est quasi constant tout le long du trajet optique. Ce �ltrage
s'est avéré indispensable, étant données les fortes variations de chemin optique (∼ 2m)
introduites entre les faisceaux. Directement après le �ltrage du faisceau, une lame sé-
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paratrice (L.S.) 70/30 divise le faisceau (et donc de chaque impulsion) en deux : un
faisceau pompe et un faisceau sonde.

Le faisceau pompe est ensuite envoyé dans un coin de cube disposé sur une
ligne à retard (LR), parallèlement à l'axe de déplacement de celle-ci. Quelle que soit
la position du coin de cube le long de la ligne à retard, le faisceau ré�échi est parallèle
au faisceau incident. On renvoie ensuite ce faisceau, grâce à une paire de miroirs (dont
le réglage est critique), pour un deuxième passage à travers la ligne à retard. C'est
le faisceau ré�échi après deux allers-retours dans le cube qu'on utilise par la suite.
Étant donné que la lumière met 3,33 ps pour parcourir 1 mm, on comprend qu'un
déplacement de 1 mm du coin de cube rallonge de 6,66 ps le temps de parcours d'une
impulsion dans le cas d'un aller-retour simple, et de 13,33 ps dans le cas d'un double
aller-retour. Notre ligne à retard a une extension de 590 mm, ce qui permet d'avoir une
plage temporelle de 7,86 ns.

Le faisceau ré�échi est ensuite envoyé sur un ensemble de deux cubes sépara-
teurs non polarisants (CS) et de deux miroirs, qui permettent de diviser l'impulsion
pompe en deux et d'introduire un retard �xe entre ces deux impulsions de TD ' TL

9
,

tout en conservant l'alignement des deux faisceaux l'un par rapport à l'autre. Les deux
faisceaux sont ensuite envoyés à travers un modulateur électro-optique (EO, dont le
fonctionnement est détaillé plus bas), avant d'être focalisés sur l'échantillon à travers
les fenêtres du cryostat grâce à une lentille de focale f = 100 mm. En estimant le
diamètre D du faisceau à l'entrée de la lentille, et grâce à la relation w0 = 2λf

πD
, on

estime le waist de notre faisceau laser, w0 =30 µm.

Le faisceau sonde est quant à lui envoyé à travers un modulateur acousto-optique
(MAO). Il est ensuite polarisé linéairement, grâce à un polariseur (P) dont l'axe prin-
cipal fait un angle de 45° avec le plan de la table optique, avant d'être focalisé sur
l'échantillon grâce à la même lentille que celle utilisée pour le faisceau pompe. Il est
important que le faisceau sonde entre dans cette lentille parallèlement au faisceau
pompe, et proche de l'axe optique, a�n que leurs points de focalisation respectifs dans
le plan focal image de la lentille soient superposés. De plus, on fait en sorte que son
diamètre d'entrée dans la lentille soit sensiblement plus grand que celui de la pompe,
a�n que son waist soit plus faible que celui de la pompe, et ainsi que le signal mesuré
soit peu sensible au pro�l de puissance de la pompe (wsonde0 =' wpompe0

2
= 15µm, et on

sonde les BQ sous la tache laser de diamètre 30 µm).

Le faisceau sonde transmis à travers l'échantillon est recollimaté grâce à une
lentille de focale 100 mm. On bloque la pompe pour ne récupérer que la sonde trans-
mise. Celle-ci passe à travers un cube séparateur de polarisation (CSP) Glan Laser, qui
transmet la composante du faisceau sonde polarisée perpendiculairement par rapport à
la table, et ré�échit la composante polarisée parallèlement. Ces deux composantes sont
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ensuite recueillies par deux collimateurs qui les transmettent via des �bres optiques,
sur un pont de photodiodes. Ce pont de photodiodes délivre une tension électrique
proportionnelle à leur di�érence d'intensité : Vdiode ∝ [I(H) − I(V )]. On peut alors
insérer une lame λ

4
avant le cube séparateur, dont les axes sont à 45° des axes du

cube. Il en résulte la conversion de la polarisation σ+ en H, et σ− en V , si bien que :
Vdiode ∝ [I(σ+)−I(σ−)]. Le traitement de ce signal de dichroïsme circulaire photoinduit
est détaillé dans la section 2.2.

Il convient d'apporter quelques précisions sur certains équipements utilisés dans
cette expérience. Les modulateurs utilisés dans cette expérience sont de deux types :
acousto-optique et électro-optique. Il est important de préciser que lors de la mise en
place de ces modulateurs, nous focalisons le faisceau sur leur milieu actif grâce à des
lentilles de longues focales (f = 300 mm ou 500 mm), a�n d'avoir une zone de Rayleigh
longue, et située au niveau du milieu actif.

Modulateur acousto-optique
Le principe du modulateur acousto-optique (MAO) est bien connu : un cristal piézo-
électrique génère une onde ultra-sonore, ici de fréquence 110 MHz, dans un milieu
solide. Cette onde de pression crée une onde d'indice optique dans ce milieu, sur la-
quelle le faisceau optique incident est di�racté. En sortie du modulateur, on récupère
le faisceau transmis direct, ainsi que le faisceau di�racté d'ordre 1. En modulant à une
fréquence basse (1 Hz - 5 MHz) la génération de l'onde ultra-sonore, on peut moduler
(en intensité) la présence ou l'absence du faisceau d'ordre 1 (ici le faisceau sonde), à
une fréquence contrôlée. Il est important de noter que l'onde ultra-sonore n'est pas
stationnaire mais progressive, et produit donc un e�et Doppler sur le faisceau ré�échi
d'ordre 1 (nous reviendrons sur ce point dans le chapître 5).

Modulateur électro-optique
Le fonction du modulateur électro-optique (MEO) repose sur l'e�et Pockels. Le faisceau
passe à travers un polariseur linéaire, qui le polarise à 45 ° des axes principaux d'un
cristal biréfringeant, d'indices optiques nx, et ny. Ces indices optiques sont sensibles à
l'application d'un champ électrique EM , tel que : ni = ni,0−KiEM . Alors la di�érence
de phase entre les composantes Ex et Ey du faisceau incident s'écrit [15] :

∆φ = [nx(Es)− ny(Es)]k0e = ∆φ0 − k0e(Kx −Ky)EM (2.1)

où e est l'épaisseur de la cellule de Pockels traversée, et k0 = 2π
λ0
. On peut ici re-

marquer que malgré les fortes tensions appliquées (typiquement 100 V sur 1 cm soit
Es ≈ 104V/m), les variations d'indice restent très faibles (δn ≈ 10−6). Cependant, la
grande épaisseur du milieu actif, e ≈ 13 cm� λ0, permet de créer des déphasages non
négligeables. On peut ainsi contrôler la polarisation de notre faisceau avec une tension
externe. En pratique, une tension de U = 110 V permet de tourner la polarisation du
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faisceau d'entré de 90°, et donc une tension de ±55 V permet de produire un faisceau
σ±. Un ampli�cateur adapté permet d'ampli�er une tension de commande, a�n de réa-
liser une modulation de la tension, à des fréquences comprises entre le Hz et 5 MHz. On
peut ainsi moduler à une fréquence contrôlée la polarisation du laser, entre σ+ et σ−.
Le dispositif a aussi l'avantage de permettre de réaliser des modulations de rapports
cycliques di�érents de 0,5 (ce qui sera utilisé dans le chapitre 4). On peut également
se servir de cette modulation de phase pour moduler l'intensité du faisceau pompe, en
plaçant à la sortie de la cellule un polariseur croisé avec celui de l'entrée et en modulant
∆φ entre 0 et 90°. Suivi d'une lame quart d'onde, ce dispositif permet de réaliser une
modulation σ±/0, avec la fréquence de notre choix. On voit donc que ce MEO permet
une grande �exibilité sur la modulation de l'intensité ou de la polarisation du faisceau
pompe.

Pont de photodiodes
L'impulsion sonde vient traverser l'échantillon à un délai ∆t après le passage de l'impul-
sion pompe. A�n d'obtenir le signal de dichroïsme circulaire, on analyse en polarisation
le faisceau transmis, constitué du champ sonde transmis ainsi que du champ stimulé des
BQ 1 (dont la description est faite dans la suite de ce chapitre). L'enveloppe du champ
sonde transmis peut s'écrire : ~Es(t) =

√
2E1(t)~ex + c.c.. Le champ émis par l'ensemble

des BQ se décompose en deux composantes σ±, et on peut écrire leurs enveloppes :
EBQ(t) = E+

BQ ~e+ + E−BQ ~e− + c.c., où ~e± = ~ex ± i~ey.

On analyse la polarisation transmise grâce à un cube séparateur de polarisation
associé à une lame quart d'onde (λ/4) et à un pont de photo-diodes rapides. Le cube
séparateur de polarisation transmet la composante polarisée verticalement, et ré�échit
celle polarisée horizontalement. Si la λ/4 est correctement orientée, elle change la pola-
risation ~e+ en polarisation verticale, et ~e− en horizontale. Des �bres optiques collectent
les composantes ré�échie et transmise par le cube, et les envoient sur un pont de pho-
todiodes, qui fait la di�érence de leurs intensités. Le signal enregistré par le pont peut
alors s'écrire :

S ∝ |EV (t)|2 − |EH(t)|2 = |E+(t)|2 − |E−(t)|2 = 2<
[
E?

1(E+
BQ − E

−
BQ)
]

(2.2)

où l'on néglige les termes du second ordre en E±BQ.
On voit donc que notre signal est sensible à la di�érence d'intensité entre les compo-
santes polarisées σ+ et σ− de la lumière qui traverse l'échantillon, d'où son nom de
dichroïsme circulaire photo-induit (PCD). On remarque aussi que le signal est ampli-
�é lorsqu'on augmente la puissance sonde (et donc E1(t)). Cependant, dans la partie
suivante (traitant du champ émis par les BQ en cohérence avec la sonde), nous ver-
rons qu'il est critique de garder une puissance sonde su�samment faible, a�n de ne

1. Un diaphragme permet de couper le faisceau pompe transmis.
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pas perturber la matrice densité du système mesuré. Cette condition nous impose une
majoration de la puissance sonde utilisable (Psonde � Ppompe(θ = π/2), typiquement
Psonde ∼ Ppompe/100).
L'expression du signal donnée en (2.2) est valide lorsque le pont de photodiodes est
parfaitement équilibré (i.e. l'intensité du faisceau sonde est parfaitement répartie entre
les deux détecteurs). La con�guration en pont di�érentiel permet alors de réduire dras-
tiquement le bruit de détection provenant des �uctuations de puissance du laser. Mal-
heureusement le pont n'est jamais parfaitement équilibré, et une partie des �uctuations
du laser se répercutent sur la tension délivrée, à laquelle il faut ajouter un bruit élec-
tronique important (de provenance thermique). Le signal S(t) reste donc faible devant
le bruit total, et a�n de détecter ce signal on a recours à l'analyse par une détection
synchrone.

Détection synchrone
La tension V (t) délivrée par le pont de photodiodes contient le signal S(t) qui nous
intéresse, mais aussi un bruit aléatoire B(t), et un signal Dp(t) provenant de la di�u-
sion de la pompe sur les détecteurs. A�n d'isoler le signal de PCD et de l'ampli�er,
on utilise une double modulation, du faisceau pompe d'une part et du faisceau sonde
d'autre part. On analyse ensuite la tension V (t) grâce à une détection synchrone à
deux étages. La modulation du faisceau sonde (en intensité) est réalisée par le MAO
(dont le fonctionnement a été détaillé précédemment) à une fréquence fI ∼ 100 kHz. La
modulation du faisceau pompe (en intensité ou en polarisation) est réalisée par l'EOM
(dont le fonctionnement est détaillé précédemment) à une fréquence fII ∼ 1 kHz. La
démodulation est faite grâce à une détection synchrone Zurich Instrument (HF2LI).
Nous expliquons ici de façon simpli�ée le fonctionnement d'un étage de démodulation,
et le principe permettant la réjection du bruit.
La tension délivrée par le pont de photodiodes contient un bruit important, qui a
des sources multiples (bruit électronique, thermique, lumière parasite, ...) qui s'ad-
ditionnent pour donner un caractère aléatoire à la fonction B(t). De plus, même si
le faisceau pompe est bloqué par un diaphragme, une partie du faisceau est di�usée
par l'échantillon dans la direction du faisceau sonde, et atteint le pont de diodes ;
cette contribution est modulée à la fréquence fII . En�n, le signal S(t) dépend de l'ex-
citation produite par la pompe, et est induit par la sonde. Il est donc modulé par
les deux fréquences fI et fII , et le détecteur voit le signal à ces deux fréquences :
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S cos(2πfIt) cos(2πfIIt)
2. La tension délivrée par le pont de diodes s'écrit alors :

V (t) = S cos(2πfIt) cos(2πfIIt) +Dp cos(2πfIIt) +B(t) (2.3)

Le premier étage de la détection synchrone multiplie cette tension par un signal réfé-
rence cos(2πfIt) donné par l'appareil de modulation. La tension multipliée est alors :

V (t) cos(2πfIt) = S

(
1 + cos(4πfIt)

2

)
cos(2πfIIt) + Dp cos(2πfIIt) cos(2πfIt)

+ B(t) cos(2πfIt) (2.4)

Grâce à un circuitRC, ce signal est intégré pendant une durée τI . Or : 1
τI

∫ τI
0

cos(αt)dt =
sin(ατI)
ατI

, et donc le signal intégré pendant un temps τI très court par rapport à 1/fII
devient :

SII(t) = S
[1

2
+

sin(4πfIτI)

4πfIτI

]
cos(2πfIIt) +Dp cos(2πfIIt)

sin(2πfIt)

2πfIτI
+B(t)

sin(2πfIt)

2πfIτI

Lorsque τIfI � 1 (i.e. lorsqu'on intègre sur plusieurs périodes 1/fI), tout les termes
de cette équation vont tendre vers 0, sauf le terme constant (S(t)/2) cos(2πfIIt). On
va ampli�er ce terme (par un facteur 10 − 104), avant de le renvoyer au second étage
de la détection synchrone, qui va récupérer sa composante à la fréquence fII (et se
débarrasser d'autres sources de bruit éventuelles).
Cette description succincte du fonctionnement de la détection synchrone permet de
mettre en avant trois caractéristiques importantes :

� L'importance du choix des fréquences fj et des temps d'intégration τj. Le
temps τI doit être court par rapport à 1/fII (pour ne pas �ltrer le signal mo-
dulé à la fréquence fII), mais long par rapport à 1/fI (pour obtenir une bonne
réjection du bruit). Les fréquences doivent donc être su�samment écartées
pour qu'on puisse satisfaire la condition : 1

fI
� τI � 1

fII
� τII . Où le temps

d'acquisition ∼ 3τII (pour éviter les e�ets capacitifs) est limité par la patience
de l'expérimentateur (de l'ordre de la seconde).

� Les fréquences des modulateurs fj doivent être bien distinctes des fréquences
de fonctionnement des di�érentes sources de bruit (ex : plafonniers à 100 Hz,
...), sous peine d'ampli�er celles-ci avec le signal.

� En�n, la phase du signal peut être obtenue, grâce à la démodulation du signal
multiplié par sin(2πfjt), en quadrature avec la composante en cosinus. Si le
signal garde une phase constante par rapport à la fréquence référence fj, alors
on peut suivre indépendamment le signal en phase (X) et en quadrature (Y )
avec la référence ; on pourra ainsi suivre l'évolution du signe du signal.

2. Généralement les modulations utilisées ont des traces temporelles de créneaux. La modula-

tion résultante pour le faisceau (et donc pour le signal), est alors une série de Fourier de fréquence

fondamentale fI qui s'écrit :
∑
i(ai cos(2πifIt)+bi sin(2πifIt)), dont les coe�cients ai et bi dépendent

de la forme temporelle de la modulation, de son rapport cyclique, et de la réponse électronique des

instruments. A�n de simpli�er le traitement fait ici, on ne considère que la première harmonique

(fondamentale) de cette série, qui est la plus forte, et généralement celle analysée par la détection

synchrone.



Expérience pompe-sonde 49

Dans cette section, nous avons vu comment notre expérience permet de di-
viser l'impulsion sortant du laser en deux impulsions, d'introduire un délai temporel
entre ces deux impulsions, de contrôler indépendamment leurs polarisations, de les faire
coïncider spatialement sur l'échantillon, et en�n d'analyser la polarisation de la sonde
transmise.

Il est important de noter que dans cette description de l'expérience, on a omis
par souci de clarté un certain nombre de miroirs, de diaphragmes, et d'éléments de
polarisation (permettant de contrôler la puissance de chaque faisceau).

En�n, si une version de l'expérience était déjà fonctionnelle lors du début de
cette thèse [47, 7], on notera que le montage expérimental a été repris a�n d'y apporter
les améliorations suivantes : le �ltrage du faisceau, le double passage à travers la ligne
à retard, et l'utilisation du modulateur électro-optique.

2.1.3 Conditions expérimentales et échantillons

Les échantillons étudiés grâce à cette expérience sont des échantillons denses
(1010cm−2), contenant trente plans de BQ d'InAs/GaAs, sans cavité. La tache du laser
sonde ayant un diamètre ∼ 30µm, on estime que ∼ 106 BQ sont sous le spot laser,
parmi lesquelles seules ∼ 104 − 105 sont résonantes avec le laser, et sont donc sondées
par l'expérience.

Figure 2.2 � Photoluminescence de
l'échantillon 74K31 (excitée de façon
non-résonante).

Les BQ sont δ-dopées p grâce à l'inser-
tion d'un plan d'impuretés de carbone (de den-
sité 2.1011cm−2) à 2 nm de chaque plan de
BQ. On estime que chaque BQ contient en
moyenne un trou 3. Bien que les échantillons étu-
diés aient a priori des caractéristiques identiques,
les di�érentes croissances (et les recuits réali-
sés post-croissance) leur confèrent des caractéris-
tiques (et notamment des énergies) di�érentes.
La majorité des résultats présentés dans les cha-
pitres 3 et 4 de ce manuscrit ont été obte-
nus par l'étude de l'échantillon 74K31. La pho-
toluminescence de cet échantillon (associée es-
sentiellement à sa transition fondamentale) est
large, centrée en 1,352 eV (917 nm), et d'une

3. Sur ces échantillons, nous n'observons pas de signatures de la structure �ne (cf 1.4.4) dans

le signal de PCD, ce qui permet d'a�rmer que peu de BQ restent non-dopées. Les BQ contenant deux

trous ont leur niveau Sv plein, et ne sont pas résonantes avec le laser.
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Échantillon Dopage Nombre de plans Densité (µm−2) Cavité

74K31 p 30 102 Non
93P134 p 30 102 Non

Figure 2.3 � Échantillon de BQ étudiés avec ce dispositif expérimental, dont la croissance a
été réalisée par Aristide Lemaître au Laboratoire de Photonique et Nanostructures (LPN). Bien
que ces échantillons aient des caractéristiques identiques, leurs propriétés (dopage, énergie de
la transition fondamentale, facteur de Landé, ...) varient.

largeur à mi-hauteur de 30 meV (c.f. �gure
2.2).

Dans la con�guration Voigt, les échantillons sont placés au centre d'une bo-
bine double (split coils) de �ls supraconducteurs, qui permet d'appliquer un champ
Bx entre 0 et 1,3 T, de direction orthogonale à celle de l'axe optique. La bobine (et
donc l'échantillon) située au bout d'une canne, est immergée dans un cryotat à bain
d'hélium liquide, pompé à une pression ∼ 5 mbar. L'hélium thermalisant l'échantillon
est alors super�uide. Il ne présente pas de bulles dues à l'évaporation, et garantit une
température ∼ 2, 5K.

2.2 Interaction de la sonde avec l'échantillon, et dé-

modulation du signal

Dans cette partie, nous allons faire une description formelle du signal de di-
chroïsme circulaire photo-induit (PCD 4), obtenu grâce à l'interaction du faisceau sonde
et d'un ensemble de BQ dopées p. Ce type de signal sera très utilisé au cours des deux
prochains chapitres de ce manuscrit.

Une première description macroscopique du PCD, peut se comprendre intuitive-
ment. Dans les BQ dopées, les règles de sélection optique (dé�nies précédemment) lient
directement les états de spin d'une BQ à l'hélicité de la lumière qu'elle peut absorber (à
l'énergie de la transition fondamentale). Une di�érence de population des états de spin
de la BQ (induite par l'excitation pompe), provoque une di�érence d'absorption des
composantes σ+ et σ− du faisceau sonde polarisé linéairement. La détection de l'ellip-
tisation résultante de la sonde transmise à l'aide du pont de photodiodes, donne ainsi

4. Les initiales PCD viennent de la dénomination anglaise, et seront utilisées dans le reste de

cette thèse par habitude.
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une information sur les occupations des di�érents états de spin de la BQ. Dans cette
description simple, on peut ainsi écrire : PCD ∝ Iσ+ − Iσ− ∝ (ρT↓− ρT↑)− (ρh↓− ρh↑).
Cette description, qui s'avère exacte, ne rend cependant pas bien compte de l'état
quantique mesuré, ni de la perturbation que la sonde pourrait causer. Nous allons la
véri�er à l'aide d'une description formelle du signal, en prenant en compte (dans un
formalisme semi-classique) l'interaction du laser sonde avec l'échantillon, et le champ
stimulé par celui-ci dans les BQ.

Tout d'abord le champ du laser sonde, au niveau d'une BQ (~r = ~0 5), peut
s'écrire :

~Es(t) =
√

2E0p(t)e
−iωt ~ex + c.c. = (E0 ~e+ + E0 ~e−)p(t)e−iωt + c.c. (2.5)

où ~e± = ~ex ± i~ey, et p(t) est l'enveloppe temporelle de l'impulsion centrée en t = 0

et de durée caractéristique τ 6. E0 est le l'amplitude du champ sonde, et ω sa pulsation.

Ce champ interagit avec la BQ, décrite de façon exhaustive par la matrice
densité ρ, qu'on écrit dans la base des états propres {|T ↑〉 , |T ↓〉 , |h ↑〉 , |h ↓〉}. Les
états |h ↑ (↓)〉 sont les états fondamentaux de la BQ contenant un trou résidant, et
dont l'énergie est dé�nie nulle. Les états contenant un trion positif |T ↑ (↓)〉, sont
dégénérés à l'énergie ~ω0

7. Par souci de clarté, on appelle ρ la matrice densité à t = 0−

juste avant l'arrivée de l'impulsion (qu'on cherche à connaître), et σ la matrice densité
a�ectée par le passage de l'impulsion sonde. Le Hamiltonien d'interaction du laser
sonde et de la BQ s'écrit :

HI = −E0d̂+ − E0d̂− +H.c. (2.6)

où d̂± sont les opérateurs dipolaires qui suivent les règles de sélection optique : d̂− =

d |T ↑〉 〈h ↑| et d̂+ = d |T ↓〉 〈h ↓|, et qui possèdent une force égale : d. L'interaction
peut alors s'écrire :

HI = −~Ωsp(t)e
−iωt |T ↑〉 〈h ↑| − ~Ωsp(t)e

−iωt |T ↓〉 〈h ↓|+H.c. (2.7)

où l'on introduit la pulsation de Rabi de l'impulsion sonde Ωs = dE0

~ , qui est considérée
faible (i.e. |Ωsτ | � 1). L'évolution de la matrice densité pendant le passage de la sonde
est donnée par l'équation de Liouville : i~σ̇(t) = [H0+HI , σ(t)]. Tout amortissement ou
perte de cohérence est négligé pendant les ∼2 ps de passage de l'impulsion. L'évolution
du terme de population σT↑ = 〈T ↑|σ |T ↑〉 suit alors :

5. Les dimensions d'une BQ étant faibles par rapport à la longueur d'onde (10 nm� λGaAs ∼
300 nm), on peut considérer que le champ vu par la BQ est homogène dans l'espace de celle-ci.

6. Dans notre traitement, on ne prend pas en compte les coe�cients de transmission air →
GaAs et GaAs → air, car on ne s'intéresse pas directement à l'amplitude du champ électrique. De

même le facteur de phase dû à la transmission à travers le GaAs n'intervient pas dans le signal.
7. A�n de simpli�er le traitement qui suit, on ne prendra pas en compte les di�érences d'énergie

des BQ adressées par le laser. L'ensemble peut alors être assimilé à une seule BQ, d'énergie ~ω0.
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˙σT↑ = 〈T ↑|HIσ(t)− σ(t)HI |T ↑〉 (2.8)

= iΩsp(t)e
−iωtσh↑T↑ − iΩsp(t)e

+iωtσT↑h↑ (2.9)

En intégrant cette équation au premier ordre en champ sonde on obtient :

σT↑(t) ' ρT↑(0
−) +

(
iΩsρh↑T↑e

−iωt
∫ t

−∞
p(t′)dt′ + c.c.

)
(2.10)

Cette expression est valable pendant le passage de la sonde, sous l'hypothèse de ré-
sonance du laser avec la transition de la BQ, qu'on peut écrire |ω − ω0|τ � 1 8. Le
deuxième terme est la modi�cation de la matrice densité originale dû au passage de la
sonde. Cette modi�cation, proportionnelle à Ωs et au terme de cohérence inter-bande
ρh↑T↑(0

−) 9, est négligeable. On obtient le même type de dépendance temporelle pour
les autres termes diagonaux de la matrice densité, ce qui permet de con�rmer que la
modi�cation des populations des états quantiques de la BQ lors du passage de la sonde
est faible.

On s'intéresse maintenant à l'évolution des termes inter-bande de la matrice
densité, termes appelés cohérences, qui vont être responsables de l'émission d'un champ
électro-magnétique par les BQ. On obtient :

(i~)σ̇T↑h↑(t) = ~ω0σT↑h↑(t)− ~Ωsp(t)e
−iωtσh↑ + ~Ωsp(t)e

−iωtσT↑ (2.11)

L'intégration de cette équation (encore une fois au premier ordre en Ωs) donne :

σT↑h↑ ' ρT↑h↑(0
−)e−iωt + iΩs[ρh↑(0

−)− ρT↑(0−)]e−iωt
∫ t

−∞
p(t′)dt′ (2.12)

Suivant la même démarche, le terme associé à l'autre transition circulaire s'écrit :

σT↓h↓ ' ρT↓h↓(0
−)e−iωt + iΩs[ρh↓(0

−)− ρT↓(0−)]e−iωt
∫ t

−∞
p(t′)dt′ (2.13)

Le premier terme de ces équations est négligeable (à cause de son déphasage rapide
pour un ensemble), et n'intervient pas dans le signal car il n'est pas induit par le
passage de la sonde (et donc pas modulé à la fréquence de modulation de celle-ci). Le
deuxième terme va lui être responsable de l'émission de la BQ stimulée par le passage
de la sonde. En e�et, la valeur moyenne du dipôle de la BQ est :

〈d̂+(t)〉 = Tr[σ(t)d̂+] = d[σT↓h↓ + σh↓T↓] (2.14)

8. Cette condition, signi�ant que le déphasage dû à l'écart d'énergie est négligeable durant la

durée de l'impulsion, est équivalente à écrire que la largeur spectrale de l'impulsion ∆E est bien plus

grande que la di�érence entre son énergie centrale et l'énergie de la BQ : ~|ω−ω0|
∆E � 1.

9. Les termes de cohérence inter-bande de la matrice densité provenant des di�érentes BQ vont

rapidement se déphaser (du fait de la dispersion de leur énergie ~ω0), et ainsi ce terme va rapidement

s'annuler après le passage de la pompe.
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pour sa composante suivant ~e+. Alors le champ stimulé E+
BQ émis par l'ensemble de

BQ peut s'écrire (en utilisant la dépendance 2.13) :

E+
BQ = A[ρh↓(0

−)− ρT↓(0−)] + c.c. (2.15)

où A est un coe�cient de proportionnalité. Si on réinjecte cette expression dans celle
du signal délivré par le pont de photo-diodes (2.2), on obtient :

S(t) = 2<
[
AE0

(
[ρh↓(0

−)− ρT↓(0−)]− [ρh↑(0
−)− ρT↑(0−)]

)
+ c.c.

]
(2.16)

On peut donc réécrire l'expression du signal :

PCD(t) ∝ [ρh↓(0
−)− ρh↑(0−)]− [ρT↓(0

−)− ρT↑(0−)]

∝ [∆ρh −∆ρT ] (2.17)

où on l'on a dé�ni : ∆ρT = ρT↓ − ρT↑ et ∆ρh = ρh↓ − ρh↑. Le signal délivré par le pont
de photodiodes est donc, conformément à notre première intuition, proportionnel aux
di�érences de populations des états de spin du trou et du trion. Il convient d'insister
sur trois caractéristiques du signal de PCD :

� Le signal est sensible aux projections Ŝz de spin du trou et du trion, car :
〈Ŝhz 〉 = ~

2
(ρh↑ − ρh↓). Ainsi, PCD(∆t) ∝ (〈STz (∆t)〉 − 〈Shz (∆t)〉).

� Le signal de PCD est sensible à la fois au spin du trion et au spin du trou,
lorsque ceux-ci coexistent dans notre ensemble de BQ.

� Les dépendances du PCD avec ces spins ont un signe opposé.

A�n d'illustrer l'intérêt de ce signal pour étudier la dynamique du spin, nous
allons présenter dans la section qui suit le signal obtenu lors d'une expérience menée à
champ nul sur un ensemble de BQ dopées p.

2.3 Signal de dichroïsme circulaire photo-induit ty-

pique d'un ensemble de BQ en l'absence de champ

appliqué

A�n d'illustrer le type de signaux PCD obtenus sur un ensemble de BQ, nous
présentons ici succinctement une expérience pompe-sonde faite sur un ensemble de BQ
dopées p (échantillon 74K31), en l'absence de champ magnétique appliqué.

Une impulsion pompe polarisée σ+ 10 résonante avec la transition fondamentale
de la BQ, arrive à un temps t = 0. Conformément aux règles de sélection optique (cf.

10. Ici nous décrivons la dynamique obtenue lors de l'arrivée d'une impulsion pompe pendant la

demi-période σ+ du MEO. Lors de la demi-période σ−, un déséquilibre de population opposé est créé,

et on obtient le signal opposé. Une modulation σ+/σ− à la fréquence de l'excitation permet donc,

après démodulation, d'obtenir un signal double de celui qu'on aurait obtenu avec une modulation

σ+/0.
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partie 1.3), cette impulsion est absorbée par les BQ contenant un trou |h ↓〉, et excite
un trion |T ↓〉. Le déséquilibre de population ainsi créé (réduction de ρh↓ et augmen-
tation de ρT↓) provoque, conformément à la formule (2.17), un pic du signal de PCD
observé en t = 0+ (visible sur la �gure 2.4). Lorsqu'on déplace la ligne à retard, on
change le délai ∆t entre les impulsions pompe et sonde. La sonde interagit avec le
système à t = ∆t, et ainsi le signal obtenu est une image de ρ(∆t).

Le trion se recombine en un temps caractéristique τrad, et provoque l'évolution
inverse de ρ (augmentation de ρh↓ et diminution de ρT↓), et provoque donc une diminu-
tion de PCD(∆t) en un temps caractéristique τrad. A cette décroissance, il faut ajouter
celle due au déphasage du spin électronique du trion, provoquée par les �uctuations du
champ nucléaire ∆n au sein de l'ensemble de BQ (tel que décrit dans la partie 1.4). Le
déphasage induit une décroissance de ∆ρT en un temps caractéristique T∆ ∼ 0, 5 ns
[36]. Cependant cette dynamique est di�cilement observable dans notre échantillon 11,
d'une part parce qu'elle est écrantée par le τrad = 700 ps qui est plus court, et d'autre
part à cause des nombreuses inhomogénéités de l'ensemble de BQ adressées (que nous
verrons dans le chapitre suivant).

Lorsque ∆t ∼ 3τrad, quasiment tous les trions sont recombinés, cependant le
signal est non nul. Ce signal provient de la contribution du déséquilibre de population
des trous ∆ρh (conformément à la formule (2.17)). En e�et le pompage répété du sys-
tème (typiquement par ∼ 10000 impulsions dans une demi-période de modulation de la
pompe) provoque une accumulation de population sur l'état |h ↑〉 qui n'est pas adressé
par la pompe 12. Cette di�érence de population ∆ρh, assimilable au spin moyen 〈Ŝh〉 de
l'ensemble, relaxe à cause du mécanisme prédit par Merkulov [92]. Cependant, l'inter-
action hyper�ne étant un ordre de grandeur plus faible pour le trou que pour l'électron,
le temps de déphasage de l'ensemble de spins de trous vaut T∆,h ∼ (10×T∆,e) ∼ 10 ns.
Cette dynamique longue est di�cilement observable sur les délais courts suivant l'arri-
vée de l'impulsion pompe. Cependant il s'avère important, même pour les délais court,
de prendre en compte sa présence dans le signal, en plus de la contribution venant du
trion.

La dynamique de relaxation des spins des trous résidents continue jusqu'à l'ar-
rivée de l'impulsion pompe suivante (pendant ≈ 13, 15 ns). Comme le montre la �gure
2.4, notre expérience donne accès aux délais précédant immédiatement l'arrivée de l'im-

11. Elle fera l'objet d'une étude plus détaillée dans le chapitre 4 de ce manuscrit.
12. Ce mécanisme de pompage résonant (courant dans les systèmes à quatre niveaux) repose

sur le déséquilibre des temps de relaxation du spin du niveau excité (∼ 1 ns pour le trion) et du niveau

fondamental (∼ 10 ns pour le trou). Les études précédentes sur cet échantillon ont permis d'estimer

que les populations (et donc le signal) atteignent leur niveau stationnaire en ∼ 10 impulsions. Nous

ne nous intéresserons pas à cette dynamique dans nos expériences (pour plus de détail voir la thèse

de F. Fras [47]).
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Figure 2.4 � Signal PCD typique d'une BQ dopée p en l'absence de champ. Après un
régime transitoire pendant ∼ τrad correspondant à l'excitation du trion, le signal qui subsiste
est attribué uniquement au trou résident. Ce signal décroit, mais reste non nul juste avant
l'arrivée de l'impulsion pompe suivante (délais négatifs).
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Figure 2.5 � . Signal PCD au délai ∆t ≈ 13 ns, en fonction du champ magnétique longitu-
dinal appliqué. Pour les BQ d'InAs/GaAs dopées p (courbe noire), un champ ∼ 2, 5 mT su�t
à écranter les �uctuations du champ nucléaire. Pour les BQ dopées n (courbe bleue), il faut
un champ 10 fois plus fort ∼ 30 mT.

pulsion suivante. On peut redé�nir le délai ∆t par rapport à cette impulsion, et ces
délais seront alors négatifs. Le signal obtenu juste avant l'arrivée de l'impulsion pompe
est donc à un délai accessible par l'expérience, et PCD(t = 0−) ≡ PCD(t = TL =

13, 15ns). C'est ce signal qui a été utilisé pour les études de T∆,h menées par notre
équipe, qui ont permis de con�rmer T∆,h ∼ 10 ns [36].

De façon analogue aux expériences menées sur l'électron, on peut écranter les
�uctuations du champ nucléaire vu par le trou, en appliquant un champ magnétique
longitudinal BZ . Ce champ est, à l'image de l'interaction hyper�ne (et comme prévu
par la dé�nition donnée en 1.4.2), dix fois plus faible dans le cas du trou (comme on
peut le voir sur la �gure 2.5). Il a été estimé à ∆B,h ∼ 2, 5 mT.

Dans ce chapitre, nous avons vu que notre dispositif expérimental était adapté à
l'observation du spin moyen du trou et du trion, dans un ensemble de BQ dopées p ; et
à l'étude de leur dynamique sur une plage temporelle ∼ 10 ns. De plus, les expériences
menées ont permis de con�rmer la faiblesse relative de l'interaction hyper�ne dans le cas
du spin du trou, ce qui renforce notre intérêt pour l'étude de son temps de cohérence,
qui sera menée dans le chapitre suivant.



Chapitre 3

Précession de spins en champ
transverse et blocage de phase

Ce chapitre est consacré à la mesure du temps de cohérence T2 d'une super-
position d'états de spin de trous con�nés dans des BQ d'InAs/GaAs. Nous y verrons
d'abord comment le régime pulsé de l'excitation laser induit un blocage de phase (Mode
Locking ) de la précession de spins, et comment celui-ci permet de circonvenir au pro-
blème du déphasage inhomogène, a�n de mesurer un T2 quasi homogène, même sur
un échantillon où celui-ci est important. Nous étudierons ensuite des premières ob-
servations du signal de Mode Locking, et nous verrons comment celles-ci permettent
d'estimer les inhomogénéités des BQ de notre échantillon. De façon plus approfondie,
nous verrons comment l'initialisation des états excités, les états trions chargés positi-
vement (T ), permet de créer une superposition d'états (et donc de la cohérence) sur
les états fondamentaux du trou (h). En�n, nous confronterons, à l'aide de simulations,
le signal observé et sa modélisation, a�n d'estimer le T2 associé au spin du trou dans
nos échantillons.

3.1 Introduction et contexte

Il a déjà été mentionné que, le spin d'un porteur de charge con�né dans une
BQ est un bon candidat pour la réalisation d'un qubit (voir section 1.5). La réalisation
d'un qubit nécessite qu'on puisse initialiser, puis adresser notre système, dans une su-
perposition d'états quantiques. Cependant, toute superposition d'états est limité par
son temps de cohérence T2, qui caractérise le temps de déclins des termes de cohérence
de la matrice densité du système [25]. La mesure du T2 est donc fondamentale pour la
réalisation d'un qubit.
Dans le cas d'un système de spins dans un semi-conducteur, la réalisation d'une su-
perposition d'états se fait simplement par l'application d'un champ transverse à l'axe
optique (comme détaillé dans la section 3.3). Pour la mesure du T2 de spin dans la
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matière condensée, et plus particulièrement dans les BQs, plusieurs méthodes optiques
ont déjà été mises en ÷uvre, et nous en présentons ici un bref historique.

3.1.1 Mesure du T2 par e�et Hanle

Une des premières méthodes optiques permettant de mesurer le T2 d'un spin
utilise l'e�et Hanle (EH ). Celui-ci repose sur l'excitation optique d'un porteur de spin
(électron ou trou), soumis à un champ transverse. Ce champ induit la rotation du
spin du porteur photo-excité, qui provoque une chute de la polarisation circulaire de
la photoluminescence, mesurée le long de l'axe optique. Cette rotation s'e�ectue à une
pulsation ωLarmor, pendant un temps composite du temps de recombinaison Trad et du
temps de cohérence T2. Le taux de polarisation circulaire (TPC ) en fonction du champ
magnétique appliqué s'écrit alors :

ρ(B) =
ρ(0)

1 + (ωLarmor ∗ τt)2
(3.1)

où ρ(0) est la polarisation circulaire mesurée à champ nul (qui dépend fortement du
système), et 1/τt = 1/Trad + 1/T2. Cette méthode a été utilisée pour la première fois
par Garbuzov en 1971, sur des cristaux dopés de AlGaAs [49, 34]. Elle a l'avantage de
permettre de mesurer des temps très courts (∼ 10−10s), grâce à des mesures en régime
stationnaire, et en appliquant des champs relativement faibles. Cependant elle n'est
utilisable que pour des états photo-excités, et la détermination du temps de cohérence
nécessite de connaître le temps de recombinaison, ainsi que la pulsation de Larmor.
Parmi les premières études utilisant l'EH dans les BQs, on peut citer Awschalom et
al. en 2001 [40], qui l'appliquent aux excitons dans des BQs d'InAs/GaAs. Cependant,
cette méthode ne permet pas de quanti�er le facteur de Landé gX de l'exciton, ni son
inhomogénéité. Elle permet donc uniquement d'obtenir le produit gXT ?2 ∼ 200ps à
T = 6K, où T ?2 est certainement dominé par le déphasage inhomogène des spins, qui
n'est pas quanti�able. Ce résultat illustre les limites de cette méthode, qui ne s'applique
dans tous les cas qu'à des systèmes où la recombinaison radiative fait �gure de limite
temporelle.
Nous reviendrons sur l'e�et Hanle dans le chapitre 4, mais tout d'abord nous nous inté-
ressons à d'autres mesures optiques, qui permettent d'outrepasser les limites de celui-ci.

3.1.2 Mesure du taux de polarisation circulaire résolue en temps

Grâce au développement des détecteurs déclenchés (streak camera), il est pos-
sible de résoudre temporellement le TPC de la luminescence, sur des temps de l'ordre
de la picoseconde à la nanoseconde. Dans ce cadre, on peut citer l'étude de Urbaszek
et al. [81], sur des BQ InAs/GaAs, dopées p, soumises à un champ transverse. Cette
méthode permet d'observer l'évolution de la projection du spin de l'électron (de l'état
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excité trion) suivant l'axe optique z, qui oscille dans le temps (cf. �gure 3.1). Elle per-
met donc de quanti�er son facteur de Landé, et son inhomogénéité, qui va induire un
déphasage en un temps T ?2 ∼ 1ns.

Figure 3.1 � .Évolution temporelle du TPC de la luminescence pour un champ transverse
de 750 mT de BQ d'InAs/GaAs dopées p, excitée de façon non-résonante. Les données sont
modélisées avec et sans prendre en compte la dispersion du facteur de Landé de l'électron
∆g/g0. Figure de la référence [81].

Cependant, cette méthode repose encore une fois sur la détection de la recom-
binaison d'un état excité, et elle ne permet pas d'avoir accès aux dynamiques longues
du système (notamment les temps de cohérence quasi homogènes T2), au-delà de la
nanoseconde.

3.1.3 Pompage résonnant et population piégée

Une autre méthode, proposée par Warburton et al. en 2009, permet d'avoir accès
au T2 du spin d'un porteur résident (un trou dans une BQ unique d'InAs/GaAs)[21].
Encore une fois, on applique un champ transverse à l'échantillon, ce qui lève la dé-
générescence des projections de spin des états fondamentaux et excités de la BQ. On
adresse ensuite trois des états propres (système en Λ), grâce à deux lasers continus
polarisés linéairement. Ces deux lasers, pompe et sonde, adressent les transitions entre
les états |1〉 ↔ |3〉 et |2〉 ↔ |3〉 respectivement (cf. �gure 3.2.a).

Lorsque la pompe est accordée à la résonance de la transition |1〉 ↔ |3〉, on
observe un creux dans l'absorption résonnante de la sonde sur |2〉 ↔ |3〉. Cette trans-
parence induite (ou dark state) est due à une interférence destructive des populations
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Figure 3.2 � a) Schéma décrivant le système en Λ adressé dans les expériences de Warburton,
les états sont exprimés dans la base propre du Hamiltonien Zeeman. b) Absorption du faisceau
sonde, la pompe étant résonnante à la transition |1〉 ↔ |3〉. On observe e�ectivement un dark

state, à la résonance de |2〉 ↔ |3〉. c) Dépendance de la profondeur de ce creux avec le temps
de cohérence T2 entre |1〉 et |2〉. Figures provenant de la référence [21].

induites par les deux faisceaux. L'apparition de ce creux nécessite la cohérence des
états |1〉 et |2〉, et le temps de cohérence in�ue sur sa profondeur. Ainsi, les auteurs
sont capables d'évaluer un temps de cohérence T2 du spin du trou supérieur à 100 ns.
Cependant, la résolution de la méthode ne leur autorise qu'un raisonnement probabi-
liste au-delà de cette borne inférieure, d'où le besoin d'études complémentaires 1.

3.1.4 Blocage de phase

Une expérience novatrice, proposée en 2006 par Greilich et al. [52], permet de
mesurer la cohérence du spin d'un état fondamental. Dans ces expériences, c'est le spin
de l'électron qui est étudié, dans un ensemble de BQs dopées n. Il est expliqué que
le long temps de cohérence de ce spin permet, grâce à la périodicité de l'excitation,
d'adresser des modes discrets de précession, et ainsi de distinguer les contributions
homogènes et inhomogènes du déclin du spin. Cette méthode permet aux auteurs d'es-
timer un temps de cohérence du spin de l'électron de T2 ≈ 3µs 2.
Nous allons dans ce chapitre exposer les principes et implications de cette méthode
appliquée à notre système, un ensemble de BQ dopées p. Ainsi, nous verrons comment
nos expériences nous permettent d'a�ner les estimations du T2 quasi homogène du
spin de trou con�né dans une BQ d'InAs/GaAs, système qui pourrait présenter plus
d'intérêt que l'électron pour la réalisation d'un qubit.

1. Il a été proposé récemment l'extension de cette méthode à un train d'excitation pulsée, ce

qui pourrait amener à une amélioration de ce type de mesures (cf Singh arXiv : 1506.06251).
2. Cette estimation est par ailleurs con�rmée par les expériences de Yamamoto en 2010 [107],

qui utilise la technique de spin-echo, sur laquelle nous reviendrons.
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3.2 Dynamique de spin en champ transverse et prin-

cipe du blocage de phase

Nous réalisons nos expériences sur un ensemble de BQ dopées p. Cependant,
l'échantillon présente une certaine disparité des facteurs de Landé gh et ge. Ainsi,
le signal pompe sonde dû à la précession d'un ensemble de spins se désynchronise
rapidement (déphasage inhomogène). Cependant, en régime d'excitation périodique, le
laser induit une resynchronisation de la précession observée. Nous examinons d'abord,
grâce à une description macroscopique, comment se déroule cette synchronisation d'un
ensemble de spins avec le laser excitateur.

3.2.1 Précession de spins en champ transverse : une description
macroscopique

Dans cette expérience, nous étudions (grâce à un faisceau sonde) l'évolution
temporelle d'un ensemble d'états de spin créés par un faisceau pompe. L'échantillon
étudié étant dopé p, un laser pompe polarisé circulairement σ+ excite de façon réson-
nante la transition fondamentale ~ω0 = 1, 35 eV d'une BQ contenant un trou dans
l'état |h ↓〉 de spin −3/2, et crée un état trion |T ↓〉, avec une projection −1/2 du
moment cinétique total J conforme aux règles de sélection optique décrites dans la
section 1.3 (et rappelées sur la �gure 3.3). Après recombinaison de cet état trion, seul
le trou subsiste. Lorsqu'on applique un champ magnétique ~Bx perpendiculaire à l'axe
de quanti�cation z du spin, il induit une précession des spins, aussi bien de l'état ex-
cité que de l'état fondamental, ce qu'on peut décrire de façon macroscopique grâce aux
équations :

d ~ST
dt

=
geµB
~

( ~Ba + ~Be
n)× ~ST −

~ST
τr

(3.2)

d~Sh
dt

=
ĝhµB
~

( ~Ba + ~Bh
n)× ~Sh +

SzT ~ez
τr
−

~Sh
T2

(3.3)

La dynamique de précession se fait dans le plan (z, y), ce qui induit une oscilla-
tion sinusoïdale de la composante de spin Sz observée grâce à l'expérience (cf schéma
3.3.a).

Dans ces équations, µB représente le magnéton de Bohr, les temps τr et T2

permettent de prendre en compte la recombinaison radiative du trion, et le temps de
cohérence homogène du trou. On remarque que la précession est assujettie à un champ
~BT = ~Ba + δ ~Bn

T
pour le trion, où l'on doit prendre en compte le champ appliqué ~Ba

mais aussi le champ Overhauser δ ~Bn, qui est di�érent d'une BQ à l'autre, et induit
un déphasage (décrit dans 1.4.2) sur une échelle de temps de 1 ns pour le trion. Les
�uctuations de la polarisation des spins nucléaires ont aussi un e�et sur le trou, qui est
moindre du fait des constantes hyper�nes plus faibles. Cependant, dans nos échantillon,
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Figure 3.3 � (a) Schéma de la géométrie de l'expérience en champ transverse. Les faisceaux
sont suivant z. Le champ magnétique ~Bx est transverse, parallèle à l'axe x. La précession des
spins se fait dans le plan yz
(b) Rappel des règles de sélection optique (dans la base des états quanti�és selon l'axe optique
z). L'introduction du champ transverse que ces états, photo-excités à la résonance par le
laser, sont une superposition cohérente des états propres du système (quanti�é selon x par le
hamiltonien Zeeman).

c'est la variation de ge et ĝh qui est la principale responsable du déphasage.

Comme nous allons le voir, en champ transverse (> 100mT ) ce sont les fortes
disparités du facteur de Landé des BQ de l'échantillon qui vont induire le déphasage de
la précession des spins. L'inhomogénéité de g⊥h (et donc la dispersion des fréquences de
précession) étant particulièrement importante, le signal d'ensemble des spins de trou
relaxe rapidement vers zéro, et masque totalement le temps de cohérence homogène T2

que nous voulons mesurer. Heureusement, nous allons voir que la synchronisation de
cette précession avec la répétition du laser pompe, va nous permettre de circonscrire
ce problème.

3.2.2 Principe du blocage de phase

Nous étudions la précession des spins grâce à l'expérience pompe-sonde décrite
dans le chapitre 2. Lors de la mesure, le signal obtenu est démodulé et intégré sur 500
ms, soit plus de 38 millions de fois la période du laser. Ainsi, pour obtenir un signal
non nul, il faut que la même expérience soit répétée à l'arrivée de chaque pulse laser.

Le faisceau laser étant aligné suivant l'axe z, l'impulsion pompe ne peut créer
un trion dans la BQ que si le spin du trou résidant est anti-parallèle au spin du trou
photo-excité, a�n de ne pas violer le principe d'exclusion de Pauli. Ainsi, les BQ ayant
une période de précession du trou incommensurable à la période de répétition du laser
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oscillation de période plus courte, mais qui se déphase nettement plus rapidement. Le
détail des informations apportées par les ajustements sur ces temps de déphasage sera
présenté dans la section suivante.

Pour l'instant, on se concentre sur la caractéristique de ces courbes qui con�rme
le mode-locking, à savoir la resynchronisation visible aux délais négatifs. Ces délais cor-
respondent aux temps précédant l'arrivée d'une nouvelle impulsion, et donc t ≈ n.TL,
ou encore t = n.TL + ∆t où ∆t < 0 est le délai pompe-sonde tel qu'il est dé�ni sur les
courbes. Pour ces délais négatifs, ∆t ≈ −1ns, la lecture de la sonde se fait à un délai
TL + ∆t� τrad et donc tous les trions se sont recombinés. Ce signal est associé seule-
ment au spin de trous. Malgré la désynchronisation totale des spins des trous environ
1 ns après l'arrivée de l'impulsion pompe, on observe une resynchronisation spontanée
avant l'arrivée de la nouvelle impulsion, ce qui con�rme bien les hypothèses de blo-
cage de phase faites dans la section précédente. On note que la BQ qui est repompée
contient bien un trou avec un spin opposé au spin du trion photo-créé, mais que leurs
projections sont de même signe sur le signal de PCD, car : PCD ∝ (〈Stz〉 −

〈
Shz
〉
). Ce

signal de resynchronisation nous donne une première information sur le T2 homogène :
T2 � TL. En e�et, dans le cas contraire, cette resynchronisation serait d'une amplitude
quasi négligeable.

Excitation par un train d'impulsions doubles

Cependant, pour mieux isoler cette resynchronisation, nous dédoublons l'im-
pulsion pompe, de façon à avoir les conditions de blocage de phase décrites par les
équations (3.5 et 3.6). Le signal obtenu (pour un champ Bx

a = 384 mT) est montré
�gure 3.7.

On y perçoit distinctement l'arrivée des deux pompes aux délais t = 0 et t =

TD = 1, 46 ns, et la resynchronisation aux délais t = 2TD et t = −TD, ainsi qu'avant
l'arrivée de l'impulsion à (t = 0−). On peut aussi voir sur la �gure 3.8 que conformément
aux principes évoqués précédemment, la position dans le temps de la réplique à t = −TD
ne change pas malgré l'augmentation du champ magnétique.

Cependant, la fréquence de l'oscillation de la réplique (qui est la fréquence
moyenne de l'ensemble des fréquences qui y contribuent) évolue fortement avec le
champ, ainsi que le temps de déphasage. De plus, son étendue temporelle reste res-
treinte, signe d'une forte inhomogénéité de l'échantillon, que nous allons devoir quan-
ti�er a�n de tirer parti de ces données pour estimer le T2 homogène.

peut présenter un temps radiatif très di�érent [72]). Et il a été montré que dans la gamme de champs

utilisés, le temps radiatif observé à la résonance n'évolue pas avec le champ.
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Figure 3.7 � Signal de PCD, lors d'une excitation par deux impulsions pompes σ+, pour
l'échantillon de BQ d'InAs dopées p soumis à un champ transverse de 384 mT, excité à 1,36
eV. On y observe distinctement l'arrivée des deux pompes aux délais t = 0 et t = TD, ainsi
que les répliques aux délais t = −TD et t = 2TD, et une réplique bien plus faible au délai
t = 3TD (cf. zoom dans l'encadré).

3.2.4 Évolution des facteurs de Landé et de leur distribution

Dans cette section, nous allons voir comment l'analyse en champ des deux com-
posantes temporelles du régime transitoire peut nous donner une première information
sur les facteurs de Landé g⊥h et ge, et comment le blocage de phase nous permet d'avoir
une deuxième information, plus �ne, sur le g⊥h associé au trou. La première analyse
sera faite dans un régime quali�é de fort champ, pour lequel beaucoup de modes sont
synchronisés. La deuxième sera exécutée dans un régime de bas champ (Bx

a < 250 mT),
pour lequel peu de modes sont synchronisés.
Pour commencer, il est important de préciser que le facteur ge associé au spin de l'élec-
tron (et donc du trion) est isotrope, tandis que le gh du trou est anisotrope et doit être
exprimé par le tenseur : g

⊥,x
h 0 0

0 g⊥,yh 0

0 0 g
‖
h


(x,y,z)

(3.7)



t = TL − TD

g
‖
h = 3 g⊥h ≈ 0

g⊥h

z gh g⊥h

>
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on observe en moyenne la précession de l'ensemble des spins de la distribution. La
fréquence de l'oscillation observée est donc la fréquence attribuée au g0 moyen de la
distribution. L'oscillation s'amortit rapidement avec le déphasage des spins, causé par
l'inhomogénéité du facteur de Landé d'une part, et par les �uctuations de la polarisa-
tion nucléaire d'autre part.

On ajuste les précessions par l'expression :

PCD(t) = Ah cos(ωht) exp
(
−
( t
τh

)2
)

+ Ae cos(ωet) exp
(
−
( t
τe

)2
)

(3.8)

Figure 3.9 � Signal PCD obtenu avec une seule impulsion pompe. Les ajustements permettent
de distinguer clairement la contribution transitoire associée au spin du trion et celle associée
au spin du trou résident.

L'ajustement de la fréquence de précession pour des champs allant de 0,3 à 1,2
T permet donc, grâce à la relation de Larmor : ~ωi = 〈gi〉µBBx

a , d'obtenir avec une
grande précision : 〈g⊥h 〉 = 0, 41 et 〈ge〉 = 0, 30 (cf. �gure 3.10.a). La quanti�cation du
temps d'amortissement τi permet d'en séparer les deux contributions. On suppose la
distribution des facteurs de Landé de notre échantillon comme gaussienne, suivant la
densité de probabilité p(gx) :

p(gj) =
1√

2π∆g,j

exp
(−(gj − 〈gj〉)2

2(∆g,j)2

)
; j = {h, T} (3.9)

On considère également une distribution gaussienne pour le champ nucléaire
(suivant le calcul de la section 1.4.2). L'élargissement des pulsations de précession
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s'écrit alors : ∆ω =
√

(∆ωn)2 + (∆ωg)2, où la première contribution a pour origine le
champ nucléaire, et la deuxième les inhomogénéités de g. Le temps de déphasage des
spins des trions ou des trous peut alors s'écrire 4 [81] :

τ ?j =
T∆,j

(1 + 2(
∆g,j

〈gj〉
Bxa

∆B,j
)2)

1
2

; j = {h, T} (3.10)

où ∆g,j est la largeur de la distribution de gj, ∆B,j décrit les variations du
champ nucléaire e�ectif (vu par le porteur j) d'une BQ à l'autre (cf. section 1.4.2),
et T∆,j = ~

〈gj〉µB∆B,j
est le temps caractéristique du déphasage induit uniquement par

celui-ci, précédemment estimé pour cet échantillon à ∆B,e ∼ 50 mT [45].

On comprend donc qu'à fort champ, i.e. Bx
a � ∆B,j

〈gj〉
∆g,j

, le taux de déphasage

retrouve un caractère linéaire, puisque : 1
τj
≈
√

2
∆g,j

〈gj〉∆B,jT∆,j
Bx
a . Même si le traitement

peut se faire de façon complètement analogue pour le trion et pour le trou, cette li-
néarité (signe que le déphasage inhomogène prévaut sur le champ nucléaire) ; s'obtient
e�ectivement à des champs bien plus bas pour le trou, car : ∆B,h ∼ ∆B,e

10
[36]. L'ajus-

tement de ces temps de déphasage (cf. �gure 3.10.b) permet de trouver les largeurs de
distributions suivantes : ∆g,h

〈gh〉
= 0, 34 et ∆g,e

〈ge〉 = 0, 09. On remarque que l'inhomogénéité
(et le déphasage associé) des ge est bien plus faible que pour gh, et donc le déphasage
de la précession des trions reste, pour une large gamme de champs, dominé par les
�uctuations du champ nucléaire. A cela, il faut bien entendu ajouter le déclin de la
population du trion dû aux recombinaisons radiatives.

Régime de bas champ

La précédente étude nous a permis d'évaluer une distribution gaussienne large
des valeurs de gh. Or, les conditions de blocage de phase vont nous permettre d'observer
spéci�quement certains modes de précession de cette distribution, dans le cas d'une
excitation par un train périodique de deux impulsions (séparées par un délai TD),
et à bas champ. Dans cette con�guration, les conditions de blocage de phase sont
alors très sélectives, et les gh des modes les respectant sont alors très écartés (au
regard de la largeur de la distribution). Dans ces conditions, on peut observer un
régime dans lequel seul un mode (celui de pulsation ω1 = 2π 9

TL
), associé à un seul

gh, est modelocké et participe au signal aux délais négatifs 5. C'est le cas représenté
sur la �gure 3.11.a). On remarque que seule la fréquence 1/TD (qu'on pourrait appeler
fondamentale) apparaît sur le signal aux délais négatifs, pour des champs .100 mT.

4. On notera que ce temps de déphasage inhomogène, est souvent appelé "temps de cohé-

rence inhomogène" et noté T ?2 . Nous évitons cette notation pour éviter la confusion avec le temps de

cohérence homogène d'un spin unique.
5. On note que les pulsations fractionnaires ωm = 1

m2π 9
TL

, ont une contribution au signal nulle

(pour les modes avec m pair), ou négligeable lorsque le signal est obtenu en moyennant un nombre

d'impulsions sonde � m.
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3.3 Modélisation de la dynamique temporelle et éva-

luation du T2 du spin du trou

Nous allons nous servir des informations recueillies dans la partie précédente,
a�n de prendre en compte les inhomogénéités, et ainsi calculer l'écart à la théorie de
l'évolution d'un spin de trou dans une BQ unique. Cette théorie, développée dans le for-
malisme de la matrice densité, a été établie par Machnikowski en 2010 [85], en prenant
en compte les spéci�cités du signal Kerr résolu en temps, qui est analogue au signal
PCD. Nous en présenterons ici les principales étapes de calculs, et leur implantation
dans une simulation, permettant de confronter les données au modèle.

3.3.1 Hamiltonien Zeeman et description du système

L'axe de quanti�cation "naturel" de notre système, est l'axe z [001], qui est
l'axe optique de l'expérience. Les règles de sélection optique (cf. �gure 3.3) gouverne
les transitions entre les états de la base {|T ↑〉 , |T ↓〉 , |h ↑〉 , |h ↓〉}. Dans toute cette
partie, nous négligerons le mélange de bande, et nous supposerons que les états de trous
sont purement lourds ; cette base de quatre états permet ainsi de décrire pleinement le
système.
L'interaction avec le champ magnétique de ces états est gouvernée par l'hamiltonien
de Zeeman :

HZ = +
1

2
µB ~Bĝh.~σh +

1

2
µBge ~B~σe (3.12)

où ~σe et ~σh représentent les matrices de Pauli pour le spin du trion et du trou.
Ici, on suppose que le champ magnétique est orienté suivant x, à 90° de l'axe z. Cet
hamiltonien peut se lire dans la base associée à l'axe de quanti�cation x, comme :

HZ =


1
2
geµBB

x
a 0 0 0

0 −1
2
geµBB

x
a 0 0

0 0 1
2
g⊥h µBB

x
a 0

0 0 0 −1
2
g⊥h µBB

x
a


(x)

(3.13)

Par souci de commodité, on préfère rester dans la base des états propres des
composantes z de spin (qui sont les états photo-excités). Le hamiltonien Zeeman s'écrit
alors :

HZ =


0 1

2
geµBB

x
a 0 0

1
2
geµBB

x
a 0 0 0

0 0 0 1
2
g⊥h µBB

x
a

0 0 1
2
g⊥h µBB

x
a 0


(z)

(3.14)

Comme souvent dans ce type d'étude, on utilise pour le trou un pseudo-spin
1/2, ce qui ne change rien à la physique étudiée. Les états propres de cet Hamiltonien
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s'écrivent :

|T±〉 =
1√
2

(
± |T ↑〉+ |T ↓〉

)
(3.15)

|h±〉 =
1√
2

(
± |h ↑〉+ |h ↓〉

)
(3.16)

Il s'agit des états propres des composantes de spin. Nous nous concentrons ici
sur l'excitation du système produite par l'impulsion pompe. Celle ci sera décrite dans
le référentiel tournant à la pulsation ω de la transition, et en négligeant les termes
∼ 2ω (Rotating Wave Approximation). L'hamiltonien d'interaction avec l'impulsion
laser pompe résonante avec l'énergie de la transition ~ω, et de polarisation σ− s'écrit
alors :

HL =
d.Ep

2
p(t) exp(iψp) |h ↑〉 〈T ↑|+H.c. (3.17)

où d est le dipôle de la transition (qu'on suppose égal pour les deux transitions
σ+ et σ−), Ep l'amplitude du champ électrique 6 de la pompe vue par la BQ et ψP sa
phase. En�n p(t) est l'enveloppe temporelle de l'impulsion. Lorsqu'on intègre l'évolution
induite par cet hamiltonien sur la durée de l'impulsion, on s'aperçoit que la pompe a
pour e�et de faire subir à la matrice densité la transformation unitaire : ρ(t = 0+) =

Wp(θ)ρ(t = 0−)W †
p (θ), où Wp(θ) est l'opérateur :

Wp(θ) =


cos( θ

2
) 0 −i sin( θ

2
)e−iψP 0

0 1 0 0

−i sin( θ
2
)eiψP 0 cos( θ

2
) 0

0 0 0 1

 (3.18)

et où θ =
∫ dEP p(t)

~ dt, est l'angle de Rabi de l'impulsion (de durée totale τ ≈ 2

ps très faible devant les autres temps d'évolution du système). Si on considère qu'à
t = 0−, juste avant l'arrivée de la pompe, la BQ contient un trou qui est à l'équilibre
thermodynamique alors cette transformation donne :

ρ(t = 0+) = Wp(θ)


0 0 0 0

0 0 0 0

0 0 1
2

0

0 0 0 1
2

W †
p (θ) =


1
2

sin2( θ
2
) 0 −i

2
cos( θ

2
) sin( θ

2
)e−iψ 0

0 0 0 0
i
2

cos( θ
2
) sin( θ

2
)e+iψ 0 1

2
cos2( θ

2
) 0

0 0 0 1
2


(3.19)

On reconnaît ici une matrice familière en optique quantique, impliquant que
l'intégralité de la population de l'état bas |h ↑〉 (〈h ↑| ρ |h ↑〉) est transférée vers l'état

6. La connaissance du "vrai" champ vu par les BQ dans l'échantillon nécessite la prise en

compte des indices de réfraction à chaque interface de l'échantillon. Cependant l'amplitude totale du

signal a peu d'importance dans notre étude, et nous nous dispenserons de ce traitement.
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haut |T ↑〉, pour une impulsion ayant un angle de Rabi θ = π. A l'inverse, une impul-
sion 2π laisse les populations du système inchangées.

Cependant, on ne pourra pas retrouver ce résultat élégant sur notre expérience,
du fait de la disparité du dipôle (et donc de l'angle de Rabi) des BQ observées. D'autre
part, nous étudions un régime de pompage périodique, et donc la population à t = 0− ne
sera pas à l'équilibre thermodynamique, ce qui in�uence la population créée à t = 0+.
Nous étudierons l'écart à cette initialisation idéale dans la section 3.3.3.
L'état ainsi photoexcité évolue de façon cohérente suivant l'hamiltonien de Zeeman.
Nous allons ici nous intéresser à son évolution incohérente, qui limite le temps de
cohérence T2 du trou.

3.3.2 Dynamique et décohérence de Lindblad

L'évolution de la matrice densité est décrite par l'équation de Liouville suivante :

ρ̇ = − i
~

[HZ , ρ] + Lrad(ρ) + Lh(ρ) + Le(ρ) (3.20)

Le premier terme de cette équation contient l'évolution cohérente de la ma-
trice densité, due à l'hamiltonien Zeeman. Les autres termes sont des dissipateurs de
Lindblad, qui permettent de prendre en compte de façon exacte 7 les processus de déco-
hérence, et de leur attribuer des constantes de temps phénoménologiques. Le premier
permet de prendre en compte la désexcitation radiative du système, et s'écrit :

Lrad(ρ) = γ1(σ↑−ρσ
↑
+ −

1

2
[σ↑+σ

↑
−, ρ]+ + σ↓−ρσ

↓
+ −

1

2
[σ↓+σ

↓
−, ρ]+) (3.21)

+
1

2
γ0(σ0ρσ0 − [σ0σ0, ρ]+) (3.22)

Avec :

σ↑+ = (σ↑−)† = |h ↑〉 〈T ↑|
σ↓+ = (σ↓−)† = |h ↓〉 〈T ↓|
σ0 = |T ↑〉 〈T ↑|+ |T ↓〉 〈T ↓| − |h ↑〉 〈h ↑| − |h ↓〉 〈h ↓|

Dans cette équation, γ1 = 1
τrad

représente le taux d'émission radiative de nos BQ, que
nous �xons (grâce à de précédentes études [47]) à 700 ps. Le taux γ0, permet de prendre
en compte les di�érentes sources de déphasage pur (interaction avec les phonons, e�ets
de champs dus aux charges environnantes[96], ...). Cependant, ce terme ne nous inté-
resse pas dans cette étude, car la décohérence des termes interbandes 8 (par exemple

7. Cet hamiltonien est démontré dans [85] en faisant la somme des processus de spin-�ip avec

un réservoir de spins Markovien. Cette hypothèse est raisonnable si l'on considère que le retour à

l'équilibre du bain est très rapide devant l'évolution du système.
8. Dans la suite de cette étude, on pourra aussi négliger ces derniers car notre signal n'y est

pas sensible [85].
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〈h ↓| ρ |T ↓〉) est dominée par les inhomogénéités de la fréquence de transition de l'en-
semble de BQs, et parce que ce déphasage pur n'a�ecte pas les niveaux d'occupation
des spins.

Vient ensuite le super-opérateur Lh(ρ), qui prend en compte la dissipation af-
fectant le trou. Il est important de noter que si le précédent opérateur est écrit dans
la base des états propres optiques, celui ci s'écrit de préférence dans la base des états
propres de l'hamiltonien Zeeman :

Lh(ρ) = κ+(σh−ρσ
h
+ −

1

2
[σh+σ

h
−, ρ]+)

+κ−(σh+ρσ
h
− −

1

2
[σh−σ

h
+, ρ]+)

avec :
σh+ = (σh−)† = |h+〉 〈h−| (3.23)

où κ+ et κ− sont les taux de cohérence longitudinale (ou de relaxation) pour
les spin-�ips respectivement down (du niveau Zeeman haut |h+〉 au niveau bas |h−〉),
et up. Ces deux taux sont liés par un facteur de Boltzmann : κ− = κ+ exp(−~ωh

kBT
). On

note que pour les caractéristiques de notre échantillon, le splitting Zeeman n'est pas
systématiquement négligeable devant l'énergie thermique, car pour un champ de 1 T,
on a exp(−~ωh

kBT
) ≈ 0.9 à 2 K. La théorie prévoit aussi un terme supplémentaire prenant

en compte le déphasage pur, qui peut être attribué à des processus d'interaction conser-
vant l'énergie, ou des transitions virtuelles (spin-�ips de deux noyaux, interaction avec
deux phonons [47]...). Cependant, nous ne le prendrons pas en compte indépendam-
ment ici, car notre étude ne permet pas, à ce stade, de distinguer les origines de la
décohérence du spin du trou.

En�n, un opérateur similaire s'applique avec les états du trion, mais avec des
temps de cohérence de spin du trion qui sont longs par rapport à leur temps de vie ra-
diatif (T T2 ∼ 1 µs[107]), et qui ne l'a�ectent donc pas durant sa durée de vie. Cependant
nous allons tout de même ajouter un opérateur de Lindblad :

LT (ρ) =
1

T ?2,e
(σT−ρσ

T
+ −

1

2
[σT+σ

T
−, ρ]+)

+
1

T ?2,e
(σT+ρσ

T
− −

1

2
[σT−σ

T
+, ρ]+)

avec un taux de déclin 1
T t?2,e

, uniquement pour prendre en compte le déphasage

des spins des trions dû aux inhomogénéités de ge. Comme nous l'avons vu précédem-
ment, l'inhomogénéité de gh est encore plus forte, mais celle-ci va être traitée de façon
di�érente dans notre simulation.
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3.3.3 Simulation des résultats expérimentaux et estimation du
T2

Nous avons à présent énuméré le hamiltonien, l'excitation et les dissipations qui
s'appliquent sur notre système, ainsi que ses inhomogénéités. Il convient de préciser
que notre expérience ne nous permet pas a priori de distinguer les di�érents processus
in�uant sur la décohérence du spin du trou. Ainsi, tous seront pris en compte via
l'opérateur de Lindblad (3.23), et le temps de cohérence quasi homogène mesuré est
dé�ni comme :

T2 =
2

κ+ + κ−
≈ 1

κ±
(3.24)

Cette dé�nition du T2 est assimilable au T 0
2 = 2T1 dans le cas où le déphasage d'un

spin unique est lent devant les processus menant à sa relaxation 9.

Grâce aux études préliminaires, la plupart des autres paramètres servant à la
modélisation du système sont �xés. On va ensuite se servir du logicielMathematica, a�n
de résoudre de façon formelle un certain nombre d'équations de notre problème, et de
trouver les conditions stationnaires qui respectent le blocage de phase. Le déroulement
des di�érentes étapes de la simulation est décrit ci-dessous.

Solutions de l'évolution libre Tout d'abord, on implémente l'équation de Liouville
(3.20), ainsi que les opérateurs impliqués, sous forme matricielle. On calcule alors les
solutions pour l'évolution des termes de la matrice densité associés au trion à partir
de conditions initiales données. Ces solutions sont simples, et si on calcule les traces
associées au spin : STZ = Tr[σz.ρsol] et STY = Tr[σy.ρsol], on reconnaît aisément la
dynamique de précession des spins, à la pulsation de Larmor, s'atténuant en T t?2 et se
recombinant en un temps τrad = 1

γ1
:

StZ(t) =

(
StZ(0) cos(

Bx
ageµB
~

t) + StY (0) sin(
Bx
ageµB
~

t)

)
e
−t(γ1+ 1

Tt?2
)

(3.25)

StY (t) =

(
StY (0) cos(

Bx
ageµB
~

t)− StZ(0) sin(
Bx
ageµB
~

t)

)
e
−t(γ1+ 1

Tt?2
)

(3.26)

On a besoin de ces solutions dans un premier temps, car la recombinaison du
trion détermine les populations du trou. On peut maintenant ré-injecter la solution de
l'évolution du trion dans l'équation de Liouville, dont on résout le système d'équations
correspondant au trou (les termes ρh↑,h↑, ρh↑,h↓, ρh↓,h↑, ρh↓,h↓ de la matrice densité). La
solution obtenue est de forme nettement plus compliquée (et nous ne la donnerons pas
ici).

9. Ce qui ne sera pas véri�é par la suite puisque le T2 obtenu est très faible devant la limite

2T1 ∼ 200 µs
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Périodicité et blocage de phase On cherche ensuite les conditions initiales qui
permettent à ces solutions de respecter la condition de blocage de phase à une impul-
sion : ρstat(t = TL) = ρstat(t = 0−). Pour cela, on dé�nit ρstat(t = 0−) comme inconnue,
et puis on dé�nit : ρstat(t = 0+) = Wp(θ)ρstat(t = 0−)W †

p (θ), avec θ �xé, comme condi-
tion initiale des solutions de l'évolution libre, calculées précédemment. On peut alors
calculer la matrice densité : ρ(t = TL). Et en�n, on résout formellement, grâce au
logiciel, l'équation :

ρ(t = TL) = ρ(t = 0−) (3.27)

On obtient ainsi les solutions, dont le spin à t = 0− dépend de Bx
a et de gh.

On voit donc que ce système permet bien de déterminer quels gh sont modelockés,
puisque ce sont bien ceux qui respectent la condition de blocage de phase, qui peuvent
être initialisés le plus e�cacement et prendre le plus d'importance dans la simulation.
Pour la simulation avec deux impulsions de pompe, le principe est le même : calcul
de ρ(T−D ), puis on applique la condition initiale ρ(T+

D ) = Wp(θ2)ρ(T−D )W †
p (θ2), pour

calculer l'évolution jusqu'à t = T−L .

Intégration sur p(gh) On remarque que le traitement fait jusqu'ici peut s'appliquer
à une BQ unique (mis à part le choix du temps T t?2 , qui prend en compte le dépha-
sage de l'ensemble des trions). Mais maintenant que le blocage de phase nous a permis
d'obtenir l'amplitude du spin ShZ pour chaque gh, on peut intégrer ces conditions ini-
tiales, et l'évolution qui leur est associée, pour chaque gh de notre distribution, connue
précisément grâce à l'étude de la partie précédente. C'est la partie la plus longue de la
simulation (4h de calcul), car il faut sommer sur toute la plage temporelle t = [0;TL],
1000 à 5000 solutions, a�n d'obtenir un résultat réaliste.

Dépendance de l'initialisation avec la puissance L'angle de Rabi est le dernier
paramètre qui nous manque pour bien reproduire nos expériences et déterminer T2.
Comme mentionné précédemment, l'initialisation de notre système par la pompe ne
suit pas exactement l'évolution prédite par les équations de Bloch. En e�et, si l'équa-
tion (3.19) décrit correctement l'initialisation d'une BQ unique, pour une impulsion
unique, elle ignore deux caractéristiques majeures de notre expérience. Tout d'abord,
le système étudié est un ensemble de BQ (104−105), et même pour une énergie donnée,
la dispersion du moment dipolaire des BQ fait que les BQ ne subissent pas le même
angle de Rabi θ. Cet e�et est de plus renforcé par le pro�l spatial en puissance de la
tache laser pompe. On va donc supposer une dispersion gaussienne de l'angle de Rabi
vu par les BQ participant au signal. De plus, comme expliqué précédemment, nous
étudions un régime périodique, et l'état à t = 0−, juste avant l'arrivée de l'impulsion
suivante, in�ue sur la participation d'une BQ au signal PCD. Ainsi, pour avoir l'évo-
lution réelle de l'initialisation du spin du trou avec la puissance, on doit se servir de
notre simulation, et intégrer pour chaque gh sur une distributionW (θ) de l'aire de Rabi.
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Cette étape, très consommatrice de temps de calcul, est réalisée pour un délai unique
t < 0, pour lequel on observe l'amplitude du signal simulé (∝ (ρh ↑− ρh ↓)) associé au
trou. La �gure 3.16 montre l'évolution de l'amplitude du signal expérimental de PCD à
un délai négatif, en fonction de

√
Ppompe ∝ θ. La courbe rouge présente la dépendance

obtenue par les simulations, dont l'abscisse est renormalisée a�n d'approcher au mieux
les résultats expérimentaux.

Figure 3.16 � Évolution de l'amplitude du signal associé au trou (t < 0) en fonction de
θ, où θ ∝ E ∝

√
PP est l'angle de Rabi de l'impulsion pompe (en unité de π). Les résultats

expérimentaux sont comparés à l'évolution prédite par les simulations. La courbe a) représente
la situation avec une impulsion pompe. La courbe simulée a pour paramètre une dispersion
gaussienne de θ de largeur à mi-hauteur ∆θ

θ = 40%. La courbe b) représente la situation
avec une impulsion pompe double (les deux impulsions ayant la même énergie). La dispersion
permettant d'approcher au plus près l'expérience est maintenant ∆θ

θ = 55%.

Les simulations permettant d'approcher au mieux l'expérience prennent en compte
des distributions gaussiennes de θ telles que ∆θ

θ
= 40% et ∆θ

θ
= 55%, pour une et deux

pompes respectivement. La di�érence entre ces deux largeurs peut s'expliquer par une
focalisation du laser sur l'échantillon di�érente, ainsi qu'une superposition imparfaite
des taches de la 1ère et de la 2ème impulsion. Cependant, si l'on suppose cette distri-
bution décorrélée de celle du gh, alors elle doit avoir un impact limité sur le signal de
PCD. Par contre, la valeur centrale θ in�ue beaucoup sur le résultat des simulations.
Ces courbes vont nous permettent d'estimer l'angle θ à utiliser dans la simulation, grâce
à la détermination de la puissance du faisceau pompe lors de l'expérience. L'ajuste-
ment (présenté en rouge sur la �gure 3.16), permet de déterminer que la puissance
d'excitation correspond à θ = 0, 4π pour la situation à une impulsion de pompe, et à
θ = 0, 3π pour la situation à deux impulsions pompes.

Tracé des solutions et estimation du T2 En s'appuyant sur le signal décrit dans
le chapitre précédent, on trace alors le signal de PCD, en traçant : PCDsimu(t) =∫
Tr[ρ(t)[σTZ − σhZ ]p(gh)dgh. Le résultat est montré sur la �gure 3.17. On peut y voir

que la simulation reproduit bien la précession du spin du trou, leur désynchronisation,
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et également leur re-synchronisation avant l'arrivée de l'impulsion pompe suivante.
C'est grâce à cette resynchronisation qu'on peut estimer le T2 du spin du trou (cf �-
gure 3.17). En e�et, l'amplitude de la re-synchronisation dépend du T2, et la valeur qui
permet de reproduire au mieux les expériences est T2 = 800 ns.

Figure 3.17 � Signal de PCD obtenu pour un champ appliqué de Bx
a = 788 mT, lors de

l'excitation par une impulsion pompe, aux délais négatifs (réplique). L'évolution du signal est
très bien reproduite par les simulations, lorsqu'on �xe : T2 = 800 ns.

La simulation nous permet aussi de bien reproduire les résultats à deux impul-
sions pompes. On peut y voir e�ectivement toutes les resynchronisations des modes,
aux délais t = n.TD. Ce sont les répliques à t = 0− et t = −TD qui permettent d'esti-
mer le T2 avec le plus de précision. Encore une fois, la valeur T2 = 800 ns présente une
bonne correspondance avec les données expérimentales (cf. �gure 3.18).

Il convient de préciser que les valeurs de T2 > 700 ns reproduisent elles aussi
correctement l'amplitude de la resynchronisation. En e�et, comme T2 � TL, l'amortis-
sement est faible sur la plage temporelle observée. Il vaut donc mieux considérer cette
dernière valeur comme une borne inférieure du T2. Cependant celle-ci concorde bien
avec les résultats obtenus par une équipe concurrente [130, 129].

Les simulations présentées dans cette section reproduisent très bien les données
expérimentales, sur une large gamme de champ (comme illustré par la �gure 3.19), ce
qui nous permet d'estimer le T2 du trou dans notre échantillon. Nous avons fait l'e�ort
d'étendre ces simulations a�n de reproduire les résultats obtenus par des expériences



Bx
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concurrentes, qui utilisent un dispositif similaire, mais dont les échantillons présentent
des paramètres bien di�érents. Les simulations, présentés dans l'annexe A, reproduisent
très bien les expériences utilisant un pulse-picker [130], ou une technique d'écho de
spin [129], ou encore le déphasage de la précession du trou à faible champ [58]. Cette
cohérence avec les autres expériences, renforce notre con�ance dans l'estimation du T2

donnée, et permet d'y apporter des informations complémentaires.

3.4 Conclusion

Dans ce chapitre, nous avons détaillé toutes les étapes menant à la détermi-
nation du temps de cohérence T2 du spin du trou localisé dans des BQ d'InAs/GaAs
dopées p. Après avoir présenté les techniques antérieures au blocage de phase, nous
avons expliqué comment celui-ci permet d'obtenir un signal de PCD à un temps long,
malgré le déphasage inhomogène des spins. Nous nous sommes ensuite concentrés sur la
quanti�cation des temps de déphasage et des inhomogénéités importantes de l'ensemble
de BQ sondé, à l'aide d'un modèle phénoménologique. Nous avons ensuite présenté des
éléments de théorie qui nous ont permis, avec les paramètres obtenus dans nos études
préliminaires, de reproduire nos résultats expérimentaux par la simulation, sur une
large gamme de champs, et d'estimer le temps de cohérence quasi homogène T2 & 800

ns à 2 K pour Bx
a ∈ [0, 4; 1, 2T ], pour le du spin du trou. En�n, en complément, nous

avons utilisé le modèle établi a�n de reproduire les résultats obtenus dans les équipes
concurrentes.

Si les études concurrentes ont mesuré un T2 du trou similaire (700 ns [129]),
il convient de comparer celui-ci au aux autres temps de déclin du spin dans les BQ.
Tout d'abord, le T2 du spin électronique, estimé par l'expérience fondatrice du Bayer
[53] puis par Yamamoto et al. [107], mesurant un temps de cohérence ∼ 3 µs (à 2 K
et Bs

a = 4 T). Le temps de cohérence du spin du trou est donc plus faible que celui
de l'électron, contrairement à ce qui était espéré initialement. Ce résultat semble dé-
montrer que ces temps de cohérence, ne sont pas limités par l'interaction hyper�ne. De
plus, les temps de relaxation T1 du spin électronique et du spin du trou sont du même
ordre de grandeur dans la gamme de champ [2; 5 T ] : T e1 & 300 µs [71] et T h1 ∼ 200 µs
[57]. Dans ces deux études, ces temps de relaxation très longs sont attribués à l'inter-
action spin-orbite assistée par le couplage aux phonons. On remarque que les temps
T2 mesurés sont très courts par rapport à la limite théorique 2T1. Cette observation
indiquerait que les temps de cohérence sont trop courts pour être (eux aussi) limités
par le couplage spin-orbite. Cependant cette a�rmation est modérée par les mesures
du T h1 réalisées dans notre groupe [46] dans des conditions expérimentales plus proches
(même échantillon et même gamme de champ), qui permettent d'estimer T h1 ≈ 3µs à
1 T. En considérant cette estimation, la valeur du T2 donnée est bien plus proche de
la limite 2T1, et le T2 pourrait être limité par le même processus que le T1, à savoir le
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couplage spin-orbite assisté par les processus à deux phonons.

À la suite de nos études, l'évolution du T2 avec la température de l'échantillon
a été étudiée dans la référence [129], et montre que celui-ci présente une chute brutale
dès que la température dépasse 7 K. Cette évolution rapide permet aux auteurs de dis-
criminer les excitations vers des orbitales supérieures, et les phonons anharmoniques,
comme principaux responsables de la décohérence. Les auteurs suggèrent donc l'in-
�uence d'un autre mécanisme, incluant les phonons acoustiques. D'autres mécanismes
pourraient limiter le temps de cohérence, comme par exemple l'interaction avec des
charges �uctuantes dans l'environnement de la BQ [99], ou l'interaction quadrupolaire
[55]. La compréhension de ces mécanismes pourrait être améliorée grâce au développe-
ment rapide des expériences de spin-noise [55, 26, 109, 27], qui permettent d'étudier
simultanément les nombreuses échelles temporelles en jeu. Cette compréhension pour-
rait en retour servir dans les divers protocoles de découplage dynamique, comme l'écho
de spin [129, 107], ou Carr-Purcell-Meiboom-Gill (CPMG) [128].

A contrario, d'autres approches reposent sur le contrôle de l'environnement
(comme par exemple des spins nucléaires), pour manipuler le spin et rallonger son
temps de déclin [56]. C'est dans cette optique que nous nous sommes intéressés à la
mise en évidence et l'analyse de la polarisation nucléaire dynamique dans le chapitre
suivant.
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Chapitre 4

E�ets de polarisation nucléaire
dynamique en champ transverse

Dans le chapitre précédent, nous avons montré que les �uctuations du champ
magnétique nucléaire agissant sur les spins des porteurs de charge provoquent un dé-
phasage de la précession de leurs spins. Or les BQ sont aussi des systèmes privilégiés
pour la manipulation, et le contrôle de la polarisation nucléaire. En e�et, si l'inter-
action hyper�ne couple le champ Overhauser produit par les spins nucléaires au spin
électronique, le spin du porteur de charge va en retour produire un champ Knight dont
les composantes transverses sont capables de polariser les noyaux. Ce processus, appelé
polarisation nucléaire dynamique (PND), va être particulièrement e�cace dans les BQ,
à cause du con�nement spatial de la fonction d'onde électronique et de l'inhibition de
la di�usion de spin en dehors de la BQ. On peut ainsi obtenir des taux de polarisation
nucléaire très élevés (∼ 80% [89]), dont l'in�uence sur l'électron est comparable à un
champ magnétique de plusieurs Teslas. La manipulation de la polarisation nucléaire
peut alors devenir un outil précieux pour la manipulation d'un Qubit de spin électro-
nique dans les BQ [56]. Notamment, la polarisation de 100 % des noyaux du système
permettrait d'éviter le déphasage dû aux �uctuations des spins nucléaires. Cependant,
la PND, est aussi in�uencée par l'interaction quadrupolaire, qui est particulièrement
importante dans les BQ auto-assemblées d'InAs/GaAs, et dont les e�ets sont encore
mal caractérisés.

Dans la littérature, la plupart des expériences de PND sont réalisées en champ
longitudinal (con�guration Faraday). Mais dans les expériences de Mode-Locking pré-
sentées au chapitre précédant, certaines conditions d'excitation permettent d'observer
des e�ets associés à une PND, en dépit du champ magnétique transverse à l'axe optique
(con�guration Voigt). Bien qu'une incertitude subsiste quant à l'interprétation de ces
résultats, nous les présenterons dans ce chapitre avec des pistes de compréhension.

Nous présenterons d'abord un panorama des nombreuses interactions agissant
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sur les spins nucléaires et électroniques dans les BQ, et nous soulignerons les rôles
primordiaux des interactions hyper�ne et quadrupolaire, en présentant des expériences
montrant leur importance dans les BQ. Puis nous étudierons deux expériences de PND
de la littérature, mettant en ÷uvre une PND en champ transverse dans les BQ. En�n
nous présenterons les conditions expérimentales et les résultats originaux obtenus dans
notre équipe, avec des pistes d'explication.

4.1 Dynamique de polarisation et interactions nucléaires

dans les BQ

De nombreuses interactions jouent un rôle dans la PND, la plus importante
étant l'interaction hyper�ne. Ces interactions couvrent des domaines énergétiques et
temporels très larges, qui sont cependant di�ciles à distinguer dans les expériences.
Nous jugeons donc utile de présenter ces interactions et les constantes associées, ainsi
que les observations qui leur sont associées dans la littérature. Les caractéristiques et
déductions de ces expériences seront toutes utiles pour l'interprétation de nos observa-
tions.

Nous présenterons d'abord de façon détaillée les mécanismes et les constantes de
temps associés à l'interaction hyper�ne, pour l'électron et pour le trou. Ces mécanismes
vont permettre le transfert de la polarisation d'un porteur excité vers les noyaux de la
BQ, que nous présenterons grâce à l'expérience réalisée par O. Krebs et al. [69]. Nous
étudierons ensuite l'in�uence de l'interaction quadrupolaire, particulièrement impor-
tante dans les BQ d'InAs/GaAs, du fait des valeurs importantes des spins des noyaux
d'indium et d'arsenic, et des contraintes de la structure auto-assemblée. Cette impor-
tance sera mise en valeur grâce aux expériences très probantes réalisées par Maletinsky
et al. [88] .En�n nous présenterons le rôle limitant joué par l'interaction dipôle-dipôle.

4.1.1 Interaction hyper�ne

L'interaction hyper�ne est l'interaction entre le spin d'un noyau et le spin d'un
porteur de charge. Comme mentionné précédemment, cette interaction est particu-
lièrement importante pour les BQ, dans lesquelles la fonction d'onde électronique est
con�née sur un faible nombre (∼ 105) de noyaux. Nous avons vu dans la section 1.4 que
les �uctuations de la polarisation nucléaire d'une BQ à l'autre induisent un déphasage
de la précession du spin électronique. De plus, la forte localisation de la fonction d'onde
va rendre e�cace l'échange de moment angulaire entre les noyaux et les électrons, qui
sont injectés de façon répétée dans la BQ, avec une polarisation contrôlée (grâce aux
règles de sélection optique). La polarisation optique va ainsi induire la construction
d'un champ nucléaire, qui va à son tour in�uer sur la dynamique électronique.
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Dans cette sous-partie, nous allons présenter les Hamiltoniens associés à l'inter-
action hyper�ne pour un électron de conduction, et voir comment il permet d'induire
une forte polarisation nucléaire (en champ longitudinal), avant de traiter le cas du
trou. Les mécanismes introduits dans cette partie permettent de faire le lien entre nos
conditions d'excitation et la PND créée dans la partie 4.3.

Hamiltonien hyper�n de l'électron

Comme on l'a vu dans la section 1.4, on peut prendre en compte l'interaction
d'un électron photo-excité avec l'ensemble des noyaux de la BQ, en sommant le Ha-
miltonien associé au terme de contact de l'interaction hyper�ne sur tous les noyaux j
de la BQ :

Ĥc
hf = η0

∑
j

Aj|φe(~rj)|2Ŝ.Îj (4.1)

où η0 est le volume de la cellule unité de la fonction d'onde atomique, et où l'on a
introduit la constante hyper�ne : A ≡ 16π

3I
µ0µBµI
η0
|u1(2)(0)|2. Dans les semi-conducteurs

III−V , les valeurs de A sont proches de 50 µev (cf tableau 4.1). Étant donné le grand
nombre de noyaux impliqués, on peut considérer que l'électron interagit avec un spin
nucléaire moyen 〈Îj〉, et que cette interaction est équivalente à celle avec un champ
nucléaire ~Bn dé�nit tel que : geµB ~BnŜ ≡ Ĥhf . On a donc :

~Bn =
η0

∑
j A

j|φe(~rj)|2〈Îj〉
geµB

(4.2)

Ce champ nucléaire s'exerçant sur l'électron, aussi appelé champ Overhauser,
peut (sous les bonnes conditions d'excitation) atteindre plusieurs Tesla [119], et ainsi
créer des écarts d'énergie supérieurs à 100 µeV. L'interaction étant réciproque, on peut
aussi considérer que le spin électronique exerce un champ magnétique sur les noyaux.
Ce champ Knight s'exerçant sur le noyau j est dé�ni tel que :

~Bj
K = fe

η0A
j

gNµN
|φe(~rj)|2〈Ŝ〉 (4.3)

où le paramètre fe est la fraction du temps pendant laquelle l'électron est dans
la BQ. On voit donc, si on excite la BQ avec un spin moyen non-nul 〈Ŝ〉, que plus
son taux d'occupation va être élevé et plus le champ Knight produit par l'électron va
être fort et polariser les noyaux. Dans les conditions expérimentales usuelles, le champ
Knight est de l'ordre de la dizaine de mT [73] 1.

On remarque que l'intensité de l'interaction est modulée par l'amplitude de la
fonction enveloppe sur le noyau j, via |φe(~rj)|2. Les noyaux sur le bord de la BQ vont

1. La di�érence d'un ordre de grandeur entre les champs Knight et Overhauser s'explique par

le rapport geµB
gNµN

∼ 1000 qui contrecarre la sommation sur 104−5 spins dans le cas de ~Bn.
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Élément Spin Aj(µeV ) M j(µeV ) BQ (mT)

Ga 3/2 38 3,0 385
In 9/2 56 -4,0 110
As 3/2 46 -4,4 150

Figure 4.1 � Les valeurs de la constante hyper�ne de l'électron Aj sont tirées de la référence
[98]. Les valeurs de celle du trou M j (dont l'hamiltonien hyper�n est donné dans la section
1.4.2), ont été estimées récemment dans [23]. Les valeurs de BQ dépendent fortement de la
géométrie des contraintes de la BQ. Les valeurs citées ici proviennent des estimations faites
dans les références [68, 35, 125].

donc voir un champ Knight plus faible que ceux situés au centre, et il est donc impos-
sible d'écranter le champ Knight uniformément par l'application d'un champ externe
[73]. L'inhomogénéité de la fonction enveloppe va aussi créer des gradients de champ
Knight, qui peuvent inhiber les mécanismes de di�usion du spin liés à leur interaction
dipôlaire [83] 2.

En�n, on notera que suivant ces équations, le champ Knight produit par le trou
sera un ordre de grandeur plus faible (cf section 1.4.1), et son e�et sur la polarisation
nucléaire sera un ordre de grandeur plus faible que celui produit par l'électron. Aussi,
l'in�uence du trou sur la PND sera le plus souvent négligée devant celle de l'électron,
qui peut être utilisée a�n de produire des polarisations nucléaires importantes.

Dynamique de polarisation nucléaire en champ longitudinal
Le couplage entre les spins nucléaires et électroniques exercé via l'interaction hyper�ne
va autoriser un échange de leurs moments angulaires. En e�et, le Hamiltonien (4.1) va
pouvoir se réécrire (en utilisant les notations usuelles pour les spin Ŝ± = Ŝx ± iŜy) :

Hhf = η0

∑
j

Aj|φe(~rj)|2
[
Ŝz Î

j
z +

Ŝ+Î
j
− + Ŝ−Î

j
+

2

]
(4.4)

Le premier terme entre crochet n'induit pas de changement du spin, mais seulement un
écart d'énergie de type Zeeman. Le deuxième terme en revanche, autorise un retour-
nement réciproque d'un spin nucléaire et du spin électronique (�ip-�op). Cet échange
se réalise de façon à conserver le spin total du système. Ainsi, l'injection répétée d'un
électron avec une polarisation supérieure à la polarisation prévue par l'équilibre ther-
mique du système 〈Ŝe〉0, va permettre le transfert de moment angulaire de spin vers
les noyaux, lors de la relaxation du spin électronique. A cette �n, les trions X+ vont
être particulièrement intéressants, car ils permettent l'injection répétée d'un spin élec-

2. Cependant, il vont rendre possible de nouveaux mécanismes de di�usion du spin utilisant

des processus à deux phonons [47].
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tronique, dont l'orientation est contrôlée par les règles de sélection optique.

Ce mécanisme de polarisation nucléaire a été mis en ÷uvre dans de nombreuses
expériences a�n de créer une polarisation nucléaire importante [119, 89], et nous allons
ici présenter en exemple l'expérience réalisée par Eble et al. en 2005 [38], et la modéli-
sation associée [37].

On notera que cette expérience a été réalisée avec l'application d'un champ
longitudinal Bz, et avec une excitation continue hors résonance 3. Ce dernier point est
particulièrement important car il implique des temps de corrélation du spin électro-
nique courts (τ ec ∼ 50 ps), à cause des captures/échappements rapides d'électrons dans
la BQ. Ce temps de corrélation court est indispensable à l'e�cacité de l'échange �ip-
�op. En e�et, si le Hamiltonien (4.4) implique la conservation du spin, il ne prévoit
pas la conservation de l'énergie. Or le retournement du spin électronique est bien plus
énergétique que le retournement du spin nucléaire, car 4 ~ωeZ

~ωNZ
∼ 103. Comme on peut le

voir sur la �gure 4.2.a, les états (|↑e〉 ⊗ |Iz〉) et (|↓e〉 ⊗ |Iz + 1〉) vont avoir des énergies
bien distinctes (séparées de ≈ ~ωeZ), mais le faible temps de corrélation du spin élec-
tronique va leur conférer une largeur importante ∼ ~/τ ec . Cette largeur, comparable
à l'écart énergétique, va augmenter la probabilité de la transition entre les deux niveaux.

En faisant l'approximation d'une équi-répartition de la fonction d'onde sur les
N noyaux de la BQ (de volume η0N/2), on peut montrer [37] que les �uctuations
temporelles du terme �ip-�op (à l'échelle de τ ec ), vont induire une relaxation de la
polarisation nucléaire en un temps T1e :

T1e = (
N~
Ã

)2 1 + (ωeτ ec )2

2feτ ec
(4.5)

où ~ωe = geµB(Bz + Bn) et où Ã ∼ 50µeV est la constante hyper�ne moyenne des
noyaux de la BQ. On peut alors établir une équation di�érentielle simple pour l'évolu-
tion de la polarisation nucléaire moyenne 〈Ĩz〉 :

d〈Ĩz〉
dt

= − 1

T1e

(
〈Ĩz〉 − Q̃

(
〈S̃ez〉 − 〈S̃ez〉0

))
− 〈Ĩz〉

Td
(4.6)

où le premier terme représente la PND induite par l'écart du spin électronique

3. La BQ est dans ce cas intégrée à une structure Schottky, qui couple le niveau électronique

de la BQ à la mer de Fermi du GaAs dopé.
4. On notera au passage que ce faible écart Zeeman pour les noyaux explique la faible pola-

risation nucléaire produite uniquement par le champ magnétique (même de plusieurs Tesla) à T = 2

K. En revanche, le pompage optique des noyaux va permettre d'atteindre des taux de polarisation

nucléaires équivalent à des température de spin de 10−4 K (bien que le concept de température de spin

développé par Abragam [1] ne soit pas valide dans les BQ, comme nous allons le voir par la suite).



�/τc
�Ωe

p X+

σ−

〈S̃e
z〉0 Q̃ ∼ 15

1
Td

= 1
T∞
d

+ 1

T ′
d(1+( Bz

BQ
))

d〈Ĩz〉
dt

= 0

BQ ≈ 400

ωe T1e

σ−

Bz
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〈S̃e
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la dépolarisation (due au terme Td de l'équation 4.6), dépasse le pompage optique et le
champ chute brutalement ; il faut alors réduire le champ à B′c ≈ 1 T a�n de restaurer
la polarisation nucléaire (cf. �gure 4.2.c). Cette bi-stabilité peut aussi être observée en
variant la puissance d'excitation [119]

Le modèle développé par les auteurs de ces études, reproduit très bien les expé-
riences en champ longitudinal et le fort champ e�ectif (∼ 3 T) produit par la polarisa-
tion des noyaux (∼ 50%), bien qu'il ne traite que comme une relaxation les interactions
quadrupolaire et dipôle-dipôle, qui ont pourtant un rôle primordial dans les BQ, comme
nous allons le voir dans ce qui suit.

4.1.2 Interaction quadrupolaire dans les BQ

L'interaction quadrupolaire nucléaire couple les spins de noyaux aux champs
électrostatiques locaux de la BQ. Les noyaux sont insensibles (avec leur nuage électro-
nique) à un champ électrique homogène, car ils ne possèdent pas de moment électrique
dipolaire. Cependant, les noyaux possédant un spin I > 1/2 ont une distribution de
charge non-sphérique, qui va leur conférer un moment quadrupolaire (cf �gure 4.3.a).
Ce quadrupôle va coupler le noyau aux gradients de champs ∂2V/∂x1∂x2. Les gra-
dients de champ électrique sont rarement présents dans le matériaux massifs (où ils
peuvent être associés aux désordres d'alliages), mais sont très importants dans les BQ
auto-assemblées à cause du principe même de leur croissance, reposant sur le désac-
cord de maille important de l'InAs et du GaAs. Comme mentionné précédemment, des
contraintes et déformations subsistent dans la BQ, et avec elles, des gradients de champ.
Ces gradients peuvent être renforcés par l'interdi�usion de l'indium et du gallium, et
avoir une composante �uctuante dans le temps, à cause des créations/annihilations de
porteurs dans la BQ [103] et des charges environnantes.

Si l'on considère en première approximation une symétrie rotationnelle de la
BQ dans le plan (x, y) de l'échantillon, alors l'axe principal du gradient de champ va
se trouver le long de l'axe de croissance z. Cependant, étant donné la forme en cône
tronqué ou lentille de la BQ, cet axe va évoluer le long de la structure et former un
angle θ avec l'axe z ; on notera cet axe z′ (cf schéma 4.3.b). L'interaction quadrupolaire
a pour e�et de quanti�er les projections du spin nucléaire le long de cet axe z′, selon
le Hamiltonien [1] :

ĤQ =
~ωQ

2

(
Î2
z′ −

I(I + 1)

3

)
(4.7)

où l'énergie ~ωQ va dépendre de l'espèce chimique et du tenseur des contraintes
de la structure ε (avec la valeur typique εzz ≈ 2% [35] dans les BQ d'InP/GaP). Bien
que cette interaction ne soit pas magnétique, l'énergie ~ωQ peut être comparée au
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Ce comportement con�rme le caractère singulier de la physique du spin nu-
cléaire dans les BQ, et notamment invalide le concept de température de spin (dé�ni
par Abragam) dans celles-ci. L'interaction quadrupolaire va aussi jouer un rôle pré-
pondérant dans les e�ets inédits observés lors des expériences en champ transverse, et
il est donc important de garder à l'esprit les éléments présentés ici pour l'analyse des
résultats de nos expériences.

4.1.3 Interaction dipolaire des spins nucléaires

En�n, les spins nucléaires sont sensibles au champ produit par le dipôle de leurs
voisins, via l'interaction dipôle-dipôle. Cette interaction peut s'écrire [1] :

Ĥd =
µ2
N

2

∑
j 6=j′

gjgj′

r3
jj′

(
Îj Îj′ − 3

(Îj. ˆrjj′)(Îj′ . ˆrjj′)

r2
jj′

)
(4.8)

où l'on somme les contributions des voisins j du noyau j′. L'énergie caractéris-
tique de ce Hamiltonien dans le GaAs (avec une distance entre les deux plus proches
sites a = 0, 24 nm, et en considérant le facteur gyromagnétique du gallium 71) est de :
µ2
N

2

gjgj′

a3 = 7, 610−6µeV. Cette interaction peut donc être comparée à celle exercée par un
champ �uctuant de l'ordre de δBd ∼ 0, 15 mT vu par chaque noyau 7. La précession du
spin d'un noyau dans ce champ se fait en un temps de l'ordre de τnuc ∼ 100 µs, qui est
le temps caractéristique de dépolarisation du système de spins nucléaires (dans le noir).
En e�et, ce Hamiltonien permet un échange entre des projections de spin des noyaux,
de façon séculaire et non séculaire (i.e. ne conservant pas la projection totale), ce qui
va induire une dépolarisation en un temps τnuc. Ce mécanisme est aussi responsable
de la di�usion du spin [1], qui va limiter fortement les taux de polarisation nucléaire
accessibles dans les matériaux massifs.

Cependant, comme mentionné précédemment, l'interaction du quadrupôle nu-
cléaire va fortement inhiber les transferts de moment nucléaire entre les noyaux de la
BQ 8, ainsi qu'entre les noyaux de la BQ et le noyaux de la barrière de GaAs, qui sont
sensibles à un Hamiltonien quadrupolaire di�érent. Ainsi, l'interaction des quadrupôles
nucléaires permet l'isolement du système de ≈ 105 spins nucléaires de la BQ vis-à-vis
du réservoir constitué par la barrière [87], et ainsi d'atteindre de forts taux de polari-
sation nucléaire.

7. Ce champ est su�samment faible pour être écranté par le champ Knight (∼ 10 mT) dans

les BQ, ce qui va permettre de polariser les noyaux même sans l'application d'un champ magnétique

(contrairement aux premières prédictions).
8. L'interaction dipôle-dipôle est aussi écrantée par les gradients de la fonction d'onde électro-

nique, et les forts gradients de champ Knight qu'ils impliquent [83, 111].
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Il est pourtant nécessaire de prendre en compte l'interaction dipôle-dipôle, car
elle n'est pas totalement inhibée par l'interaction quadrupolaire (Les transferts de mo-
ment entre les niveaux mz′ = ±1/2 subsistent, et avec eux une certaine di�usion du
spin nucléaire vers l'extérieur de la BQ), et elle va donc jouer un rôle limitant dans les
expériences de PND.

Dans cette partie, nous avons présenté les trois interactions majeures pour la
physique du spin nucléaire dans les BQ. Le rôle prépondérant de l'interaction hyper�ne
est fortement modulé par l'interaction quadrupolaire, et limité par l'interaction dipo-
laire. Ces trois forces en présence vont avoir une importance relative qui va dépendre
fortement des conditions expérimentales, et vont produire un large panel d'observations
expérimentales. Les expériences de PND en champ transverse sont celles qui présentent
les e�ets les plus surprenants, et encore mal compris. Nous en présenterons les exemples
les plus marquants, de deux expériences aux conditions expérimentales proches de celles
utilisées pour les expériences qui suivent, et dont la compréhension sera utile a�n de
mieux appréhender nos résultats expérimentaux.

4.2 Observations de PND en champ transverse

Dans cette partie, nous présenterons deux observations expérimentales (réalisées
par les équipes de R.I. Dzhioev en 2007 et de O. Krebs en 2009) associées à une PND
dans les BQ en champ transverse. On s'attend a priori à une disparition des e�ets de
PND en champ transverse, dès lors que le champ appliqué Bx est supérieur au champ
Knight (∼ 10 mT), et provoque la précession des spins nucléaires. Ces expériences
in�rment ce comportement, et soulignent l'importance des e�ets quadrupolaires dans
les BQ. Les éclaircissements apportés par ces expériences seront utiles à l'analyse de
nos résultats, présentés dans la partie suivante.

4.2.1 Expériences de Dzhioev en 2007

L'équipe de Dzhioev a étudié des ensembles de BQ auto-assemblées d'InP do-
pées n [35] (la polarisation de la photoluminescence observée est donc négatives [74]).
Le phosphore a un spin 1/2 qui le rend insensible aux e�ets quadrupolaires, contraire-
ment à l'indium, pour lequel les contraintes de la structure vont imposer une énergie
quadrupolaire similaire à celle présente dans les BQ d'InAs : νQ ∼ 1 MHz.
Les auteurs ont mesuré le taux de polarisation circulaire de la photoluminescence de
l'échantillon en fonction du champ transverse ρc(Bx). Celle-ci est directement propor-
tionnelle à la projection du spin électronique moyen le long de l'axe d'excitation :
ρc ∝ −2〈Ŝe〉z, et suit normalement l'évolution associée à l'e�et Hanle (introduit dans
la partie III.1) :

ρc(Bx) =
ρc(0)

1 + (Bx/B1/2)2
(4.9)
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nucléaire Bz
n ∝ 〈Se〉z~z permet en e�et d'expliquer un élargissement par rapport à la

courbe de Hanle. Cette interprétation est con�rmée, selon les auteurs, par le décalage
du minimum de ρc(Bz) (en champ longitudinal, c.f. 4.5.b), qui n'est pas attribué au
champ Knight (comme dans Lai et al.[73]), mais au champ Bz

n.

4.2.2 Expériences de Krebs en 2009

Krebs et al. ont réalisé une expérience similaire, mais avec des BQ d'InAs/GaAs
dopées p [68]. L'observation de ρc est cette fois réalisée avec des BQ uniques, et permet
de déterminer quasi-directement le champ Overhauser grâce aux décalages spectraux.
Sous une excitation quasi-résonante, et d'hélicité constante, les auteurs observent un
élargissement d'un facteur dix par rapport à la courbe Hanle attendue (cf �gure 4.6.a).

Un tel comportement pour des champs appliqués Bx ∼ 1T, ne peut être ex-
pliqué par la création d'un champ nucléaire Bz

n d'une magnitude plausible 10. L'élar-
gissement anormal de la courbe Hanle est expliqué par un champ nucléaire dans le
plan Bx

n, anti-parallèle au champ appliqué, et qui permet de remplir la condition
|Bx

n + Bx| < Max(|Bz
n|, B1/2)|. Cette hypothèse est soutenue par les observations de

photo-luminescence polarisée linéairement, qui montrent que l'écart Zeeman associé à
l'électron est annulé dans la zone où la PND se manifeste (alors que celui associé au
trou n'est pas a�ecté), comme on peut le voir sur la �gure 4.6.b.

Le mécanisme permettant la PND dans le plan de l'échantillon, repose avant
tout sur une faible polarisation nucléaire suivant z qui fait pencher l'axe de précession
~Btot du spin électronique, et induit une composante non-nulle de celui-ci suivant x :
〈Sxe 〉. Cette composante va pouvoir être transférée aux noyaux via les mécanismes de
�ip-�op associés à l'interaction hyper�ne 11. La polarisation nucléaire créée suivant x
est stabilisée par les e�ets quadrupolaires, dont l'axe de quanti�cation a une compo-
sante suivant x 12. Suivant la même tendance qu'en champ longitudinal (illustrée sur
le schéma 4.2.a), la PND est favorisée lorsque l'écart Zeeman électronique est le plus
faible, et donc lorsque le champ appliqué est quasiment compensé. Ce dernier point
implique, comme en champ longitudinal, une bi-stabilité de la polarisation nucléaire
lors de la montée et descente du champ appliqué, bien visible dans les expériences de
Krebs et al.

Les e�ets quadrupolaires sont primordiaux dans ce mécanisme de polarisation

10. On peut ajouter que la dynamique du spin prévue par Dzhioev pour un champ nucléaire

suivant z change considérablement la forme de l'évolution de ρc(Bx), qui s'écarte d'une Lorentzienne

pourtant observée par Dzhioev et al.
11. Ce mécanisme a été mis en évidence par la suite par Urbaszek et al[111] dans des BQ

non-contraintes de GaAs.
12. Notamment sur les bords de la BQ, à cause du tilt de l'axe principal des contraintes (cf

schéma 4.3.c).
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transverse ~Bx
a , et évolue avec les conditions d'excitation (rapport cyclique et puissance).

Puis nous étudierons l'évolution de la PND avec le champ transverse appliqué, grâce à
l'expérience pompe-sonde. En�n, une expérience permettant de mesurer sa dynamique
d'établissement sera présentée. En dernier lieu, nous ferons un récapitulatif de nos ob-
servations, ainsi que des pistes d'explications, à la lumières des interactions en jeu et
de leurs observations (présentées dans les deux parties précédentes).

4.3.1 Conditions d'excitation et renormalisation

Les expériences permettant d'observer une PND sont réalisées dans des condi-
tions proches de celles des expériences présentées dans le chapitre précédant. On utilise
toujours l'expérience pompe-sonde résolue en temps, qui permet d'observer le PCD.
Les échantillons de BQ étudiés sont le 74K31 (utilisé au chapitre précédant), ainsi que
l'échantillon 93P134, dont les conditions de croissance et le dopage sont identiques, et
dont la transition fondamentale du trion X+ est à une longueur d'onde sensiblement
identique (910 nm).

Les expériences sont encore une fois menées dans un régime d'excitation pulsée
(fL = 76, 6 MHz), et l'application d'un champ magnétique transverse ~Bx

a nous situe
dans les conditions de blocage de phase décrites dans le chapitre précédent. Étant
donné la faible in�uence de la polarisation nucléaire sur le spin du trou (décrite dans
la partie 4.1.1), on s'attend à ce que l'apparition d'une PND n'in�ue que très peu sur
le blocage de phase, ce qui sera véri�é expérimentalement. Les observations liées à une
PND se font donc essentiellement sur la précession du spin électronique, observable
aux délais pompe-sonde positifs (∆t . τrad), à la pulsation moyenne de l'ensemble de
BQ ω̄e. Nous utilisons l'excitation à une impulsion pompe, a�n que la plage temporelle
observable ne soit pas gênée par l'arrivée de la deuxième impulsion pompe.

La di�érence fondamentale avec les expériences menées dans le chapitre pré-
cédant est la modulation de la polarisation circulaire de l'excitation. Dans les expé-
riences précédentes, la polarisation des impulsions pompes était modulée σ+/σ−, à une
fréquence fpompe ∼ 100 kHz. Il a été montré que dans ces conditions, une polarisation
nucléaire de la BQ était exclue [34], car les temps de construction de la PND dépassent
la milliseconde (nous reviendrons sur cette estimation dans la partie 4.3.5). En e�et,
dans ce cas, la polarisation du spin électronique injecté dans la BQ a une moyenne nulle
sur une échelle de temps de la milliseconde. En revanche, si on fait varier le rapport
cyclique du modulateur électro-optique, on peut produire des trains d'impulsions dont
la polarisation sera asymétrique (par exemple 90%σ+/10%σ−, voir schéma 4.7.a).

Dans le cas d'un excitation de rapport cyclique D, la polarisation moyenne du
spin de l'électron injecté dans la BQ n'est pas nulle, et vaut : 〈Ŝe〉 = 2(D− 1

2
)〈Ŝe〉max, où

〈Ŝe〉max est la polarisation maximale, obtenue pour une excitation d'hélicité constante.
Cette polarisation peut être transférée au bain de spins nucléaires via l'interaction hy-



σ+/σ− D = 0, 9 PCD

D

sin(πD)

�Bn

D

D

u(t)

D fpompe

A(fpompe) =

∫ +T
2

−T
2

u(t) cos(2πfpompet)dt =

∫ +D∗T
2

−D∗T
2

cos(2πfpompet)dt =
1

πfpompe

sin(πD)

PCD(∆t = 0+)

D sin(πD)

74K31 p



PCD

σ+/σ− D = 50% D = 90%

∆t � τrad = 700

{ρT↑, ρT↓, ρh↑, ρh↓}

ρT (h)↑(↓)

τrad
Te Th



104 Polarisation nucléaire dynamique

Figure 4.8 � Signal PCD en champ nul, avec l'échantillon 74K31, pour une excitation
modulée σ+/σ−, D = 0, 5 et D = 0, 9. Les données sont présentées en échelle semi-log, avec
les ajustements associés à la dynamique des populations. Les données présentent des fonds
di�érents. Les points normalement associés à des délais négatifs, sont présentés avec leur délai
réel par rapport à l'impulsion excitatrice. En encadré : zoom sur le régime transitoire (sur les
données renormalisées), et droites directrices mettant en valeur la di�érence des dérivées.

l'évolution temporelle de la variable PCD(∆t) = (ρh↑−ρh↓)−(ρT↑−ρT↓). L'expression
�nale sert à l'ajustement des données expérimentales (présenté sur la �gure 4.8).

Le temps radiatif τrad est �xé à 700 ps grâce aux études précédentes. Le temps
de déclin du spin du trou est ajusté grâce aux délais longs ∆t ∼ TL = 13150 ps. Les
Th ajustés sont Th(D = 50%) = 14320 ps et Th(D = 90%) = 14850 ps. Ce temps
de déclin ne varie donc quasiment pas avec D, et correspond au temps de déphasage
d'un ensemble de spins de trous soumis à un champ magnétique nucléaire �uctuant.
Ce déclin peut être modélisé par la théorie de Merkulov [92, 120], et a déjà été mesuré
au sein de notre équipe [36] par une méthode similaire.

En revanche, le temps de déclin Te ajusté varie fortement avec D. On ajuste :
Te(D = 50%) = 520 ps et Te(D = 90%) = 820 ps. Le temps Te(D = 50%) équivaut à
T∆ (dé�nit dans le modèle de Merkulov), précédemment mesuré pour cet échantillon.
Si le temps de déclin Te mesuré pour D = 90% augmente, c'est nécessairement à cause
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d'un e�et de PND. Il ne peut s'agir d'une réduction des �uctuations du champ nu-
cléaire, car elle nécessite une polarisation des noyaux de la BQ ∼ 50% [37], qui est
loin d'être atteinte dans nos conditions expérimentales (excitation pulsée, modulée en
polarisation et sans champ appliqué). Cependant, on peut supposer que la polarisation
asymétrique (donc en moyenne non-nulle) du faisceau pompe permet de créer une po-
larisation moyenne non-nulle des noyaux équivalente à un champ : 〈 ~Bn〉 = Bz

n~z 6= ~0 14,
qui en retour stabilise le spin de l'électron.

Modélisation de la dynamique du spin électronique
Le modèle simple ayant permis d'identi�er un e�et de PND, on utilise maintenant a�n
de quanti�er Bn,z, un modèle plus complet (analogue à celui développé dans la par-
tie précédente). Pour mieux visualiser leurs déviations, on fait la di�érence entre les
courbes expérimentales (renormalisées en fonction de D), visible sur la �gure 4.9. La
di�érence marque un creux, prévu par la dynamique de Merkulov (présenté dans la
section 1.4, et observé une seule fois, grâce à une expérience sur une BQ unique [32]).
En�n, la di�érence entre les deux courbes ne retombe pas à zéro, même une fois que
tous les trions se sont recombinés (∆t ∼ 2 − 3τrad). L'écart restant est donc néces-
sairement dû à une di�érence de la polarisation du trou résident (ρh↑ − ρh↓) entre les
deux con�gurations d'excitation. Cette di�érence provient de l'in�uence importante de
Te dans le mécanisme de pompage du trou résident. Le rallongement de Te diminue
fortement la probabilité du �ip du trion pendant le temps de vie 15, et produit en retour
une baisse du taux de polarisation accessible pour le trou résident.

On reproduit ces résultats grâce à une simulation prenant en compte la dyna-
mique complète du système à quatre états ; et notamment en intégrant la dynamique
du spin électronique autour des �uctuations du champ nucléaire, décrite dans la section
1.4. De plus, on suppose que pour D = 90% les états trion sont soumis à un Hamilto-
nien Zeeman supplémentaire : Ĥz,n = geµBB

z
n~z

2
.Ŝ, où le champ Bz

n~z a un rôle identique
à un champ appliqué. De nombreux paramètres de la simulation sont �xés grâce aux
simulations conduites dans le chapitre précédent 16, et on fait varier uniquement Bz

n et

14. On peut aisément supposer que la composante principale du champ nucléaire est orientée

suivant ~z, car les mécanismes �ip-�op (conservant le spin total) mettent en jeu les électrons du trion,

dont le spin initial est orienté suivant ~z. De plus, de nombreuses expériences ont montré le rôle stabi-

lisateur des interactions quadrupolaires lors de la création d'une PND suivant ~z, en champ extérieur

nul.
15. En e�et, le pompage du système à quatre niveaux repose sur le déséquilibre entre Te et Th,

et sur le retournement du spin du trion excité durant son temps de vie [7, 47]. La proportion des trions

gardant leur polarisation initiale peut-être estimée comme : P = 1
τrad

∫ +∞
0

e−
t
Te e
− t
τrad dt = 1

1+
τrad
Te

.

Ainsi P (Te = 500ps) = 0, 42 et P (Te = 800ps) = 0, 54. L'évolution du Te produit donc un e�et

important sur le pompage.
16. Le déphasage du spin du trou aux délais courts peut cette fois être modélisé phénoménolo-

giquement par un T ?,h2 .
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θ (l'angle de Rabi associé à l'impulsion pompe). Comme on peut le voir sur la �gure
4.9, les courbes sont bien reproduites pour les valeurs : θ = π/2 et Bz

n = 50± 25 mT.

Figure 4.9 � Di�érence des signaux de PCD obtenus (puis renormalisés) pour une excitation
D = 0, 5 et D = 0, 9 (le délai nul ∆t = 0+ nous sert à déterminer le fond, présent sur les
�gures précédentes). La dynamique de précession du trion marque un creux à ∆t ≈ 2T∆ ∼ 1

ns. La di�érence subsistant aux délais ∆t ∼ 2000 ps, provient des di�érences de polarisation
du trou. L'ajustement présenté est réalisé grâce à une simulation de la dynamique du système,
prenant en compte les �uctuations du champ nucléaire ∆n = 50 mT, et une valeur moyenne
de celui-ci Bz

n = ∆n (dont l'action est similaire à celle d'un champ extérieur, du fait de sa
dé�nition).

Cette expérience nous a donc permis de mettre en évidence la création d'une
polarisation nucléaire suivant z sans champ appliqué (souvent observée dans la littéra-
ture des BQ en excitation continue [73, 111]). Nos conditions d'excitation (résonante,
pulsée, avec une modulation de rapport D 6= 0, 5) sont donc propices à la formation
d'une PND ; et nous allons étudier celle-ci lors de l'application d'un champ transverse.

4.3.3 E�ets nucléaires lors d'une excitation asymétrique en champ
transverse

Nous allons maintenant décrire les e�ets provoqués par une excitation σ+/σ−

asymétrique (D 6= 0, 5) lors de l'application d'un champ transverse. La �gure 4.10,
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présente les courbes obtenues pour di�érents rapports D (renormalisées en fonction de
celui-ci), lors de l'application d'un champ transverse Bx = 340 mT. L'échantillon utilisé
est le 74K31, et les conditions expérimentales sont (sauf pour D) identiques à celles
utilisées dans le chapitre précédent, pour la température (T ∼ 2 K), les puissances
(Ppompe = 5 mW,Psonde = 50µW), et les fréquences de modulation (fpompe = 50 kHz,
fsonde = 1, 5 kHz).

Figure 4.10 � Signal PCD obtenu avec l'échantillon 74K31, en champ transverse appliqué
Bx
a = 340 mT, avec une excitation résonante modulée σ+/σ− pour di�érents rapports D. Dans

les courbes à fort D, la précession du spin électronique est inhibée.

On remarque immédiatement que le rapport D de l'excitation in�ue de façon
importante sur le régime transitoire (i.e. le signal observé durant le temps de présence
du trion dans la BQ). Pendant ce régime transitoire, le signal observé est la somme
des signaux de précession du trou et du trion. On peut cependant distinguer ces pré-
cessions, grâce à notre connaissance (établie au chapitre précédent) de ḡe et de ḡh.
On remarque que le signal associé au trou n'est quasiment pas a�ecté par le rapport
D de l'excitation, et que ni l'amplitude, ni la fréquence de son oscillation aux délais
négatifs ∆t ∼ 0− ne changent 17. Ce qui con�rme encore une fois, l'hypothèse de faible

17. On rappelle que dans ces conditions expérimentales (une seule impulsion pompe), de nom-

breux modes respectent la condition de blocage de phase, et la pulsation de la précession aux délais

négatifs (∆t ∼ 0−) est la moyenne de l'ensemble (ω̄h = ḡhµB | ~B|).
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dynamiques du spin électroniques opposées, et de polarisations nucléaires symétriques
par rapport au plan de l'échantillon (xOy). La démodulation du signal excité par une
pompe modulée σ+/σ− reste donc valide, et quelque soit la géométrie, le signal obtenu
pour D = x est l'exact opposé de celui obtenu avec D = (1− x).

Ces deux cas peuvent rendre compte de nos observations, avec de légères dif-
férences. Les di�érences entre les deux dynamiques prévues sont cependant di�ciles à
observer avec le signal de PCD, car il ne donne accès qu'à la projection des dynamiques
de spin. De plus, les paramètres (fréquences, amortissements, ...) de ces dynamiques
sont proches pour cet échantillon et ne permettent que di�cilement l'observation de
plus d'une période de la précession du spin électronique.
Par soucis d'exhaustivité, nous présentons ici les deux propositions faites dans la lit-
térature, et tenterons de déterminer laquelle s'applique à notre échantillon (dans ces
conditions expérimentales).

� Dans le cas A, la précession électronique observée suivant l'axe optique z
devrait-être d'une amplitude moindre, mais de fréquence très élevée (car ~Bz

n =

2− 3 ~Bx
a ). Elle doit s'accompagner d'une forte composante �gée suivant z, et

déclinant en un temps composite τe = 1/( 1
τrad

+ 1
T∆

).
� Dans le cas B, sous réserve que le champ nucléaire soit su�samment impor-
tant 18, le spin électronique est quasiment �gé suivant son axe d'initialisation
z, et le signal de PCD associé doit lui aussi décliner en τe.

L'observation d'une augmentation avec D, d'une composante décroissante expo-
nentiellement en τe, reste cependant di�cile sur notre échantillon (du fait de ses fortes
inhomogénéités), et ne permet pas de distinguer entre les deux géométries.

A�n de poursuivre notre étude, et de distinguer entre les deux géométries de
PND proposées, nous allons dans la partie suivante procéder à l'observation de l'évo-
lution de ces e�ets avec le champ appliqué ~Bx

a .

4.3.4 Évolution en champ du signal de PCD

Toutes les courbes présentées dans la section précédente ont été obtenues sous
application d'un champ Bx

a ∈ [200, 400] mT. C'est en e�et dans cette gamme de champ
que les e�ets de PND sont les plus visibles (sur cet échantillon). En dessous de 200
mT, les précessions sont trop lentes pour permettre de distinguer facilement électron
et trou (aussi bien pour l'expérimentateur que pour les ajustements), comme on a pu
le voir dans la section 4.3.2. Au delà de 400 mT, nous allons voir que les e�ets observés
associés à la PND s'estompent.

18. Pour rendre la période de précession comparable au temps de vie radiatif du trion, il est

nécessaire que | ~Btot| ∼ h
geµBτrad

; ce qui représente dans ce cas un champ total ∼ 340 mT. La len-

teur de cette précession, associé à son amortissement rapide, va rendre di�cile l'observation d'un

ralentissement supplémentaire.
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Figure 4.12 � Signaux de PCD obtenus avec l'échantillon 74K31, pour une excitation mo-
dulée σ+/σ− avec D = 0, 5 et D = 0, 95, sous un champ appliqué de | ~Bx

a | = 288 mT (a), 432
mT (b), 672 mT (c), 864 mT (d). Au delà de ∼ 500 mT les signaux obtenus sont quasiment
identiques, et ne présentent plus les di�érences importantes observables à faible champ .

En e�et, pour les champs importants, Bx
a ∼ 1 T (cf. �gure 4.12), les courbes

de PCD observées sont quasiment identiques quelque soit le rapport D, ce qui pointe
l'absence de PND. Cette observation est consistante avec celles faites dans la littéra-
ture [35, 68], et avec la forte dépendance de la PND avec l'interaction quadrupolaire.
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En e�et, dans les deux mécanismes proposés, l'interaction quadrupolaire des noyaux
(équivalente à un champ e�ectif BQ), joue un rôle important. Or lorsque le champ
appliqué dépasse BQ, cette interaction est écrantée. L'expérience de Krebs et al. met
bien en valeur l'existence d'un champ critique, au delà duquel la polarisation nucléaire
chute brutalement. Ce champ critique (Bc) varie énormément d'une BQ à l'autre (entre
0,5 et 1 T), ce qui nous empêche d'observer une transition nette sur l'ensemble de BQ
étudié (∼ 104) . Cependant nous allons estimer sa valeur moyenne dans notre échan-
tillon, grâce à l'observation de l'évolution de la dynamique du spin électronique avec
le champ. Cette évolution nous permettra aussi de discriminer l'option A.

Étant donné la forte dépendance des résultats des simulations avec les para-
mètres utilisés, il est très di�cile de reproduire les courbes expérimentales avec des
simulations, de façon analogue à ce qui a été entrepris au chapitre précédant. Une
première approche consiste donc à ajuster les courbes avec des expressions phéno-
ménologiques, a�n de déterminer les paramètres associés à la dynamiques du spin.
Cette démarche a été entreprise sur une série de courbes obtenues pour des champs
~Bx
a ∈ [0; 1, 25T ], avec l'échantillon 74K31 et une modulation σ+/σ−.

On ajuste d'abord les signaux obtenus avec une excitation de rapport D =

0, 5 ; par une expression : SB(t) = Ae cos(ωet) exp(− t
Te

) exp(− t
τrad

) + Ah cos(ωht +

φh) exp(− t
Th

). La précision des ajustements nous impose l'utilisation d'un déclin expo-
nentiel des amplitudes, contrairement au modèle présenté dans le chapitre précédant
(qui justi�e un amortissement gaussien de la précession de l'ensemble). Cet impératif
provoque un léger écart des fonctions ajustées avec les données (lorsque les amplitudes
deviennent faibles), mais s'avère indispensable a�n d'ajuster précisément les fréquences
de précession. La phase φh permet de prendre en compte le faible déphasage introduit
dans la partie 3.4.4. Un bon accord des fonctions ajustées avec les courbes expérimen-
tales nous permet de con�rmer la valeur de ge = 0, 3 précédemment estimée, et de
�xer les paramètres liés au trou (ωh, Th) pour l'ajustement des courbes D = 0, 95. Les
ajustements des courbes obtenues avec D = 0, 95, sont présentés sur la �gure 4.13,
pour deux des champs appliqués.

Dans l'hypothèse de la géométrie B (champ nucléaire essentiellement suivant x),
on suppose que le faible champ nucléaire suivant z joue un rôle négligeable, et on ajuste
les courbes par l'expression SB(t). Dans ce cadre, la fréquence de précession ajustée
ωe nous donne une valeur du champ nucléaire créé, via : ωe = ~

geµB |Bxa+Bxn|
. Le résultat

de ce traitement est présenté sur la �gure 4.14.a, où l'on trace le champ nucléaire Bx
n

ajusté en fonction du champ appliqué Bx
a . Le résultat est analogue a celui obtenu par

Krebs et al. :
� En dessous d'un champ critique ∼400 mT, le champ transverse total vu par
l'électron est très faible (ce qui indique que la composante Bx

n le compense
quasi-totalement).

� Au dessus de ce champ critique, on retrouve le comportement "normal" de la



112 Polarisation nucléaire dynamique

Figure 4.13 � Données expérimentales obtenues avec D = 0, 95 et leur ajustement par les
fonctions SB(t) et SA(t) (qui sont identiques, à la largeur du trait près), pour des champs
appliqués de 0,288 T (a et b) et 0,624 T (c et d). Les deux expressions SA(t) et SB(t) ajustent
correctement les courbes, cependant l'amortissement exponentiel ne permet pas de reproduire
l'amplitude des signaux à fort champ.

précession électronique.

On remarque que le champ critique observé est proche de celui mesuré par
Krebs et al. On note aussi que dans cette interprétation, il faut nécessairement que
|Bx

n| > |Bx
a |, pour que le mécanisme de polarisation des noyaux proposé fonctionne, en

prenant en compte ge < 0.

On ajuste ensuite les courbes, sous l'hypothèse que la polarisation nucléaire
créée respecte la géométrie A (champ nucléaire essentiellement suivant z). Dans ce cas,
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Figure 4.14 � a) Résultat des ajustements des données obtenues pour D = 0, 95 pour dif-
férents champs, par la fonction SB(t) (hypothèse de la géométrie B). On représente le Bx

n

ajusté. L'augmentation des valeurs à fort champ provient d'un léger écart de ge utilisé avec la
valeur de l'échantillon. b) Champ Bz

n ajusté avec la fonction SA(t) avec les mêmes données
expérimentales, dans l'hypothèse de la géométrie A.

on doit utiliser une expression di�érente pour l'ajustement, qu'on note 19 :

SA(t) = Ae

([
sin2(α) + cos2(α) cos(ωet) exp(− t

Te
)
]

exp(− t

τrad
)

)
+Ah cos(ωht+φh) exp(− t

Th
)

(4.11)
où α est l'angle indiqué sur la �gure 4.11.a. Le résultat des ajustements nous permet de
calculer le champ Bz

n , qui est présenté sur la �gure 4.14.b. On remarque que la faible
amplitude de la précession électronique ne peut s'expliquer que si on prend en compte
un champ Bz

n extrêmement important ∼ 1− 3 T. Une telle polarisation nucléaire est,
dans nos conditions d'excitation, extrêmement improbable, ce qui constitue un contre-
argument fort à l'encontre de la géométrie A proposée par Dzhioev.

En conclusion, l'évolution de l'e�et de PND observé avec le champ est compa-
tible avec la géométrie B, et invalide la géométrie A. De plus, l'observation d'un champ
critique ∼ 400 mT au delà duquel la PND n'est plus observable, rapprochent encore
nos données des observations faites par Krebs.

Nous avons également cherché à corroborer nos mesures pompe-sonde du PCD,
avec des mesures de photoluminescence. Cependant, les données obtenues par deux dis-
positifs di�érents, présentées dans l'annexe B, sont parasités par la photoluminescence
d'états excités, créés par l'excitation non résonante. Ces mesures de photoluminescence

19. Dans cette expression, on ne prend pas en compte l'anisotropie du ge, car le champ exercé

suivant z est un champ nucléaire, dé�nit à partir de l'expression 4.2 avec la valeur du ge transverse.
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ne permettent donc pas une observation complémentaire des e�ets de PND obtenues
par les expériences pompe-sonde. Elles rappellent la di�culté liée à l'observation d'ef-
fets �ns sur les ensembles de BQ.

Dans la partie suivante, nous décrivons la mise en ÷uvre d'un dispositif ori-
ginal, a�n d'obtenir une dernière information sur la polarisation nucléaire observée,
concernant sa dynamique.

4.3.5 Dynamique longue de la polarisation nucléaire

A�n de mieux comprendre les mécanismes responsables de la PND observée, il
convient de s'intéresser à sa dynamique temporelle, c'est à dire aux temps de construc-
tion (τc) et de déclin (τd) de la polarisation nucléaire. Il est connu que, dans les maté-
riaux massifs, ces temps peuvent aller de la milliseconde, à plusieurs heures [1, 34, 20].
Nous aurons donc à adapter notre dispositif expérimental pour les observer.

Variation avec la fréquence de modulation
Dans un premier temps, nous allons nous intéresser à l'évolution de la PND avec la
fréquence de modulation de l'excitation pompe. De nombreuses études (dont la notre),
se servent d'une modulation σ+/σ− "rapide" de la polarisation d'excitation (par rap-
port à l'échelle de la milliseconde, c'est à dire ∼ 40 kHz), pour justi�er l'absence de
polarisation nucléaire. Cependant cette hypothèse a récemment été remise en question
dans les BQ [68]. De plus, les e�ets de PND observés dans nos expériences se mani-
festent malgré des modulations de la pompe à 200 kHz, avec des rapports D légèrement
asymétriques (D = 0, 6). Une première approche des temps mis en jeu, peut se faire
grâce à l'observation de l'évolution de l'amplitude de la PND avec la fréquence de mo-
dulation (dans une démarche analogue à une étude réalisée dans notre équipe, pour
mettre en évidence les temps liés à la dynamique du spin du trou [45]).

Or on observe (cf �gure 4.15), une invariance fréquentielle de la dynamique
observée pour un rapport D donné, avec une fréquence de modulation : fpompe ∈
[10 kHz; 1 MHz]. Cette invariance nous indique que les constantes de temps de la
polarisation nucléaire sont : ou bien très courtes (τc,d � 1µs), ou très longues (τc,d � 1

ms), devant les périodes de l'excitation.

A ce stade, il est important de préciser que les temps étudiés dans ces conditions
seront nécessairement des temps composites de τc et τd, car les impulsions pompes sont
polarisées alternativement σ+ et σ−. La polarisation électronique moyenne pendant la
phase σ+, 〈Ŝe〉σ+ , sera l'opposée de celle créée pendant la phase σ− : 〈Ŝe〉σ− . Pour un
rapport D = 0, 6, la polarisation nucléaire sera construite (en τc) pendant la phase σ+ ;
pendant la phase σ−, la polarisation nucléaire n'est pas détruite par des mécanismes
internes à la BQ laissée dans le noir (et contenant un trou résident), mais décons-
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Figure 4.15 � Courbes de PCD obtenues pour D = 0, 1, et avec quatre fréquences de mo-
dulations di�érentes. Les résultats sont indépendants de la fréquence de modulation, sur une
gamme de 11 à 1000 kHz. On rappelle que l'excitation D = 0, 1 possède une polarisation
moyenne opposée à celle de D = 0, 9, et produit donc un signal opposé, mais équivalent.

truite par la présence d'un porteur de spin 〈Ŝe〉σ− . Ce dernier est donc à dissocier du
temps τdecay, de déclin de la polarisation nucléaire dans la BQ non illuminée. En�n le
phénomène observé sera le résultat de l'établissement d'un équilibre stationnaire des
mécanismes se déroulant dans la phase σ+ et la phase σ−. Il parait donc logique que le
temps composite d'établissement de la PND soit plus long que les temps de construc-
tion précédemment mesurés dans des BQ d'InAs, τc ∼ 10 ms (mesuré par Maletinsky
et al. en 2007 [87]).

Dynamique du signal en temps réel
Notre dispositif expérimental pompe-sonde est conçu pour l'étude des dynamiques à
l'échelle de la pico-seconde, qu'à celle de la milli-seconde. Cependant, nous avons adapté
celui-ci pour avoir accès à cette gamme temporelle. Comme présenté sur la �gure 4.16,
le dispositif développé utilise un obturateur mécanique, placé sur l'axe optique devant
l'échantillon. Le signal enregistré est cette fois celui délivré par la détection synchrone
en mode spectroscope, c'est à dire le signal démodulé en temps réel, à raison de un point
tout les τII (temps d'intégration du deuxième étage). On peut donc suivre l'évolution
temporelle du signal (avec une résolution temporelle τII), pour un délai pompe-sonde
(∆t) donné. En plaçant la ligne à retard à un délai pour lequel l'établissement d'une
PND in�ue fortement sur le signal (typiquement à un extremum de la précession élec-
tronique ; cf. �gure 4.17), l'évolution du signal va traduire l'évolution de la polarisation



Tshutter ∼ 10

D

D = 0, 5 D = 0, 9

Tshutter

D = 0, 5

∼ 50



Polarisation nucléaire dynamique 117

∼ 3τII . Cette dynamique propre à la détection peut parasiter le signal (et provoque
une imprécision ∼ τII sur la détection du front de montée 21 qui sert au moyennage) ;
on préfère donc supprimer les 3 premiers points après le front de montée, a�n de ne pas
observer cette dynamique arti�cielle . 30 ms. Cependant, sur les courbes D = 0, 9, on
observe une dynamique longue (∼ 500 ms), qui dépasse largement ce temps d'établis-
sement du signal. La validité de l'expérience peut être con�rmée en répétant celle-ci
à trois délais di�érents (4.18), et en observant que l'évolution du signal présente bien
le signe et l'amplitude correspondant à l'atténuation de l'amplitude de la précession
électronique (cf �gure 4.17.a).

Figure 4.18 � a) Évolution du signal en temps réel obtenu, au délai A, pour une excitation
D = 0, 9 (noir), et D = 0, 5 (cyan). On représente l'ajustement de la dynamique (pour
D = 0, 9) par une double exponentielle, de temps : τ1 = 450 ± 50 ms et τ2 ≡ 3000 ms. b)
Évolution du signal, pour D = 0, 9, au délai B, point invariant avec D (cf. �gure 4.17.a),
le signal stationnaire est instauré immédiatement. c) Évolution du signal, au délai C, pour
D = 0, 9. Le signal présente bien une décroissance (conformément à la situation représentée
sur la �gure 4.17.a). Les trois expériences sont menées sous l'application d'un champ Bx

a = 340

mT. Les niveaux stationnaires des signaux sont représentés, avec leurs intervalles de prédiction
à 80 %.

A�n de quanti�er les temps caractéristiques associés à la dynamique, on pro-
cède à son ajustement par une double exponentielle. Pour un champ Bx

a = 340 mT
et un rapport D = 0, 9, on obtient les temps de construction : τc′,1 = 450 ± 50 ms
et τc′,2 = 3 s. La contribution de l'exponentielle en τc′,2 est indispensable pour rendre
compte de la forme de la dynamique observée sur l'échantillon 74K31. Ces temps sont
50 à 500 fois plus importants que le τbuildup = 9, 4 ms, mesuré par Maletinsky et al.
en 2007, en champ longitudinal avec une BQ d'InAs dopée n (dont la polarisation
nucléaire est induite par l'électron résident). Cependant, on rappelle que le τc′ mesuré
est un temps composite car notre excitation est modulée, et d'autre part celle-ci est

21. Le temps d'ouverture du shutter . 1 ms, devient alors négligeable.
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impulsionnelle (ce qui implique un taux d'occupation électronique de la BQ bien plus
faible ∼ τrad

TL
≈ 1

20
). Il s'agit, à notre connaissances, des deux seules estimations des

temps de construction de la PND réalisées dans les BQ d'InAs à ce jour, dans deux
con�gurations de champ di�érentes 22.
Bien que l'amplitude de la dynamique varie avec le rapport D (conformément aux
observations précédentes), les temps de construction ne présentent pas de variations
signi�catives (au delà de la précision de l'ajustement pour τc′,1, ±50 ms). De même,
nous n'avons pas repéré d'évolution de ces temps caractéristique avec le champ appli-
qué.

Une dernière expérience peut être menée, a�n de tenter d'accéder au temps de
déclin de la polarisation nucléaire, en l'absence de faisceau pompe 23 (l'échantillon est
toujours soumis à un éclairement, de puissance moindre, du faisceau sonde). On répète
l'expérience précédente, mais en faisant varier le temps sombre, de fermeture de l'obtu-
rateur (voir �gure 4.19.a). On note que l'échantillon utilisé pour cette expérience est le
93P134, qui a des caractéristiques quasi identiques au 74K31, et qui présente un e�et
très similaire à ceux présentés précédemment, ainsi qu'une dynamique de construction
de la PND identique (τc′ = 450 ms).

Figure 4.19 � a) Diagramme représentant un train d'excitation où l'on fait varier le temps
sombre Tdark, ce qui va produire une variation de l'amplitude de l'e�et (associé à la PND)
observé. b) Résultat de l'expérience, menée sur l'échantillon 93P134, avec Bx

a = 340 mT.
On observe une augmentation de l'amplitude (en valeur absolue) avec le temps sombre Tdark.
Cette évolution est ajusté par une exponentielle, qui donne le temps caractéristique τd = 4, 4

s. En encadré : évolution du temps τc′,1 ajusté, avec Tdark. La dynamique s'accélère lorsque
son amplitude est faible.

22. Voir aussi l'étude réalisée par Dou et al. en 2012 [32], sur des BQ unique d'InAs/GaAs

dopées p.
23. Ce temps est di�cilement accessible avec notre expérience, étant donné la nécessité d'exposer

l'échantillon aux faisceaux pompe et sonde pour réaliser une mesure.



Polarisation nucléaire dynamique 119

Si on suppose qu'un régime périodique s'établit pour la dynamique de la PND,
et que la polarisation nucléaire est saturée pendant les temps clairs (ce qui est certai-
nement le cas car Tbright = 10s � τc′,j), alors l'amplitude de la dynamique observée
pendant le temps clair, dépend uniquement du temps noir, et évolue de façon expo-
nentielle ∝ exp(−Tdark

τd
). On observe e�ectivement une croissance de l'amplitude de la

dynamique observée avec le temps noir, qui nous permet d'ajuster la valeur τd = 4, 4 s
(cf. �gure 4.19). Ce temps est comparable à celui obtenu dans l'étude de Maletinsky, qui
est de 2,2 s (en présence d'un champ Bz

a ∼ 1 mT pour écranter l'interaction dipolaire).
En�n, on remarque que le temps de construction τc′,1 se raccourcit lorsque l'amplitude
de la dynamique diminue, ce qui pourrait être une indication de la non-linéarité de la
PND.

Les expériences de dynamique présentées dans cette partie nous ont permis de
donner une estimation des temps d'établissement et de destruction de la polarisation
nucléaire dans les BQ étudiées, dans nos conditions particulières d'excitation. La prise
en compte de celles-ci (et notamment du facteur d'occupation de la BQ) peut expliquer
l'écart avec les mesures faites par Maletinsky. Bien qu'on puisse observer son e�et sur
des échelles de temps allant de la picoseconde à la seconde, il reste compliqué d'expli-
quer la dynamique de la polarisation nucléaire sans avoir de modèle adapté en champ
transverse. Dans ce qui suit, nous présenterons les conclusions de nos expériences, et
des pistes possibles pour établir ce modèle.

Conclusion

Les expériences présentées dans ce chapitre montrent des e�ets spectaculaires,
mais dont l'observation sur ensemble se révèle di�cile, et dont la modélisation est
compliquée. Cependant, plusieurs observations et conclusions peuvent être tirées de
nos études.

Tout d'abord les résultats de la partie 4.3.3 montrent de façon univoque que nos
conditions d'excitation, résonante et pulsée, permettent de créer une PND en champ
transverse, dans le cas où la polarisation du faisceau pompe est modulée σ+/σ− de
façon asymétrique. Cette PND inhibe la précession du spin électronique (i.e. fait dimi-
nuer son amplitude), conformément aux observations de Dzhioev et Krebs.

Ensuite, l'évolution des courbes observées avec le champ magnétique appliqué
in�rme l'hypothèse de Dzhioev. En e�et, dans le cadre de sa proposition (géométrie A,
forte polarisation nucléaire suivant z), la dynamique observée ferait appel à une très
forte PND (∼ 2 T), qui est très improbable avec l'excitation modulée utilisée. De plus,
la PND se manifeste dans un gamme de champ similaire à celle étudiée par Krebs, et
est inhibée au delà d'un champ critique similaire (Bc ∼ 400 mT). Ces éléments rap-
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〈Ŝx
e 〉 x

�Bx
n

x

θ ∼ π
2

�Bx
n

�Btot 〈Ŝz
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l'écart à la courbe Hanle de la lumines-
cence modulée σ+/σ− à 40 kHz obser-
vée par Krebs, dans la mesure où la PND
pourrait être partiellement conservée entre deux expériences successives, alors que nos
observations dans des conditions proches ne présentent pas de PND (cf. la dépendance
linéaire de la fréquence de précession électronique, dans la partie 3.2.4). Ces temps
"longs" méritent de nouvelles études, et justi�ent l'intérêt portant sur l'utilisation des
spins nucléaire pour la manipulation du spin électronique [56].

Cependant nos expériences ne permettent pas de donner plus de précisions sur
la polarisation nucléaire étudiée. En e�et, l'étude d'un ensemble de BQ pose plusieurs
problèmes.

Le premier étant la proximité des valeurs des facteurs de Landé ge et gh de notre
échantillon, qui rend di�cile l'observation de la modi�cation de la dynamique du spin
électronique. De plus, la dimensionalité de notre expériences limite l'analyse, car l'ob-
servation de la projection du spin suivant z uniquement, ne permet pas la résolution
de la dynamique avec certitude.

En outre, l'inhomogénéité de PND de l'ensemble des BQ est impossible à quanti-
�er. D'une part, le champ critique est certainement très dispersé au sein de l'échantillon,
mais d'autre part la direction, et la magnitude du champ nucléaire formé d'une BQ
à l'autre pourrait varier fortement, ce qui provoquerait un déphasage très rapide des
précessions électroniques (un e�et qui pourrait même être dominant dans l'inhibition
de celle-ci).
Cette même raison rend impossible la détermination de l'importance relative de Bz

n et
Bx
n ; alors que la composante Bz

n, bien que faible, est indispensable dans le mécanisme
de polarisation proposé.

Troisième point, les expériences étudiant un ensemble ne permettent pas l'ob-
servation d'e�ets non-linéaires ou de bi-stabilités, pourtant importants dans les expé-
riences concurrentes. Il faut ajouter que nos expériences sont résonantes et ne per-
mettent pas de faire appel à un temps de corrélation du spin τc court 25, pour expliquer
les mécanismes �ip-�op (comme Krebs en champ longitudinal cf. partie 4.1.1, ou Ur-
baszek en champ transverse [101]), a priori critiques dans l'accumulation de la PND.
En�n les expériences de photoluminescence (qui seraient utiles pour rattacher nos ré-
sultats aux expériences de la bibliographie) ne sont pas concluantes, et ne permettent
pas de con�rmer la robustesse des e�ets observés à une excitation non-résonante.

Si nos résultats peuvent être expliqués par le mécanisme de polarisation nu-

25. Dans nos expériences τc ∼ τrad = 700 ps, alors que Krebs et Urbaszek font appel à des

τc ∼ 50 ps pour expliquer leurs expériences.
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cléaire proposé par Krebs et al., il ne permettent cependant pas d'apporter plus de
détails (autres que ses temps caractéristiques de construction), sur sa con�guration.
Des études ultérieures devraient être réalisées à l'échelle d'une BQ unique, a�n de pou-
voir confronter les signaux pompe-sonde, aux mesures de l'écart Overhauser (permises
par la µ-photoluminescence). Le signal pompe-sonde obtenu avec une BQ unique (et
donc débarrassé de toute contribution inhomogène), permettrait une résolution inéga-
lée de la dynamique temporelle du trion, et permettrait de mettre à jour le transfert
de la polarisation de l'électron aux noyaux. De plus, ces expériences pourraient être
réalisées en champ oblique 26 pour élucider l'importance relative des composantes Bx

n

et Bz
n, ou bien être couplées à des expériences de résonance du spin nucléaire [86] (pour

résoudre leurs polarisations au sein d'une BQ).

A�n de poursuivre ces études, la réalisation d'un dispositif pompe-sonde sensible
à l'échelle d'une BQ unique a été entreprise dans cette thèse, et fait l'objet du chapitre
suivant.

26. Des expériences ont été menés en champ oblique durant cette thèse, mais présentent (même

pour des inclinaisons faibles) des e�ets trop importants pour être compris dans le cadre des modèles

présentés dans ce chapitre.



Chapitre 5

Expérience pompe sonde avec
détection hétérodyne.

On souhaite maintenant avoir une meilleure résolution spatiale a�n d'adresser
un nombre plus réduit de BQ. Ainsi on réduit de 1000 à 10000 fois le nombre de BQ
adressées et on réduit d'un facteur comparable les puissance laser incidentes, et donc
l'intensité du signal analysé. Cependant on souhaite garder un rapport signal/bruit
comparable à celui de l'expérience précédente. C'est pourquoi on va introduire un troi-
sième faisceau, dit référence, qui va permettre d'ampli�er la variation de la polarisation
sonde à l'origine du signal, sans pour autant interagir avec l'échantillon. C'est le prin-
cipe de la détection hétérodyne, qui sera présentée dans cette section.

Figure 5.1 � Figure illustrant la diminution drastique des puissances de faisceau sonde
utilisées lors de la réduction du diamètre de la tache laser, à �uence constante. NB : la taille
et densité des BQ n'est pas à la même échelle que la tache.

Dans cette section, nous présenterons l'expérience pompe-sonde à détection hé-
térodyne développée durant cette thèse. Nous insisterons particulièrement sur les dif-
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férences de ce montage par rapport au montage à détection homodyne présentée au
chapitre 2. Nous présenterons ensuite les avantages qu'apporte ce type de détection
pour l'ampli�cation du signal et l'analyse de la polarisation. En�n, nous décrierons les
échantillons utilisés et les conditions expérimentales standards.

5.1 Dispositif expérimental

L'expérience présentée ici reprend le même principe que celle présentée dans
le chapitre 2 : on focalise sur une même région de l'échantillon étudié une impulsion
laser pompe et une impulsion sonde, avec des polarisations et un décalage temporel
contrôlés. On analyse ensuite l'intensité et la polarisation de la sonde, qui est cette
fois ré�échie (et non transmise) sur l'échantillon. Cependant dans cette expérience, la
sonde est ampli�ée, grâce à son interférence avec un faisceau référence.

Tout d'abord, nous présentons les trajets optiques des trois faisceaux utilisés
dans cette expérience. Le laser utilisé est aussi un laser Titane Sapphire pulsé, de fa-
brication SpectraPhysics (Tsunami). Il fonctionne en régime impulsionnel grâce à un
dispositif passif (et non actif comme sur le Mira), et il est pompé optiquement par un
laser de 8,5 W. Bien que son mode impulsionnel soit moins stable, il présente cependant
l'avantage d'avoir une divergence de faisceau quasi-nulle. Le laser fonctionne dans les
mêmes gammes spectrales que le Mira, et présente des durées d'impulsion comparables
(2 ps). Le faisceau issu de ce laser est cette fois séparé en trois faisceaux distincts (voir
�gure 5.2).

Le faisceau sonde va être focalisée sur un modulateur acousto-optique (AOM
1), dont le fonctionnement est détaillé dans le chapitre 2. Comme mentionné précédem-
ment, l'AOM va introduire un décalage fréquentiel (blueshift), de la fréquence optique
sur le premier ordre di�racté. On re-collimate ensuite le faisceau d'ordre 1 et il tra-
verse un dispositif de �ltrage (DF) 1. Le faisceau sonde traverse ensuite un polariseur
linéaire (P 1, perpendiculaire ou parallèle à la surface de la table optique), puis un cube
"non polarisant" (CNP 1), et �nalement est ré�échi sur un deuxième cube (CNP 2),
avant d'entrer dans l'objectif. L'objectif est de marque Mitutuyo, présente une forte
ouverture numérique (ON=0,4), et ainsi un grossissement ×40, pour une distance de
travail de 17 mm. L'objectif est conçu a�n de ne pas altérer la polarisation (pour nos
longueurs d'onde de travail). Le diamètre de la tache laser focalisée, à λ =900 nm, est
de l'ordre de 2µm.

1. Le dispositif de �ltrage utilisé est le même que dans le dispositif précédent. Le �ltrage n'est

ici pas imposé par la divergence du laser, mais c'est un choix, qui permet d'aplanir le front d'onde du

faisceau (ce qui peut avoir un intérêt pour la détection interférentielle).



λ/2

f = 200
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Babinet-Soleil (BS), qui permet de contrôler de façon statique son ellipticité. Grâce à
sa ré�exion sur le premier cube, le faisceau est superposé avec le faisceau sonde, et va
venir traverser l'objectif après sa ré�exion sur le deuxième cube 2.

Le dernier faisceau, appelé référence (ou clock en anglais), va lui aussi être
focalisé sur un modulateur acousto-optique (AOM 2), dont on récupére la di�raction
du premier ordre (dont la fréquence optique aura subie un blueshift). Il va ensuite
parcourir un trajet optique de longueur comparable à celui de la sonde, avant d'entrer
dans une petite ligne à retard (LR 2, de 25 mm d'extension). Cette ligne à retard nous
permet d'ajuster précisément le trajet optique de la référence a�n qu'il soit identique
à celui de la sonde ré�échie sur l'échantillon, lors de leur superposition sur le cube
numéro 2. Avant d'entrer dans le cube, ce faisceau traverse une polariseur Glan-Laser
(P2, avec un taux d'extinction ∼ 10−5), et une lame achromatique demi-onde (λ/2),
qui permettent de ré�échir le faisceau avec les polarisations appropriées (selon les axes
du cube).

On s'intéresse ensuite à la détection, qui est faite le long de l'axe noté D sur
le schéma. Comme expliqué précédemment, on analyse le faisceau sonde ré�échi par
l'échantillon 3. Il est donc important que l'orientation du support du cryostat (et donc
de l'échantillon) soit réglée de façon à ré�échir la sonde suivant l'axe D. Deux miroirs
(non représentés sur le schéma), permettent ensuite de superposer la référence avec
la sonde ré�échie sur l'axe D. Le détecteur est volontairement placé à une distance
importante (∼ 1, 5m), a�n de nous donner un long bras de levier et donc une bonne
sensibilité du réglage.
En�n une lentille achromatique de focale 200 mm, va focaliser conjointement sonde et
référence sur la surface active du détecteur (de 1 mm de diamètre). Le détecteur uti-
lisé est une photo-diode à avalanche (PDA) de marque Hamamatsu (d'une sensibilité
de 1, 25.107V/W). La tension mesurée est ensuite envoyée vers une double détection
synchrone, qui va la �ltrer grâce aux signaux TTL adaptés (le premier à la fréquence
hétérodyne, et le deuxième à la fréquence de modulation du Chopper). Le principe de
cette détection est détaillé dans la partie suivante.

2. Le diamètre de la pupille d'entrée de l'objectif (5 mm) et l'épaisseur de celui-ci (10 cm), nous

imposent la superposition des faisceaux, et l'utilisation de cubes vendus comme "non polarisant". Ce-

pendant, l'expérimentateur remarque rapidement que ceux-ci détériorent drastiquement (notamment

en ré�exion) une polarisation qui n'est pas linéaire, et orientée selon les arrêtes du cube. C'est pourquoi

nous utiliserons uniquement des polarisations de la sonde (et de la référence) parallèles ou perpendi-

culaires à la surface de la table (et a fortiori aux axes du cube). Cependant, nous allons avoir besoin

pour notre étude de polarisations di�érentes pour la pompe. D'où l'utilisation d'un compensateur

Babinet-Soleil, dont on oriente les axes propre à 45° des axes du cube. Après caractérisation de la

ré�exion sur les cubes, on va pouvoir donner au faisceau pompe une ellipticité qui va compenser par-

faitement celle introduite par les deux ré�exions successives. Le faisceau va alors entrer elliptique dans

le premier cube, puis sort du deuxième cube, et rentre dans l'objectif avec une polarisation à 45° de

la table (avec un contraste de polarisation supérieur à 100).
3. On note que cette ré�exion sera de puissance moindre par rapport à celle incidente, du fait

de l'absorption de l'objectif (∼ 2× 30%) et de l'échantillon.
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Photoluminescence et imagerie
Il convient d'ajouter que cette expérience est couplée à deux autres dispositifs. Tout
d'abord un montage de spectroscopie, qui permet via l'addition d'un miroir sur l'axe
D, de recueillir la photoluminescence de l'échantillon, et de la renvoyer vers un double
monochromateur ActonSP2750 et une caméra Pylon. L'échantillon est dans ce cas
excité à travers l'objectif, par un laser rouge à 635 nm (soit au dessus du gap du
GaAs), non représenté sur le schéma. Le montage à double monochromateur, permet
une excellente résolution (0.00745 nm/pixel), et la caméra présente une très bonne
sensibilité (e�cacité quantique ∼ 90%).
On peut en�n adjoindre un dispositif d'imagerie, grâce à une lame semi-ré�échissante
amovible. Dans ce cas, l'échantillon est éclairé par une source blanche �brée, focalisée
a�n d'éclairer dans des conditions dites de Köhler. Une lentille de diamètre 2 pouces et
de focale 200 mm, permet d'obtenir une image sur notre caméra, avec un grossissement
G = 50.
Nous en venons maintenant à l'explication détaillée de la détection hétérodyne.

5.2 Détection hétérodyne, caractéristiques et avan-

tages

Comme on l'a mentionné précédemment, les AOM 1 et 2 provoquent un blue-
shift de la fréquence optique du faisceau di�racté à l'ordre +1 à une fréquence fL + fa
(où fL est la fréquence optique du laser) 4. Ce décalage est dû à l'e�et Doppler, lors de
la réfraction de l'onde optique, sur le réseau d'indice constitué par une onde acoustique
progressive (l'onde qui va être porteuse de la fréquence de modulation de l'AOM) de
fréquence fa. Or on peut contrôler, pour chaque AOM, la fréquence de cette onde por-
teuse. Ainsi on va faire en sorte d'introduire un décalage fréquentiel f1 = 110 MHz sur
la sonde, et f2 = 112 MHz sur la référence. On note que ces décalages sont inférieurs
par plusieurs ordres de grandeur à la largeur spectrale des cavités utilisées dans ces
expériences, et ne provoquent donc aucune di�érence dans l'absorption de la sonde
par rapport à celle de la pompe. De plus, ce décalage est aussi négligeable au vu des
largeurs de raies d'absorption des BQ ; on peut donc considérer que pompe et sonde
vont interagir, à la résonance, avec les mêmes BQ.

Après son interaction avec l'échantillon, la sonde est ré�échie selon l'axe D, sur
lequel elle est confondue (alignée et superposée) avec la référence. De plus, à la sonde
ré�échie s'ajoute l'émission stimulée des BQ ( ~EBQ(t)), qui a la même direction. Ces

4. L'ordre -1 aura un redshift et une fréquence optique fL − fa
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faisceaux étant bien collimatés, le champ total au niveau du détecteur va s'écrire :

~Etot =
(
~EBQ(t) + ~Esonde(t)

)
ei(ωL+ω1)t + ~Eref (t)ei(ωL+ω2)t + c.c. (5.1)

où la variation temporelle de ~Ei(t) permet de prendre en compte l'enveloppe tempo-
relle des impulsions. Lorsque l'arrivée des impulsions sonde et référence coïncide dans
le temps, comme attendu, leur décalage fréquentiel va provoquer une modulation de
l'intensité vue par le détecteur aux pulsations (2ωL + ω1 + ω2) et |ω1 − ω2|. Sous l'hy-
pothèse d'ondes planes (raisonnable vu la longue focale de la lentille de collection),
l'intensité vue par le détecteur va s'écrire :〈(

~EBQ(t) + ~Esonde(t))e
i(ωL+ω1)t + ~Eref (t)e

i(ωL+ω2)t
)
× c.c.

〉
(5.2)

≈
〈
( ~Esonde(t))

2
〉

+
〈
( ~Eref (t))

2
〉

+ 2
〈
~Esonde(t). ~Eref (t)

〉
cos([ω1 − ω2]t) + 2

〈
~EBQ(t). ~Eref (t)

〉
cos([ω1 − ω2]t)

où 〈.〉 désigne le moyennage dans le temps exercé par le détecteur. Par souci de
simplicité, on omet ici tous les termes dont la fréquence d'oscillation est ∼ 2ω 5, et ceux
dont l'amplitude est o(EBQ(t)), sous la condition : Eref > Esonde > EBQ (typiquement
Pref = 5 µW,Psonde = 0, 1 µW,PBQ = 10 nW).
Ce signal est envoyé vers le premier étage de la détection synchrone, où il est démodulé
à fI = |f1 − f2|. Cette démodulation est possible grâce à un signal de référence généré
par un boîtier réalisé dans le laboratoire par Francis Breton, qui multiplie les tensions
radio-fréquences d'alimentation des AOM pour obtenir leur di�érence fI . Ce premier
étage de démodulation nous permet d'éliminer tous les termes de l'équation (5.2), sauf
les deux derniers. Après une ampli�cation analogique de l'amplitude du signal par un
facteur 100, on démodule une deuxième fois le signal, à la fréquence fII = fchopper = 1, 7

kHz. Or seul le champ ~EBQ(t) émis par les BQ est modulé à la fréquence d'excitation
fII , et est conservé après démodulation à la fréquence fII . Nous reviendrons par la
suite sur la dépendance exacte de ~EBQ et donc du signal, avec le système étudié.

5.2.1 Atouts de la détection hétérodyne

La détection par interférence hétérodyne présente plusieurs avantages majeurs :

� L'ampli�cation optique du champ émit par les BQ. Il est raisonnable d'esti-
mer que la luminescence émise par les BQ a une puissance d'environ 10 nW.

5. En e�et, la limite de la bande passante (à -3 dB) de l'APD est de 10 MHz, ainsi 〈 ~Ei(t)ei2ωt〉 =

0. De plus, on précise dès maintenant que le taux de répétition du laser, est bien plus rapide que cette

fréquence de coupure. Donc, les termes 〈( ~Ei)2〉, seront essentiellement constants dans le temps, malgré

une modulation de très faible amplitude qui subsiste à 76 MHz.
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Ainsi, le dernier terme de l'équation (5.2) (contenant le signal qui nous inté-
resse), présente une amplitude d'un facteur

√
Pref/PBQ ∼ 25 fois supérieure

au terme 〈( ~EBQ(t))2〉 analysé par l'approche homodyne. Ce facteur d'ampli-
�cation va être limité par la puissance de la référence que peut supporter le
détecteur. En e�et, il faut éviter que la puissance totale vue par le détecteur
(dominée par le terme〈( ~Eref (t))2〉) dépasse le seuil de saturation du détecteur,
d'où la condition : Pref ≤ 5µW.

� L'analyse de la polarisation du champ émit. Le terme contenant le signal a
pour amplitude : 〈 ~EBQ(t). ~Eref (t)〉. Or, comme on le verra par la suite, le
champ émis par les BQ et stimulé par la sonde va présenter une composante
polarisée parallèlement à la sonde, et peut présenter une composante polarisée
orthogonalement. Le choix de l'orientation de la référence va nous permettre
d'ampli�er indépendamment chacun de ces champs. Nous reviendrons de fa-
çon plus détaillée sur ces deux con�gurations.

� La bonne réjection du faisceau pompe. La haute fréquence du signal de l'in-
terférence optique, fI = 2MHz 6, permet une bonne réjection des signaux
à basse fréquence et des autres champs détectés, et notamment du faisceau
pompe. En e�et, la con�guration expérimentale fait que la ré�exion du fais-
ceau pompe va elle aussi arriver sur le détecteur 7, modulée à la fréquence fII .
Cependant, la condition fI � fII va permettre une très bonne réjection du
faisceau pompe au premier étage de démodulation.

� La résolution spatiale peut être supérieure à celle �xée par la surface du
faisceau sonde focalisé sur l'échantillon. En e�et, lorsqu'on focalise sonde et
référence sur le détecteur, la taille du waist de chaque faisceau va suivre la
relation w0 = fλ

D
où D est le diamètre d'entrée du faisceau dans la lentille.

Ainsi, en augmentant le diamètre d'entrée du faisceau référence, son waist sur
le détecteur va être plus petit que celui de la sonde. On va ainsi pouvoir faire
interférer la référence avec la partie centrale de la tache sonde, qui correspond
aux vecteurs ~k ayant l'incidence la plus faible sur l'échantillon. En ampli�ant
seulement une partie de la sonde, on va pouvoir dépasser la limite de résolu-
tion spatiale imposée par la taille de la tache du faisceau sonde focalisé sur
l'échantillon.

� En�n, le fait d'utiliser un seul détecteur (et non deux comme pour une dé-

6. On choisit un décalage fréquentiel de 2 MHz, car il s'agit de la limite haute de la bande-

passante de notre détection synchrone
7. Cette contribution a été omise dans l'expression (5.2) car elle ne contribue pas aux interfé-

rences, du fait de son décalage temporel, et du décalage fréquentiel de ω1 ou ω2 trop important pour

être détecté.
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tection homodyne) permet de réduire le bruit provenant de la détection d'un
facteur

√
2, ainsi que de se débarrasser de certains désagréments (comme

l'équilibrage des gains des deux détecteurs).

Comme mentionné précédemment, le signal d'interférence détecté par la PDA,
va être analysé à la fréquence hétérodyne fI = ω1−ω2

2π
= 2 MHz. Cette démodulation va

nous permettre d'obtenir les deux derniers termes de l'équation (5.2) :

2
〈
~Esonde(t). ~Eref (t)

〉
cos
(
[ω1 − ω2]t

)
+ 2
〈
~EBQ(t). ~Eref (t)

〉
cos
(
[ω1 − ω2]t

)
(5.3)

or ceux-ci ne seront nuls que si le recouvrement temporel des impulsions sonde
et référence est non-nul, et si leurs polarisations sont appropriées. Nous allons présenter
rapidement l'in�uence de ces deux facteurs sur le signal analysé.

5.2.2 Autocorrélation des impulsions

On analyse tout d'abord le signal obtenu lors de la ré�exion de la sonde sur un
miroir, lorsque la référence est co-polarisée à la sonde. La courbe 5.3, présente le signal
analysé à la fréquence fI = 2 MHz, pour di�érents déplacements de la ligne à retard
de la référence (LR 2).

Le signal présenté est donc associé au terme SI =
〈
~Eenv
sonde(t).

~Eenv
ref (t)

〉
de l'équa-

tion (5.3). Ce signal est ainsi proportionnel au produit des enveloppes des impulsions
pompe et sonde au moment t où elles atteignent le détecteur. Si on dé�nit comme t = 0

le moment où la sonde (de trajet �xe) atteint son amplitude maximale sur le détecteur,
alors la ligne à retard LR2 nous permet de �xer le délai δt entre l'arrivée des deux
impulsions sonde et référence. L'intégration dans le temps du détecteur va nous donner
le signal :

SI(δt) =
1

TL

∫ +
TL
2

−TL
2

~Eenv
sonde(t

′) ~Eenv
ref (t′ + δt)dt′ (5.4)

Ce signal est la corrélation des deux enveloppes des champs. On considère que l'enve-
loppe de chacune de ces deux impulsions est une lorentzienne de largeur caractéristique
2 ps. Alors SI est l'auto-corrélation de cette enveloppe, et doit être une lorentzienne
de largeur 2 ps.
Le signal SI(δt) obtenu est proche d'un pro�l lorentzien, mais il présente des lobes,
qui sont certainement dus à des déformations du pro�l temporel des impulsions. Ces
déformations pourraient être accentuées lors de la ré�exion sur un échantillon, à cause
des déformations du front d'onde lors de celle-ci.
Cependant, la courbe SI(δt) nous permet de placer la ligne à retard (LR 2) de façon
à avoir une retard nul (δt = 0), et ainsi une amplitude des interférence hétérodyne
maximale (qui sera analysé à la fréquence fII 8 pour obtenir le signal).

8. On suppose ici, que le champ émit par les BQ, ~EBQ ne sera pas décalé temporellement



SI

δt

SI

�usonde.�uref = cos(γ) γ SI

fI SI ∝ | cos(γ)|

γ = 0[π]

γ = π/2
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Figure 5.4 � Evolution du signal démodulé SI , avec l'angle γ entre les vecteurs de pola-
risation de la sonde et de la référence, lorsque leur retard temporel est �xé à δt = 0. La
courbe est bien ajustée proportionnellement à | cos γ|. Elle permet d'identi�er les deux points
de fonctionnement utiles : R et K, représentant respectivement γ = 0 et γ = π

2 .

Ces deux con�gurations d'analyse seront employées dans le chapitre suivant, a�n
d'ampli�er le champ émit par les BQ co-polarisé à la sonde (section 6.2), et contra-
polarisé à celle-ci (section 6.3).

5.3 Conditions expérimentales et échantillons

Nous présentons ici rapidement le dispositif cryogénique permettant le contrôle
des température et l'application d'un champ magnétique longitudinal, ainsi que les ca-
ractéristiques des échantillons utilisés.

Dispositif cryogénique
Les échantillons sont cette fois collés (avec de la laque d'argent) sur le doigt froid d'un
cryostat à circulation d'He, de marque Oxford (HighRes II ). Ces cryostats permettent
d'obtenir des températures sur le doigt froid inférieures à 4K (par cryo-pompage). Ce-
pendant à cause du rayonnement à travers les fenêtres et des défauts de thermalisation,
nous estimons que la température de l'échantillon est de T ≈ 10 K 9.

9. Le laser étant à une énergie inférieure au gap du GaAs, il n'est pas absorbé par celui-ci et

ne provoque aucun échau�ement.
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On notera que les cavités utilisées sont des cavités planaires asymétriques, pré-
sentant 12 paires de Bragg sur le dessus, et 24 en dessous du plan de BQ, pour une
meilleure collection de la luminescence. Ces cavités sont de type λ et le plan de BQ
au centre de la cavité va ainsi se situer sur un ventre du champ électrique con�né,
ce qui va permettre d'améliorer le rapport signal sur bruit du champ émis [77]. Ces
cavités présentent une biréfringence très faible, qui n'a pas d'incidence sur les études
en polarisation. Cependant, il semblerait qu'elles aient un e�et détériorant sur le front
d'onde de la sonde, qui nuit aux interférences hétérodynes. La quanti�cation de ces
e�ets nécessiterait des études ultérieures, avec de nouveaux échantillons.



Chapitre 6

Cohérence et manipulation des états
excités de paires électron-trou d'une
boîte quantique non chargée

Ce chapitre est consacré à l'étude par une expérience pompe-sonde équipée d'une
détection hétérodyne du système à trois niveaux (V ) constitué par l'état fondamental
d'une BQ non dopée, et les deux niveaux excités à une paire électron-trou |X〉 et |Y 〉,
séparés par l'énergie d'échange anisotrope δ1. Nous nous intéresserons particulièrement
à l'étude et à la manipulation de la cohérence des deux états excités |X〉 et |Y 〉, créés
par l'excitation optique.

Nous présenterons tout d'abord le système étudié, son intérêt, et l'échantillon
utilisé dans les expériences. Nous étudierons comment l'application d'un champ magné-
tique longitudinal a�ecte les états étudiés et leurs énergies. Ensuite nous modéliserons
l'interaction de ce système avec l'impulsion excitatrice (pompe), nous nous intéres-
serons au champ induit par l'impulsion sonde. Nous verrons comment les di�érentes
con�gurations d'analyse de la détection hétérodyne, permettent d'avoir accès aux dif-
férents termes de la matrice densité.

Nous présenterons les résultats des expériences menées dans la première con�gu-
ration d'analyse (sonde et référence co-polarisées), en bonne adéquation avec le modèle
développé. Ces résultats mettent en évidence l'in�uence du champ magnétique sur la
phase des battements quantiques observés, associés à la structure �ne.

Nous verrons comment la deuxième con�guration d'analyse (sonde et référence
contra-polarisées) permet une nouvelle observation, plus complexe, de ce phénomène.

En�n, nous présenterons une étude similaire réalisée sur un échantillon dilué, et
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nous verrons que la sensibilité de notre expérience permet d'étudier une BQ unique,
ainsi que les e�ets de charge auxquels elle est soumise.

6.1 Présentation et modélisation du système étudié

Dans cette section, nous présenterons tout d'abord tous les éléments théoriques
nécessaires à la compréhension de nos expériences. Nous commencerons par décrire
l'échantillon étudié, et les caractéristiques des états propres des paires électron-trou à
champ nul. Puis nous étudierons les nouveaux états propres du système en présence
d'un champ magnétique longitudinal. L'excitation cohérente de ces états par une im-
pulsion pompe sera alors traitée, et nous nous intéresserons à la dynamique attendue
de la matrice densité. En�n, nous calculerons le champ induit par le passage de la
sonde, et nous verrons comment sa détection par interférence hétérodyne donne accès
aux di�érents termes de la matrice densité de l'ensemble de BQ.

6.1.1 Échantillon de BQ non dopées et structure �ne X/Y

L'échantillon utilisé dans cette étude est l'échantillon 62H18 (épitaxié par A.
Lemaître au LPN). Il s'agit d'un échantillon contenant trois plans de BQ non dopées
(de densité surfacique n = 5.1010cm−2), à l'intérieur d'une cavité planaire de facteur
de qualité Q ∼ 2000 (cf �gure 6.1.a). La cavité est de type λ, et les plans de BQ sont
situés sur un ventre de son mode. On suppose que l'énergie d'émission de ces BQ est
répartie suivant une gaussienne de largeur ∆EBQ = 10 meV (comme pour l'échantillon
74K31) ; cependant, nous nous intéresserons uniquement aux BQ dont la transition fon-
damentale a une énergie dans le mode de la cavité, à 927,6 nm. En e�et, le fort facteur
de qualité de la cavité permet simultanément une exaltation importante de l'émis-
sion [110] et une forte sélectivité des BQ participant au signal 1. La photoluminescence
dans le mode de la cavité peut être modélisée par une courbe lorentzienne de largeur
∆Ecav ∼ 0, 5 meV ; mais son observation via l'objectif de forte ouverture numérique va
provoquer un élargissement vers les hautes énergies du spectre observé (cf �gure 6.1.c).
On peut estimer le nombre de BQ sondées à la résonance : N = 3n(πr2

sonde)
∆Ecav
∆EBQ

≈ 250

BQ (où n est la densité surfacique de BQ, et rsonde le rayon de la tache laser sonde sur
l'échantillon). On étudie donc un ensemble restreint de BQ (environ 1000 fois plus pe-
tit que dans l'expérience homodyne). Néanmoins cet ensemble est su�samment étendu
pour qu'on puisse modéliser de façon continue les paramètres dispersés des BQ 2.

1. En e�et, la largeur énergétique de la cavité (∆Ecav ∼ 0, 5 meV) est inférieure bien que

comparable à celle de l'impulsion laser (∼ 0,75 meV).

2. En e�et, l'écart type de l'ensemble
√
N
N ∼ 5% reste faible ; donc une modélisation de l'en-

semble de BQ, présentant des paramètres dispersés, par des fonctions de densité de probabilité conti-

nues reste valable [45].



n = 5.1010

V {|0〉 , |X〉 , |Y 〉} δ1 = EY −EX

�ω0 �ω0 =
EY +EX

2

635 f = 150

Q = 2000

f = 17

|X〉 [110] |Y 〉 [11̄0]

δ1
δ1

200 µ

|Jz = ±1〉
z



138 Cohérence excitonique

de ces états originaux, dont la modi�cation permet, dans des régimes de champ inter-
médiaire, d'observer des états propres ayant une polarisation elliptique. Ces états vont
nous imposer une écriture plus complexe du système, mais vont nous permettre d'étu-
dier les e�ets �ns de l'in�uence du champ appliqué sur la cohérence des états propres.
En e�et, comme nous allons le voir dans la section suivante, il est possible d'exciter de
façon cohérente les états propres de la BQ, et ainsi d'observer un battement quantique
entre ces états.

6.1.2 Hamiltonien Zeeman et ellipticité des états propres

Nous allons ici calculer les états propres d'une BQ non dopée, soumise à un
champ magnétique parallèle à l'axe optique z (con�guration Faraday). Nous verrons
que les états à une paire électron-trou excités à l'énergie fondamentale, sont linéaires
à champ nul, mais deviennent elliptiques avec l'application du champ. Dans tout ce
chapitre, nous travaillerons dans le formalisme de la matrice densité, car c'est celui qui
permet le mieux de visualiser les cohérences entre les états, dont nous souhaitons obser-
ver l'évolution. Il convient de préciser qu'on dé�nit l'ESF comme : δ1 = EY −EX , où Ej
est l'énergie de l'état propre à champ nul |j〉. En�n, dans tout ce chapitre, on supposera
que les états de trous sont purement lourds, bien que les contraintes présentes dans la
structure cristallographique provoquent un mélange de bande (trou lourds-légers), et
donc une correction à la linéarité des états propres |j〉 [65, 123].

A cause de l'interaction d'échange anisotrope (décrite dans l'introduction), les
états propres à l'énergie fondamentale de la BQ à champ nul sont :

|X〉 =
1√
2

(
|+〉+ |−〉

)
(6.1)

|Y 〉 =
1

i
√

2

(
|+〉 − |−〉

)
(6.2)

où |±〉, sont les états propres de la paire électron-trou lorsqu'on ne prend pas en compte
l'interaction d'échange électron-trou, dont la projection du moment cinétique total est
±1 suivant l'axe z. Le Hamiltonien Zeeman s'écrira 4 : HZ = gzµBBz

2
(|+〉 〈+|−|−〉 〈−|) ;

où gz est le facteur de Landé longitudinal de la paire électron-trou. Les états noirs ne
rentrent pas en considération ici, car il n'interagissent pas avec le laser.

Après le changement de base de HZ , on obtient le Hamiltonien statique du
système dans la base |0〉 , |X〉 , |Y 〉 :

H0 =

0 0 0

0 ~ω0 − δ1
2
−i~ωL

2

0 i~ωL
2

~ω0 + δ1
2

 (6.3)

4. On remarque qu'avec une telle dé�nition des états propre, l'état désigné |+〉 est l'état de
plus haute énergie, donc avec la projection de spin anti-parallèle au champ appliqué.
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où l'énergie de la transition ~ω0 est dé�nie entre le niveau fondamental et la moyenne
des énergies des états |X〉 et |Y 〉, et où ωL = gzµBBz est la pulsation de Larmor de la
paire électron-trou. On peut alors calculer les valeurs propres de la matrice (6.3), qui
vont nous donner les énergies des états propres du système :

ε± = ~ω0 ±
1

2

√
δ2

1 + (~ωL)2 (6.4)

Figure 6.2 � a) Évolution de l'énergie des états propres ε±, avec le champ appliqué (avec la
convention ~ω0 = 0). L'état |E+〉 (resp. |E−〉) est à l'énergie EY (resp. EX) à champ nul, et
tend vers l'énergie +~ωL (resp. −~ωL) à champ fort.
b)Évolution de l'angle α (en unités de π

4 ), en fonction du champ. La zone hachurée en rouge
correspond à α < 0.1π/4, aux champs (Bz < 30 mT) pour lesquels les états sont essentiel-
lement linéaires. La zone hachurée en vert correspond à α > 0.9π/4 (Bz > 530 mT), pour
lesquels les états sont quasi-circulaires. Les paramètres utilisés pour ces deux �gures sont ceux
obtenus ultérieurement pour cet échantillon : gz = 2.8 et δ1 = 15µeV.

On observe que l'énergie associée au Hamiltonien Zeeman, vient augmenter la
di�érence d'énergie δ =

√
δ2

1 + (~ωL)2 entre les deux états propres (cf �gure 6.2). Mais
le champ magnétique va aussi induire une évolution des états propres, qui vont devenir
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elliptiques 5. En e�et, la diagonalisation de H0 donne les états propres 6 d'énergie ε± :

|E+〉 = sinα |X〉+ i cosα |Y 〉 (6.5)

|E−〉 = cosα |X〉 − i sinα |Y 〉 (6.6)

Figure 6.3 � Représentation des
états elliptiques dans le plan complexe
{|X〉 , i |Y 〉}.

où α = 1
2

arctan(~ωL
δ1

). Le paramètre α est
celui qui nous permet au mieux de rendre compte
de l'ellipticité des états propres |E±〉. En e�et
lorsque le champ magnétique est nul, α → 0 et
les états propres sont bien linéaires. Cependant
lorsque que ~ωL � δ1, α→ π

4
et les états tendent

vers les états propres circulaires : |E±〉 → |±〉.
L'évolution du paramètre α est représentée sur la
�gure 6.2. Dans le régime intermédiaire, les états
propres ont une symétrie elliptique, et c'est dans ce
cas qu'ils présenteront la dynamique la plus com-
plexe. Nous allons maintenant décrire comment
une impulsion laser pompe va pouvoir exciter ces
états propres.

6.1.3 Équations de Bloch et interac-
tion du système avec le laser pompe

On traite ici de l'interaction du faisceau pompe avec la BQ. Encore une fois, on
va pouvoir l'exprimer grâce au Hamiltonien d'interaction :

HI = −dj.Ej(t) |0〉 〈j|+H.c. (6.7)

où dj est le dipôle associé à la transition |0〉 ↔ |j〉, et Ej(t) = Eenv,j(t).e
iωt + c.c.,

est le champ électrique polarisé suivant l'axe j au niveau de la BQ, dont l'amplitude
Eenv,j(t) varie pendant la durée de l'impulsion. On fait dès maintenant l'hypothèse,
qui sera véri�ée expérimentalement par la suite, que les dipôles des transitions X et Y
sont égaux (ce qui simpli�e considérablement les calculs), et qu'ils ne varient pas avec
les champs magnétiques appliqués dans cette étude.

On va donc pouvoir décrire l'excitation laser dans la base {|0〉 , |X〉 , |Y 〉}, où
dans la base propre {|0〉 , |E−〉 , |E+〉}. Si on note ξ l'angle entre l'axe de polarisation
du faisceau pompe et l'axe x, on peut écrire le Hamiltonien comme :

5. L'application d'un champ magnétique provoque une modi�cation des fonctions enveloppes

de l'électron et du trou, et ainsi un shift diamagnétique de l'énergie de recombinaison. Cependant,

celui-ci est ∝ B2
z , et reste très faible (< 1µeV) pour les champs appliqués ici [70].

6. A noter que l'écriture de ces états elliptiques a rarement été bien traitée, et présente même

une erreur dans l'article de référence de M. Bayer [8]



z

(xOy)

x R(∆t, ξ,X)

y

R(∆t, ξ, Y )

HI = −�Ω(t)eiωt
[
cos ξ |0〉 〈X|+ sin ξ |0〉 〈Y |

]
+H.c.

= −�Ω(t)eiωt
[
(cos ξ sinα + i sin ξ cosα) |0〉 〈E+|

+ (cos ξ cosα− i sin ξ sinα) |0〉 〈E−|
]
+H.c.

Ω(t) = d.Eenv(t)
�

ξ

α ξ = 0 ξ = π
2

ξ = π
4

|E+〉
Arg(sinα + i cosα) = π

2
− α (−α)

ξ = ±π
4

|ψ〉 = a0(t) |0〉 + ax(t) |X〉 + ay(t) |Y 〉
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ȧ0 = iΩxãx(t) + iΩyãy(t) (6.11)

˙̃ax = iΩxa0(t) + i

(
ω − (ω0 −

δ1

2~
)

)
ãx(t) (6.12)

˙̃ay = iΩya0(t) + i

(
ω − (ω0 +

δ1

2~
)

)
ãy(t) (6.13)

où : Ωx = Ω(t) cos ξ et Ωy = Ω(t) sin ξ. Pour simpli�er l'écriture, on écrit :
ãj(t) = aj(t)e

iωt où (j = {0, x, y}). L'intégration est facilitée sous l'hypothèse de réso-
nance du laser avec chaque transition. Dans le cas où le laser est spectralement centré
sur l'énergie ~ω0, le désaccord énergétique avec chaque transition est de ± δ

2
. Ainsi,

pour que la condition de résonance soit respectée, l'impulsion laser doit être bien plus
large spectralement que la di�érence d'énergie δ, ce que l'on peut écrire h

τ
� δ, où

τ est la durée caractéristique d'une impulsion. Dans le cas d'une impulsion de τ ∼ 2

ps, cette condition est véri�ée pour δ < 100µeV, et donc dans tout le cadre de notre
étude 7. Nous pourrons ainsi considérer que les états propres sont adressés par le laser
à la résonance, et nous pourrons ignorer leur élargissement inhomogène. Les derniers
termes des équations de ˙̃ai(t) peuvent donc être négligés, et on peut écrire :

d2a0(t)

dt2
+ |Ω2|a0(t) = 0 (6.14)

La BQ étant initialement vide, à la �n de l'impulsion laser de durée τ on a donc bien :
a0(t = 0+) = cos(θ) où θ =

∫
Ω(t′)dt′ est l'aire de Rabi de l'impulsion (θ ≈ Ω(0)τ

sous l'hypothèse de résonance faite précédemment). On peut alors calculer les deux
autres coe�cients de la fonction d'onde, et grâce au produit tensoriel ρ = |ψ〉 〈ψ|, on
obtient la matrice densité (dans la base {|0〉 , |E−〉 , |E+〉}) juste après le passage de
l'impulsion :

ρ(0+) =

cos2( θ
2
) × ×

× 1
2

sin2( θ
2
)(1 + cos 2α cos 2ξ) 1

2
sin2( θ

2
)(cos 2ξ sin 2α− i sin 2ξ)

× 1
2

sin2( θ
2
)(cos 2ξ sin 2α + i sin 2ξ) 1

2
sin2( θ

2
)(1− cos 2α cos 2ξ)


Les termes de cohérence inter-bande, qui ne nous intéressent pas pour le moment, sont
ici notés ×. Une fois initialisée, la matrice densité va évoluer en suivant la dynamique
donnée par l'équation de Liouville :

∂ρ

∂t
= − i

~
[H0, ρ]−

(
∂ρ

∂t

)
rad

−
(
∂ρ

∂t

)
decoh

(6.15)

Dans cette équation, le commutateur est responsable de l'évolution cohérente
de la matrice densité (traduite par la rotation des termes de cohérence à la pulsation

7. Cependant, on notera que l'impulsion est plus large que la limite de Fourier h
τ , ce qui étend

le domaine de validité de cette condition.
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δ
~). Les autres termes de l'équation permettent de prendre un compte l'évolution inco-
hérente de la matrice densité, due à la recombinaison radiative des états excités en τrad,
et à la décohérence des battements quantiques en un temps T2. De plus, on considère
que les temps de relaxation T1 de |X〉 ↔ |Y 〉 très long par rapport au temps radiatif
(comme con�rmé par les références [65, 106]). Ainsi on peut décrire l'évolution libre de
la matrice densité, pour les populations :

ρ00(t) = 1− sin2(
θ

2
)e−t/τrad (6.16)

ρ−−(t) =
1

2
sin2(

θ

2
)(1 + cos 2α cos 2ξ)e−t/τrad (6.17)

ρ++(t) =
1

2
sin2(

θ

2
)(1− cos 2α cos 2ξ)e−t/τrad (6.18)

et pour les cohérences :

ρ+−(t) =
1

2
sin2(

θ

2
)(cos 2ξ sin 2α + i sin 2ξ)ei

δ
~ te

−t
T2 e−t/τrad (6.19)

ρ−+(t) = (ρ+−)† (6.20)

La modélisation établie permet de rendre compte de l'excitation du système par l'im-
pulsion pompe et donne son évolution libre. A�n de véri�er la validité de cette mo-
délisation et d'observer l'évolution temporelle des états photo-excités, on fait interagir
les BQ avec le faisceau sonde. Le champ émis sera ensuite ampli�é par la détection
hétérodyne.

6.1.4 Interaction du faisceau sonde avec une boîte quantique
neutre

On a noté ρ la matrice densité décrivant l'évolution libre du système, qui évolue
selon l'éq. (6.15), et on note maintenant σ la matrice densité prenant en compte l'évolu-
tion du système due au passage de la sonde à un délai ∆t après l'initialisation. La durée
de l'impulsion sonde τ étant courte par rapport aux autres constantes d'évolutions du
système (τrad, T2 et ~

δ
), l'évolution de la matrice densité pendant le passage de la sonde

sera donc décrite de façon complètement cohérente par l'équation de Liouville :

∂σ

∂t
= − i

~
[H0 +Hsonde(t), σ] (6.21)
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où le Hamiltonien d'interaction avec l'impulsion sonde polarisée suivant x (i.e. ξsonde =

0) s'écrit 8 :

Ĥsonde(t) = −~Ωs(t)e
iωst
(
i sinα |0〉 〈E+|+ i cosα |0〉 〈E−|

)
+H.c. (6.22)

où Ωs(t) est l'angle de Rabi de l'impulsion sonde, qui suit son enveloppe centrée en ∆t

et de largeur τ . A la résonance, et au premier ordre en champ sonde, on peut écrire la
solution σ(t) comme :

σ(t) ≈ ρ(∆t)− i

~

∫ t

−∞
[Ĥsonde(t

′), ρ(t′)]dt′ (6.23)

pendant la durée de l'impulsion (i.e. ∆t− τ
2
< t < ∆t+ τ

2
). Cette expression est valide

dans la limite d'une impulsion de faible aire de Rabi (Ωs(∆t)τ � 1), et dans la limite
où |Ωs(∆t)| � |Ω(0)| (i.e. puissance de la sonde moindre par rapport à celle de la
pompe). Sous ces conditions, la correction de la matrice densité due au passage de la
sonde (le deuxième terme dans l'éq. [6.23]), ne sera qu'une petite modi�cation de la
matrice densité excitée par la pompe. Cependant, seul ce deuxième terme prend en
compte à la fois l'interaction de la sonde et de la pompe avec l'échantillon, et ainsi lui
seul participe au signal photo-induit 9.

Le développement de l'équation (6.23), donne les termes inter-bande de la ma-
trice densité σ :

σ+0 = ρ+0 + iθs
(
[ρ00 − ρ++] sinα− ρ+− cosα

)
eiωst (6.24)

σ−0 = ρ−0 + iθs
(
[ρ00 − ρ−−] cosα− ρ−+ sinα

)
eiωst (6.25)

où θs =
∫

Ωs(t
′)dt′ est l'aire de Rabi de l'impulsion sonde. Ces termes inter-bandes

sont ceux qui nous intéressent ici, car ce sont eux qui vont intervenir dans l'émission
stimulée des BQ. En e�et, lorsqu'on s'intéresse au dipôle moyen induit suivant x,
〈dx〉(t) = Tr[σ.d̂x], la projection de |X〉 donne :

〈dx〉(t) = −dx
[
〈E+|σ |0〉 〈X|E+〉+ 〈E−|σ |0〉 〈X|E−〉

]
(6.26)

= −dx
[

sin(α)σ+0(t) + cos(α)σ−0(t)
]

(6.27)

En ne gardant que les termes de σ induits par le passage de la sonde, et à la même
fréquence optique que celle-ci, on obtient la dépendance du dipôle stimulé :

〈dx〉(t) = −idxθseiωst
(
ρ00 − sin2(α)ρ++ − cos2(α)ρ−− −

sin 2α

2
(ρ+− + ρ−+)

)
(6.28)

8. Comme expliqué précédemment, la pulsation du champ sonde est décalée par rapport à la

pompe, et s'écrit : ωs = ω + ω1. Or ω1 est très faible devant les largeurs homogènes des transitions

adressées, et il ne remet pas en cause la condition de résonance. On écrira la sonde comme étant à

la pulsation ωs dans ce qui suit, sans que cela n'implique de changements dans le déroulement des

équations.
9. En e�et, on remarquera par la suite, que lui seul induit un champ à ωs = ω+ω1 d'une part,

et contient des termes de ρ modulés à la fréquence de modulation fII de la pompe d'autre part.
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On remarque que ce dipôle ne dépend, au premier ordre, que de la matrice ρ(t) décrivant
le système initialisé par le passage de la pompe et dont l'évolution libre est dé�nie par
les équations (6.16). D'où l'évolution temporelle du dipôle :

〈dx〉(t) = −idxθs sin2 θ

2
eiωste

− ∆t
τrad

(
− [3 + cos 2ξ cos2(2α)] (6.29)

+ e
−∆t
T2 sin 2α

[
sin(

∆tδ

~
) sin 2ξ − cos(

∆tδ

~
) cos 2ξ sin 2α

])
De la même façon, la sonde polarisée suivant x excite aussi un dipôle suivant

l'axe y :

〈dy〉(t) = −dyiθs sin2 θ

2
eiωste

− ∆t
τrad

(
− [i cos 2ξ cos 2α sin 2α] (6.30)

+ e
−∆t
T2

[
sin(

δt

~
)(cos 2ξ sin 2α− i sin 2ξ cos 2α)

+ cos(
δt

~
)(sin 2ξ + i cos 2ξ sin 2α cos 2α)

])
L'évolution de ces dipôles dans le temps induit des courants surfaciques, qui

créent des champs électriques (vu par le détecteur) proportionnels aux dipôles :

EBQ
j (t) = C

[
〈dj〉(t) + c.c.

]
(6.31)

où : C = iµ0

2
ω2

1β, avec µ0 comme permittivité magnétique et β un facteur com-
plexe qui permet de prendre en compte l'in�uence de la cavité et la phase introduite
par la propagation dans l'échantillon. Le signal obtenu sur le détecteur sera issu de
l'interférence de ce champ avec le faisceau référence.

Détection hétérodyne du signal de ré�ectivité suivant x
On traite ici le cas où la sonde et la référence sont alignées suivant x. Comme décrit au
chapitre précédant, le champ sonde et le champ émis par les BQ vont interférer avec
le champ référence. En prenant en compte un désalignement faible des polarisations 10,
et en gardant uniquement les termes à la fréquence di�érence (ωs − ωref ), on a :

(
~Es(t) + ~EBQ(t)

)
. ~Eref (t) = Eenv

ref (t).Eenv
s (t)eiΦsei(ωs−ωref )t + c.c. (6.32)

+ Eenv
ref (t).Eenv

BQ(t)ei(ωs−ωref )t + c.c. (6.33)

où les fonction Eenv
j (t) = E0

j .p(t) permettent de prendre en compte l'évolution
temporelle de l'enveloppe temporelle p(t) des impulsions, et la phase Φs est introduite
a�n de rendre compte de la di�érence de phase entre la sonde et le champ des BQ (due

10. Dans le cas où sonde et référence sont alignées, ce désalignement ne provoque pas de termes

supplémentaire, contrairement au cas traité dans la partie 6.3.
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au trajet optique dans l'échantillon). La détection lisse l'enveloppe p(t) et démodule
le signal à la fréquence ωs − ωref . Ainsi, l'amplitude du signal obtenu après le premier
étage de la détection synchrone est 11 :

R1 ∝ |E0
ref ||E0

se
iΦs + E0

BQ| ∝ |E0
ref |
(
|E0

s |+ <(E0
BQ

E0∗
s

|E0
s |
e−iΦs)

)
(6.34)

Le deuxième étage de démodulation va permettre de �ltrer le terme en |E0
s | (prove-

nant de la sonde qui n'a pas interagit avec l'échantillon), qui n'est pas modulé à la
fréquence de la pompe fchopper. Ainsi à la sortie du deuxième étage on obtient le signal
de ré�ectivité suivant x en fonction du délai ∆t et de l'angle d'excitation ξ :

R(∆t, ξ,X) = AX(t)e
−∆t
τrad

(
+

[
3 + cos 2ξ cos2(2α)

]
(6.35)

+ e
−∆t
T2 sin 2α

[
cos(

∆tδ

~
) cos 2ξ sin 2α− sin(

∆tδ

~
) sin 2ξ

])
où le préfacteur AX(t) = |E0

ref |µ0ω
2
sθsdx sin2 θ

2
sin Φs est di�cilement quanti�able et ne

contient pas les paramètres observables dans l'expérience, il sera donc omis. Cependant,
ce signal doit nous permettre d'observer les temps caractéristiques et les amplitudes
relatives du déclins des populations et des cohérences de la matrice densité, qui sont
les intérêts majeurs de la modélisation présentée.

Dans cette partie, nous avons calculé les états propres d'une BQ soumise à un
champ longitudinal. L'excitation produite par une impulsion laser pompe linéairement
polarisée a ensuite été modélisée. En�n nous avons vu comment l'interaction de la sonde
avec la BQ pouvait stimuler l'émission d'un champ électrique EBQ

X (t), et comment celui-
ci était analysé a�n d'obtenir le signal de ré�ectivité di�érentielle R(∆t, ξ,X). Nous
allons maintenant présenter les résultats expérimentaux obtenus dans cette con�gura-
tion d'analyse, qui permettent de con�rmer ce modèle.

6.2 Signal de ré�ectivité obtenu sur un ensemble de

boîtes quantiques non dopées : référence co-polarisée

à la sonde

Dans cette section, nous allons examiner le signal obtenu expérimentalement
dans la con�guration de détection présentant les faisceaux sonde et référence polarisés
suivant x. Nous allons ainsi véri�er la validité de l'expression (6.35), d'abord en champ
nul, puis en appliquant un champ longitudinal. L'ellipticité des états propres |E+〉 et
|E−〉 va nous permettre d'exciter des superpositions d'états, même en utilisant une

11. Dans ce calcul, on fait l'hypothèse (largement véri�ée) que |E0
s | � |E0

BQ|
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pompe polarisée linéairement ; et ainsi d'observer des battements quantiques. Ces bat-
tements nous permettrons d'estimer l'énergie de structure �ne, ainsi que le facteur de
Landé de la paire électron-trou. En�n, nous nous pencherons sur un cas de polarisation
d'excitation plus compliqué, qui justi�era la suite de l'analyse.

6.2.1 Système de boîtes quantiques non dopées en l'absence de
champ appliqué

Nous allons tout d'abord examiner la ré�ectivité di�érentielle des BQ, en l'ab-
sence de champ magnétique. Dans ce cas, les états à une paire électron-trou sont
polarisés linéairement |X〉 et |Y 〉, comme décrit au début de ce chapitre. Le champ
électrique émis par ces états a donc lui aussi une polarisation linéaire, et le faisceau
référence (polarisé suivant x) ampli�e sa composante suivant x. En champ nul, Bz = 0

implique α = 0, et le signal obtenu, lorsque les polarisations sonde et référence sont
alignées suivant x, prend l'expression simpli�ée :

R(∆t, ξ,X) = (3 + cos 2ξ)e−∆t/τrad (6.36)

On voit donc que seul le terme non oscillant, dû à la di�érence de population
(ρ00 − ρXX) subsiste, et décroit en un temps τrad 12. Le signal obtenu lors d'une exci-
tation suivant x (ξ = 0) est présenté sur la �gure 6.5. Il présente e�ectivement une
décroissance mono-exponentielle, pour laquelle l'ajustement donne : τrad = 710± 10ps.

L'excitation suivant l'axe y, avec les polarisations de la sonde et de la réfé-
rence suivant y, va donner un signal qui va suivre une expression analogue à l'équation
(6.36) 13. Dans ce cas, la pompe va exciter seulement l'état |Y 〉, et la sonde va détecter
la di�érence de population (ρ00− ρY Y ) qui va être ampli�ée par la référence. Ce signal
est présenté sur la même �gure, et son amplitude est arti�ciellement �xée négative pour
plus de clarté. On peut voir qu'il est de même amplitude que le signal R(∆t, 0, X), et il
est ajusté avec la même constante de temps τrad. Ceci con�rme l'hypothèse faite dans
les calculs, d'égalité des dipôles associés aux transitions |0〉 ↔ |X〉 et |0〉 ↔ |Y 〉. En ef-
fet, la force d'oscillateur est inversement proportionnelle au temps de vie radiatif [116].
Cette valeur de τrad = 710 ± 10ps n'évolue pas dans la gamme des champs appliqués,
et sera utilisée dans tout le reste de cette étude.

Ces mesures nous permettent de véri�er que dans le cas où les trois faisceaux
sont polarisés suivant le même axe, en l'absence de champ magnétique appliqué, le
signal de ré�ectivité photo-induite mesuré est proportionnel au terme de population.

12. On rappelle qu'on néglige les processus de relaxation |X〉 ↔ |Y 〉, qui se font en un temps

τrelax � τrad (il est estimé dans la référence [65] que τrelax ∼ 10τrad).
13. Il ne faut cependant pas le confondre avec le signal R(∆t, ξ, Y ) explicité par la suite, pour

lequel la sonde est suivant x et seule la référence est polarisée suivant y.
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Figure 6.5 � Signaux de ré�ectivité di�érentielle correspondant aux cas : R(∆t, ξ = 0, X)

(tous les faisceaux sont polarisés suivant x et on mesure le déclin radiatif de la population
de |X〉), RY (∆t, ξ = π/2, Y ) (tous les faisceaux sont polarisés suivant y), et R(∆t, ξ = 0, Y )

(faisceaux pompe et référence polarisés suivant x, et faisceau référence suivant y) multiplié par
un facteur dix. Cette dernière con�guration permet de véri�er que lors d'un pompage linéaire
d'un seul état, on n'introduit pas de population de l'autre ni de cohérence entre les états |X〉 et
|Y 〉, et donc la sonde n'induit pas de dipôle contra-polarisé à l'état qu'elle adresse. Les signaux
RDX et RDY sont représentés avec leurs ajustement qui donnent τrad = 710± 10ps.

On peut ainsi obtenir le temps de vie radiatif associé à l'ensemble de BQ. Cependant,
ces conditions expérimentales ne permettent pas de mesurer l'énergie δ1, ni d'observer la
cohérence entre les états |X〉 et |Y 〉. Dans ce but, on va appliquer un champ magnétique
longitudinal sur l'échantillon.

6.2.2 Observation de battements quantiques en champ magné-
tique longitudinal

On applique maintenant un champ magnétique le long de l'axe optique z. Le
champ rend elliptiques les états propres de la BQ, qui deviennent |E+〉, et |E−〉, confor-
mément à l'équation (6.5). Lors d'une excitation linéairement polarisé, suivant x ou
y (ξ = 0, ξ = π

2
), les signaux de ré�ectivité di�érentielle obtenus expérimentalement

pour di�érentes valeurs du champ magnétique appliqué sont représentés sur la �gure



x ∆t R(∆t, ξ,X) ξ = 0

ξ = π/2

ξ = 0 ξ = π/2

τrad

cos(∆tδ
� ) sin(∆tδ

� )

R(∆t, ξ,X) = (3 + cos 2ξ cos2 2α)e
− ∆t

τrad − A(ξ, α) sin

(
∆tδ

�
+Ψ(ξ, α)

)
e
−∆t

T2 e
− ∆t

τrad



A(ξ, α) =
√
sin2(2ξ) sin2(2α) + cos2(2ξ) sin4(2α)

Ψ(ξ, α) = − arctan

[
sin(2α)

tan(2ξ)

]
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Ψ δZ
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ξ
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√
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Figure 6.8 � Mesures de l'évolution de δ = ~ω des battements quantiques avec le champ.
Cette évolution est très bien ajustée par l'expression δ =

√
δ2

1 + (~ωL)2, et permet d'obtenir
les valeurs moyennes (pour l'ensemble de BQ) : ḡz = 2, 8, et δ̄1 = 15± 5µeV.

[113] en collaboration avec Sénès et al.).
La valeur de l'énergie d'échange anisotrope δ1 obtenue est faible comparée à celles me-
surées dans la littérature, pour des BQ émettant à la même énergie [66, 8, 113, 6].
Ainsi, l'elliptisation des états propres est très rapide avec l'application du champ ma-
gnétique longitudinal, puisque celle-ci est gouvernée par le paramètre α = 1

2
arctan δZ

δ1
;

or on a : δZ
δ1

= 1 pour Bz ≈ 85mT. Les états propres |E±〉 seront donc quasi-circulaires
(α = 0.9(π/4)), pour un champ Bz ≈ 500mT, qui est proche du champ maximal ap-
pliqué dans notre expérience.

On souhaite maintenant étudier l'évolution de la phase des battements quan-
tiques. Grâce à notre connaissance de la pulsation δ/~, on va pouvoir représenter la
trace temporelle de la ré�ectivité dans l'espace des phases Φ = ∆tδ

~ . Les courbes sont
maintenant représentées avec leur ajustement par l'expression de R(∆t, ξ,X) (6.35),
dans laquelle on �xe les valeurs de ξ et δ appropriées. Les deux seuls paramètres libres
sont : le préfacteur permettant de prendre en compte l'amplitude totale du signal en-
registré, et le T2.



x R(∆t, ξ =

0, X) R(∆t, ξ = π/2, X) ξ = 0, π/2

R(∆t, ξ = π/4, X) Φ = ∆tδ
�

ḡz δ̄1

ξ = 0, π/2, π/4
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lation (décroissant en τrad) du signal. Cette adéquation avec les données expérimentales
est une con�rmation solide de la validité du modèle.

6.2.3 Estimation du T2

L'observation des battements quantiques est cependant gênée par leur amortis-
sement rapide, en un temps T2

14. Notre étude se faisant sur un ensemble de BQ, cet
amortissement va être dépendant des inhomogénéités des BQ, et donc des paramètres
δ1 et gz, qui provoquent le déphasage des battements de leurs termes cohérents. On va
pouvoir estimer la dispersion de ces paramètres sur l'ensemble de BQ étudié grâce à la
dépendance en champ de 1/T2, représentée sur la �gure 6.10.

Figure 6.10 � Évolution du taux d'amortissement ajusté 1/T2 en fonction du champ. On
représente l'ajustement réalisé grâce à l'équation 6.40, en rouge. Pour le champs importants,
BZ > 150mT, l'évolution linéaire montre que la distribution est dominée par une dispersion
de gz, distribué sur une lorentzienne de largeur : Γg = 0.31. La dispersion de δ1 provoque un
épaulement du T2, qui diminue à champ nul. Cette évolution est ici reproduite avec Γ1 = 3 µeV.
Dans cet ajustement, on utilise un temps de cohérence homogène : T 0

2 = 310 ps.

Sous l'hypothèse raisonnable que les paramètres δ1 et gz sont décorrélés et
suivent des densités de probabilité Lorentziennes LΓ1

δ̄1
et LΓg

ḡz , de valeur centrale δ̄1

14. Il faut bien di�érer ce temps T2 de la cohérence des états excité, du temps T2 souvent mesuré

entre un des états excités et l'état vide (qui va gouverner la décroissance des oscillations de Rabi).
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(resp. ḡz), et de demi-largeur à mi-hauteur Γ1 (resp. Γg) ; le signal de battement quan-
tique pour l'ensemble de BQ, pour une excitation selon ξ = π/2, s'obtient en intégrant
ces distributions :

e
−∆t
τrad e

−∆t

T0
2

∫∫
sin2(2α) cos(

∆tδ

~
)LΓ1

δ̄1
L

Γg
ḡz dgzdδ1 (6.40)

où T 0
2 est le temps de cohérence du battement quantique pour une BQ 15 unique,

et où il faut prendre en compte la dépendance de α et δ avec gz et δ1. En intégrant numé-

riquement ces dispersions, on peut approximer cette expression par : e
−∆t
T2 [e

−∆t
τrad sin2(2ᾱ) cos(∆tδ̄

~ )],
et on peut déterminer les paramètres qui reproduisent au mieux les résultats expéri-
mentaux. La dépendance clairement linéaire de 1/T2 pour Bz > 150 mT, observée sur
la �gure 6.10, montre que dans ce régime de champ la dispersion du facteur de Landé
domine, et la pente qui est alors de µBΓg/~ permet de déterminer Γg = 0.31.

A contrario, pour les champs faibles (< 150 mT), c'est la dispersion de δ1 qui
domine et provoque un déphasage rapide, et la valeur Γ1 = 3 µeV est celle qui re-
produit le mieux les résultats expérimentaux. Bien que faible, cette dispersion du δ1

dans l'échantillon reste importante par rapport à sa valeur moyenne δ̄1 = 15 µeV. C'est
cette dispersion, couplée au facteur d'amplitude sin2 2α qui provoque le coude dans
la fonction 1/T2(B) (obtenue par intégration numérique, cf courbe rouge sur la �gure
6.10). En e�et, le facteur α est très dispersé à champ faible, et le facteur d'amplitude
sin2 2α va favoriser les extrémités des distribution 16, ce qui va les élargir, et provoquer
une réduction du T2 pour les champs faibles.

L'ajustement d'une énergie de structure �ne δ1 peu dispersée autour d'une va-
leur moyenne faible est surprenant à la vue de la littérature. Cependant, en plus de la
courbe 6.8, le bon ajustement des amplitudes relatives des composantes exponentielles
et oscillantes sur l'ensemble de la gamme de champ, nous con�rme la valeur moyenne
de 15 µeV 17. En sus, l'ajustement des données par une expression prenant en compte
simplement les valeurs moyenne, indique une faible dispersion des paramètres d'intérêt.
L'évolution, clairement linéaire, du 1/T2 pour Bz > 150 mT permet aussi de donner
une borne supérieure Γ1 < 5 µeV. En�n, l'ajustement des données de la �gure 6.10 est
possible pour des valeur Γ1 ∼ 5 µeV, mais nécessite d'augmenter notre estimation de
T 0

2 à des valeurs supérieures à 500 ps, plus improbables.

Un dernier facteur d'inhomogénéité à considérer, est la déviation des axes des
états propres |X〉 et |Y 〉 par rapport aux axes cristallographiques. Cette déviation

15. Ce temps va lui aussi changer d'une BQ à l'autre selon, par exemple, leur environnement

électrostatique.
16. α va être plus important pour les gz fort et les δ1 faible.
17. En e�et, pour des valeurs de ¯delta1 plus importantes, l'augmentation de l'amplitude des

oscillations (représentée sur la �gure 6.7.a) serait bien plus lente avec l'augmentation du champ.
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provient du mélange de bande (lourd-léger) du trou [120, 76], et peut prendre des va-
leurs importantes (plusieurs dizaines de degrés [65]). Cette dernière dispersion pourrait
expliquer la qualité très faible des signaux de cohérence obtenus à champ nul (dans
la con�guration R(∆t, π/4, Y ), qui devrait nous permettre d'observer des battements
même pour α = 0), et non présentés ici. L'application d'un champ faible permet alors
de restaurer en partie la symétrie circulaire des états propres, et donne de meilleures
conditions d'observation. Cependant, cet e�et n'est pas quanti�able par l'étude d'un
ensemble de BQ.

Évolution du T2 avec la température
Nous avons également étudié expérimentalement l'évolution du temps T2 pour di�é-
rentes températures, lorsqu'on applique un champ magnétique BZ = 250 mT. Les ré-
sultats de l'expérience sont présentés sur la �gure 6.11, pour des température comprises
entre 15 et 80 K. On remarque que T2 varie que faiblement pour T < 40 K, et reste ainsi
limité par la dispersion de gz. Puis lorsque la température dépasse 40 K, le T2 décroit
de façon exponentielle en fonction de 1

T
. On fait le choix de tracer ln(T2) = f(1/T ),

a�n d'analyser l'évolution en température dans le cadre d'une énergie d'activation :

T2 = T2(15K)

(
1− exp(

−Ea
kBT

)

)
(6.41)

où kB est la constante de Boltzmann, et Ea est une énergie d'activation.

L'ajustement de l'évolution de T2 entre 40 et 80 K, permet d'estimer : Ea = 10, 3

meV. Ainsi, lorsque l'énergie thermique kBT devient comparable à cette énergie, l'ac-
tivation de nouveaux processus de décohérence va devenir possible, et faire chuter
le T2. Cette énergie est trop faible pour correspondre à l'excitation de phonons op-
tiques (~ωTO ∼ 30 meV), où à des excitations intra-bande des charges (∼ 25 meV).
Cependant, elle pourrait correspondre à l'interaction de la paire électron-trou avec le
quasi-continuum des phonons acoustiques longitudinaux (LA) [42].

En�n, notre ajustement permet de donner une estimation du temps de cohérence
pour une BQ unique T 0

2 = 220 ps. Or, comme mentionné précédemment : T xy1 � τrad,
et donc le T 0

2 homogène associé à la cohérence X ↔ Y devrait lui aussi être long de-
vant τrad. Cette valeur, relativement faible, nous indique que la décohérence à faible
température est dominée par les termes de déphasage pur (dû à l'environnement de la
BQ), et pourrait varier fortement d'une BQ à l'autre. La valeur 220 ps est cependant
deux fois plus faible que celle déterminée par Tartakovskii et al. en 2004 [118] (une
estimation qui pourrait être largement sous-estimée, car comparable au temps de vie
mesuré dans cette équipe).
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Figure 6.11 � . Évolution du temps de cohérence T2 ajusté pour des température comprises
entre 15 et 80 K, avec BZ = 250 mT. On représente ln(T2) en fonction de 1/T , a�n de
mieux visualiser la dépendance exp(−EakBT

), due à l'activation thermique de phénomènes de
décohérence. La droite rouge correspond à l'ajustement, des points entre 40 et 80 K, donnant
Ea = 10, 3 meV. Les pointillés noirs donnent la valeur moyenne entre 15 et 40 K.

6.2.4 Évolution de la phase des battements quantiques avec le
champ magnétique

On remarque que la phase des données expérimentales est en parfait accord avec
celle donnée par le modèle (et représentée sur la �gure 6.7.b). La phase initiale Ψ des
battements quantiques pour une excitation ξ = 0 (resp. ξ = π

2
), est �xe et vaut −π

2

(resp. +π
2
) quel que soit le champ, d'où leur opposition de phase bien visible sur la

�gure 6.9. La courbe présentant l'excitation ξ = π
4
est en quadrature de phase avec les

deux premières, et présente une phase initiale nulle. Encore une fois, celle-ci n'évolue
pas avec le champ 18.

Cependant, l'excitation du système selon une polarisation linéaire qui n'est pas
alignée avec un axe de symétrie des états propres, permet d'obtenir une dépendance

18. On peut donner une représentation graphique de cette invariance. En e�et, les axes x, y, et

ξ = π/4 vont être les axes de symétrie des états propres, dont l'évolution temporelle représentée dans

le plan complexe (|X〉 , i |Y 〉) va suivre une ellipse. Lorsqu'on va exciter ces états suivant ces axes de

symétrie, la phase relative de leurs évolutions temporelles reste identique quelque soit le champ. D'où

l'absence d'évolution de la phase de leur cohérence.
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est faible sur la plage de champs étudiés (∆Ψ ∼ π
8
entre 53 mT et 343 mT), mais que

l'évolution de la phase par rapport à la courbe de référence (α = 0) est supérieure à π
4
.

Une excitation polarisé le long d'un axe proche des axes de symétrie (ex. ξ = π/50),
permettrait d'obtenir, avec un champ très faible, un déphasage de π/2 par rapport à la
courbe à champ nul. Cependant, l'observation du déphasage reste gênée par l'amplitude
quasi-nulle des battements quantiques pour les faibles champs, dans la con�guration
de détection associée à R(∆t, ξ,X).

En conclusion, on voit que la con�guration de ré�ectivité di�érentielle avec la
polarisation du faisceau référence alignée à celle de la sonde R(∆t, ξ,X) permet ef-
fectivement d'observer l'évolution des termes de population de la matrice densité et
d'estimer le temps de vie radiatif τrad. Elle permet également d'observer des termes co-
hérents, et d'estimer l'énergie δ et le temps de cohérence T2, lorsque l'état |X〉 adressé
par la sonde est une superposition des états propres elliptiques |E+〉 et |E−〉. Cepen-
dant, elle n'est pas très adaptée à l'observation de l'évolution de la phase des bat-
tements quantiques avec le champ, dont l'observation constitue une des principales
innovations de ces expériences. Nous allons voir comment la deuxième con�guration de
signal R(∆t, ξ, Y ), est plus adaptée à l'observation des cohérences du système, et donc
des battements quantiques.

6.3 Signal de ré�ectivité contra-polarisée et change-

ment de phase des battements quantiques

Dans cette partie nous allons étudier l'autre con�guration d'analyse de la dé-
tection hétérodyne. Le faisceau sonde est toujours polarisé suivant x, et donc le modèle
établi précédemment pour le champ stimulé par son passage reste valide. Cependant la
référence est cette fois polarisée perpendiculairement (suivant l'axe y), comme repré-
senté sur la �gure 6.4.c. On ampli�e donc le champ stimulé polarisé suivant y.

Nous allons d'abord calculer le signal analysé par la détection synchrone (DS ).
Nous allons voir qu'il est a priori plus adapté à l'observation des cohérences du système
mais qu'il présente une contribution supplémentaire, due à la déviation par rapport
aux axes de polarisation idéaux. Puis nous présenterons les signaux obtenus dans cette
con�guration, et véri�erons leur adéquation au modèle. Nous nous intéresserons par-
ticulièrement à l'évolution de la phase de ces signaux. La contribution indésirable du
signal rend ces expériences moins explicites que prévu initialement, cependant nous les
présentons ici, par souci de complétude.

6.3.1 Expression du signal de ré�ectivité ampli�é suivant y

Nous calculons dans ce qui suit le signal de ré�ectivité associé à la con�guration
de détection dans laquelle la référence est polarisée suivant y, soit perpendiculairement
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à la sonde (cf. schéma 6.4.c). Dans cette con�guration, le faisceau référence va ampli�er
le champ émit par les BQ polarisé suivant l'axe y. Ce champ éxiste, car comme on l'a vu
à la �n de la partie 6.1.4, même si la sonde est polarisée suivant x, elle induit un dipôle
〈dy〉, suivant y. L'intensité détecté est ensuite démodulée par la détection synchrone.
Cependant, on observe expérimentalement que dans cette con�guration, la référence
n'ampli�e pas uniquement l'émission stimulée des BQ. En e�et, la prise en compte d'une
faible déviation angulaire par rapport aux axes "idéaux", fait apparaître de nouveaux
termes dans l'expression du signal. L'interférence optique va s'écrire :[
~Es(t) + ~EBQ(t)

]
. ~Eref (t) =

[
Eenv
s (t)

(
cos γs
sin γs

)
eiωst+φs +

(
Eenv
BQ,X(t)

Eenv
BQ,Y (t)

)
eiωst

]
.Eenv

ref (t)eiωref t
(

cos γref
sin γref

)
(6.42)

où encore une fois Eenv
i = E0

i p(t), et l'enveloppe de l'impulsion p(t) est lissée par le
détecteur. Comme dans la con�guration précédente (sonde et référence co-polarisées),
le faisceau référence interfère : avec le champ émit par les BQ d'une part, et avec
le champ sonde ré�échit à la surface de l'échantillon (qui acquiert une phase relative
φs) d'autre part. Si on suppose les déviations angulaires θs (de la sonde avec l'axe x)
et γref (de la référence avec l'axe y, cf. schéma 6.13.b) petites devant 1, alors dans
l'approximation des petits angles, les termes à la pulsation ωs − ωref s'écrivent :[

(γs − γref )Eenv,?
s (t)Eenv

ref (t)eiφsei(ωref−ωs)t + Eenv
BQ,Y (t)Eenv,?

ref ei(ωref−ωs)t
]

+ c.c. (6.43)

Le signal intégré par le détecteur puis �ltré par la DS à ωs − ωref , sera alors :

S1(t) ∝ |E0
ref ||(γs − γref )E0

se
iφs + E0

BQ,Y | (6.44)

Comme E0
s � E0

BQ, le deuxième terme de cette équation peut s'écrire :

|(γs − γref )E0
se
iφs + E0

BQ,Y | ' |γs − γref ||E0
s |+

<
[
(γs − γref )E0?

s e
−iφsE0

BQ,Y

]
|γs − γref ||E0

s |
(6.45)

Le premier terme |γs − γref ||E0
s |, n'est pas modulé à la fréquence de la pompe, et

va donc être coupé par le deuxième étage de la DS. En revanche le deuxième terme
contenant EBQ,Y (le signal qui nous intéresse), est modulé à la fréquence de la pompe
et sera conservé. Cependant, la phase φs va jouer sur l'amplitude relative des parties
réelles et imaginaire de EBQ,Y . Lorsqu'on utilise l'expression de EBQ,Y obtenue à partir
du dipôle obtenu exprimé par l'équation (6.30), on obtient l'expression �nale du signal
de ré�ectivité di�érentielle (avec la référence suivant y) :

R(∆t, ξ, Y ) =
γs − γref
|γs − γref |

(
cosφs cos 2ξ sin 2α cos 2αe−∆t/τrad (6.46)

+ e−∆t/T2

[(
sinφs sin 2ξ − cosφs cos 2ξ sin 2α cos 2α

)
cos(

∆t

~
)

+ (sinφs cos 2ξ sin 2α + cosφs sin 2ξ cos 2α) sin(
∆t

~
)
])
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sion que les termes cohérents (produisant les battements quantiques) ont une amplitude
relative plus importante que les termes de populations (produisant l'exponentielle as-
sociée au déclin radiatif). En e�et, de façon réciproque à l'autre con�guration, le terme
exponentielle est ici nul lorsqu'on applique pas de champ, et croît avec l'application de
celui-ci.
Entre autres, la con�guration ξ = π/4 doit permettre d'observer uniquement les bat-
tements quantiques quelque soit le champ, et même à champ nul. Cependant, pour
les raisons détaillées précédemment (cf. paragraphe sur l'estimation du T2), et notam-
ment la dispersion angulaire des états linéaire |X〉 et |Y 〉, le signal à champ nul est
très bruité, et ne permet pas de résoudre directement δ1. Nous présentons donc (sur la
�gure 6.14) les signaux obtenus expérimentalement pour ξ = π/4 et ξ = 7π/12, sous
di�érents champs magnétiques Bz. On notera qu'on a retranché le terme en e−∆t/τrad

(dont l'amplitude était cependant bien reproduite par le modèle), des courbes obtenue
avec ξ = 7π/12, a�n de mieux percevoir la variation de la phase ΨY .

Les données expérimentales sont bien reproduites par l'expression (6.46). Encore
une fois, seuls deux paramètres sont variables, T2 et l'amplitude du signal (φs est �xé
grâce à une première série d'ajustements, qui permet de déterminer sa valeur moyenne
cf. �gure 6.13).

On remarque qu'une polarisation ξ = π/4 de la pompe produit des battements
dont la phase est sensible au champ magnétique, contrairement à l'étude réalisée dans la
con�guration précédente R(∆t, ξ = π/4, X). Ainsi, la con�guration de détection peut
in�uer non seulement sur la phase des battements quantiques observés, mais aussi sur
l'évolution de cette phase avec le champ appliqué. La polarisation ξ = 7π/12 permet
aussi l'observation d'un déphasage dépendant du champ, illustré sur la �gure 6.15 pour
les deux champs extrêmes.

Si l'amplitude des oscillations (plus importante que dans la con�guration pré-
cédente) facilite son observation, le déphasage maximal observé reste cependant faible
(≈ π

8
). Néanmoins, son évolution ne suit pas une loi saturant rapidement en δZ/α, et

o�re de nouvelles possibilités pour faire évoluer la phase sur une gamme de champs
magnétiques plus large. Malheureusement, cette évolution est dépendante d'un para-
mètre extérieur φs, di�cilement contrôlable.

Cette étude complémentaire, où la référence est contra-polarisée avec la sonde,
nous a permis de con�rmer le résultat obtenu dans la partie 6.2 : l'application d'un
champ magnétique longitudinal permet bien de provoquer un déphasage des batte-
ments quantiques dus à la structure �ne de la paire électron-trou de la BQ. Bien que
ce déphasage reste faible avec notre dispositif expérimental, il o�re des possibilités de
manipulation intéressantes en vue de la réalisation d'un Qbit. L'observation d'une telle
manipulation de la phase sur une BQ unique serait un pas supplémentaire dans cette
direction, permettant de s'a�ranchir des déphasages induits par les inhomogénéités et
ainsi l'observation du vrai temps de cohérence des battements quantiques. L'observa-
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n = 108 cm−2 = 1 µm−2, et une cavité planaire (12-24), d'un facteur de qualité rela-
tivement faible Q ∼ 700. Nous allons d'abord étudier la micro-photoluminescence de
cet échantillon (cf. �gure 6.16).

Figure 6.16 � Photoluminescence de l'échantillon D2T112, excité à 635 nm, soumis à un
champ magnétique longitudinal BZ = 340 mT. Il y �gure un nombre de pics limités. Certains
pics sont dédoublés, ce qui provient certainement des raies X et Y de l'exciton neutre. L'écart
entre les pics peut être ajusté par un double lorentzienne (voir encadré), ce qui permet d'estimer
leur écart énergétique δ. Le pro�l spectral typique du laser impulsionnel utilisé pour l'étude de
la dynamique est représenté en pointillé.

La photoluminescence des BQ est excitée de façon non-résonante via un laser
rouge (λrouge =635 nm), qui excite des porteurs dans la barrière de GaAs. Après la
capture de ces porteurs par les BQ, on détecte leur émission radiative. Cette émission va
être ampli�ée par la micro-cavité dans laquelle elles sont insérées. Cependant l'in�uence
de celle-ci sera moindre, du fait de sa largeur spectrale importante (et donc de son faible
facteur de qualité Q). En�n, la déformation de la luminescence due au couplage de la
cavité avec l'objectif sera moins importante que pour l'échantillon 62H18.
La faible densité de l'échantillon nous permet ici d'observer des raies discrètes associées
aux di�érentes transitions des BQ. Pour une BQ donnée, l'excitation non-résonante
permet d'observer di�érentes raies (XX,X+, X−), et surtout le doublet de raies X et
Y associées à l'exciton neutre (X0), et polarisées linéairement. La photoluminescence
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de l'échantillon D2T112 est représentée sur la �gure 6.16. Si on observe le doublet X/Y,
la di�érence d'énergie δ1 peut être obtenue précisément par l'ajustement d'une double
lorentzienne (de même largeur, limitée par le pouvoir de dispersion du spectroscope),
comme représenté dans l'encadré de la �gure 6.16. Le nombre restreint de mesures (une
dizaine) dont nous disposons actuellement, indique que la di�érence d'énergie δ, pour
un champ magnétique BZ = 340 mT, est équi-répartie entre 0 et 200 µeV.
En réglant le laser à la résonance du doublet de transitions d'une des BQ (celle émettant
à 906,3 nm sur le spectrogramme 6.16 21), nous allons maintenant étudier le signal de
ré�ectivité obtenu grâce à l'expérience pompe-sonde, avec une BQ unique.

6.4.2 Ré�ectivité di�érentielle d'une BQ unique

A ce jour, peu de dispositifs présentés dans la littérature permettent de réaliser
des mesures pompes-sondes sur une BQ unique. A notre connaissance, seules les ex-
périences de Stievater en 2001 [115], et de Awschalom en 2005 [13] ont pu observer la
rotation Kerr résolue en temps (avec une résolution temporelle faible ∼ 1 ns), d'une
BQ unique. Cependant les objets étudiés étaient des BQ de GaAs de �uctuations d'in-
terface, émettant dans le rouge (E ∼ 1, 6 eV), et ayant une force d'oscillateur (et donc
un couplage avec le laser sonde) bien plus élevé que les BQ de InAs. En�n, une autre
approche a été développée dans l'équipe de L. Lanco, où le couplage important d'une
BQ d'InAs avec une cavité micro-pilier de fort facteur de qualité (Q ∼ 2300), per-
met d'ampli�er la rotation Kerr induite par la BQ, jusqu'à obtenir des rotations Kerr
macroscopiques de plusieurs degrés, dans un régime d'excitation continue [4]. Notre
expérience se situe dans un cadre complémentaire, car on se propose d'étudier, grâce à
une excitation pulsée, une BQ unique faiblement couplée à une cavité, mais d'ampli�er
optiquement (grâce à la détection hétérodyne), le champ émit par la BQ 22.

On accorde cette fois la longueur d'onde du laser à celle de la BQ qu'on souhaite
étudier. Cependant, l'obtention d'un signal n'est pas garantie, car dans les faits peu
de BQ peuvent être excitées à la résonance par le laser [96, 122], moins de 10% selon
notre étude. Ainsi, même si l'enveloppe spectrale du laser recouvre l'énergie d'émission
de plusieurs BQ (cf. �gure 6.16), il est raisonnable d'estimer qu'une seule tout au plus
va participer au signal à la résonance.

De plus, il a été observé que la luminescence d'une BQ est in�uencée par son
environnement électrostatique [96, 99]. En e�et, la croissance SK provoque la formation
de défauts cristallographiques [79], qui vont se comporter comme des pièges électrosta-

21. Comme nous allons le voir par la suite, les BQ présentant le meilleur signal à la résonance ne

sont pas nécessairement celles présentant la photo-luminescence la plus intense lors d'une excitation

non-résonante.
22. On notera que cette approche a déjà été proposée par Mitsumori et al. en 2011 [95] ; cepen-

dant leur expérience portait, encore une fois, sur une BQ de GaAs.



166 Cohérence excitonique

tiques, capables de capturer des porteurs de la bande de valence du GaAs. La présence
de ces charges induit un champ électrique à proximité de la BQ, ce qui peut changer,
via l'e�et Stark, l'énergie des transitions de celle-ci [65], ou encore sa charge, via des
phénomènes de capture tunnel [99]. Il a été montré que pour une BQ donnée, l'environ-
nement électrostatique pouvait changer lors de chaque mise à froid de l'échantillon [99],
et qu'il était possible de repérer la position des charges (grâce à des simulations monte-
carlo de l'e�et Stark qu'elles provoquent [60]). Ainsi, simultanément à nos expériences
pompes-sondes, nous appliquerons sur l'échantillon un laser continu rouge de très faible
puissance (Prouge ∼ 10 nW), qui permet de stabiliser cet environnement électrostatique,
sans pour autant provoquer de luminescence détectable des BQ. Les résultats de l'ex-
périence sont présentés sur la �gure 6.17. La boîte quantique est excitée à la résonance
de la paire électron-trou X0 (à 906,3 nm), les puissances des faisceaux pompe et sonde
sont respectivement : 2 µW et 100 nW, et la sonde et référence sont polarisées suivant x.

Figure 6.17 � Signal de ré�ectivité di�érentielle R(∆t, ξ,X) obtenu à la résonance X0(λ =

906, 3 nm) d'une unique BQ, soumise à un champ BZ = 400 mT. L'ajustement de la trace
temporelle permet d'obtenir le temps radiatif τrad = 670 ps, et l'écart d'énergie δ = 30µeV.
L'extinction du laser rouge provoque une chute brutale du signal (courbe noire), réversible
lorsqu'on rallume le laser.

Le signal de ré�ectivité di�érentielle, présenté sur la �gure 6.17, est obtenu
lorsque la polarisation de la sonde et de la référence sont alignées suivant x, on observe
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donc R(∆t, ξ,X). Le niveau de bruit actuel de l'expérience ne permet pas d'appliquer
de façon précise le modèle établi précédemment. Cependant on peut ajuster la compo-
sante exponentielle du signal a�n d'obtenir τrad = 670 ps, et sa composante oscillante,
qui donne δ ≈ 30µeV pour cette BQ. La valeur 30 µeV, se situe dans la limite basse
des δ mesurés sur la photoluminescence, et correspond à un gX < 1, 5 (avec un champ
appliqué Bz = 400 mT). En�n on note que, bien que son évaluation soit compliquée,
le T 0

2 (temps de cohérence quasi-homogène), des battements quantiques semble être
∼ 200 ps, et donc proche de la valeur estimée dans la section 6.2.3.
On constate que la coupure du laser continu rouge provoque l'annulation (réversible) du
signal, ce qui con�rme l'hypothèse de l'importance de l'environnement électrostatique
de la BQ. Ce comportement est compatible avec l'explication avancée par Nguyen en
2012 : un défaut à proximité de la BQ piège des trous (provenant d'un dopage résiduel
de l'échantillon), qui vont rentrer par e�et tunnel dans la BQ (avec un constante de
temps ∼ ms). La BQ sera alors chargée positivement, et on ne pourra pas adresser la
transition excitonique X0 à la résonance (mais seulement X+). Le laser rouge permet
de peupler la bande de conduction d'électrons qui peuvent être capturés par la BQ, et
se recombiner avec le trou excédentaire. Le laser rouge nous permet ainsi de neutraliser
la BQ, et d'adresser de façon intermittente la transition X0, a�n d'obtenir un signal à
la résonance.

Ce résultat prouve que la sensibilité de l'expérience permet l'étude d'une BQ
unique. Malheureusement, sa faible stabilité mécanique, associée à l'absence de repaires
bien visibles sur l'échantillon, empêche l'étude prolongée d'une même BQ dans l'état
actuel de l'expérience.

6.5 Conclusion partielle

Dans ce chapitre nous avons présenté l'étude d'un ensemble restreint (∼ 300) de
BQ d'InAs/GaAs non dopées par des expériences pompe-sonde à détection hétérodyne.
Nous avons commencé par décrire la structure �ne des BQ, et sa modi�cation par l'ap-
plication d'un champ magnétique longitudinal. Nous avons ensuite traité l'excitation
pompe, et l'évolution des dipôles électriques qu'elle induit. L'expression des signaux de
ré�ectivité di�érentielle établie dans le cadre de la détection hétérodyne, correspond
très bien aux signaux obtenus lors de nos expériences. Ces signaux nous ont permis
de caractériser l'énergie de structure �ne δ1 et le facteur de Landé longitudinal gX de
l'exciton neutre dans notre échantillon, ainsi que leurs dispersions, qui in�uent sur le
temps de déclin inhomogène T2 des battements quantiques.
De plus, nous avons montré que conformément au modèle, l'application du champ
magnétique produit un déphasage des battements quantiques observé, lors d'une ex-
citation polarisée selon un axe qui n'est pas axe de symétrie du système. Ce résultat
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a pu être véri�é lors de l'examen de la ré�ectivité contra-polarisé à la sonde (malgré
l'introduction d'un paramètre en plus). En�n, de derniers résultats obtenus sur un
échantillon dilué, démontrent la sensibilité du dispositif, à la ré�ectivité di�érentielle
d'une BQ unique.

Cette dernière réalisation o�re un certain nombre de perspectives pour la suite
des expériences. Certaines seraient réalisable dans un futur proche, comme une étude
systématique du T 0

2 (quasi-homogène) de la cohérence |X〉 ↔ |Y 〉. Les deux estima-
tions faîtes à ce jour (par notre étude et celle de Tartakovskii [118])) ont été réalisées
sur des ensembles, et demeurent imprécises. De plus, une étude de ses variations d'une
BQ à l'autre, pourrait mettre en lumière les mécanismes le limitant (là où sa valeur
maximale serait 2T1 ∼ 15 ns selon [65]).
Une autre étude réalisable, s'intéresserait à la dynamique des charges environnantes.
Une modulation du laser rouge (à une fréquence fr intermédiaire entre la fréquence
hétérodyne et la fréquence pompe) permettrait, à partir de la dépendance du signal
avec fr, d'estimer les temps caractéristiques associés à leurs captures (et de con�rmer
le modèle établit par Nguyen et al. [100]). Lors de ces deux études, le couplage du dis-
positif pompe-sonde au dispositif de micro-photoluminescence serait un atout de taille.

À plus long terme, la validité du modèle développé dans ce chapitre, pourrait
o�rir la possibilité de manipuler la cohérence grâce à l'application rapide (∼ 1 ps)
de champs magnétiques (générés par des dispositifs spéci�ques, comme celui proposé
dans la référence [2]). Cette méthode de contrôle du qubit excitonique serait une voie
complémentaire au contrôle par e�et Stark optique (réalisé dans la référence [12]).



Conclusion

Au cours de cette thèse nous avons étudié des boîtes quantiques d'InAs/GaAs
dopées p, a�n de mesurer le temps limitant la cohérence de spin du trou, et d'observer
les e�ets de polarisation nucléaire dynamique induits par les trions en champ transverse.
Des modélisations et des simulations ont été réalisées pour corroborer les résultats ex-
périmentaux, obtenus par des expériences pompe-sonde étudiant des ensembles (∼ 104)
de boîtes quantiques. Un nouveau dispositif expérimental incluant une détection hété-
rodyne a été développé, et a permis l'étude d'ensembles de boîtes quantiques beaucoup
plus restreints (∼ 102). Ces études d'ensembles de boîtes quantiques non dopées, ont
permis d'une part l'observation de battements quantiques excitoniques, et d'autre part
la mise en évidence d'un contrôle de la phase de ceux-ci par application d'un champ
magnétique longitudinal.

Plus précisément, dans le chapitre 3, le blocage de phase de la précession de
spin du trou a été mis en place grâce à la périodicité de l'excitation optique pulsée. Ce
blocage de phase permet de sélectionner un sous-ensemble de boîtes quantiques parti-
cipant au signal, en fonction du facteur de Landé gh du trou, et ainsi de passer outre
la forte inhomogénéité de ce paramètre au sein de notre échantillon (qui a été mesurée
précisément). La caractérisation précise des paramètres de l'échantillon, a permis de
confronter nos expériences à des simulations résolvant de façon formelle la dynamique
de spin du trou, et d'estimer ainsi son temps de cohérence T2 à 800 ns. Une expérience
similaire, réalisée par une équipe concurrente, a (quasi simultanément) con�rmé cette
estimation [130]. Bien que cette valeur soit plus faible qu'espéré, l'intérêt expérimental
pour la cohérence de spin du trou reste important [129, 58, 78, 56].

Dans le chapitre 4, nous avons étudié la polarisation nucléaire dynamique induite
par le trion X+, dans des conditions expérimentales très proches (champ transverse,
et blocage de phase) de celles du chapitre précédent. Bien qu'il soit di�cile de quan-
ti�er la polarisation nucléaire avec un ensemble de boîtes quantiques, nos expériences
peuvent être interprétées comme une nouvelle manifestation du phénomène observé par
O. Krebs et al. en 2009 sur une boîte quantique unique [68]. Les expériences montrent
la formation d'une polarisation nucléaire importante, et très vraisemblablement anti-
parallèle au champ appliqué, ce qui inhibe la précession du spin électronique. Nous
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observons aussi l'existence d'un champ critique ∼ 400 mT, au-delà duquel cet e�et est
inopérant. En�n, nous nous sommes intéressés aux dynamiques d'établissement et de
destruction de la polarisation nucléaire, et nous avons donné les premières estimations
des temps de construction longs (∼ 400 ms) de la polarisation nucléaire dans les condi-
tions d'excitation particulières de l'expérience.

Pendant cette thèse, nous avons également développé un nouveau dispositif, uti-
lisant une détection hétérodyne, dont les caractéristiques et avantages sont présentés
dans le chapitre 5. Ce dispositif a permis de réaliser des expériences sur des ensembles
de boîtes quantiques plus restreints (∼ 300) ; ces expériences sont présentées dans le
chapitre 6. Les signaux de ré�ectivité di�érentielle obtenus, avec des boîtes quantiques
non dopées, ont permis l'observation de la dynamique des populations, mais aussi
celle des cohérences des états |X〉 et |Y 〉, induites par la structure �ne excitonique.
L'observation de battements quantiques, et la mesure des paramètres (δ1, T2, gZ) les
gouvernant ont pu être réalisés. Les résultats expérimentaux coïncident extrêmement
bien avec le modèle développé, ce qui permet de mettre en avant le déphasage faible,
mais contrôlable, des battements quantiques avec le champ appliqué.

Les derniers résultats présentés dans le chapitre 6 ont été obtenus par des ex-
périences pompe-sonde sur des boîtes quantiques d'InAs/GaAs uniques ; expérience à
l'état de l'art (avec des impulsions pico-seconde), illustrant l'important gain de sensibi-
lité permis par la détection hétérodyne. De nombreux progrès techniques restent à faire
a�n de tirer parti de ces capacités. D'une part sur le dispositif expérimental lui même,
comme la mise en place d'expériences dans un cryostat permettant l'application contrô-
lée de champs magnétiques importants (∼ 9 T), une plus grande stabilité mécanique, et
l'utilisation de nano-positionneurs piézoélectriques ; et d'autre part sur le contrôle des
échantillons : depuis leur croissance (et notamment le contrôle du dopage p pour des
échantillons de faible densité), aux technologies associées (réalisation de masques et de
structures Schottky de contrôle de la charge), en passant par une étude systématique
de l'in�uence des di�érentes cavités sur le signal de ré�ectivité photo-induit.

La mise en place de ces améliorations permettrait la poursuite des études me-
nées dans cette thèse à l'échelle d'objets uniques, et l'observation de signaux exempts
de toutes contributions et amortissements inhomogènes (limitant les expériences me-
nées jusqu'ici).

Tout d'abord, elle permettrait la poursuite des études du temps homogène T2

de la superposition cohérente des états |X〉 et |Y 〉, encore peu étudié. L'étude de la
dynamique, à l'échelle de la milliseconde, des signaux obtenus permettrait d'étudier
le rôle perturbateur des charges à proximité de la boîte quantique, et de con�rmer
les modèles récemment proposés [99]. Des expériences sur une boîte quantique unique
pourraient aussi permettre la mesure précise du T2 homogène associé au spin d'électron



Conclusion 171

(ou de trou) con�né dans celle-ci. L'étude de ses variations avec l'environnement de
la boîte quantique (charges et phonons), sur une gamme de champs magnétiques plus
large et avec une plage temporelle plus longue (grâce à un pulse picker par exemple),
permettrait de quanti�er l'importance relative des nombreux phénomènes contribuant
à la décohérence de spin.

L'observation des e�ets de polarisation nucléaire dynamique en champ trans-
verse étudiés dans le chapitre 4, sur une boîte quantique unique, permettraient de corro-
borer la dynamique observée en pompe-sonde avec des mesures de micro-photoluminescence
des écarts Overhauser, rendant ainsi les résultats plus complets et plus facilement com-
parables aux autres expériences. Des mesures sur di�érentes boîtes quantiques permet-
traient de juger de l'importance de la composition et de la forme de la boîte quantique
dans les manifestations de tels phénomènes. Une telle étude pourrait être couplée à
des mesures optiques de résonance magnétique, a�n de distinguer les polarisations des
spins nucléaires en di�érents points de la boîte quantique (grâce à la dépolarisation,
sélective en direction et en énergie, produite par une excitation radio-fréquence réso-
nante avec l'énergie des spins nucléaires [86]). On pourrait ainsi étudier l'interaction
quadrupolaire dans les boîtes quantiques, qui a des e�ets importants sur la polarisation
nucléaire, mais aussi sur la cohérence de spin du trou [55].

Une meilleure compréhension des phénomènes limitant la cohérence de spin,
pourrait servir à la mise en place de protocoles de découplage dynamique (comme
l'écho de spin [129]) plus e�caces, et qui permettraient d'allonger arti�ciellement les
temps de cohérence, en annulant les e�ets du couplage aux spins nucléaires. À l'inverse,
d'autres protocoles, comme celui développé dans la référence [56], pourraient se servir
du couplage du spin électronique à une polarisation nucléaire bien établie pour sa ma-
nipulation. La maîtrise de la polarisation nucléaire pourrait alors devenir un avantage
des boîtes quantiques, par rapport aux autres candidats pour la réalisation d'un qubit,
en plus des protocoles de manipulations déjà mis en évidence (par e�et Stark optique
[12], ou par application d'un champ magnétique comme démontré dans ce manuscrit).

La mise en place de certaines de ces expériences, sur un dispositif à l'état de l'art
en termes de résolution temporelle de la dynamique de spin dans les boîtes quantiques,
ouvrirait de nombreuses possibilités d'études des phénomènes la régissant. La maî-
trise et la manipulation du spin électronique ou de trou, couplés aux spins nucléaires,
pourrait alors faire des boîtes quantiques un système de choix pour l'informatique
quantique.
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Annexe A : Extension des simulations
de Modelock dans le contexte
expérimental

Un certain nombre d'expériences utilisent des systèmes analogues (ensembles de
BQ dopées n ou p), mais avec des paramètres di�érents (notamment sur les facteurs
de Landé). Ceci leur permet d'utiliser des techniques proches des nôtres, et d'obtenir
certains e�ets prédits par la théorie, mais qui ne sont pas visibles avec notre échantillon.

Allongement de la période du train d'impulsion

Pour commencer, l'expérience historique de Greilich et al. en 2006 utilise un
pulse picker, a�n d'allonger la période de répétition de l'excitation. Ils peuvent ainsi
avoir accès à un intervalle de temps plus long [0, 5− 5] µs, pour estimer le T2 du spin
électronique. La mise en place d'un tel dispositif nous aurait permis de générer une
impulsion toutes les t = TL, où T ′L = n.TL. L'observation de l'amplitude de la réplique
à t = (T ′L)− permet alors d'estimer le T ?2 avec plus de précision. Ces conditions utilisées
dans la simulation permettent de produire les résultats de la �gure 6.18.

Les simulations prédisent e�ectivement l'évolution exponentielle décroissante de
l'amplitude des répliques, en T ?2 . La confrontation de ce modèle avec l'expérience asso-
ciée permet une mesure d'une meilleure précision, car moins gênée par faible extension
de la plage temporelle TL � T ?2 . C'est la démarche utilisée dans la référence [129], qui
estime la valeur T2 = 1, 1 µs à 5K, valeur très proche de l'estimation obtenue grâce à
nos simulations.

Techniques d'écho de spin

Mais l'expérimentateur peut être aussi confronté au problème inverse (TL �
T ?2 ). En e�et, la même équipe a mesuré en 2013 l'évolution du T2 du spin du trou
con�né dans une BQ d'InAs/GaAs, en fonction de la température[129]. Celui-ci chute
rapidement à partir de 5K, pour atteindre la nanoseconde à 20K. Dans ce régime :
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Figure 6.18 � a) Évolution simulée du PCD pour di�érents taux de répétition du laser,
avec Bx = 384mT. b) Évolution de l'amplitude de la réplique avec le taux de répétition.
Celui-ci présente une évolution exponentielle décroissante avec le taux de répétition T ′L, dont
l'ajustement permet d'extraire T2 = 740 ns.

T ?2 � TL ; et il est impossible de voir la réplique propre au blocage de phase (à t = T−L ).
De plus, le déphasage de l'ensemble de spins reste trop rapide pour estimer le T2

homogène. Les auteurs font donc appel à une technique d'écho de spin 23.
En e�et, l'absence de blocage de phase, et la faible dispersion du dipôle des BQs (et
donc de l'angle de Rabi), permet au système de suivre quasi idéalement les équations
de Bloch (3.19). Ainsi, une impulsion d'aire 2π, laisse les populations inchangées, et
conjugue les cohérences. Ceci s'identi�e à une symétrisation du spin par rapport au
plan (zOx). L'arrivée d'une impulsion 2π à un délai τ après l'initialisation, inverse la
dynamique du déphasage 24, et provoque une resynchronisation des spins à un délai 2τ .

Bien que ce résultat ne soit pas reproductible avec notre échantillon (à cause de
la dispersion de θ, cf. �gure 3.16), on peut le modéliser dans nos simulations où l'on
omet d'intégrer la dispersion en θ. La �gure 6.19 illustre les résultats des simulations,

23. Technique analogue à celle utilisée en RMN et IRM.
24. Les spins des BQs "en retard" par rapport au spin moyen se retrouve en avance, et vice-versa.

Cependant, les fréquences de précession restent les mêmes. Donc les spins maintenant "en retard" vont

rattraper le spin moyen, et les spins "en avance" vont perdre leur avance sur le spin moyen. D'où la

resynchronisation.
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Figure 6.19 � a) Figure tirée de [129], illustrant l'apparition de l'écho à t = 2τ , pour
di�érentes températures. b) Évolution simulée du PCD pour di�érents temps de cohérence
T2. Le système est excité par une impulsion π, puis l'arrivée d'une impulsion 2π à t = τ

(1ère �èche bleue), provoque un écho de spin à t = 2τ (2ème �èche bleue). On remarque que
l'arrivée de l'impulsion d'aire 2π à t = τ ne provoque pas d'évolution brusque du PCD car
les populations des états de spin restent inchangées. Grâce à l'écho à t = 2τ , cette technique
permet d'observer l'évolution du T2 même lorsque celui-ci prend des valeurs ≤ 1ns.

qui présentent e�ectivement un écho de spins, et qui permettent donc d'étudier l'évo-
lution du T ?2 quand celui-ci devient de l'ordre de la nanoseconde. L'équipe de M. Bayer
a par la suite montré que, sur le même échantillon faiblement dispersé, une succession
d'impulsions 2π de période TL/2 � T2, permettait un découplage dynamique du spin
du trou et du bain nucléaire 25, et ainsi un dédoublement du T2 [127].

Évolution de la phase du spin du trou
Une dernière subtilité du modèle présenté dans ce chapitre a récemment été mise en
avant dans la référence [58]. Les auteurs étudient, grâce à une expérience pompe-sonde
analogue à la nôtre, un ensemble de BQs dopées n. La faible inhomogénéité du facteur
de Landé de l'électron résident (ge) leur permet d'observer une évolution avec le champ
de la phase, ainsi que de l'amplitude de la précession de son spin. Cette évolution est
due à la précession, durant le temps radiatif, du spin de la composante non excitée
de la fonction d'onde (ici l'électron) à une pulsation di�érente de celle de la compo-
sante excitée (le trou). Cette di�érence des pulsations induit que la résultante de spin
après la recombinaison précesse avec une phase et une amplitude dépendant du champ.

25. En e�et, les impulsions d'aire 2π sont équivalentes à des rotations du spin, qui peuvent

renverser périodiquement la dynamique due au couplage au bain nucléaire, et ainsi annuler ses e�ets.
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� en�n, le fait que le porteur excité soit un électron et non un trou amène une
di�érence majeure sur le temps de déphasage du spin photo-excité lorsque
B → 0, qui devient alors T e∆ = 500ps (contre T h∆ = 10ns). Ainsi, la relaxation
du spin électronique pendant le temps radiatif, rentre en compétition avec sa
précession, au point d'annuler la phase Φ dans le régime B → 0 (cf. �gure
6.20).

A cela, il faudrait ajouter la prise en compte du blocage de phase, qui a été
omise dans la référence [58], mais qui ne doit pas in�uer sur le signal observable, tant
que T ?2,h < TL.
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Annexe B : Évolution de la
photoluminescence avec le champ
transverse appliqué.

Nous souhaitons maintenant corroborer nos mesures pompe-sonde du PCD,
avec des mesures de photoluminescence. La luminescence de l'échantillon, excitée par
le faisceau pompe, est collectée en transmission, sur le trajet du faisceau sonde trans-
mis. Elle est envoyée vers un spectromètre, constitué d'un double monochromateur
Acton et d'une caméra CCD Pylon. Une mesure complémentaire (D = 0, 5) est réalisé
avec la photodiode à avalanche.

L'excitation résonante pose maintenant problème, car le laser va nécessaire-
ment 26 di�user, et saturer la caméra. Nous avons donc utilisé une excitation de la
couche de mouillage (à 872 nm), ou à l'énergie du trion chaud : EX+ +E1LO (898 nm,
où E1LO ≈ 36 meV correspond à l'énergie d'excitation d'un phonon optique dans le
GaAs). Ces deux modes d'excitation permettent de garder un fort taux de polarisation
de la luminescence 27. On peut maintenant utiliser le laser excitateur en mode pulsé, ou
continu. On choisira d'utiliser une excitation pulsée, a�n de s'approcher au maximum
des conditions expérimentales de l'expérience pompe-sonde. Pour la même raison, on
mesure la photoluminescence émise à 917 nm, dont on analyse le taux de polarisation
circulaire : TPC =

Iσ+−Iσ−
Iσ++Iσ−

= −2〈Sze 〉. Le résultat de l'observation de TPC = f(Bx
a )

est présenté sur la �gure 6.21.
On peut voir que la courbe TPC = f(Bx

a ) a une forme proche d'une Lo-
rentzienne, de largeur à mi-hauteur 380 mT. A�n de comparer ce résultat à l'ef-
fet Hanle attendu sur cet échantillon, on va résoudre formellement la dynamique du
spin électronique, soumise au Hamiltonien Zeeman, créé par un champ magnétique :

26. A moins d'avoir un montage particulier, permettant de rejeter le laser excitateur. Par

exemple des montages à base de guides d'ondes ont été développés dans notre groupe [?, 96].
27. Dans le cas d'une excitation dans la couche de mouillage, le temps de vie du spin du trou

est court (∼ 1 ps) devant son temps de capture dans les BQ (∼ 5 ps). Cependant la polarisation

de la luminescence est assurée grâce à un temps de conservation du spin plus long pour l'électron.

L'excitation à 1LO, est souvent désignée comme "quasi-résonante", et permet d'atteindre des taux de

polarisation valant 90% de ceux de l'excitation résonante [37, 7]
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Figure 6.21 � TPC de la photoluminescence de l'échantillon 74K31 pour une excitation
modulée σ+/σ−, avec D = 0, 9. Les signal pour D = 0, 5 enregistré avec l'APD, est renormalisé
(car proportionnel au TPC). On compare cette évolution à la courbe noire représentant l'e�et
Hanle théorique pour le trion X+ en champ transverse (la dynamique du spin du trion est
résolue exactement, en utilisant les paramètres et les �uctuations nucléaires ∆n = 50 mT
quanti�és précédemment).

~B = (Bx
a + Bx

n)~x + By
n~y + Bz

n~z. On intègre cette dynamique sur toutes les valeurs de
Bj
n, avec une distribution de probabilité de Bj

n gaussienne, de largeur ∆n = 50 mT
(conformément au modèle établi par Merkulov). On calcule ensuite le TPC théorique
en calculant la polarisation moyenne du spin pendant son temps de vie. Le résultat
est la courbe (quasi-lorentzienne) présentée en noir sur la �gure 6.21, de largeur à mi-
hauteur 139 mT. Il semble a priori que le TPC mesuré présente bien l'élargissement
anormal observé par Krebs puis par Urbaszek ; et que cet élargissement soit associé
à la PND créée par l'excitation asymétrique (D = 0, 9), même pour une excitation
non-résonante [68, 101].

A�n de véri�er ce résultat, on souhaite observer expérimentalement la polarisa-
tion circulaire en l'absence de PND (D = 0, 5). On se sert maintenant d'un détecteur
rapide, une photodiode à avalanche (APD) couplée à un monochromateur de focale
(f=0,5 m) plus faible. On démodule la tension de sortie à la fréquence de modulation
de la polarisation pompe (fI = 100 kHz). La tension délivrée est proportionnelle à
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(Iσ+ − Iσ−), et donc au TPC 28. Le résultat est présenté renormalisé sur la �gure 6.21,
pour une excitation D = 0, 5 de puissance d'excitation identique à celle utilisée pour
exciter la photoluminescence.

Après sa renormalisation par TPC(Bx
a = 0) 29, on observe que le résultat est

identique à celui obtenu pour D = 0, 9, ce qui indique que la largeur importante du
TPC n'est pas associée à un e�et de PND. Les deux courbes sont cependant trois
fois plus larges que la courbe Hanle prédite théoriquement pour la luminescence du
trion X+ (bien que les paramètres ge, ∆n et τrad ayant servi à la modélisation soit
bien connus, grâce aux modélisations précédentes). Ces résultats pourraient être dus
à l'observation involontaire d'excitons multi-chargés (X2+, XX+, ...) par le laser non-
résonant (et ce malgré sa faible puissance ∼ 50 µW). Les résultats observés avec les
deux techniques (avec di�érents D) sont malheureusement trop proche pour distinguer
l'évolution des di�érentes composantes. L'excitation non-résonante excite toutes les BQ
(quelque soit leur énergie) et les puissances utilisables (faibles étant donné la géométrie
des dispositifs) ne permettent pas une orientation optique des BQ émettant à 917 nm
aussi e�cace qu'en pompe-sonde résonant.

28. En e�et, TPC = f(Bxa ) =
Iσ+−Iσ−
Iσ++Iσ−

. Or la l'intensité de la luminescence Iσ+ + Iσ− est

constante dans la gamme de champs magnétiques appliqués, ce qui est véri�é grâce à la démodulation

de la tension délivrée par l'APD à la fréquence d'un modulateur mécanique placé sur le chemin de la

collection.
29. Les études précédentes ont montré que l'e�et d'élargissement de la courbe Hanle, était

indépendant de la polarisation initiale, à champ nul [101].
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