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humeur même dans les moments difficiles. Cette courte liste ne saurait être exhaustive

1
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quitte le département de physique pour aller vers de nouveaux horizons. Je remercie
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B.1.1 Séquence de polarisation . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 147

B.1.2 Description en terme d’équations de taux . . . . . . . . . . . . . 148
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Introduction

A l’heure des mégadonnées, du traitement et de l’échange d’informations de masse,

le développement de nouvelles technologies liées à l’information est un défi important

de notre société. Pour répondre à ce besoin grandissant, le monde de l’infiniment petit

régi par les lois de la physique quantique offre d’importantes possibilités de dévelop-

pement technologique. Par exemple, dans le domaine de l’informatique, l’utilisation

d’un système quantique à deux niveaux en tant que bit de base permet de représenter

l’information, non plus seulement en terme binaire par 0 ou 1, mais par un état quan-

tique qui peut être la superposition des états |0Í et |1Í du système à deux niveaux [1].

L’intérêt pour l’information quantique a été suscité en 1985 par David Deutsch [2], qui

fut le premier à montrer explicitement qu’un ordinateur quantique basé sur l’utilisa-

tion de bits quantiques surpassait un ordinateur classique dans la rapidité d’exécution

de certaines tâches. Dans le domaine de l’informatique comme dans bien d’autres do-

maines, l’utilisation des ressources de la physique quantique pourrait ainsi permettre

de surpasser les capacités des technologies actuelles.

L’enjeu important du développement des technologies quantiques a motivé la re-

cherche vers les applications possibles des systèmes quantiques connus dans les labo-

ratoires. Le domaine de la physique atomique fut un des précusseurs dans l’émergence

des technologies quantiques. Le développement du pompage optique [3, 4, 5] à la fin

des années 50 a ouvert la voie vers la manipulation des états quantiques des atomes.

De nombreuses expériences ont alors vu le jour mettant en lumière de nouveaux phéno-

mènes physiques dont certains ont fait irruption dans notre vie de tous les jours. Pour

n’en citer qu’un, la découverte des résonances noires [6] liées au phénomène de piégeage

cohérent de population dont les largeurs fréquentielles sont intrinsèquement beaucoup

plus fines que les résonances atomiques naturelles, ont permis une définition ultrapré-

cise de la seconde [7] qui est utilisée dans les appareils de géolocalisation. Une nouvelle

étape a été franchie en 1980 lorsque l’équipe de Hans Dehmelt a réussi à détecter un

ion unique piégé dans un piège électrostatique [8]. Cette réalisation expérimentale a

ouvert la voie vers l’utilisation des ions piégés comme brique élémentaire de nouvelles

technologies quantiques. En effet, chaque ion piégé peut être adressé et manipulé à

l’échelle unique par l’action de champs lasers. Les ions interagissent entre eux via les

modes vibrationnels du piège [9]. L’interaction permet alors de créer un état intriqué

des ions dans le piège, l’équipe de Reiner Blatt à Innsbruck a ainsi démontré la réalisa-

tion d’un état intriqué composé de quatorze ions piégés [10]. La création de tels états

intriqués sont à la base de l’implémentation des protocoles de calcul quantique [11]. Les

ions piégés ont permis les premières réalisations expérimentales des protocoles d’infor-

mation quantique qui avaient vu le jours théoriquement avec Shor et Groover [12, 13].

Aujourd’hui, les ions piégés restent parmi les systèmes les plus performants dans les

domaines des technologies quantiques de l’information. Un des problèmes majeurs ren-
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contrés actuellement par cette technologie réside dans l’optimisation de la géométrie

des pièges afin d’augmenter le nombre d’ions piégés et ainsi d’accrôıtre le nombre de

bits quantiques disponibles.

Les avancées en physique atomique ont motivé les recherches de systèmes quantiques

dans la matière condensée présentant des propriétés similaires à celles des ions piégés.

Ainsi, les spins électroniques et nucléaires d’impuretés dans les semi-conducteurs et

dans les molécules ont été les premiers à attirer l’attention. Ces systèmes quantiques

à deux niveaux étaient bien connus en résonance magnétique nucléaire (RMN) où ils

étaient manipulés sous forme d’ensemble [14]. En 1990, Michel Orrit et Jacky Bernard

ont démontré la première détection de molécules à l’échelle unique par microscopie de

fluorescence [15]. A partir de ce point, trouver des systèmes quantiques pouvant être

isolés à l’échelle unique est devenu un défi de la recherche en matière condensée. Un des

avantages de la matière condensée réside dans la panoplie des techniques développées

par l’industrie des semi-conducteurs permettant d’implanter et de structurer les maté-

riaux à l’échelle nanométrique [16]. Ceci permet de créer des systèmes présentant des

niveaux d’énergie quantifiés, appelés atomes artificiels. Ainsi, la fabrication de nano-

structures semi-conductrices permet de confiner un électron ou un trou unique dans un

espace de dimension nanométrique où il présente des niveaux d’énergie quantifiés [17].

L’implantation d’impuretés dans les matériaux semi-conducteurs est à la base de l’uti-

lisation de spin électronique et nucléaire associés à des défauts dans le diamant [18, 19]

ou le silicium [20] comme système à deux niveaux. Enfin, les jonctions supraconduc-

trices qui sont des objets macroscopiques au sens du nombre d’atomes composant le

système permettent d’isoler un système à deux niveaux effectif dans les circuits à basse

température [21, 22, 23, 24]. Cette liste ne saurait être exhaustive, il existe aujourd’hui

une grande diversité d’atomes artificiels.

Le développement des technologies quantiques basées sur l’utilisation de ces atomes

artificiels visent à reproduire les expériences qui ont fait le succès de la physique ato-

mique. Ainsi, le pompage optique, la manipulation cohérente et la lecture monocoup

de l’état quantique du système ont pu être implémentés avec les bits quantiques supra-

conducteurs [23, 24], les défauts azote-lacune (NV) dans le diamant [25, 26] ou encore

avec les donneurs de phosphore dans le silicium [20]. Ces systèmes sont aujourd’hui à

la pointe de la recherche et compétiteurs des ions piégés dans la réalisation des expé-

riences d’information quantique. Par exemple, la première violation expérimentale de

l’inégalité de Bell sans échapatoire a été réalisée par l’équipe de Ronald Hanson en

implémentant l’intrication de deux centres NV du diamant à froid distant de 1.3 km

[27]. Ainsi, les atomes artificiels sont aujourd’hui de bons candidats pour la réalisation

pratique de technologies quantiques dans des domaines variés tels que le traitement

de l’information [28, 27], les capteurs [29, 30], ou à l’interface avec la biologie et la

médecine [31, 32].

Plan du mémoire

Mon travail de thèse s’inscrit dans le contexte du développement des nouvelles

technologies quantiques basées sur l’utilisation d’atomes artificiels. Je me suis parti-
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culièrement intéressé aux possibilités offertes par les spins nucléaires dans le diamant.

Cependant, détecter et manipuler les spins nucléaires à l’échelle individuelle est une

tâche difficile, il est nécessaire d’utiliser un spin électronique voisin comme détecteur

auxilliaire de l’état de spin nucléaire. L’étude des propriétés des systèmes de spins hy-

brides électronique-nucléaire dans le diamant est au cœur de mon travail de thèse. Ce

mémoire de thèse est divisé en quatre parties.

Le premier chapitre (§1) constitue une introduction aux propriétés du centre NV

du diamant qui sera utilisé comme détecteur de spins nucléaires. Ce défaut présente un

spin électronique qui peut être initialisé et mesuré de manière tout optique, et mani-

puler de manière cohérente par l’action de champs micro-ondes. La présence d’un spin

nucléaire couplé par interaction hyperfine au spin électronique se manifeste alors par

une modification des spectres de résonance magnétique du centre NV. Cette méthode

de détection permet aussi de modifier et de contrôler les états propres du système de

spins couplés en combinant l’action d’un champ magnétique statique au caractère ani-

sotrope de l’interaction hyperfine. Il est alors possible de créer un schéma de niveau

présentant un structure en double système en L dans le domaine micro-onde. Ce schéma

proche de ce qui peut être observé en physique atomique nous permettra de mettre en

place une nouvelle méthode de polarisation et de revisiter le phénomène de CPT avec

un spin nucléaire unique.

Dans le deuxième chapitre (§2), nous allons nous intéresser à l’initialisation des

spins nucléaires de 13C. Pour commencer, nous allons brosser brièvement un état de

l’art des différentes techniques de polarisation de spins nucléaires de 13C dans le dia-

mant. Nous soulignerons en particulier la limitation intrinsèque de ces méthodes par

le caractère anisotrope de l’interaction hyperfine. Après cet état de l’art, nous présen-

terons une nouvelle technique de polarisation basée sur le transfert de l’état quantique

polarisé optiquement du centre NV à un spin nucléaire de 13C couplé par interaction

hyperfine. Cette méthode présente l’avantage de tirer profit du caractère anisotrope de

l’interaction hyperfine pour manipuler de manière cohérente l’état du spin nucléaire.

Elle s’affranchie donc des limitations dûes au caractère anisotrope de l’interaction hy-

perfine et permet de polariser des familles de couplage de spins nucléaires qui restaient

jusqu’alors inaccessibles aux méthodes de polarisation existantes.

Dans le troisième chapitre (§3), nous allons revisiter le phénomène de piégeage

cohérent de population (CPT), qui a été un des succès de la physique atomique, en

l’appliquant à un spin nucléaire unique dans le diamant à température ambiante. Cette

expérience requière deux ingrédients fondamentaux, une structure d’énergie à trois ni-

veaux présentant un schéma en L, i.e. où les deux niveaux fondamentaux partagent le

même état excité, et un phénomène de relaxation irréversible permettant de transférer

les populations de l’état excité vers les états fondamentaux. Ces ingrédients peuvent

être réunis en tirant profit des propriétés particulières du système de spins couplés.

Tout d’abord, la structure de niveaux du système de spins en présence d’un champ

magnétique statique permet d’isoler un système en L dans le domaine micro-onde

impliquant les états de spin nucléaire. Ensuite, nous verrons qu’en tirant profit des
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propriétés du défaut NV, il est possible de contrôler expérimentalement la relaxation

dans le système en L. Ces propriétés combinées à un contrôle cohérent du système

en L par des champs micro-ondes simultanés permet de réaliser le piégeage cohérent

de population d’un spin nucléaire de 13C unique à température ambiante. Le contrôle

expérimental de la relaxation dans le système en L permet de séparer temporellement

le phénomène de relaxation de la manipulation cohérente des populations du système

en L. Ceci nous a permis d’étudier un nouveau régime du phénomène de CPT réalisé

en régime séquentiel. Nous verrons qu’il est ainsi possible d’observer la construction

séquentielle de l’état noir de pompage ainsi que l’apparition de nouvelles résonances

noires dans la représentation spectrale du CPT.

Le quatrième chapitre (§4) sera consacré à la détection micro-onde du spin électro-

nique unique associé au centre NV. En effet, comme nous le verrons, l’illumination laser

nécessaire à la mesure de l’état de spin électronique est responsable d’une relaxation

accélérée des cohérences et des populations du spin nucléaire. En vue de d’utilisation

de ce système de spins dans les technologies quantiques, il est important de s’affran-

chir de l’illumination laser en développant une détection micro-onde de l’état de spin

électronique, ce qui permettra en plus de développer une interface avec les circuits su-

praconducteurs au travers de systèmes quantiques hybrides [33, 34]. Cette expérience

repose sur le principe des techniques de résonance paramagnétique électronique (RPE)

poussées à la limite ultime de détection d’un spin électronique unique. Un résonateur

supraconducteur dont la fréquence de résonance est proche de celle du spin électronique

est fabriqué à la surface du diamant. En appliquant un champ magnétique, le spin est

porté à résonance avec le résonateur, la présence du spin se manifeste alors par une

chute du facteur de qualité du résonateur. Pour mener à bien ce projet, il est nécessaire

d’utiliser des spins électroniques présentant de long temps de cohérence permettant

d’optimiser le couplage au résonateur. Nous étudierons alors la cohérence des centres

NV en régime de champ magnétique nul où il a été montré par Dolde et al. [35] que

le temps de cohérence augmentait dû à la protection du spin contre les fluctuations

magnétiques environnantes. Nous verrons que ce comportement observé dans le dia-

mant massif est difficilement conciliable avec la proximité de la surface de l’échantillon

et l’augmentation du bruit de champ électrique pour des centres NV implantés. Enfin,

nous détaillerons les dernières avancées de ce projet vers la détection micro-onde d’un

spin électronique unique.
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CHAPITRE1
Le centre NV comme détecteur de

spins nucléaires individuels dans le

diamant
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Introduction

Les spins nucléaires à l’état solide sont parmi les systèmes les plus prometteurs

pour le développement des technologies quantiques en matière condensée [36]. En effet,

les spins nucléaires sont des systèmes capables de conserver la cohérence d’un état

quantique sur des temps pouvant aller jusqu’à plusieurs heures [37]. Cette incroyable

propriété résulte de la faible valeur du rapport gyromagnétique du noyau, qui assure un

haut degré d’isolation de ces systèmes par rapport au bruit magnétique environnant,

responsable de la destruction de l’état quantique. En contrepartie, détecter et manipuler

l’état quantique d’un spin nucléaire à l’échelle individuelle est une tâche difficile. Etant

très bien découplé du champ magnétique extérieur, leur détection à l’échelle individuelle

reste inaccessible aux techniques de résonance magnétique nucléaire conventionnelles.

Une méthode de détection alternative pouvant être mise en œuvre consiste à utiliser

un spin électronique auxilliaire, que l’on sait observer et manipuler, couplé de manière

cohérente par interaction hyperfine avec le spin nucléaire que l’on souhaite étudier [38].

L’objet de ce chapitre est de montrer comment cette méthode peut être mise en œuvre

en utilisant le spin électronique d’un défaut azote-lacune (NV) du diamant comme

détecteur auxiliaire [39, 40].
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Le défaut NV du diamant est composé d’un atome d’azote (N) en substitution d’un

atome de carbone sur un site adjacent à une lacune (V) de la matrice de diamant

[Figure 1.1]. Il est l’objet d’études intensives depuis sa détection à l’échelle unique en

1997 [18]. En effet, le centre NV se comporte comme un atome artificiel niché dans la

matrice de diamant, émettant une lumière de photoluminescence parfaitement stable

dans le rouge [41]. Un point fort du centre NV réside dans ses propriétés de spin élec-

tronique. L’état fondamental du défaut est un état triplet de spin S = 1 qui peut être

(i) polarisé par pompage optique, (ii) manipulé de manière cohérente par l’action de

champs micro-ondes [26] et (iii) lu au travers d’une simple mesure du signal de pho-

toluminescence [42]. De façon remarquable, le temps de cohérence de l’état de spin

électronique peut atteindre plusieurs millisecondes, ceci même à température ambiante

[43]. Ces propriétés de spin ont été à la base des nombreuses applications des centres

NV, aussi bien comme capteurs à l’échelle atomique [31, 44, 35] que pour la réalisation

de protocoles d’information quantique à température ambiante [45, 46, 47].

N
V

Figure 1.1 – Structure cristalline du centre NV du diamant, composé d’un atome d’azote
(N) en substitution d’un atome de carbone sur le site adjacent d’une lacune (V) de la matrice
de diamant.

Au cours de ce chapitre, nous allons montrer comment le spin électronique asso-

cié à un centre NV peut être utilisé comme détecteur quantique de spins nucléaires

individuels dans le diamant [39]. Dans une première partie, nous allons détailler les

propriétés du centre NV. Nous commencerons par discuter ses propriétés de photolu-

minescence ainsi que son observation à l’échelle individuelle. Puis, nous en viendrons à

ses propriétés de spin électronique et nous montrerons qu’il peut être polarisé et mesuré

de manière tout optique à température ambiante, et que son état quantique peut être

manipulé de manière cohérente par l’action d’un champ micro-onde [26]. Enfin, nous

détaillerons les propriétés de cohérence du spin électronique ainsi que les différentes

sources de décohérence dans le diamant [48].

La seconde partie de ce chapitre est consacrée à la détection de spins nucléaires dans

le diamant au travers de l’interaction hyperfine avec le spin électronique du centre NV.

Nous commencerons par étudier l’interaction avec le spin nucléaire de l’atome d’azote

constitutif du centre NV lui-même [49, 19]. Le spin électronique peut aussi se coupler de

manière cohérente à des impuretés paramagnétiques de 13C présentes dans la matrice

de diamant. Nous verrons que l’effet d’un champ magnétique statique combiné au

caractère anisotrope de l’interaction hyperfine permet de réaliser une ingénierie des

états quantiques de ce système de spins en interaction [39].
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1.1 Le centre NV : un détecteur quantique à l’échelle

atomique

Le centre NV s’est particulièrement démarqué ces dernières années dans le cadre du

développement de capteurs à l’échelle atomique [50]. En effet, la possibilité de détecter

un centre NV unique, couplé à ses remarquables propriétés de spin électronique, font

de ce défaut un très bon candidat commme capteur des champs magnétique [51, 52],

électrique [35] et thermique [31, 30, 53] à l’échelle nanométrique. Nous allons mon-

trer que le centre NV peut également être utilisé comme détecteur de spins nucléaires

individuels dans le diamant.

Cette partie constitue une introduction aux propriétés du centre NV qui seront utiles

par la suite. Nous allons présenter les propriétés fondamentales de photoluminescence

et de spin électronique associées au centre NV qui sont à la base de son utilisation en

temps que capteur. Nous montrerons que le spin électronique du centre NV constitue

un système quantique qui peut être mesuré et initialisé optiquement, et manipulé de

manière cohérente par l’action d’un champ micro-onde. Nous en viendrons alors à

étudier les propriétés de cohérence du spin électronique et nous verrons que la présence

d’impuretés paramagnétiques dans le diamant constitue une des sources principales de

décohérence du spin électronique. Enfin, nous montrerons que le centre NV peut être

créer artificiellement par implantation.

1.1.1 Propriétés fondamentales du centre NV

Le diamant est un matériau semi-conducteur qui présente un large gap de 5.49 eV.

Il est optiquement transparent dans la bande de longueur d’onde allant de l’UV jusqu’à

l’infra-rouge lointain. Ce matériau peut être l’hôte de plus de 500 centres optiquements

actifs [54] qui vont du simple défaut intersticiel ou substitutionnel à des agrégats d’im-

puretés tels que le centre NV qui est composé d’un atome d’azote et d’une lacune.

Les propriétés optiques de ces défauts sont responsables de la couleur des cristaux de

diamant. Le centre NV est par exemple responsable de la couleur rose des diamant.

Nous allons détailler dans cette section les propriétés de photoluminescence et de spin

électronique associées au centre NV.

Structure électronique

La structure en énergie du centre NV est imposée par ses propriétés de symétrie

spatiale. L’axe joignant l’atome d’azote à la lacune représente un axe de symétrie

d’ordre 3 du défaut, ce qui l’associe au groupe ponctuel de symétrie C3v [Figure 1.2 -

(a)]. La théorie du groupe C3v [55, 56, 57] associée à des calculs ab initio [58] permet de

créer et d’ordonner en énergie les orbitales moléculaires du système [Figure 1.2 - (b)].

Le défaut est intrinsèquement constitué de cinq électrons non appariés. Trois d’entre

eux proviennent des atomes de carbone voisins de la lacune et les deux derniers sont

apportés par l’atome d’azote. Cette forme neutre à cinq électrons est notée NV0 [59].

Cependant, le centre NV se présente généralement sous sa forme chargée négativement

NV≠, où un électron excédentaire de la matrice de diamant est piégé au voisinage du
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Figure 1.2 – (a) Schéma de la structure du centre NV. Le défaut possède une symétrie
appartenant au groupe ponctuel C3v. Le système est composé de six électrons dont cinq
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Le remplissage électronique montre que le niveau fondamental et le premier état excité sont
séparés en énergie de 1.95 eV et présentent chacuns deux électrons non appariés.

défaut. Le système compte alors un total de six électrons. La conversion de charge entre

le centre NV0 et NV≠ est l’objet de nombreuses études [60, 61, 62] qui sortent du cadre

de cette thèse. Dans la suite, nous allons exclusivement travailler avec le centre NV≠,

nous omettrons donc l’exposant (-) par soucis de simplicité.

Le remplissage des orbitales moléculaires suivant le principe d’exclusion de Pauli

et la règle de Hund est présenté en Figure 1.2 - (b) [55]. L’état fondamental du centre

NV correspond au remplissage complet des orbitales symétriques non-dégénérées a1

et au semi-remplissage des orbitales dégénérées e. Le premier état excité électronique

correspond à la promotion d’un électron de l’orbitale a1(2) vers une des orbitales e.

Cette transition nécessite un apport d’énergie de 1.95 eV correspondant à une transition

optique de longueur d’onde λ = 637 nm [58].

Propriétés optiques

Un schéma simplifié des niveaux d’énergie impliqués dans la transition optique du

centre NV est présenté en Figure 1.3 - (a). L’interaction électrons-phonons dans le

cristal [63] modifie les caractéristiques spectrales de l’interaction du centre NV avec

la lumière. Les spectres d’absorption et d’émission sont très larges (≥ 100 nm) et

décalés par rapport à la raie à zéro phonon à 637 nm [Figure 1.3 - (b)]. Ce décalage

Stokes permet de séparer spectralement l’excitation du centre NV, typiquement par un

faisceau laser vert à 532 nm, de son émission de fluorescence dans le rouge.

La photoluminescence du centre NV présente la propriété remarquable d’être parfai-

tement stable à température ambiante. Contrairement à d’autres systèmes luminescents

tels que les bôıtes quantiques [64] ou les molécules [65], il ne présente pas de photo-

blanchiment ni de clignotement. Cette propriété est à la base de son utilisation en

temps que marqueur luminescent en biologie [66, 41]. L’équipe de François Treussart

du laboratoire Aimé Cotton utilise par exemple des nanodiamants pour étudier le tra-
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sion du centre NV. (c) Carte de photoluminescence (PL) d’un échantillon de diamant mesuré
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fic neuronal. Ils ont ainsi pu observer, par microscopie de fluorescence, le déplacement

d’un nanodiamant accroché à un moteur moléculaire le long de micro-tubules [67] et

démontrer une différence dans le transport inter-neuronal entre des individus sains et

d’autres atteints d’autisme [68].

Le centre NV a pu être isolé à l’échelle unique pour la première fois en 1997 par

Gruber et al. [18]. Ceci a été possible en utilisant une technique de microscopie optique

confocale de fluorescence. Une carte typique de photoluminescence enregistrée dans un

échantillon de diamant ultrapur est présentée en Figure 1.3 - (c). Chaque maximum

de photoluminescence correspond à l’émission de photons issue d’un centre NV unique.

Durant ma thèse, j’ai été amené à utiliser une technique similaire de microscopie confo-

cale, les détails concernant le dispositif expérimental sont donnés dans l’annexe A.

Figure 1.4 – Image en lumière blanche d’un réseau de dentrites sur laquelle a été superposée
l’image en fluorecence de nanodiamants internalisés (en rouge). Cette image est extraite de
la thèse de S. Haziza [68]
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Propriétés de spin

En plus de présenter une photoluminescence parfaitement stable à température am-

biante, le centre NV a été intensivement étudié pour ses propriétés de spin électronique.

L’état fondamental du centre NV présente deux électrons non appariés [Figure 1.2

- (b)] dont la configuration de plus basse énergie est un état triplet de spin S = 1.

La structure fine du défaut est donnée uniquement par l’interaction d’échange entre

les deux électrons non appariés, l’interaction spin-orbite étant nulle au premier ordre

par effet de symétrie [55]. L’interaction d’échange produit une levée de dégénérescence

entre les états |0eÍ et | ± 1eÍ de spin électronique à hauteur de D ¥ 2.87 GHz. Les états

|0eÍ et | ± 1eÍ correspondent respectivement aux projections ms = 0 et ms = ±1 du

spin suivant l’axe de quantification donné par l’axe azote-lacune du centre NV.

L’état excité est aussi un état triplet de spin S = 1 avec deux électrons non-appariés

[Figure 1.2 - (b)]. La structure fine résulte de l’interaction d’échange spin-spin et de

l’interaction spin-orbite [55, 56, 57]. La spectroscopie des niveaux d’énergies de l’état

excité a été étudiée à 4 K pour s’affranchir des couplages aux phonons du cristal

[69, 70, 71, 72]. A température ambiante, l’effet Jahn-Teller dynamique [73] moyenne

les différentes branches orbitales résultant en une structure de spin similaire à celle

de l’état fondamental avec une interaction spin-spin résiduelle Dex ¥ 1.43 GHz [70]

séparant en énergie les états de projection ms = 0 (|0ex
e Í) et ms = ±1 (| ± 1ex

e Í) du spin

suivant l’axe du centre NV.

L’analyse des régles de sélection liées aux transitions dipolaires électriques à tem-

pérature ambiante montrent que les transitions radiatives, entre l’état fondamental et

l’état excité du centre NV, doivent conserver la projection du spin électronique suivant

l’axe du défaut Dms = 0. Une fois que le centre NV est porté dans l’état excité par

un laser vert, il y reste en moyenne un temps τex ¥ 10 ns [74]. Deux voies de désex-

citation sont ensuite possibles. D’une part, le défaut peut émettre un photon optique

de fluorescence. Ce processus radiatif doit satisfaire à la règle de sélection Dms = 0 et

donc conserver l’état de spin électronique. D’autre part, le défaut peut relaxer par un

processus non radiatif via un état métastable 1 de durée de vie τmet ¥ 200 ns [75]. Le

couplage intersystèmes conduisant à l’état métastable dépend de l’état de spin électro-

nique. En première approximation, seules les populations de spin ms = ±1 de l’état

excité peuvent passer dans l’état métastable et ce dernier ne relaxe que vers l’état de

spin ms = 0 de l’état fondamental. La dynamique des populations de spin est à la base

des deux propriétés fondamentales du centre NV [Figure 1.5 - (a)].

Dynamique de spin électronique sous illumination optique

A l’équilibre thermodynamique, le spin électronique du centre NV est thermalisé

avec la matrice de diamant à 300 K par interaction avec les phonons du cristal. La

distribution de Boltzmann conduit alors à un état thermique de spin électronique,

entièrement dépolarisé. L’illumination laser vient cependant perturber cet équilibre

thermodynamique. En effet, au cours des cycles optiques, les populations initialement

de projection ms = ±1 ont une forte probabilité de relaxer vers l’état fondamental via

1. La spectroscopie de l’état métastable montre l’existence de deux niveaux singulets de spin séparés
par une transition dans l’infra-rouge à 1042 nm [75, 76].
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photon rouge de fluorescence, soit par voie non radiative via l’état métastable, de durée de vie
τmet ¥ 200 ns. Les transitions vers l’état métastable dépendent de l’état du spin électronique.
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l’état métastable. Ce processus de relaxation non radiatif ne conserve pas la projection

de spin et décroit préférentiellement vers l’état |0eÍ [Figure 1.5 - (a)]. Les populations

sont alors piégées dans la projection ms = 0 où elles participent aux cycles optiques

qui conservent la projection de spin électronique Dms = 0. Ainsi, au bout de quelques

cycles optiques, environ 80 % des populations sont piégées dans l’état |0eÍ [77], ce

qui correspond à une température de spin effective de ¥ 0.1 mK [74]. Le spin électro-

nique du centre NV est ainsi polarisé efficacement dans l’état |0eÍ par pompage optique.

De plus, le processus de relaxation via l’état métastable est un processus non ra-

diatif. Ainsi, les populations initialement dans | ± 1eÍ émettent moins de photons de

fluorescence que les populations de l’état |0eÍ qui ne sont pas couplées à l’état méta-

stable. Les états | ± 1eÍ sont appelés états ”sombres” alors que l’état |0eÍ est appelé

état ”brillant” [Figure 1.5 - (c)]. Le signal de photoluminescence émis par le centre NV

dépend de son état de spin électronique.
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Ces deux propriétés fondamentales du centre NV du diamant peuvent être mises à

profit pour réaliser la détection optique de la résonance magnétique de spin électronique

(ODMR).

Détection optique de la résonance de spin électronique

En l’absence de champ magnétique, la levée de dégénérescence entre les états de

spin |0eÍ et |±1eÍ est donnée par l’interaction spin-spin D ¥ 2.87 GHz. Cette transition

peut être détectée en appliquant un champ magnétique micro-onde et en enregistrant

le signal de photoluminescence émis par le défaut pour chaque valeur de la fréquence

du champ. Par cette méthode, il est possible de construire un spectre de résonance

magnétique tel que celui présenté sur la Figure 1.5 - (c). Lorsque la fréquence du

champ micro-onde est en résonance avec la transition de spin, les populations de l’état

”brillant” |0eÍ sont portées dans l’état ”sombre” | ± 1eÍ. Il s’ensuit une chute du signal

de photoluminescence permettant la détection optique de la résonance de spin d’un

centre NV unique [18].

En présence d’un champ magnétique statique Bz appliqué suivant l’axe du centre

NV, la dégénérescence des états |+1eÍ et |≠1eÍ est levée par effet Zeeman. Deux chutes

de photoluminescence apparâıssent alors sur les spectres de résonance magnétique [Fi-

gure 1.5 - (c)], correspondant aux transitions |0eÍ æ | ≠ 1eÍ et |0eÍ æ | + 1eÍ. Les raies
sont séparées en fréquence de 2γeBz avec γe = 2.8 MHz.G≠1 le rapport gyromagnétique

électronique.
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Figure 1.6 – Schéma de principe de la magnétométrie NV à balayage. (b) Image du champ
magnétique de fuite d’une paroi de domaine dans un film férromagnétique ultramince de
Ta|CoFeB|MgO mesurée par magnétométrie NV à balayage. Cette figure est extraite de la
thèse de T. Hingant [78]

La sensibilité de la fréquence de résonance de spin avec l’amplitude du champ ma-

gnétique a conduit à d’importantes applications du centre NV dans le domaine de la

magnétométrie. D’une part, les ensembles de spins de centres NV présentent une sensi-

bilité en champ magnétique qui peut atteindre quelques pT/
Ô
Hz [79, 80]. Grâce à un

tel dispositif, Barry et al. [32] ont ainsi pu détecter le champ magnétique créé par le
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potentiel d’action d’un seul neurone. D’autre part, un centre NV unique constitue un

capteur de champ magnétique de taille atomique [50]. Récemment, s’est ainsi dévelop-

pée la magnétométrie par balayage [29] où un centre NV unique attaché à une pointe de

microscope à force atomique est balayé au dessus d’un échantillon magnétique [Figure

1.6]. Cette méthode a permis de déterminer la nature des parois de domaine dans les

films ferromagnétiques ultraminces [51, 81] ou encore d’observer à basse température

les vortex dans un matériau supraconducteur [44]. Les applications du centre NV en

tant que capteur ne se cantonent pas seulement à la magnétométrie. En effet, la fré-

quence de résonance de spin est également sensible aux champs électriques [35] et à la

température locale [30, 53] ce qui ouvre la voie vers de nombreuses applications aussi

bien en physique qu’à l’interface avec la biologie [31].

Dans la suite de ce chapitre, le spin électronique est placé en présence d’un champ

magnétique statique Bz ce qui permet d’isoler un système à deux niveaux effectif com-

posé des états |0eÍ et | ≠ 1eÍ, correspondant à la transition de plus basse fréquence

sur les spectres de la Figure 1.5 - (c). Nous allons maintenant montrer que le centre

NV constitue un détecteur quantique qui peut être manipulé de manière cohérente par

l’action de champs micro-ondes.

1.1.2 Un détecteur quantique

La manipulation cohérente du spin électronique peut être démontrée au travers de

la réalisation d’oscillations de Rabi. Pour cela, le spin doit être manipulé de manière

séquentielle, où les périodes d’initialisation et de lecture optiques de l’état de spin

sont séparées temporellement de la manipulation cohérente par le champ d’excitation

micro-onde.

Réponse impulsionnelle de la photoluminescence

Nous allons tout d’abord nous intéresser à la réponse en photoluminescence du

centre NV durant une impulsion laser [74, 82]. L’émission de photons durant l’impul-

sion dépend fortement de l’état de spin électronique initial du centre NV [Figure 1.7

- (a)]. Lorsque le spin est initialement préparé dans l’état |0eÍ, le signal de photolu-

minescence décroit jusqu’à atteindre un régime stationnaire. Ceci est dû au couplage

inter-système vers l’état métastable qui, bien que faible pour la projection ms = 0 de

spin élecronique, piège une partie des populations dans un état non radiatif. Lorsque

le spin électronique est initialement préparé dans l’état | ≠ 1eÍ, la photoluminescence

commence par décrôıtre à cause du fort couplage inter-système qui conduit les popula-

tions vers l’état métastable. Les populations ainsi piégées sont libérées par la relaxation

spontanée de l’état métastable, ce qui conduit à une augmentation du niveau de pho-

toluminescence émis pour finalement converger vers l’état stationnaire.

Pour distinguer optiquement les états |0eÍ et | ≠ 1eÍ, le signal de photoluminescence

émis par le centre NV est intégré au début de l’impulsion. Le contraste de lecture de

l’état de spin est défini par
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Figure 1.7 – (a) Réponse en photoluminescence (PL) du centre NV, initialement préparé
dans l’état de spin |0eÍ (courbe rouge) ou | ≠ 1eÍ (courbe bleue), en fonction de la durée de
l’impulsion laser. (b) Contraste de lecture optique de l’état de spin électronique en fonction
de la durée d’intégration du signal depuis le début de l’impulsion. Cette Figure est extraite
de l’article de Dréau et al. [82].

C =

s Tint

0 S|0eÍ(t
Õ) ≠ S|≠1eÍ(t

Õ)dtÕ

s Tint

0 S|0eÍ(tÕ)dtÕ
, (1.1)

avec S|0eÍ (resp. S|≠1eÍ) l’intensité de photoluminescence lorsque le spin est initia-

lement préparé dans l’état |0eÍ (resp. | ≠ 1eÍ) et Tint le temps d’intégration du signal

depuis le début de l’impulsion. L’évolution du contraste avec la durée d’intégration du

signal est représentée en Figure 1.7 - (b). La courbe présente un maximum autour de

30 % pour une durée d’intégration de l’ordre de 200 ns à saturation [82].

Pour polariser efficacement le spin électronique, nous allons par la suite utiliser

une impulsion laser de durée 2 µs suivie d’un temps d’attente de 1 µs permettant la

relaxation des populations de l’état métastable vers l’état |0eÍ. La lecture de l’état de

spin sera obtenue par intégration du signal de photoluminescence durant les premières

300 ns de l’impulsion laser.

Oscillation de Rabi de spin unique

La séquence d’impulsions utilisée pour réaliser une oscillation de Rabi de spin élec-

tronique est présentée en Figure 1.8 - (a). Une impulsion laser de durée 2 µs suivie d’un

temps d’attente de 1 µs permet de polariser le spin électronique dans l’état |0eÍ. Le spin
électronique est ensuite manipulé de manière cohérente par une impulsion micro-onde

de durée variable T. L’état final de spin électronique est mesuré en intégrant le signal

de photoluminescence émis par le défaut durant les premières 300 ns d’une impulsion

laser de durée 2 µs. Cette séquence est réalisée pour différentes durées T de l’impulsion

micro-onde puis l’ensemble de l’expérience est répétée en continu pour moyenner le

signal de photoluminescence reçu.

Un signal d’oscillation de Rabi typique obtenu avec cette séquence pour un centre
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spin électronique. (b) Signal de photoluminescence (PL) normalisé en fonction de la durée
de l’impulsion micro-onde (MW). L’oscillation correspond à une oscillation de Rabi entre les
états |0eÍ et | ≠ 1eÍ de spin électronique. (c) Evolution de l’état quantique du spin dans la
sphère de Bloch pour une impulsion micro-onde π/2 et π suivant l’axe x.

NV unique est présenté en Figure 1.8 - (b). La photoluminescence oscille entre un

niveau ”brillant” associé à l’état |0eÍ et un niveau ”sombre” associé à l’état | ≠ 1eÍ.
Cette expérience démontre l’oscillation cohérente du spin entre les états |0eÍ et | ≠ 1eÍ
sous l’effet du champ micro-onde [26]. La fréquence de l’oscillation de Rabi est contrôlée

par l’amplitude du champ magnétique micro-onde appliqué [83, 84].

Il est pratique de définir deux durées d’impulsions micro-ondes particulières. L’im-

pulsion π dont la durée est définie par le premier minimum de l’oscillation de Rabi,

conduit au retournement du spin électronique, par exemple de l’état |0eÍ vers l’état

| ≠ 1eÍ [Figure 1.8 - (c)]. L’impulsion π/2 qui est de durée moitié, transforme l’état

initial |0eÍ en une superposition cohérente d’états de spin (|0eÍ + | ≠ 1eÍ)/
Ô

2 [Figure

1.8 - (c)].

Nous venons de voir que le spin électronique associé à un centre NV peut être

détecté optiquement à l’échelle unique et manipulé par l’action combinée de champs

laser et micro-onde. Dans la section suivante, nous allons discuter des propriétés de

cohérence du spin électronique associé au centre NV.

1.1.3 Propriétés de cohérence

Une propriété importante permettant de définir le caractère quantique d’un système

physique réside dans la capacité de ce système à préserver la cohérence d’un état

quantique. La perte de cohérence des systèmes quantiques provient d’interactions non

contrôlées avec leur environnement qui conduisent à la destruction de leurs propriétés

quantiques, tendant ainsi vers un comportement classique. Il est donc crucial de pouvoir

quantifier les propriétés de cohérence d’un système quantique et d’être en mesure de
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comprendre et de contrôler les sources de décohérence liées à l’environnement.

Dans cette section, nous allons détailler les propriétés de cohérence du spin électro-

nique associé au centre NV. Nous allons voir comment le temps de cohérence du spin

électronique peut être estimé par la méthode standard des franges de Ramsey et qu’il

est intrinsèquement lié à la pureté de l’échantillon de diamant utilisé [43].
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Figure 1.9 – (a) Evolution de l’état quantique du spin électronique (flèche en rouge) dans
la sphère de Bloch durant la séquence de Ramsey. (b) Séquence d’impulsions utilisée pour
implémenter la séquence de Ramsey sur le spin électronique d’un centre NV. (c) Signal de
photoluminescence (PL) en fonction de la durée de précession τ de la séquence de Ramsey.
L’oscillation est dûe au désaccord entre la fréquence d’excitation micro-onde et la fréquence
de transition de spin. Le signal de Ramsey présente une enveloppe gaussienne dont le temps
de décroissance à 1/e définit le temps de cohérence T ú

2 du spin électronique. L’ajustement des
données conduit à T ú

2 = 4.6 ± 0.2 µs

La méthode la plus simple pour évaluer la cohérence d’un système quantique consiste

à mesurer la durée de vie, T ú
2 , de ses cohérences lors de leur précession libre. Ceci peut

être implémenté en réalisant une interférence de Ramsey. L’évolution de l’état quantique

du spin électronique dans la sphère de Bloch durant la séquence de Ramsey est repré-

sentée en Figure 1.9 - (a). Le spin est initialisé dans l’état |0eÍ par pompage optique.

Une impulsion micro-onde π/2 permet de placer le spin dans un état de superposition
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cohérente (|0eÍ + | ≠ 1eÍ)/
Ô

2. Les cohérences du système précessent ensuite durant un

temps τ à la fréquence de désaccord entre l’excitation micro-onde et la fréquence ins-

tantanée de la transition de spin [14]. Une seconde impulsion micro-onde π/2 permet de

transférer l’état final des cohérences sur l’axe des populations, pour ainsi permettre la

lecture de leur valeur à l’aide d’une impulsion laser. La séquence d’impulsions utilisée

est schématisée en Figure 1.9 - (b).

Un signal typique de précession libre, enregistré sur un centre NV unique, est pré-

senté en Figure 1.9 - (c). Le signal oscille à la fréquence de désaccord entre la fréquence

d’excitation micro-onde et la fréquence de transition du spin électronique. Les oscil-

lations s’amortissent avec une enveloppe gaussienne dont le temps de décroissance à

1/e définit le temps de cohérence T ú
2 = 1/Gú

2 du spin électronique. Le caractère non-

Markovien de l’environnement du centre NV [85] se traduit au travers de la forme

gaussienne de l’enveloppe des oscillations de Ramsey [86]. Pour le signal de précession

libre présenté en Figure 1.9 - (c), le temps de cohérence est de T ú
2 = 4.6 ± 0.2 µs.

Deux facteurs peuvent être les causes de la décohérence du spin électronique du

centre NV dans le diamant. D’une part, la température peut influer sur la cohérence

du spin au travers de l’interaction avec les phonons du cristal. Cependant, il a été

démontré expérimentalement que le temps de cohérence T ú
2 du centre NV reste stable

sur une plage de température allant de 20 mK [87] à 650 K [88]. Cette propriété

remarquable du centre NV est dûe à la symétrie C3v du défaut. Grâce à cette symétrie,

l’interaction spin-orbite est nulle au premier ordre dans l’état fondamental [55]. Les

phonons ne sont donc pas la cause de la décohérence du spin électronique du centre

NV mais sont responsables de la relaxation longitudinale des populations, T1, qui est

de l’ordre de 1 à 10 ms à température ambiante [89]. D’autre part, bien que le diamant

soit majoritairement composé d’atomes de 12C qui ne présentent pas de spin nucléaire,

des impuretés paramagnétiques peuvent être présentes dans la matrice. Ces impuretés

forment un bain de spins générant un champ magnétique fluctuant qui déphase l’état de

spin électronique du centre NV. Cet effet est le processus dominant dans la décohérence

du spin. Il est donc indispensable d’être en mesure de contrôler expérimentalement la

pureté de l’échantillon de diamant hôte.

Echantillons de diamants artificiels

Le bain de spins peut être composé de deux espèces majoritaires : des spins électro-

niques d’atomes d’azote (SN = 1/2) non convertis en centre NV, ou des spins nucléaires

d’atomes de 13C (I = 1/2). Ces impuretés paramagnétiques dans le diamant sont pré-

sentes à l’état naturel. Cependant, grâce au développement des techniques de croissance

de diamants artificiels, il est devenu possible de contrôler l’abondance des impuretés

dans le diamant et ainsi de contrôler l’environnement magnétique des centres NV.

Les premières croissances de diamants artificiels datent des années 1950 [90, 91].

Les échantillons sont alors obtenus en reproduisant les conditions thermodynamiques de

pression et de température correspondantes à la zone de stabilité de la phase diamant du

carbone [Figure 1.10 - (a)]. Cette technique de Hautes Pressions Hautes Températures

(HPHT) ne permet cependant aucun contôle sur l’abondance des impuretés dans le

matériau. Les diamants HPHT contiennent typiquement une concentration de 100 ppm
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Figure 1.10 – (a) Diagramme de phase du carbone. Les conditions de création des diamants
artificiels par les techniques de Hautes Pressions Hautes Températures (HPHT) et par dépot
chimique en phase vapeur (CVD) sont schématisées respectivement par les zones en jaune et
en rouge. (b) Schéma de l’abondance des impuretés d’azote (N) et de 13C dans les échantillons
de diamant artificiels.

(parties par million) d’impuretés d’azote qui sont responsable de leur couleur jaune

et environ 1.1 % d’impuretés de 13C. Dans ces échantillons, le spin électronique du

centre NV interagit majoritairement avec les spins électroniques associés aux impuretés

d’azote ce qui limite le temps de cohérence à T ú
2 ≥ 0.1 µs.

Depuis 1992, s’est développée une nouvelle méthode de croissance de diamant utili-

sant un dépot chimique en phase vapeur dont l’acronyme anglais est CVD pour chemical

vapour deposition [92, 93]. Cette méthode consiste à favoriser la croissance du diamant

par effet cinétique dans les conditions de pression et de température correspondantes

à une région de stabilité thermodynamique du graphite [Figure 1.10 - (a)]. Pour cela,

une souche de diamant typiquement de type HPHT est placée dans une chambre à vide

en contact avec un mélange gazeux de méthane et d’hydrogène moléculaire. Le dépot

de carbone est assisté par un champ micro-onde produisant un plasma à l’intérieur de

la chambre. La croissance de diamant s’effectue alors couche par couche en conservant

l’axe cristallographique de la souche HPHT [94]. Grâce à cette technique, l’abondance

des impuretés dans le diamant peut être mâıtrisée par le contrôle de la pureté du gaz de
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méthane utilisé [95]. Des échantillons de diamant ultrapurs contenant moins de 1 ppb

d’impuretés d’azote et une abondance naturelle de 1.1 % en atomes de 13C ont ainsi

pu être obtenus [Figure 1.10 - (b)]. Le spin électronique du centre NV interagit alors

majoritairement avec un bain de spin nucléaire ce qui a permis d’atteindre des temps

de cohérence de l’ordre de quelques microsecondes.

Aujourd’hui, il même possible d’aller encore plus loin et de purifier le diamant en

diminuant la concentration en impuretés de 13C. Pour cela, l’utilisation de mélanges

gazeux enrichis en isotope 12C permet de créer des échantillons de diamant avec des

concentrations en 13C pouvant atteindre 0.001 % [96]. Le temps de cohérence du spin

électronique en est alors amélioré et atteint dans ce type d’échantillon ≥ 500 µs [43]

[Figure 1.10 - (b)].

En parallèle des travaux effectués pour purifier le matériau de diamant, se sont

développées les méthodes de découplage dynamique permettant d’étendre de manière

artificielle le temps de cohérence du centre NV [97]. Pour cela, le spin électronique est

retourné périodiquement de manière à compenser les déphasages introduits par le bain

de spins nucléaires. Ces méthodes permettent d’atteindre un temps de cohérence de

l’ordre de la milliseconde limité par le temps de relaxation de l’énergie T1.

Les expériences présentées dans les trois premiers chapitres de ce mémoire ont été

réalisées avec des centres NV présents dans un échantillon de diamant CVD ultrapur,

tel que [N] Æ 1 ppm et d’abondance naturelle en carbone soit [13C] = 1.1 %. Dans un

tel échantillon, le temps de cohérence du spin électronique associé à un centre NV est

typiquement de l’ordre de quelques microsecondes [Figure 1.9 - (c)].
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Figure 1.11 – Spectre ODMR enregistré avec un centre NV unique niché dans un diamant ar-
tificiel créé par CVD. La largeur de la résonance de spin est définie par le taux de décohérence
du spin électronique Gú

2 = 1/T ú
2 .

L’interaction du centre NV avec son environnement magnétique, qui conduit à la

décohérence du spin électronique, se traduit spectralement par un élargissement inho-

mogène de la raie de résonance magnétique [82]. La largeur de la raie ODMR est ainsi

limitée par le taux de décohérence du spin électronique Gú
2 = 1/T ú

2 [Figure 1.11]. Cette

largeur limite la résolution spectrale du centre NV en tant que capteur [29, 39].
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1.1.4 Implantation de centres NV

Les centres NV sont présents naturellement dans les diamants issus des réacteurs

CVD. Ils résultent de la convertion en défaut NV de certaines impuretés d’azote incor-

porées durant la croissance. Le positionnement de ces impuretés à l’échelle individuelle

dans le cristal est aléatoire. Cependant, certaines applications du centres NV néces-

sitent de contrôler le positionnement des défauts dans le diamant avec une précision

nanométrique [52, 98, 99].

(a) (b)

(c)

2 µm

2 µm

N

PMMA

Diamant

e−

Figure 1.12 – (a) Schéma du protocole d’implantation d’ions azote (N) dans le diamant. Les
ions azotes (en rouge) sont implantés au travers d’ouvertures dans une résine de PMMA (en
orange). Les azotes sont convertis en centre NV (en bleu) par recuit sous vide. (b) Observation
par microscopie électronique d’une zone d’implantation de la résine. La zone d’implantation
correspond à un réseau de trous de pas de 2 µm. (c) Observation par microscopie confocale
d’une zone d’implantation après recuit de l’échantillon. Les maxima de photoluminescence
correspondent à des centres NV implantés au travers des trous dans la résine de PMMA. Ces
images sont tirées de l’article de P. Spinicelli [100].

De nos jours, l’implantation d’impuretés dans les matériaux semi-conducteurs est

une technique bien maitrisée qui s’est développée dans le cadre de la fabrication et

de la miniaturisation des circuits imprimés [16]. Il est possible d’utiliser une technique

d’implantation similaire pour créer des centres NV de manière déterministe dans le

diamant [100, 101]. Un schéma illustrant le protocole d’implantation est présenté en

Figure 1.12 - (a). Une résine de PMMA est déposée à la surface du diamant puis

structurée par lithograpie électronique, ce qui permet de créer des ouvertures dans la

résine au travers desquelles les ions vont pouvoir être implantés [Figure 1.12 - (b)]. Le

processus d’implantation repose sur une première phase d’irradiation de l’échantillon

par des ions N+, suivi d’une phase de recuit sous vide à 900 ¶, pour permettre la

création des centres NV via la migration des lacunes vers les impuretés d’azote [Figure

1.12 - (c)].
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Par cette méthode, le positionnement des centres NV dans le diamant peut ainsi

atteindre une précision de l’ordre de ≥ 10 nm [102], limité par la taille des ouvertures

dans la résine. La profondeur de l’implantation est quant à elle contrôlée au travers

de l’énergie du faisceau d’irradiation [103]. Cette technique a ainsi permis de créer des

centres NV à quelques nanomètres de la surface du diamant présentant de long temps

de cohérence [52]. Ces centres implantés sont à la base de l’utilisation du centre NV

dans le domaine de la nano-RMN, permettant la détection de molécules de surfaces

[104, 105] et plus récemment d’une protéine à l’échelle unique [52].

Une méthode alternative pour l’implantation des centres NV réside dans l’utilisation

d’un faisceau d’ions azotes focalisé (FIB) [106]. Cette technique est en développement

dans le groupe de Jean-François Roch au Laboratoire Aimé Cotton en collaboration

avec l’entreprise Orsay Physics à Aix-en-Provence. Par l’utilisation d’un FIB à azotes,

il est en principe possible d’atteindre une résolution spatiale ≥ 5 nm sans utilisation

de résine. Cette technique permet alors d’envisager de créer un réseau de centres NV

implantés en interaction [Figure 1.12 - (c)], ce qui permettrait de développer les appli-

cations du centre NV en tant que bit quantique à température ambiante [107].

Nous venons de voir au cours de cette partie que le spin électronique associé au

centre NV constitue un système quantique qui peut être polarisé par pompage optique,

manipulé de manière cohérente par l’action d’un champ micro-onde et lu au travers de

la mesure du signal de photoluminescence émis. De plus, le spin électronique associé

au centre NV présente de remarquables propriétés de cohérence pour un système fonc-

tionnant à température ambiante. Ces caractéristiques font de ce spin électronique un

très bon détecteur des couplages cohérents aux spins nucléaires voisins. C’est ce que

nous décrivons dans le paragraphe suivant.

1.2 Détection de spins nucléaires dans le diamant

e-spin

NV

13C

13C

N

Figure 1.13 – Schéma représentatif du spin électronique associé à un centre NV en interaction
avec des spins nucléaires voisins

Le spin électronique associé à un centre NV peut se coupler par interaction hyperfine

aux spins nucléaires situés sur des sites cristallins voisins. Ces spins nucléaires sont

associés à des impuretés paramagnétiques dans la matrice de diamant, correspondant

soit à l’isotope 13C de spin nucléaire IC = 1/2 [39], soit à l’atome d’azote constitutif du

centre NV lui-même [49]. Pour qu’un couplage hyperfin soit détecté sur les spectres de

résonance de magnétique, il faut que son intensité dépasse le taux de décohérence du
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spin électronique [39]. Dans ce cas, il est possible d’utiliser le couplage hyperfin pour

détecter et manipuler l’état quantique du spin nucléaire [45].

Dans cette partie, nous allons décrire les différents couplages hyperfins pouvant

exister entre le spin électronique associé à un centre NV et les spins nucléaires envi-

ronnants. Tout d’abord, nous nous intéresserons au couplage du spin électronique avec

le spin nucléaire de l’atome d’azote constitutif du défaut. Nous verrons ensuite que le

centre NV peut aussi être couplé à des impuretés paramagnétiques de 13C distribuées

aléatoirement dans la matrice de diamant. Enfin, nous étudierons en détail l’évolution

des états propres de ce système de spins couplés en fonction de l’amplitude du champ

magnétique appliqué suivant l’axe du centre NV. Nous montrerons en particulier qu’un

champ magnétique statique combiné au caractère anisotrope de l’interaction hyper-

fine permet de réaliser une ingénierie des états quantiques du spin nucléaire associé au

noyau de 13C.

1.2.1 Couplage hyperfin intrinsèque avec le spin nucléaire de

l’atome d’azote

Intéressons nous, pour commencer, à l’évolution d’un spin électronique associé à

un centre NV dans l’état fondamental en présence d’un champ magnétique statique

Bz appliqué suivant l’axe du défaut, noté z. Le Hamiltonien en fréquence du spin

électronique associé à un centre NV s’écrit [108]

Ĥe = DŜ2
z + γeBzŜz , (1.2)

avec {x, y, z} un trièdre orthogonal direct où la direction z correspond à l’axe du

centre NV joignant l’atome d’azote à la lacune et Ŝ = (Ŝx, Ŝy, Ŝz)† l’opérateur de

spin électronique adimensionné. Le premier terme de ce Hamiltonien correspond à

l’interaction spin-spin qui introduit une levée de dégénérescence entre les états |0eÍ et

| ± 1eÍ à hauteur de D ¥ 2.87 GHz. Le second terme décrit la contribution de l’effet

Zeeman, correspondant à l’interaction du spin électronique avec un champ magnétique

statique Bz. Le rapport gyromagnétique électronique est γe = 2.8 MHz.G≠1. Cette

expression du Hamiltonien de spin électronique est valable hors du régime de champ

magnétique nul où, comme nous le verrons dans le chapitre 4, nous devons prendre en

compte les termes de contraintes dans le diamant.

Considérons tout d’abord le spin électronique en interaction avec le spin nucléaire de

l’atome d’azote constitutif du défaut. Deux isotopes de l’élément azote sont présents

dans le diamant. L’isotope 14N, de spin nucléaire I14N = 1, est l’isotope majoritaire

dans le diamant naturel, il représente ≥ 99.6 % de l’élément azote. L’isotope 15N, de

spin nucléaire I15N = 1/2, est quant à lui beaucoup plus rare et représente seulement

≥ 0.4 % de l’élément azote dans le diamant naturel.

Interaction hyperfine avec le spin nucléaire de 14N

Nous allons considérer ici un centre NV composé d’un atome d’azote d’isotope 14

de spin nucléaire I14N = 1. Le Hamiltonien du système de spins couplés s’écrit
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Figure 1.14 – (a) Diagramme d’énergie des états quantiques du spin électronique associé à
un centre NV en interaction avec le spin nucléaire de l’atome de 14N constitutif du défaut. Le
spin électronique est restreint au sous-espace {|0eÍ, |≠1eÍ}. Les états |jNÍ avec j œ {≠1, 0, +1}
référent aux états de spin nucléaire de 14N de projections respectives suivant l’axe du centre
NV m14N œ {≠1, 0, +1}. Le décalage Zeeman nucléaire n’est pas représenté. (b) Spectre
ODMR de la transition |0eÍ ≠ | ≠ 1eÍ enregistré avec un centre NV composé d’un atome de
14N.

Ĥ0 = Ĥe + γ(14N)
n Bz Î(14N)

z + Q14N

1

Î(14N)
z

22
+ Ŝ · A(14N) · Î(14N)

. (1.3)

Le premier terme de ce Hamiltonien correspond à l’évolution du seul spin électro-

nique qui est décrit par le Hamiltonien Ĥe de l’équation (1.2). Le deuxième terme

correspond à l’effet Zeeman associé au spin nucléaire de 14N dont l’état quantique est

décrit par l’opérateur de spin nucléaire adimensionné Î
(14N)

= (Î(14N)
x , Î(14N)

y , Î(14N)
z )† et

γ(14N)
n = 0.31 kHz.G≠1 [109] est le rapport gyromagnétique du noyau de 14N. Le troi-

sième terme représente l’interaction quadrupolaire électrique, qui provient de la non-

symétrie sphérique du noyau du fait que I14N est supérieur à 1/2 [110]. La constante

d’interaction quadrupolaire est Q14N = ≠4.95 MHz [19]. Le dernier terme décrit l’in-

teraction hyperfine entre le spin électronique et le spin nucléaire du noyau de 14N.

L’interaction hyperfine résulte, d’une part de l’interaction de contact de Fermi isotrope

dû au recouvrement des fonctions d’onde de spins et d’autres part, de l’interaction

dipôle-dipôle magnétique à caractère anisotrope. Dans le cas de l’interaction avec le

spin nucléaire du noyau de 14N constitutif du défaut, l’interaction de contact est domi-

nante et l’interaction dipolaire n’introduit qu’une faible déviation par rapport au cas

isotrope. L’interaction hyperfine est représentée au travers du tenseur A(14N) qui s’écrit

dans la base {x, y, z} associée au centre NV

A(14N) =

Q

c

c

a

A(14N)
‹ 0 0

0 A(14N)
‹ 0

0 0 A(14N)
zz

R

d

d

b

. (1.4)

Le tenseur est diagonal car le spin nucléaire associé à l’azote 14N est supposé possé-

der la même symétrie que le centre NV [49]. Les composantes de l’interaction hyperfine
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sont bien connues et ont été évaluées par des mesures de résonance paramagnétique

électronique (RPE) A(14N)
‹ = ≠2.70 MHz [49] et A(14N)

zz = ≠2.16 MHz [19]. La forte

valeur de la constante d’interaction spin-spin D ¥ 2.87 GHz par rapport à l’amplitude

du couplage hyperfin au spin nucléaire de 14N protège le spin électronique des retourne-

ments induits par l’interaction hyperfine. Nous pouvons donc appliquer l’approximation

séculaire pour le spin électronique et négliger les termes invoquant les opérateurs Ŝx et

Ŝy. Le Hamiltonien du système de spin se réécrit

Ĥ0 = Ĥe + γ(14N)
n Bz Î(14N)

z + Q14N

1

Î(14N)
z

22
+ A(14N)

zz Ŝz Î(14N)
z . (1.5)

Les états propres de ce Hamiltonien correspondent aux états |ms, m14NÍ des opéra-

teurs de spin électronique (Ŝz) et de spin nucléaire (Îz) suivant l’axe z du défaut. Les

spins électronique et nucléaire correspondent respectivement à S = 1 et I14N = 1 ainsi,

les nombres quantiques ms et m14N peuvent prendre une des trois valeurs possibles :

{≠1, 0, +1}.
Le diagramme d’énergie des états quantiques résultant de l’interaction du spin élec-

tronique associé à un centre NV avec le spin nucléaire du noyau de 14N est schématisé

en Figure 1.14 - (a). Le spin électronique est restreint au sous-espace {|0eÍ, | ≠ 1eÍ}.
Les axes de quantification du spin nucléaire pour les projections ms = 0 et ms = ≠1

étant colinéaires suivant l’axe z, la transition dipolaire magnétique de spin électronique

induite par le champ micro-onde doit donc conserver la projection de spin nucléaire

suivant l’axe du centre NV, soit Dm14N = 0. La structure hyperfine liée au spin nu-

cléaire de 14N présente donc trois transitions autorisées, correspondantes aux chutes

de photoluminescence observées sur le spectre ODMR de la Figure 1.14 - (b). L’écart

hyperfin entre ces raies est donné par la composante longitudinale de l’interaction

A(14N)
zz = ≠2.16 MHz.

Interaction hyperfine avec le spin nucléaire de 15N

Considérons maintenant un centre NV composé d’un atome de 15N qui présente un

spin nucléaire I15N = 1/2. Le Hamiltonien d’interaction du spin électronique associé à

un centre NV avec le spin nucléaire du noyau de 15N s’écrit

Ĥ0 = Ĥe + γ(15N)
n Bz Î(15N)

z + Ŝ · A(15N) · Î(15N)
. (1.6)

L’opérateur Î
(15N)

= (Î(15N)
x , Î(15N)

y , Î(15N)
z )† décrit l’état quantique du spin nucléaire

de 15N. Le premier terme de ce Hamiltonien correspond comme précédemment à l’évo-

lution du seul spin électronique gouvernée par le Hamiltonien Ĥe de l’équation (1.2).

Le second terme décrit l’effet Zeeman associé au spin nucléaire de 15N en présence

d’un champ magnétique statique Bz suivant l’axe du défaut, γ(15N)
n = ≠0.43 kHz.G≠1

[109] est le rapport gyromagnétique du noyau de 15N. Le dernier terme correspond à

l’interaction hyperfine entre le spin nucléaire de 15N et le spin électronique associé au

centre NV. Cette interaction est décrite par le tenseur
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Figure 1.15 – (a) Diagramme d’énergie des états quantiques du spin électronique associé à
un centre NV en interaction avec le spin nucléaire de l’atome de 15N constitutif du défaut.
Le spin électronique est restreint au sous-espace {|0eÍ, | ≠ 1eÍ}. Les états |jNÍ avec j œ {ø, ¿}
référent aux états de spin nucléaire de 15N de projections respectives suivant l’axe du centre
NV m15N œ {+1/2, ≠1/2}. Le décalage Zeeman nucléaire n’est pas représenté. (b) Spectre
ODMR de la transition |0eÍ ≠ | ≠ 1eÍ enregistré avec un centre NV composé d’un atome de
15N.

A(15N) =

Q

c

c

a

A(15N)
‹ 0 0

0 A(15N)
‹ 0

0 0 A(15N)
zz

R

d

d

b

, (1.7)

dans la base {x, y, z} liée au centre NV. Les composantes de l’interaction hyper-

fine mesurées par expériences de RPE sont A(15N)
‹ = 3.65 MHz et A(15N)

zz = 3.03 MHz

[49, 111]. Dans l’approximation séculaire pour le spin électronique, le Hamiltonien d’in-

teraction de l’équation (1.6) se simplifie selon

Ĥ0 = Ĥe + γ(15N)
n Bz Î(15N)

z + A(15N)
zz Ŝz Î(15N)

z . (1.8)

Les états propres de ce Hamiltonien correspondent à ceux des opérateurs de spin

électronique Ŝz et de spin nucléaire Î(15N)
z suivant l’axe z du défaut. Les états propres

de Î(15N)
z sont notés | øNÍ et | ¿NÍ de projections respectives suivant l’axe z, m15N œ

{+1/2, ≠1/2}.
La structure hyperfine du centre NV, dans le sous-espace de spin électronique

{|0eÍ, | ≠ 1eÍ}, résultant de l’interaction de son spin électronique avec le spin nucléaire

du noyau de 15N est représentée en Figure 1.15 - (a). Les axes de quantification de spin

nucléaire sont identiques dans les états ms = 0 et ms = ≠1 de spin électronique. Ainsi,

les transitions dipolaires magnétiques de spin électronique conservent la projection de

spin nucléaire suivant l’axe du défaut, soit Dm15N = 0. Deux transitions de spin élec-

tronique sont alors autorisées, ce qui donne lieu à deux chutes de photoluminescence

dans les spectres ODMR [Figure 1.15 - (b)]. L’écart hyperfin entre ces raies est donné

par A(15N)
zz = 3.03 MHz.
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Notons que, l’isotope 15 de l’azote est l’isotope majoritairement utilisé pour les im-

plantations dans le diamant. En effet, sa faible abondance à l’état naturel (≥ 0.04 %)

assure que l’observation de centres NV constitués d’atomes de 15N est effectivement un

produit de l’implantation. [cf. §1.1.4]

Au cours des chapitres 2 et 3, nous allons considérer des centres NV natifs dans

un échantillon de diamant ultrapur, composés d’atomes de 14N. Nous reviendrons sur

la physique du spin nucléaire de 15N dans le chapitre 4, où nous démontrerons une

méthode de polarisation de ce spin nucléaire.

Le travail que j’ai effectué durant ma thèse est basé sur l’étude du couplage hyperfin

du spin électronique du centre NV avec les spins nucléaires de 13C. Dans un souci

de simplification, nous omettrons le spin nucléaire de l’atome d’azote qui, bien que

intrinsèque à la structure du défaut, ne joue aucun rôle dans les travaux sur les 13C

présentés dans les chapitres suivants.

1.2.2 Couplages cohérents aux spins nucléaires de 13C

Le diamant naturel est constitué majoritairement d’atomes de 12C qui ne présentent

pas de spin nucléaire. Cependant, environ 1.1 % des sites sont substitués par une

impureté paramagnétique de 13C qui possède un spin nucléaire IC = 1/2. Contrairement

à l’atome d’azote qui est intrinsèquement lié à la structure du défaut, les impuretés de
13C sont aléatoirement placées dans la matrice de diamant.

Nous considérons maintenant un centre NV en interaction hyperfine avec le spin

nucléaire d’un noyau de 13C voisin. En omettant le spin nucléaire de l’azote intrinsèque

au centre NV, le Hamiltonien du système de spins NV-13C s’exprime sous la forme

Ĥ = Ĥe + γnBz Îz + Ŝ · A · Î , (1.9)

avec He le Hamiltonien du spin électronique donné par l’équation (1.2), Î = (Îx, Îy, Îz)†

l’opérateur adimensionné de spin nucléaire, γn = 1.07 kHz.G≠1 [109] le rapport gyroma-

gnétique du noyau de 13C et A le tenseur décrivant l’interaction hyperfine entre le spin

électronique associé à un centre NV et le spin nucléaire d’un noyau de 13C. Les impu-

retés de 13C peuvent être localisées à une distance de plusieurs sites cristallographiques

du défaut NV. Dans ce cas, l’interaction de contact de Fermi, résultant du recouvre-

ment des fonctions d’onde de spins [58], devient alors négligeable devant l’interaction

dipolaire magnétique à caractère anisotrope. Le tenseur d’interaction hyperfine s’écrit

dans la base {x, y, z} associée au centre NV

A =

Q

c

c

a

Axx Aú
yx Aú

zx

Ayx Ayy Aú
zy

Azx Azy Azz

R

d

d

b

. (1.10)

Dans l’approximation séculaire pour le spin électronique, le Hamiltonien du système

de spins se réécrit
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Ĥ = Ĥe + γnBz Îz + AzzŜz Îz +
Aani

2
Ŝz

1

e≠iφÎ+ + eiφÎ≠

2

, (1.11)

où Aani =
Ò

A2
zx + A2

zy, tan φ = Azy/Azx et Î± = Îx ± iÎy. Le caractère anisotrope

de l’interaction hyperfine entre le spin électronique et le spin nucléaire de 13C est

responsable de l’apparition d’un terme d’interaction transverse à l’axe du centre NV

proportionnel à Aani.

Par la suite, nous supposons Azz Ø 0. Les états propres de l’opérateur Îz sont notés

| øÍ et | ¿Í et ceux du Hamiltonien (1.11) sont notés |ψiÍ. Considérons tout d’abord le

sous-espace des projections de spin électronique ms = 0 (|0eÍ) et ms = ≠1 (| ≠ 1eÍ).
Les états propres du système de spins s’écrivent

|ψ1Í = |0e, øÍ (1.12)

|ψ2Í = |0e, ¿Í (1.13)

|ψ3Í = | ≠ 1e, +Í = | ≠ 1eÍ ¢
C

cos

A

θ

2

B

| øÍ + sin

A

θ

2

B

eiφ| ¿Í
D

(1.14)

|ψ4Í = | ≠ 1e, ≠Í = | ≠ 1eÍ ¢
C

≠ sin

A

θ

2

B

e≠iφ| øÍ + cos

A

θ

2

B

| ¿Í
D

, (1.15)

où θ est le paramètre de mélange d’états de spin nucléaire défini par

tan θ =
Aani

Azz ≠ γnBz

. (1.16)

Les énergies propres correspondantes sont

ν1 =
γnBz

2
(1.17)

ν2 = ≠γnBz

2
(1.18)

ν3 = S≠ 1

2

Ò

A2
ani + (Azz ≠ γnBz)2 (1.19)

ν4 = S+
1

2

Ò

A2
ani + (Azz ≠ γnBz)2 . (1.20)

où S = D ≠ γeBz est l’énergie du spin électronique. Ainsi, l’axe de quantification

du spin nucléaire dans ms = ≠1, défini par l’angle θ, relève de la compétition entre le

terme longitudinal |Azz ≠ γnBz| et le couplage hyperfin anisotrope Aani. Il peut être

contrôlé expérimentalement au travers de l’amplitude du champ magnétique Bz, nous

pouvons alors isoler deux cas limites.

Régime |Azz ≠ γnBz| ∫ Aani

Nous considérons tout d’abord le régime |Azz ≠ γnBz| ∫ Aani, correspondant à

θ æ 0 (Bz π Azz) ou θ æ π (Bz ∫ Azz). Dans ce cas, l’axe de quantification du spin

nucléaire dans l’état ms = ≠1 est colinéaire à l’axe du centre NV. Les états propres du

système de spins, pour θ æ 0, s’écrivent alors
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Figure 1.16 – (a) Diagramme des niveaux d’énergies du système de spins en champ nul
Bz = 0. Les états propres de spin nucléaire correspondent aux états propres de l’opérateur Îz

notés | øÍ et | ¿Í. (b) Spectre ODMR de la transition |0eÍ≠|≠1eÍ du spin électronique associé
à un centre NV en interaction hyperfine avec le spin nucléaire d’un noyau de 13C appartenant
à la famille I de couplage.

|ψ1Í = |0e, øÍ (1.21)

|ψ2Í = |0e, ¿Í (1.22)

|ψ3Í ¥ | ≠ 1e, øÍ (1.23)

|ψ4Í ¥ | ≠ 1e, ¿Í . (1.24)

Les axes de quantification du spin nucléaire pour les projections ms = 0 et ms = ≠1

de spin électronique sont donc identiques. Ainsi, les transitions dipolaires magnétiques

de spin électronique doivent conserver la projection du spin nucléaire suivant l’axe du

défaut [Figure 1.16 - (a)]. Deux transitions apparaissent alors sur les spectres ODMR

correspondantes à |ψ1Í æ |ψ3Í d’une part et |ψ2Í æ |ψ4Í d’autre part [Figure 1.16 -

(b)]. L’écart hyperfin entre ces deux transitions est donné en champ magnétique nul

par Aeh
C =

Ò

A2
ani + A2

zz [39].

Une étude systématique des différents écarts hyperfins dûs au couplage entre le

spin électronique associé à un centre NV et des spins nucléaires de 13C individuels a

été réalisée dans le groupe durant la thèse de A. Dréau [39]. L’étude a porté sur un

ensemble de 400 centres NV individuels, situés dans un échantillon de diamant ultrapur

d’abondance naturelle en impuretés de 13C (1.1 %). Pour chacun des centres NV, un

spectre ODMR en présence d’un champ magnétique Bz = 20 G a été enregistré. Dans

environ ≥ 25 % des cas, les centres NV présentent un couplage cohérent à un noyau

de 13C voisin. L’amplitude de ce couplage est alors extraite des spectres de résonance

magnétique.

La Figure 1.17 résume les différentes valeurs de couplage hyperfin mesurées dans

cette étude. La distribution des écarts hyperfins est discrète et s’ordonne par famille.

Chaque famille est liée au positionnement d’un noyau de 13C sur un site particulier de

la matrice de diamant. Les calculs ab≠initio prenant en compte l’interaction de contact
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Figure 1.17 – Distribution des écarts hyperfins liés au couplage avec des spins nucléaires
de 13C, mesurés pour un champ magnétique Bz ¥ 20 G. La séparation hyperfine liée au 13C
positionné sur le premier site voisin de la lacune et de valeur ¥ 130 MHz [58], n’est pas repré-
sentée. Les écarts hyperfins se regroupent sous forme de familles (de A à O) correspondantes
aux différents sites de la matrice de diamant pouvant être occupés par une impureté de 13C
[58, 49]. Ces données sont extraites de l’article de Dréau et al. [39].

de Fermi et l’interaction dipolaire magnétique permettent d’attribuer à chacune de ces

familles un groupe de sites cristallographiques équivalents dans la matrice de diamant

[112, 40, 58]. Cependant, ces calculs restent limités par le niveau d’approximation utilisé

pour décrire l’interaction hyperfine et tendent à minimiser l’amplitude du couplage

hyperfin [112].

La détection des couplages hyperfins est limité par le taux de décohérence du spin

électronique Gú
2, qui fixe la largeur de la raie de résonance magnétique. Ainsi, pour

un centre NV situé dans un diamant CVD ultrapur, la résolution du spin électronique

comme détecteur de spins nucléaires est ≥ 200 kHz [cf. §1.1.3]. L’ensemble des spins nu-

cléaires plus faiblement couplés que Gú
2 forment un quasi-continuum d’états accessibles

qui est responsable de l’élargissement inhomogène de la transition de spin électronique.

Régime de fort couplage anisotrope Aani ∫ |Azz ≠ γnBz|

Lorsque le champ magnétique appliqué Bz augmente, l’amplitude du terme longitu-

dinal |Azz ≠γnBz| diminue. Pour γnBz ¥ Azz, nous atteignons le régime où le couplage

hyperfin anisotrope est dominant Aani ∫ |Azz ≠ γnBz|. Dans ce cas, l’axe de quanti-

fication du spin nucléaire dans ms = ≠1 est imposé par la composante anisotrope de

l’interaction, il fait donc maintenant un angle θ ¥ π/2 avec l’axe du centre NV. Ceci se

traduit par un anti-croisement de niveaux de spin nucléaire [Figure 1.18 - (a)]. Lorsque

γnBz = Azz, les états propres du système de spins deviennent
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Figure 1.18 – Effet de la composante anisotrope de l’interaction hyperfine sur l’évolution en
champ magnétique d’un centre NV couplé à un 13C. (a) Evolution des énergies propres ν3 et
ν4 en fonction du champ magnétique appliqué Bz relativement à l’énergie du spin électronique
S. (b) Diagramme des états quantiques du système de spins à l’anti-croisement de niveaux de
spin nucléaire pour Bz = Azz/γn. L’axe de quantification dans l’état ms = ≠1 est maintenant
orthogonal à l’axe du centre NV ce qui rend possible deux nouvelles transitions de spin élec-
tronique jusqu’alors interdites schématisées en pointillés. Les transitions de spin électronique
sont numérotées de 1 à 4. (c) Spectres ODMR d’un centre NV couplé à un spin nucléaire
de 13C de la famille I pour différents champs magnétiques. Lorsque le système s’approche de
l’anti-croisement de niveaux de spin nucléaire, deux raies supplémentaires apparaissent dans
le spectre, correspondantes aux transitions 1 et 4 de spin électronique.

|ψ1Í = |0e, øÍ (1.25)

|ψ2Í = |0e, ¿Í (1.26)

|ψ3Í = | ≠ 1e, +Í = | ≠ 1eÍ ¢ 1Ô
2

Ë

| øÍ + | ¿Íeiφ
È

(1.27)

|ψ4Í = | ≠ 1e, ≠Í = | ≠ 1eÍ ¢ 1Ô
2

Ë

≠e≠iφ| øÍ + | ¿Í
È

. (1.28)

Les états de spin nucléaire dans ms = ≠1 sont maintenant des superpositions

cohérentes des états | øÍ et | ¿Í, notées |+Í et |≠Í, dont l’écart en énergie est donné par

l’interaction hyperfine anisotrope ν4 ≠ ν3 = Aani. Les axes de quantification du spin

nucléaire étant différents dans les états ms = 0 et ms = ≠1, deux nouvelles transitions

de spin électronique, précédemment interdites deviennent alors autorisées [Figure 1.18

- (b)].

Pour illustrer ce phénomène, nous allons considérer plus particulièrement un centre

NV couplé à un spin nucléaire de 13C appartenant à la famille I dont le couplage hy-
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perfin en champ nul est Aeh
C = 1.13 MHz [Figure 1.17]. La Figure 1.18 - (c) montre des

spectres de résonance magnétique enregistrés avec ce système de spins pour différentes

amplitudes du champ magnétique statique Bz. En régime de faible champ magnétique,

correspondant au cas traité dans la section précédente, seulement deux transitions de

spin électronique sont observées. Lorsque le champ magnétique augmente, l’influence

de la composante anisotrope de l’interaction hyperfine Aani grandit et les états |ψ3Í et

|ψ4Í deviennnent des superpositions des états | ≠ 1e, øÍ et | ≠ 1e, ¿Í. Deux raies supplé-

mentaires apparaissent alors dans les spectres ODMR du centre NV, correspondantes

aux transitions |ψ1Í æ |ψ4Í et |ψ2Í æ |ψ3Í. Ces deux transitions sont appellées par la

suite transitions interdites ce qui permet de les différencier des transitions |ψ2Í æ |ψ4Í
et |ψ1Í æ |ψ3Í qui sont appellées transitions autorisées en référence au cas de la section

précédente.

L’amplitude relative des transitions interdites et autorisées est donnée par le recou-

vrement des états de spin nucléaire [39]

R =
|È≠| øÍ|2
|È+| øÍ|2 =

|È+| ¿Í|2
|È≠| øÍ|2 = tan2

A

θ

2

B

(1.29)

Les transitions de spin électronique sont d’amplitudes identiques lorsque les états

de spin nucléaire dans ms = ≠1 correspondent à une superposition maximale des états

| øÍ et | ¿Í, i.e. pour γnBz = Azz.

Structure de niveaux du système de spins à l’anti-croisement de niveaux de

spin nucléaire

Pour compléter la diagonalisation du Hamiltonien du système de spin donné par

l’équation (1.11), nous considérons maintenant la projection ms = +1 (| + 1eÍ) de spin
électronique. Les états propres du système de spins s’écrivent

|ψ5Í = | + 1e, +ÕÍ = | + 1eÍ ¢
C

cos

A

θÕ

2

B

| ¿Í + sin

A

θÕ

2

B

eiφ| øÍ
D

(1.30)

|ψ6Í = | + 1e, ≠ÕÍ = | + 1eÍ ¢
C

≠ sin

A

θÕ

2

B

e≠iφ| ¿Í + cos

A

θÕ

2

B

| øÍ
D

, (1.31)

avec

tan θÕ =
Aani

Azz + γnBz

. (1.32)

Nous choisissons Bz tel que γnBz ¥ Azz. Ainsi, |Azz + γnBz| ∫ Aani et donc θÕ ¥ 0.

Les états propres deviennent

|ψ5Í = | + 1e, ¿Í (1.33)

|ψ6Í = | + 1e, øÍ . (1.34)

Il n’y a donc aucun mélange d’états de spin nucléaire dans ms = +1 [Figure 1.19 -
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(a)]. Les énergies propres correspondantes sont

ν5 = D + γeBz ≠ 1

2
(Azz + γnBz) (1.35)

ν6 = D + γeBz +
1

2
(Azz + γnBz) . (1.36)

L’axe de quantification du spin nucléaire est donc le même pour les projections

ms = 0 et ms = +1 de spin électronique. Ainsi, seulement deux transitions de spin

électronique conservant la projection de spin nucléaire peuvent être observées dans les

spectres de résonance magnétique [Figure 1.19 - (b)].
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Figure 1.19 – (a) Schéma de niveaux du spin électronique d’un centre NV couplé par in-
teraction hyperfine au spin nucléaire d’un noyau de 13C. Les états propres du spin nucléaire
sont représentés pour les projections de spin électronique suivant l’axe du centre NV ms = 0
(|0eÍ), ms = ≠1 (| ≠ 1eÍ) et ms = +1 (| + 1eÍ). Le système couplé de spins est amené proche
de l’anti-croisement de niveaux de spin nucléaire en appliquant un champ magnétique Bz

tel que γnBz ¥ Azz (en supposant Azz Ø 0). Les flèches indiquent les transitions de spin
électronique possibles. (b) Spectres de résonance magnétique pour un système de spins de
la famille I enregistrés à Bz = 850 G. Le mélange d’états de spin nucléaire apparâıt dans la
branche basse du spectre comme Azz Ø 0 [39].
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La Figure 1.19 - (a) présente un diagramme complet des états quantiques du sys-

tème de spins proche de l’anti-croisement de niveaux de spin nucléaire, γnB ¥ Azz.

Les différentes transitions de spin électronique sont numérotées de 1 à 6. Le système

de spins présente une structure de niveaux très particulière modelée par l’interaction

hyperfine. Les transitions 1 à 4 forment ainsi un double système en L qui sera à la

base des techniques de polarisation et de manipulation cohérente par CPT du spin

nucléaire développées dans les chapitres suivants. Les transitions 5 et 6, insensibles à

l’interaction hyperfine anisotrope, nous permettront de mesurer optiquement l’état de

spin nucléaire suivant l’axe du centre NV.

Cette structure de niveaux dans le domaine des micro-ondes est très similaire à ce

qui est connu pour les atomes dans le domaine optique [9]. Cette similitude va nous

permettre d’adapter les expériences développées dans le cadre de la physique atomique

à notre système de spins.

Conclusion

Au cours de ce chapitre, nous avons pu voir que le centre NV constitue un système

prometteur pour la détection des spins nucléaires dans le diamant. Isolé à l’échelle indi-

viduelle [18], le spin électronique du centre NV peut être initialisé par pompage optique,

manipulé de manière cohérente avec des champs micro-ondes [26] et lu au travers du

niveau de signal de photoluminescence émis par le défaut. Ces propriétés font du spin

électronique du centre NV un système maniable qui permet de réaliser l’interface vers

la détection [39, 40] et la manipulation de spins nucléaires dans le diamant [45, 96, 36].

L’interaction hyperfine du centre NV aux spins nucléaires de 13C présente la particula-

rité d’être anisotrope dû à l’interaction dipolaire magnétique. Combinée à l’effet d’un

champ magnétique statique, l’anisotropie de l’interaction hyperfine permet de réaliser

une ingénierie des états quantiques de ce système de spins [39]. Par la suite, nous allons

tirer profit de la structure de niveaux particulière de ce système pour mettre en place

une méthode de polarisation de l’état de spin nucléaire [cf. Chapitre 2] ainsi que pour

revisiter les méthodes de CPT bien connu en physique atomique avec un spin nucléaire

unique dans le diamant [cf. Chapitre 3].
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CHAPITRE2
Polarisation de spins nucléaires de

13
C dans le diamant
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Introduction

Nous avons vu au chapitre précédent que les spins nucléaires de 13C dans le dia-

mant pouvaient être détectés au travers de leur interaction avec le spin électronique

associé à un centre NV. Les spins nucléaires de 13C sont des candidats sérieux pour la

réalisation de mémoires quantiques à l’état solide [36, 113, 37]. En effet, étant très bien

découplés de l’environnement, ils présentent des temps de cohérence pouvant atteindre

plusieurs secondes à température ambiante [96]. Cependant, avant toute utilisation, le

spin nucléaire doit pouvoir être initialisé dans un état quantique bien déterminé [1, 9].

A l’équilibre thermodynamique, le spin nucléaire est thermalisé avec la matrice de dia-

mant à température ambiante. La distribution de Boltzman conduit alors à un état

thermique entièrement dépolarisé. Pour initialiser l’état de spin nucléaire, il est donc

indispensable de mettre en place des techniques de polarisation efficaces [114, 40, 39].

Pour cela, il est possible de mettre à profit l’interaction hyperfine avec le spin élec-

tronique du centre NV, qui peut être utilisée non seulement pour lire mais aussi pour

manipuler de manière cohérente l’état du spin nucléaire.

Dans ce chapitre, nous allons détailler différentes méthodes permettant la pola-

risation des spins nucléaires de 13C dans le diamant. Dans un premier temps, nous

présenterons les techniques existantes de polarisation. Nous détaillerons ainsi la polari-

sation de spin nucléaire au croisement de niveaux de spin électronique dans l’état excité
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[111, 40, 39]. Cette méthode vise à transférer la polarisation optique du spin électro-

nique au spin nucléaire. Nous décrirons ensuite une méthode de polarisation basée sur

la mesure projective de l’état de spin nucléaire qui permet de réaliser une préparation

conditionnelle de son état quantique [115, 96, 39]. Dans un second temps, nous allons

présenter une nouvelle méthode de polarisation de spin nucléaire basée sur l’échange

des états quantiques du centre NV et du spin nucléaire [36, 116]. Pour cela, nous al-

lons mettre à profit la composante anisotrope de l’interaction hyperfine pour manipuler

l’état quantique de spin nucléaire. Cette technique est complémentaire des deux précé-

dentes et en les combinant, il est possible de polariser n’importe quel spin nucléaire de
13C dans le diamant dont l’amplitude du couplage excède le taux de décohérence du

centre NV.

2.1 Etat de l’art des techniques de polarisation de

spins nucléaires de 13
C dans le diamant
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Figure 2.1 – Distribution des écarts hyperfins liés au couplage avec des spins nucléaires de
13C. Les familles de couplage repérées en vert (triangles) correspondent aux spins nucléaires
dont l’état peut être polarisé par pompage optique au croisement de niveaux dans l’état excité
[39, 111, 40]. Les famille O et W repérées en rouge (carré), représentent les spins nucléaires
de 13C dont l’état peut être initialisé par mesure projective [114, 96, 115]. Ces données sont
extraites de l’article de Dréau et al. [39]

Depuis la détection à l’échelle individuelle de spin nucléaire, différentes techniques

de polarisation ont été développées. Nous allons passer en revue dans cette partie deux

grandes méthodes de polarisation. Tout d’abord, nous détaillerons une méthode de po-

larisation qui met à profit un croisement de niveaux de spin électronique dans l’état
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excité du centre NV. Cette méthode utilise l’interaction hyperfine pour transférer la

polarisation optique du spin électronique au spin nucléaire. Nous verrons que cette

technique est efficace principalement pour les familles de 13C présentant un fort cou-

plage hyperfin [en vert sur la Figure 2.1]. Ensuite, nous présenterons une méthode

permettant de réaliser une mesure projective de l’état de spin nucléaire, ce qui permet

de faire une préparation conditionnelle de son état quantique. Cette technique n’est

cependant utilisable que dans le cas d’un faible couplage hyperfin correspondant aux

familles O et W [en rouge sur la Figure 2.1]. Nous verrons que l’efficacité de chacune

de ces deux techniques est limitée par les retournements de spin nucléaire induits par

la composante anisotrope de l’interaction hyperfine.

2.1.1 Pompage optique au croisement de niveaux dans l’état

excité

La dynamique des populations du centre NV sous illumination optique conduit à

une polarisation efficace du spin électronique dans l’état |0eÍ. Les spins nucléaires quant
à eux sont insensibles à l’effet du laser et restent dans un état thermique complètement

dépolarisé. Il est possible cependant de tirer profit de l’interaction hyperfine entre le

spin électronique et les spins nucléaires voisins pour transférer la polarisation de spin

électronique aux spins nucléaires.

Hamiltonien du système de spins

Nous allons considérer dans cette partie le spin électronique dans l’état excité du

centre NV. Comme nous l’avons décrit dans le chapitre 1 [cf. §1.1.1], l’état excité du

centre NV présente une structure de spin similaire à celle de l’état fondamental [69,

55, 56]. Elle résulte du moyennage de l’interaction spin-orbite à température ambiante,

par un processus de type Jahn-Teller dynamique lié au couplage avec les phonons de la

matrice de diamant [73]. En présence d’un champ magnétique statique Bz suivant l’axe

du défaut, noté z, le Hamiltonien du spin électronique dans l’état excité du centre NV

s’écrit

Ĥex
e = Dex

1

Ŝex
z

22
+ γeBzŜex

z , (2.1)

où Ŝ
ex

= (Ŝex
x , Ŝex

y , Ŝex
z )† est l’opérateur de spin électronique adimensionné dans

l’état excité, Dex = 1.43 GHz [69] la levée de dégénérescence en champ nul dans l’état

excité et γe = 2.8 MHz.G≠1 le rapport gyromagnétique électronique. L’évolution des

énergies propres du spin électronique provoquée par l’effet Zeeman est représentée en

Figure 2.2. Les niveaux |0ex
e Í et |≠1ex

e Í de spin électronique se croisent lorsque le champ

magnétique appliqué suivant l’axe du défaut atteint Bz = Dex/γe = 510 G. Nous allons

voir que ce croisement de niveaux de spin électronique modifie l’interaction hyperfine

aux spins nucléaires de 13C environnants.

Considérons maintenant le spin électronique associé à un centre NV dans l’état

excité en interaction hyperfine avec le spin nucléaire d’un noyau de 13C voisin (IC =

1/2). Le Hamiltonien d’interaction de ce système de spins s’écrit

45



Bz [G]

Fréquence

0 510 1025

D

Dex

|0e〉

|− 1e〉

|+ 1e〉

Etat 

fondamental

Etat 

excité

|− 1exe 〉

|0exe 〉

|+ 1exe 〉

ESLAC

GSLAC

Figure 2.2 – Evolution des fréquences propres du spin électronique dans l’état fondamental
et excité en fonction du champ magnétique appliqué Bz. Le diagramme fait apparâıtre des
croisements de niveaux de spin électronique. Le croisement de niveaux dans l’état excité
(ESLAC) entre les états |0ex

e Í et | ≠ 1ex
e Í intervient pour Bz = 510 G alors que le croisement

de niveaux dans l’état fondamental (GSLAC) entre |0eÍ et |≠1eÍ apparâıt pour Bz = 1025 G.

Ĥex = Ĥex
e + γnBz Îz + Ŝ

ex · Aex · Î , (2.2)

avec Î = (Îx, Îy, Îz)† l’opérateur adimensionné de spin nucléaire, γn = 1.07 kHz.G≠1

le rapport gyromagnétique nucléaire de 13C et Aex le tenseur d’interaction hyperfine

dans l’état excité.

Par souci de simplification, nous allons dans un premier temps négliger le caractère

anisotrope de l’interaction hyperfine Aex
ani = 0. Le tenseur d’interaction hyperfine s’écrit

alors

Aex =

Q

c

c

a

Aex
xx 0 0

0 Aex
yy 0

0 0 Aex
zz

R

d

d

b

. (2.3)

Considérons le sous-espace de spin électronique {|0ex
e Í, | ≠ 1ex

e Í}. Proche du croise-

ment de niveaux de spin électronique, l’approximation séculaire utilisée dans le chapitre

précédent [cf. §1.2.2] ne peut plus être appliquée. L’écart en énergie entre les niveaux

de spin électronique devient de l’ordre de grandeur de l’interaction hyperfine avec le

spin nucléaire du noyau de 13C. Il est alors possible que des retournements de spin

électronique soient induits par échange d’énergie résonant avec le spin nucléaire. Le

Hamiltonien du système de spins prend la forme

Ĥ = Ĥex
e + γnBz Îz + Aex

zzŜex
z Îz +

Aex
‹

2

1

Ŝex
+ Î≠ + Ŝex

≠ Î+

2

, (2.4)

où Aex
‹ = (Aex

xx +Aex
yy)/2 et Ŝex

± = Ŝex
x ± iŜex

y . Un nouveau terme apparâıt alors dans
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le Hamiltonien qui est proportionnel aux opérateurs Ŝex
+ Î≠ et Ŝex

≠ Î+ et d’amplitude Aex
‹ .

Ce terme traduit l’échange résonant d’énergie entre les spins électronique et nucléaire

par un processus de flip-flop. Au croisement de niveaux, cette interaction couple les

états |0ex
e , ¿Í et | ≠ 1ex

e , øÍ, ce qui modifie la dynamique des populations du système de

spins sous illumination optique et, comme nous allons le voir, conduit à la polarisation

du spin nucléaire de 13C.

Processus de polarisation

|0e, ↑〉

|0exe , ↑〉

|0e, ↓〉

|0exe , ↓〉

|− 1exe , ↓〉

|− 1exe , ↑〉

|0e, ↑〉

|0exe , ↑〉

|0e, ↓〉

|0exe , ↓〉

|− 1exe , ↓〉

|− 1exe , ↑〉

Aex
⊥

Γ

ESLAC(a) (b)

Bz = 510 GBz ! 510 G

Figure 2.3 – Schéma de principe du processus de polarisation d’un spin nucléaire de 13C au
croisement de niveaux de spin électronique dans l’état excité. (a) Schéma de niveaux du spin
électronique couplé à un spin nucléaire de 13C en faible champ magnétique (γnBz π Dex). Les
transitions optiques conservent l’état de spin nucléaire, aucune polarisation du spin nucléaire
n’est alors possible. (b) Schéma de niveaux du spin électronique couplé à un spin nucléaire de
13C au croisement de niveaux dans l’état excité (ESLAC). Le couplage hyperfin transverse
est résonant, ce qui permet de transférer les populations de l’état |0ex

e , ¿Í vers l’état | ≠ 1ex
e , øÍ

et ainsi de polariser le spin nucléaire.

L’évolution des populations du système de spins sous illumination optique est re-

présentée en Figure 2.3. Pour un faible champ magnétique, le spin électronique est loin

du croisement de niveaux dans l’état excité et le terme de flip-flop n’est pas résonant.

Dans ce cas, les transitions optiques conservent la projection de spin nucléaire. Aucune

polarisation n’est donc observée, le spin nucléaire reste dans son état thermique initial

[Figure 2.3 - (a)]. Par contre, lorsque le champ magnétique porte le spin électronique

proche du croisement de niveaux dans l’état excité, les états |0ex
e , ¿Í et | ≠ 1ex

e , øÍ ont

la même énergie et le terme de flip-flop devient résonant. Il s’ensuit un transfert de

populations efficace de l’état |0ex
e , ¿Í vers | ≠ 1ex

e , øÍ, lequel est repompé optiquement

via l’état métastable dans l’état |0e, øÍ. Ainsi, au bout de quelques cycles optiques, le

spin nucléaire est alors polarisé par pompage optique dans l’état | øÍ [Figure 2.3 - (b)].

Ce phénomène se manifeste sur les spectres ODMR où les deux raies, correspon-

dantes aux projections du spin nucléaire suivant l’axe du centre NV, deviennent d’am-

plitudes inégales au croisement de niveaux [Figure 2.4 - (a)]. Le ratio des amplitudes
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Figure 2.4 – (a) Spectres de résonance magnétique d’un centre NV couplé à un 13C apparte-
nant à la famille A. Le spin nucléaire de 13C se polarise lorsque le spin électronique approche
du ESLAC pour Bz = 510 G. Une seule chute de photoluminescence est alors observable sur
les spectres ODMR correspondante à un état polarisé de 13C suivant l’axe du centre NV. Ces
données sont extraites de l’article de Smeltzer et al. [19]. (b) Efficacité de polarisation du
spin nucléaire de 13C au croisement de niveaux dans l’état excité pour les différentes familles
de couplage. Une polarisation positive (resp. négative) indique un couplage longitudinal Azz

positif (resp. négatif). Cet histogramme est extrait de l’article de Dréau et al. [39].

de ces raies définit l’efficacité de polarisation de cette technique. La première observa-

tion expérimentale de la polarisation de spins nucléaires au croisement de niveaux a

été réalisée en 2009 [111] pour un spin nucléaire de 15N intrinsèque au défaut. Cette

technique a ensuite été adaptée aux spins nucléaires de 13C [19].

L’efficacité de cette méthode de polarisation a été mesurée par Dréau et al. [39]

pour les différentes familles de couplage de 13C [Figure 2.4 - (b)]. Il apparâıt alors que

ce processus de polarisation est efficace pour les spins nucléaires de 13C les plus proches

du centre NV et qui présentent un fort couplage hyperfin. Ceci peut être expliqué par

la compétition de deux processus de retournement de spin nucléaire dûs à l’interaction

hyperfine.

• Premièrement, la polarisation est d’autant plus efficace que la probabilité de flip-

flop de spins durant un cycle optique est importante. Si on note τex ¥ 10 ns [74]

le temps de vie moyen de l’état excité du centre NV, un transfert de population

de spins maximal sera obtenu pour Aex
‹ ≥ 1/τex. Dans ce cas, seules quelques

cycles optiques sont nécessaires à la polarisation du spin nucléaire. Lorsque le

couplage transverse diminue, Aex
‹ π 1/τex, l’état de spin nucléaire reste quasi-

ment inchangé durant un cycle optique et l’efficacité du processus de polarisation

diminue aussi.

• Deuxièmement, nous avons négligé jusqu’à maintenant le caractère anisotrope

de l’interaction hyperfine. Cependant, ce terme devient prédominant pour les

familles de faibles couplages hyperfins [39, 112]. Il introduit dans le Hamiltonien

un terme de retournement de spin nucléaire qui s’écrit

Ĥex
ani =

Aex
ani

2
Ŝex

z

1

e≠iφÎ+ + eiφÎ≠

2

. (2.5)

Ce terme couple les états | ≠ 1ex
e , øÍ et | ≠ 1ex

e , ¿Í ce qui a pour effet de dépolariser

le spin nucléaire en repompant les populations dans l’état |0e, ¿Í. Il entre ainsi di-
rectement en compétition avec le terme de flip-flop responsable de la polarisation

de spin nucléaire.
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Finalement, cette méthode de polarisation est efficace pour les spins nucléaires dont

l’interaction hyperfine est à caractère isotrope, Aex
‹ ∫ Aex

ani, proche de l’interaction de

contact de Fermi et présentant un fort couplage hyperfin ce qui permet d’assurer un

transfert de population efficace dans l’état excité, Aex
‹ ≥ 1/τex. L’interaction de Fermi

isotrope étant prédominante dans l’interaction hyperfine avec les premiers voisins du

centre NV, le processus de polarisation est donc d’autant plus efficace que les spins

nucléaires sont proches du défaut et présentent un fort couplage hyperfin, comme ob-

servé expérimentalement par Dréau et al. [39]. Le caractère anisotrope de l’interaction

hyperfine est donc une limitation intrinsèque de cette méthode de polarisation.

2.1.2 Mesure projective d’un spin nucléaire unique

Au cours du chapitre précédent, nous avons montré que le spin électronique associé

à un centre NV constitue un détecteur pour les spins nucléaires environnants. Nous

allons voir que cette propriété peut être mise à profit pour mesurer en temps réel l’état

du spin nucléaire [115, 96, 114] et ainsi conduire à la polarisation du spin nucléaire de
13C par post-sélection.

Principe de la mesure projective

| ↑〉 | ↓〉

| ↓〉

| ↑〉

}

}

|0e〉

|− 1e〉

Impulsion
sélective

Laser

1µs

MW

300 ns

Tπ

|ψn〉 |ψe〉 Etat de PL
| ↑〉 |0e〉 ”brillant”
| ↓〉 |− 1e〉 ”sombre”

(a) (b)

(c)

Ahf
C

π

Figure 2.5 – Schéma de niveaux du spin électronique associé à un centre NV en interaction
hyperfine avec le spin nucléaire d’un noyau de 13C. Le spin électronique est restreint au sous-
espace {|0eÍ, | ≠ 1eÍ}. (b) Séquence d’impulsions utilisée pour réaliser la mesure projective de
l’état de spin nucléaire. La durée de l’impulsion micro-onde (MW), Tπ, est choisie pour être
sélective sur la transition de spin électronique correspondante à l’état de spin nucléaire | øÍ.
(c) Table de vérité de la séquence présentée en (b).

Considérons un système de spins composé du spin électronique associé à un centre

NV en interaction hyperfine avec le spin nucléaire d’un noyau de 13C. Le spin élec-

tronique constitue un système pouvant être aisément mesuré au travers du signal de

photoluminescence émis par le défaut. Il est possible de tirer profit de cette propriété

pour mesurer l’état de spin nucléaire.

49



Le schéma de niveaux du système de spins est représenté en Figure 2.5 - (a). L’exci-

tation micro-onde sélective de la transition de spin électronique correspondant à l’état

| ¿Í de spin nucléaire permet de réaliser une préparation conditionnelle de l’état de spin

électronique |ψeÍ dépendant de l’état de spin nucléaire initial |ψnÍ 1. En effet, considé-

rons le spin électronique initialement polarisé dans |0eÍ, si le spin nucléaire se trouve

dans l’état | ¿Í, le champ micro-onde est résonant avec la transition de spin ce qui

transfère la population de spin électronique dans l’état |≠1eÍ. Le défaut se trouve alors
dans l’état ”sombre” et émet un faible niveau de photoluminescence. Au contraire, si le

spin nucléaire est initialement dans l’état | øÍ, le champ micro-onde n’est pas résonant

avec la transition du système de spins et le spin électronique reste dans l’état ”brillant”

|0eÍ qui émet un fort niveau de photoluminescence [Figure 2.5 - (c)]. Par cette méthode,

une simple lecture du signal de photoluminescence permet de mesurer l’état de spin

nucléaire suivant l’axe du centre NV.

Cette technique est implémentée par la séquence d’impulsions présentée en Figure

2.5 - (b). Une impulsion micro-onde π de durée Tπ est utilisée pour réaliser une excita-

tion sélective du spin électronique sur l’état de spin nucléaire | ¿Í. Cette impulsion est

suivie d’une impulsion laser de durée 300 ns permettant de mesurer l’état final de spin

électronique et de le repolariser par pompage optique dans l’état |0eÍ.
En pratique, cette séquence est répétée un grand nombre de fois pour moyenner le

signal de photoluminescence et ainsi pouvoir distinguer les deux projections de spin

électronique. En effet, pour un centre NV émettant 180 kcoups.s≠1, seulement 0.05

photons sont effectivement détectés lors d’une impulsion laser de durée 300 ns. Pour

obtenir un bon rapport signal à bruit, la séquence doit donc être répétée plusieurs

milliers de fois. A chaque mesure, l’état du spin nucléaire de 13C est projeté suivant

l’axe du centre NV, dans un des états | øÍ ou | ¿Í.

Sauts quantiques d’un spin nucléaire de 13C

La première réalisation de la mesure projective de spin nucléaire dans le diamant

a été réalisée par Neuman et al. [115] avec le spin nucléaire d’un noyau de 14N. Cette

méthode a ensuite été appliquée au spin nucléaire de 13C, tout d’abord avec un spin

nucléaire faiblement couplé dans un échantillon enrichi en 12C par Maurer et al. [96],

puis dans un échantillon à abondance naturelle en 13C par Dréau et al. [114]. Dans la

suite, nous allons décrire l’expérience réalisée dans le groupe par A. Dréau durant sa

thèse. Le spin nucléaire considéré dans cette étude présente un écart hyperfin Ahf
C =

220 kHz. La durée de l’impulsion micro-onde est alors fixée à Tπ = 4 µs permettant de

réaliser l’excitation sélective d’une des transitions hyperfines.

Une évolution typique du signal de photoluminescence émis par le centre NV durant

la répétition de la séquence d’impulsions est présentée par la Figure 2.6 - (a). Cette trace

est enregistrée en présence d’un champ magnétique Bz ¥ 1610 G appliqué suivant l’axe

du centre NV. Chaque point indique le nombre de photons accumulés durant un temps

d’acquisition de 120 ms. Il apparâıt des sauts quantiques de l’état de spin nucléaire

durant la mesure, ce qui est caractéristique d’une mesure projective correspondant à

1. Cette opération correspond à l’implémentation d’une porte C-Not dans les termes de l’informa-
tion quantique.
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une mesure forte de l’état de spin nucléaire [117]. L’observation du centre NV dans un

état brillant indique que le spin nucléaire est dans l’état | øÍ, au contraire, lorsque le

centre NV est dans un état sombre, le spin nucléaire se trouve dans l’état | ¿Í.
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Figure 2.6 – (a) Evolution temporelle du signal de photoluminescence résultant de la sé-
quence décrite par la Figure 2.5 - (b). Chaque point correspond au nombre de photons détectés
dans une fenêtre d’acquisition de durée 120 ms. Cette courbe a été enregistrée pour un centre
NV présentant une interaction hyperfine d’amplitude Ahf

C = 220 kHz en présence d’un champ
magnétique Bz ¥ 1610 G. (b) Distribution de probabilité du nombre de photons mesurés du-
rant le temps d’intégration de 120 ms en fonction de l’état de spin nucléaire Sø(¿). Ces figures
sont extraites de l’article de Dreau et al. [114].

Cette mesure peut être utilisée pour réaliser une lecture de l’état instantané du spin

nucléaire et aussi pour polariser son état quantique. La Figure 2.6 - (b) présente les

distributions de probabilité du nombre de photons détectés en fonction de l’état de spin

nucléaire. Cet histogramme montre deux distributions distinctes, chacunes correspon-

dantes à une projection du spin nucléaire suivant l’axe du centre NV. La polarisation

dans l’état | øÍ (resp. | ¿Í) de spin nucléaire est atteinte lorsque le nombre de photons

émis par le centre NV est supérieur (inférieur) à un seuil Ni,ø (resp. Ni,¿) [Figure 2.6

- (b)]. Cette méthode assure que l’état de spin nucléaire est préparé dans l’état voulu

par mesure projective. L’efficacité de cette méthode de polarisation est définie par la

position des seuils d’initialisation Ni,ø(¿). En choisissant les seuils de manière à ne sélec-

tionner que les événements rares des queues de distribution de probabilité, la fréquence

d’initialisation diminue car moins d’événements dépassant le seuil sont effectivement

détectés mais la fidélité de l’état de spin nucléaire ainsi créé augmente car la discrimi-

nation entre les états | øÍ et | ¿Í de spin nucléaire s’améliore. Dreau et al. [114] ont

ainsi démontré une fidélité d’initialisation par cette méthode qui dépasse 99 %.
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Effet de la mesure sur la dynamique de spin nucléaire

Pour des seuils d’initialisation donnés, l’efficacité de polarisation est limitée par les

retournements de spin nucléaire s’effectuant pendant la durée d’acquisition nécessaire

à la mesure projective, ici de 120 ms. Les basculements de spin nucléaire sont une

conséquence de la répétition de la séquence de mesure. Au travers de l’interaction

hyperfine, le spin électronique est la cause de retournements aléatoires de spin nucléaire.

Ce phénomène peut être vu comme une rétro-action quantique de la mesure projective

sur l’état de spin nucléaire [118].
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Figure 2.7 – (a) Schéma illustrant l’effet de l’interaction hyperfine sur la dynamique du spin
nucléaire de 13C dans l’état |≠1eÍ de spin électronique. Le terme longitudinal de l’interaction
introduit une levée de dégénérescence des états de spin nucléaire à hauteur de Azz ≠γnBz alors
que le terme anisotrope Aani conduit à des retournements de spin nucléaire. (b) Evolution
du temps de relaxation de spin nucléaire T1,nuc avec l’amplitude du champ magnétique Bz.
Cette courbe est extraite de l’article de Dréau et al. [114].

Le Hamiltonien du système de spins dans l’approximation séculaire est donné par

l’équation (1.11) du chapitre 1 [cf. §1.2.2], il s’écrit

Ĥ = Ĥe + γnBz Îz + AzzŜz Îz +
Aani

2
Ŝz

1

e≠iφÎ+ + eiφÎ≠

2

. (2.6)

Cette expression du Hamiltonien n’est valable que loin des croisements de niveaux

de spin électronique pour que l’approximation séculaire puisse être appliquée. Le terme

longitudinal de ce Hamiltonien est responsable d’une levée de dégénérescence dans

l’état ms = ≠1 des états de spins nucléaires | øÍ et | ¿Í à hauteur de Azz ≠ γnBz.

Partageant le même axe que le centre NV, le terme longitudinal conserve l’état de spin

nucléaire suivant z, il n’introduit donc aucun retournement de spin nucléaire [Figure

2.7 - (a)]. Par contre, le terme anisotrope est proportionnel aux opérateurs Î+ et Î≠

responsables des retournements de spin nucléaire. En dehors des croisements de niveaux

de spin électronique, la partie anisotrope de l’interaction hyperfine constitue le terme

dominant la relaxation du spin nucléaire [Figure 2.7 - (a)]. Le taux de relaxation de

spin nucléaire γ1,nuc = 1/T1,nuc s’écrit alors

γ1,nuc =
1

T1,nuc

Ã A2
ani

A2
ani + (Azz ≠ γnBz)2

. (2.7)

Pour diminuer le taux de relaxation du spin nucléaire dû à l’interaction hyperfine

et ainsi augmenter l’efficacité de polarisation, deux méthodes sont possibles.
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• Premièrement, il est possible d’augmenter le champ magnétique appliqué suivant

l’axe du centre NV. Ceci a pour effet d’accrôıtre l’écart en énergie entre les états

hyperfins | øÍ et | ¿Í par effet Zeeman et ainsi de diminuer la probabilité de

retournement de spin nucléaire. L’évolution du temps de relaxation est alors qua-

dratique avec le champ magnétique ce qui correspond à la partie de fort champ de

la courbe représentée en Figure 2.7 - (b). Le temps de relaxation peut atteindre

plusieurs secondes pour Bz ≥ 2000 G. Dans ce cas, les sauts quantiques peuvent

aussi être observés au travers de mesures ODMR successives où la raie de réso-

nance magnétique saute entre deux valeurs séparées de l’écart hyperfin associé

au spin nucléaire de 13C [85].

• Deuxièmement, le couplage hyperfin au spin nucléaire doit présenter une faible

composante anisotrope Aani. Ceci peut être réalisé en utilisant des spins nucléaires

faiblement couplés typiquement des familles O et W de couplage [Figure 2.1]. Les

spin nucléaires de 13C situés plus proches du défaut NV peuvent aussi présenter un

faible couplage Aani dû au caracatère isotrope de l’interaction de Fermi dominante

pour les sites cristallographiques premiers voisins du centre NV. Cependant, pour

ces familles de fort couplage hyperfin, la composante transverse de l’interaction

hyperfine A‹ n’est pas négligeable même loin des croisements de niveaux de spin

électronique et devient le processus dominant dans la relaxation de spin nucléaire.

Dans ce cas, les sauts quantiques deviennent tellement rapides qu’ils ne peuvent

alors être observés par cette technique qu’à très fort champ magnétique [115].

Encore une fois, pour cette méthode de polarisation, le couplage anisotrope est

une limitation de l’efficacité de polarisation. Dans la suite, nous allons développer une

méthode de polarisation qui met à profit le couplage hyperfin anisotrope.

2.2 Polarisation de spins nucléaires à fort couplage

anisotrope

Nous venons de décrire au cours la partie précédente deux grandes méthodes de

polarisation. La première, utilise le croisement de niveaux de spin électronique dans

l’état excité [cf. §2.1.1] et s’applique aux spins nucléaires présentant un fort couplage

hyperfin, i.e. aux familles allant de A à H [39] [en vert sur la Figure 2.1]. La seconde,

est basée sur la mesure projective de l’état de spin nucléaire [cf. §2.1.2] et ne peut être

réalisée qu’avec des spins nucléaires faiblement couplés, i.e. appartenant aux familles O

et W [114] [en rouge sur la Figure 2.1]. L’efficacité de ces deux techniques de polarisation

est limitée intrinsèquement par le caractère anisotrope de l’interaction hyperfine. Il reste

cependant que les familles de couplage allant de I à N, ne peuvent être polarisées par

aucune de ces techniques [Figure 2.1].

Nous proposons dans cette partie une nouvelle méthode de polarisation de spin nu-

cléaire qui tire profit du caractère anisotrope de l’interaction hyperfine. Cette technique

est inspirée des expériences de Dutt et al. [36] et de Shim et al. [116] où le spin nu-

cléaire est initialisé par transfert cohérent de l’état polarisé de spin électronique. Nous

allons réaliser un schéma équivalent en utilisant l’interaction hyperfine anisotrope pour
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manipuler de manière cohérente l’état du spin nucléaire. Le transfert de polarisation

est implémenté au travers d’une séquence d’implusions permettant la manipulation sé-

lective des spins électronique et nucléaire. La polarisation du spin nucléaire apparâıt

alors directement dans les spectres ODMR où une des raies hyperfines devient plus

prononcée démontrant ainsi une déviation par rapport à l’état thermique. De plus,

le caractère séquentiel de cette méthode de polarisation nous permettra d’étudier la

construction étape par étape de la polarisation de spin nucléaire. Cette dynamique de

polarisation peut être modélisée par les équations de taux de l’évolution des popula-

tions du système de spins durant la séquence, ce qui permettra de mettre en lumière

les limites de cette méthode de polarisation. Notre technique présente l’avantage de

pouvoir être appliquée aux familles de couplage hyperfin allant de I à N [en bleu sur

la Figure 2.18] précédemment inaccessibles. Elle vient ainsi compléter le paysage des

techniques de polarisation de spins nucléaires 13C dans le diamant.

2.2.1 Manipulation cohérente d’un spin nucléaire de 13C

Notre technique de polarisation est basée sur le transfert cohérent de l’état quan-

tique polarisé du centre NV au spin nucléaire d’un noyau de 13C. Le transfert d’un

état entre deux bits quantiques est une opération logique bien établi dans le domaine

de l’information quantique. Elle nécessite d’être en mesure de manipuler de manière

cohérente chacun des systèmes quantiques [116]. Nous avons montré précedemment que

le spin électronique peut être manipulé par l’action d’un champ micro-onde et initialisé

par pompage optique. La méthode usuelle pour manipuler le spin nucléaire repose sur

l’utilisation d’impulsions radio-fréquences [19]. Cependant, cette technique demande

d’importantes puissances à cause du faible rapport gyromagnétique du noyau. Nous

allons montrer dans cette partie qu’il est possible de manipuler de manière cohérente

l’état quantique du spin nucléaire grâce à l’interaction hyperfine anisotrope avec le spin

électronique associé à un centre NV.

Système de spins

Dans la suite, nous considérons un spin électronique associé à un centre NV en in-

teraction hyperfine avec un spin nucléaire de 13C appartenant à la famille I de couplage,

dont l’écart hyperfin est de Ahf
C = 1.13 MHz. Nous avons déjà étudié l’évolution des

états propres de ce système de spins en fonction du champ magnétique dans le chapitre

1 [cf. §1.2.2]. Rappelons simplement l’expression du Hamiltonien régissant l’évolution

de ces spins en interaction

Ĥ = Ĥe + γnBz Îz + AzzŜz Îz +
Aani

2
Ŝz

1

e≠iφÎ+ + eiφÎ≠

2

, (2.8)

où Ĥe décrit l’évolution du seul spin électronique donné par l’équation (1.2), Azz

et Aani représentent respectivement les composantes longitudinale et anisotrope de

l’interaction hyperfine. Dreau et al. [39] ont réalisé la spectroscopie de cette famille

de couplage, ils ont ainsi pu évaluer les composantes de l’interaction hyperfine Aref
zz =

1.02 MHz et Aref
ani = 0.51 MHz. Nous allons travailler avec ce système de spin proche

de l’anti-croisement de niveaux de spin nucléaire. Pour cela, un champ magnétique
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γnBz ¥ Azz, i.e. Bz ¥ 950 G [39], est appliqué suivant l’axe du centre NV. La structure

en énergie des états propres du Hamiltonien du système de spins est résumé par la

Figure 2.8 - (a). Les états |+Í et |≠Í dans ms = ≠1 résulte de l’habillage des états | øÍ et
| ¿Í par le champ d’interaction hyperfine anisotrope Aani [cf. §1.2.2]. Cette structure de

niveaux en double systèmes en L ne pourra cependant être observée expérimentalement

que si l’impulsion micro-onde π utilisée pour manipuler le spin électronique est d’une

durée, Tπ, longue par rapport au temps caractéristique d’évolution du champ hyperfin

anisotrope, soit Tπ ∫ 1/Aani. Cette condition est nécessaire à l’établissement des états

habillés de spin nucléaire dans ms = ≠1.
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Figure 2.8 – Schéma de niveaux d’un spin électronique de centre NV couplé par interaction
hyperfine au spin nucléaire d’un noyau de 13C. Le système couplé de spins est amené à
l’anti-croisement de niveaux de spin nucléaire en appliquant un champ magnétique Bz tel
que γnBz = Azz (en supposant Azz Ø 0). (a) Schéma de niveaux des états propres du
système de spins. Cette struture d’énergie apparâıt lorsque la durée de l’impulsion micro-
onde π, notée Tπ, utilisée pour retourner le spin électronique de ms = 0 vers ms = ≠1 est
longue par rapport au temps caractéristique d’évolution du champ hyperfin anisotrope dans
ms = ≠1 soit Tπ ∫ 1/Aani.(b) Schéma de niveaux du système de spins représenté dans
la base {| øÍ, | ¿Í} pour le spin nucléaire. Le terme anisotrope de l’interaction hyperfine se
traduit par une précession des états | øÍ et | ¿Í dans ms = ≠1. Cette structure de niveaux
est observable expérimentalement lorsque la durée de l’impulsion micro-onde π utilisée pour
retourner le spin électronique de ms = 0 vers ms = ≠1 est courte par rapport au temps
caractéristique d’évolution du champ hyperfin anisotrope soit Tπ π 1/Aani.

Dans la suite, nous allons tirer profit du terme anisotrope d’interaction hyperfine

dans ms = ≠1 pour manipuler de manière cohérente l’état de spin nucléaire. Ceci est

réalisable en manipulant le spin électronique avec une impulsion micro-onde π dont la

durée Tπ est choisie telle que 1/Aani ∫ Tπ. Dans ce cas, le champ hyperfin anisotrope

n’a pas le temps d’habiller les états | øÍ et | ¿Í dans ms = ≠1. La base {| øÍ, | ¿Í}
constitue alors la base naturelle pour le spin nucléaire dans ms = ≠1 [Figure 2.8 - (b)].

En choisissant de plus Tπ ∫ 1/γnBz, il est possible d’exciter de manière sélective la

transition de spin électronique |0e, ¿Í æ | ≠ 1e, ¿Í et ainsi de préparer le système de

spin dans l’état | ≠ 1e, ¿Í. Une fois dans ms = ≠1, l’état | ¿Í de spin nucléaire n’étant

pas un état propre du Hamiltonien total donné par l’équation (2.8), le spin nucléaire

commence alors à précesser sous l’effet de la composante anisotrope de l’interaction

hyperfine Aani. Le schéma d’énergie du système de spins sous excitation rapide du spin
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électronique est représenté en Figure 2.8 - (b). Nous allons voir que la précession dans

ms = ≠1 peut être utilisée pour réaliser une manipulation cohérente de l’état de spin

nucléaire.

Oscillation de Rabi de spin nucléaire
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Figure 2.9 – (a) Séquence d’impulsions utilisée pour réaliser une oscillation de Rabi de spin
nucléaire. (b) Evolution des populations du système de spins durant la séquence d’impulsions
représentée en (a). Le champ MW2 est résonant avec la transition 2 sur la Figure 2.8.

La séquence utilisée pour réaliser l’oscillation du Rabi de spin nucléaire est repré-

sentée en Figure 2.9 - (a). Tout d’abord, le spin électronique est polarisé dans l’état

ms = 0 par une impulsion laser d’une durée de 2 µs. Ensuite, les populations de l’état

de spin nucléaire | ¿Í sont transférées de ms = 0 vers ms = ≠1 par une impulsion

π micro-onde (MW2) sélective sur l’état de spin nucléaire [Figure 2.9 - (b)]. Le spin

nucléaire précesse alors dans ms = ≠1 durant une durée variable τ sous l’effet de la

composante anisotrope de l’interaction hyperfine Aani. Puis, une nouvelle impulsion π

micro-onde permet de ramener le résidu de population de spin nucléaire | ¿Í dans l’état
de spin électronique ms = 0. L’état final du spin électronique est mesuré en appliquant

une impulsion laser et en intégrant les premières 300 ns du signal de photoluminescence

émis. L’expérience est réalisée en continu pour moyenner le signal de photoluminescence

reçu.

Le signal de photoluminescence en fonction du temps de précession du spin nucléaire

τ est présenté en Figure 2.10. La photoluminescence est une image directe de la popu-

lation de spin nucléaire restante dans | ≠ 1e, ¿Í après la précession. Ainsi, l’oscillation

de Rabi du spin nucléaire dans ms = ≠1 se manifeste par une oscillation du signal de

photoluminescence émis par le centre NV. Le premier minimum de l’oscillation corres-
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Figure 2.10 – Signal de photoluminescence du centre NV en fonction du temps de précession
du spin nucléaire τ résultant de la séquence présentée en Figure 2.9 - (b). L’oscillation de
photoluminescence est l’image de l’oscillation de Rabi du spin nucléaire dans l’état ms = ≠1.
La courbe du bas représente un agrandissement de la première oscillation. Le temps Tπ,nuc

est la durée de précession correspondante à un retournement maximal du spin nucléaire pour
le champ magnétique considéré. Ces données ont été obtenues pour un système de spin de la
famille I en présence d’un champ magnétique Bz = 800 G.

pond à la durée de précession, notée Tπ,nuc, pour laquelle un retournement maximal du

spin nucléaire est obtenu. Ces données ont eté enregistrées avec un système de spins

de la famille I en présence d’un champ magnétique Bz = 800 G. Pour ce système, nous

trouvons Tπ,nuc = 1.8 ± 0.1 µs. Le paragraphe suivant est consacré à l’étude de l’évo-

lution de la durée Tπ,nuc en fonction du champ magnétique proche de l’anti-croisement

de niveaux.

Spectroscopie de l’interaction hyperfine

L’oscillation de Rabi de spin nucléaire dans ms = ≠1 est induite par le terme

d’interaction hyperfine anisotrope Aani. Ce terme de couplage est d’autant plus efficace

que les états | øÍ et | ¿Í dans ms = ≠1 sont résonants, ce qui est atteint lorsque

le système de spins est porté à l’anti-croisement de niveaux de spin nucléaire pour

γnBz = Azz. Lorsque le champ magnétique s’écarte de cette condition, il en résulte

une levée de dégénérescence des états hyperfins | øÍ et | ¿Í à hauteur de Azz ≠ γnBz

[Figure 2.11 - (a)]. L’oscillation de Rabi est alors désaccordée, son amplitude diminue

et sa fréquence augmente. Pour un état de spin nucléaire | ¿Í, la probabilité P|¿Í(τ) de

trouver le spin nucléaire dans l’état | ¿Í après un temps τ de précession dans ms = ≠1

est donné par
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Figure 2.11 – (a) Schéma illustrant l’effet de l’interaction hyperfine sur l’état du spin nu-
cléaire de 13C dans l’état | ≠ 1eÍ de spin électronique. Le terme longitudinal de l’interaction
introduit une levée de dégénérescence des états de spin nucléaire à hauteur de Azz ≠ γnBz

alors que le terme anisotrope Aani conduit à une oscillation de Rabi du spin nucléaire. (b)
Fréquence de l’oscillation de Rabi nucléaire Dν en fonction du champ magnétique Bz. La
ligne solide est un ajustement par l’équation (2.10) décrivant l’anti-croisement de niveaux de
spin nucléaire. L’ajustement conduit à Azz = 1047 ± 6 kHz et Aani = 360 ± 3 kHz.

P|¿Í(τ) =
A2

ani

A2
ani + (Azz ≠ γnB)2

cos2
3

π
Ò

A2
ani + (Azz ≠ γnB)2τ

4

. (2.9)

La fréquence de cette oscillation dépend donc du champ magnétique Bz selon

Dν =
Ò

A2
ani + (Azz ≠ γnBz)2 . (2.10)

La Figure 2.11 présente l’évolution de la fréquence de RabiDν en fonction du champ

magnétique Bz. L’ajustement de cette courbe par l’équation (2.10) permet d’accéder

aux amplitudes des composantes de l’interaction hyperfine Azz = 1047 ± 6 kHz et

Aani = 360 ± 3 kHz. Les valeurs obtenues par cette méthode de spectroscopie de l’in-

teraction hyperfine sont en bon accord avec les mesures de spectroscopie ODMR réalisée

par A. Dréau [39] ainsi qu’avec les calculs ab-initio réalisés par Nizovtsev et al. [112].

En tirant profit de l’interaction hyperfine, nous avons montré qu’il est possible de

manipuler de manière cohérente l’état quantique d’un spin nucléaire unique. Nous allons

maintenant dans la prochaine partie mettre en pratique cette technique pour réaliser

la polarisation du spin nucléaire d’un noyau de 13C.

2.2.2 Polarisation en régime permanent

Notre technique de polarisation de spin nucléaire repose sur l’échange de l’état

quantique polarisé optiquement du spin électronique d’un centre NV avec l’état d’un

spin nucléaire de 13C. La séquence utilisée pour réaliser l’échange des états quantiques

entre le spin électronique et nucléaire est décrite en Figure 2.12 - (a).

Le spin électronique est initialement polarisé dans ms = 0 par pompage optique. Les

populations de spin nucléaire | ¿Í sont ensuite transférées dans ms = ≠1 par l’action
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Figure 2.12 – (a) Séquence d’impulsions utilisée pour la polarisation de spin nucléaire.
La durée laser pour la polarisation de spin électronique est DTp, laser = 1µs. (b) Détail de
l’évolution des populations du système de spins sous l’effet de la séquence de polarisation
décrite en (a). (c) Séquence de détection optique de l’état de spin nucléaire. Le champ MWHF

est balayé sur la transition |0eÍ æ | + 1eÍ. La durée de l’impulsion laser de mesure de l’état
de spin électronique est DTm, laser = 1µs.

d’une impulsion π sur le champ MW2. Une fois dans ms = ≠1, les populations de spin

nucléaire précessent sous l’effet du couplage hyperfin anisotrope durant Tπ,nuc, ce qui

transfère ainsi les populations du système de spins dans l’état |≠1e, øÍ. Le spin nucléaire

est alors polarisé dans l’état | øÍ, nous avons ainsi échangé l’état polarisé optiquement

de spin électronique avec l’état thermique de spin nucléaire. Une nouvelle impulsion

laser de durée notée DTp,laser = 1 µs permet de repolariser le spin électronique du

centre NV dans ms = 0. Ainsi, au travers de cette séquence, le système de spins est

polarisé dans l’état |0e, øÍ. L’évolution des populations durant la séquence est décrite

en Figure 2.12 - (b). La polarisation du système de spins dans l’état |0e, ¿Í est réalisée

en remplaçant le champ MW2 par le champ MW3 [Figure 2.8 - (b)].

L’état final de spin nucléaire est mesuré optiquement grâce à la séquence d’im-

pulsions présentée en Figure 2.12 - (c). Une impulsion π micro-onde appliquée sur la
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Figure 2.13 – Spectres de résonance magnétique de la transition |0eÍ æ | + 1eÍ de spin
électronique en présence d’un champ magnétique Bz = 920 G. La courbe du haut est un
spectre enregistré sans séquence de polarisation. Le spin nucléaire est dans un état thermique.
Les courbes au centre et en bas sont respectivement les spectres de résonance magnétique
correspondants à un spin nucléaire polarisé dans l’état | ¿Í (micro-onde appliquée sur MW3)
et | øÍ (micro-onde appliquée sur MW2).

transition |0eÍ æ | + 1eÍ (notée MW5 ou MW6) permet de transférer sélectivement les

populations de spin nucléaire | øÍ ou | ¿Í dans l’état ms = +1 de spin électronique.

Nous choisissons d’utiliser la transition |0eÍ æ | + 1eÍ de spin électronique pour lire

l’état de spin nucléaire car l’état ms = +1 n’est pas affecté par l’interaction hyperfine

anisotrope, ce qui assure une mesure des populations des états | øÍ et | ¿Í qui n’est pas
biaisée par un mélange d’états de spin nucléaire. L’état final de spin électronique est

lu en intégrant le signal de photoluminescence durant 300 ns au début d’une impulsion

laser de durée DTm,laser = 1 µs. Le niveau de photoluminescence émis par le centre NV

est alors une image directe de la population de l’état | øÍ ou | ¿Í de spin nucléaire. Pour

comparer les populations des deux états de spin nucléaire, la fréquence de l’impulsion

micro-onde est balayée autour de la transition de spin électronique |0eÍ æ | + 1eÍ, ce
qui résulte en un spectre ODMR où l’amplitude des transitions hyperfines est liée aux

populations respectives des états de spin nucléaire [Figure 2.13]. L’ensemble de cette

séquence constituée de l’étape de polarisation et de l’étape de lecture est répété de

manière continue pour moyenner le signal de photoluminescence reçu.
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La Figure 2.13 montre le spectre de résonance de spin électronique correspondant

à la transition |0eÍ æ | + 1eÍ. Le spectre du haut de la figure correspond au cas où la

séquence de polarisation n’est pas appliquée et donc où le spin nucléaire est dans un

état thermique. Deux raies hyperfines de même amplitude sont observées car les états

| øÍ et | ¿Í sont également peuplés. Lorsque la séquence de polarisation est appliquée,

soit avec le champ MW2 (en bas) ou MW3 (au centre), une des raies hyperfines devient

plus prononcée, ce qui est la démonstration de la polarisation du spin nucléaire par la

séquence présentée précédement. En choisissant le champ micro-onde appliqué, MW2

ou MW3, il est possible de polariser le spin nucléaire dans un état déterminé | øÍ ou

| ¿Í.
La polarisation de spin nucléaire reste cependant imparfaite. Pour comprendre et

mettre en lumière les paramètres importants influant sur le processus de polarisation,

nous allons dans la suite étudier de manière quantitative la dynamique de construction

de l’état polarisé de spin nucléaire.

2.2.3 Construction séquentielle de la polarisation

1µs1µs

(b)
initialisation polarisation

 e-spin

π

ms = 0

MW2
Tπ,nuc

Laser

∆Tp,laser

R
é

fé
re

n
c
e

 d
e

 P
L

N

2µs

1µs

(a)

1µs

Ref PL

π
MW5 

Laser ms = 0
Ref PL

ms = +1

2µs2µs

2µs

2µsTπ= D
é

te
c
ti
o

n
 o

p
ti
q

u
e

 
s
p

in
 n

u
c
lé

a
ir
e

(c)

π
MW5 

Laser

2µs

mesure

 e-spin

∆Tm,laser

Figure 2.14 – (a) Séquence de référence permettant de faire la correspondance entre le
signal de photoluminescence et les populations de spin électronique. (b) Séquence d’impulsions
utilisée pour observer le régime transitoire de polarisation. La séquence de polarisation est
appliquée N fois au système de spins et l’état du spin nucléaire est mesuré à chaque séquence
de polarisation grâce à la méthode de mesure optique de spin nucléaire détaillée précédement
[cf. §2.2.2]. (c) Séquence de détection optique de l’état de spin nucléaire. Cette séquence
permet de mesurer la population de l’état | ¿Í de spin nucléaire à chaque répétition de la
séquence de polarisation. Pour mesurer la population de l’état | øÍ, l’impulsion micro-onde
est appliquée sur le champ MW6. La durée de l’impulsion laser de mesure de l’état de spin
électronique est DTm, laser = 1µs. La durée totale d’illumination laser durant la séquence de
polarisation de spin nucléaire est TL = DTp, laser +DTm, laser.

L’étude quantitative de la polarisation de spin nucléaire nécessite une phase préa-
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lable d’étalonnage permettant d’établir la correspondance entre le signal de photolu-

minescence mesuré et les populations de spin électronique. Pour cela, une séquence

de référence est ajoutée au début de la séquence de polarisation [Figure 2.14 - (a)].

Tout d’abord, le spin électronique est initialisé dans ms = 0 par une impulsion laser.

La référence de spin électronique dans ms = 0 est obtenue en intégrant le signal de

photoluminescence durant 300 ns au début d’une seconde impulsion laser. Puis, une

impulsion π sur le champ MW5 transfère la moitié des populations du système de spins

dans l’état | + 1e, ¿Í. L’intégration du signal de photoluminescence durant 300 ns au

début de l’impulsion laser suivante donne une référence pour l’état de spin électronique

ms = +1. En supposant (i) que les niveaux de photoluminescence, depuis les états

ms = +1 et ms = ≠1 sont identiques, et (ii) que la relation entre photoluminescence et

populations de spin électronique est linéaire, cette séquence donne une relation quan-

titative entre les populations de spin électronique et le niveau de photoluminescence.
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Figure 2.15 – Populations de spin nucléaire de l’état | øÍ (P|øÍ) et de l’état | ¿Í (P|¿Í) après N
séquences de polarisation. Résultats obtenus avec la séquence d’impulsions décrite en Figure
2.14. Ces données ont été enregistrées en présence de champ magnétique Bz de 920 G et pour
une durée laser totale dans la séquence TL de 2 µs. La ligne solide correspond à ajustement
des données par l’équation (2.27).

La séquence de polarisation de spin nucléaire détaillée précédement est alors appli-

quée N fois [Figure 2.14 - (b)]. A chaque répétition de la séquence, la population de

spin nucléaire est mesurée en appliquant la séquence de mesure optique de l’état de

spin nucléaire présentée dans le paragraphe 2.2.2. L’impulsion π micro-onde de cette

séquence de mesure est appliquée de manière fixe sur le champ MW5 (resp. MW6)
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pour sonder les populations de l’état | ¿Í (resp. | øÍ) de spin nucléaire. Le niveau de

photoluminescence mesuré est comparé à l’étalonnage réalisé par la séquence de réfé-

rence PL, ce qui nous permet de déterminer la valeur de la population de l’état de spin

nucléaire.

Le résultat de cette mesure est présenté en Figure 2.15. Le spin nucléaire initialement

dans un état thermique (P|øÍ = P|¿Í = 0.5) est polarisé sous l’action de la séquence

dans l’état | øÍ. Ainsi, la population P|øÍ atteint en typiquement 5 séquences un régime

stationnaire de polarisation de spin nucléaire correspondant à une population P|øÍ ¥
0.8.
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Figure 2.16 – Populations de spin nucléaire de l’état | øÍ (P|øÍ) et de l’état | ¿Í (P|¿Í) après N
séquences de polarisation. Ces données ont été enregistrées en présence de champ magnétique
Bz de 920 G et 800 G, et pour deux durées lasers totales dans la séquence TL de 2 µs et 4 µs.
Les lignes solides correspondent aux ajustements par l’équation (2.27).

Cette expérience a également été réalisée en modifiant l’amplitude du champ ma-

gnétique Bz et la durée laser totale dans la séquence TL = DTp, laser +DTm, laser. Nous

observons que l’efficacité de cette technique de polarisation est d’autant meilleure que

le système de spins est proche de l’anti-croisement de niveaux de spin nucléaire, i.e.

que le champ magnétique s’approche de la condition γnBz = Azz [Figure 2.16]. De

plus, l’illumination laser durant la séquence introduit un effet de dépolarisation du

spin nucléaire ce qui limite le taux de polarisation final pouvant être atteint [36]. Pour

quantifier et pour comprendre les paramètres importants dans le processus de pola-

risation de spin nucléaire, nous allons décrire dans la partie suivante l’évolution des

populations du système en terme d’équations de taux.
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2.2.4 Efficacité du processus de polarisation

Modélisation par les équations de taux

| ↑〉 | ↓〉

| ↓〉
| ↑〉

M
W
2

| ↑〉 | ↓〉

| ↓〉
| ↑〉

| ↑〉 | ↓〉

| ↓〉
| ↑〉}

}

|− 1e〉

|0e〉

(a)

polarisation

 e-spin

π

MW2

Tπ,nuc

Laser

(b)

0 Tseq

t

αp

Γdp/2

Γdp/2

ΓΓ

Tlaser

N
1 32

TL

Tπ

Figure 2.17 – (a) Séquence de polarisation de spin nucléaire. La durée de l’impulsion laser
TL = DTp, laser +DTm, laser = Tseq ≠ Tlaser représente la durée totale d’illumination laser dans
la séquence expérimentale [Figure 2.12]. (b) Evolution des populations du système de spins
durant la séquence. L’efficacité de retournement du spin nucléaire par la précession dans
ms = ≠1 est notée αp. Le taux de polarisation optique du spin électronique est notée G et le
taux de dépolarisation de spin nucléaire induite par le laser est notée Gdp.

Considérons le système de spins initialement dans l’état où le spin électronique est

polarisé optiquement dans ms = 0 et le spin nucléaire est dans un état thermique. Sur

ce système est alors appliqué N séquences de polarisation, chacune étant composée de

trois parties distinctes [Figure 2.17].

1. Une impulsion π sur le champ MW2 correspondant à la transition |0e, ¿Í æ
| ≠ 1e, ¿Í réalise un retournement de spin électronique supposé idéal.

2. Un temps d’attente Tπ,nuc permet le retournement du spin nucléaire au travers de

la précession dans ms = ≠1 avec une efficacité αp. Cette efficacité est donnée par

l’amplitude de l’oscillation de Rabi nucléaire dans ms = ≠1, qui est limitée par

le désaccord du champ magnétique par rapport à la condition d’anti-croisement

de niveaux de spin nucléaire γnBz = Azz [cf. §2.2.1].

3. Une impulsion laser initialise le spin électronique dans ms = 0 avec un taux G

et permet ainsi de polariser le système de spins dans l’état |0e, øÍ. L’illumination

laser conduit aussi à la dépolarisation du spin nucléaire avec un taux Gdp. Le

déphasage induit par l’illumination optique résulte de fluctuations aléatoires de

l’interaction hyperfine. En effet, l’interaction hyperfine est différente dans les états

fondamentaux et excités du centre NV, à cause du déplacement de la densité
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électronique du défaut entre ces deux états. Dans l’état fondamental, la densité

électronique est localisée majoritairement sur la lacune alors que dans l’état excité

une partie de la densité électronique se déplace vers l’atome d’azote [58]. Ces

fluctuations de densité électronique engendrent des modifications de l’interaction

hyperfine entre le spin électronique du centre NV et le spin nucléaire de 13C.

Les axes de précession du spin nucléaire dans l’état fondamental, ~ωf , et excité,

~ωe, du centre NV ne sont donc pas colinéaires. Une phase δφ = |~ωe ≠ ~ωf |/G
est ainsi accumulée durant un cycle optique. Le caractère aléatoire du processus

d’absorption-émission des photons conduit à une marche aléatoire de la phase

totale accumulée par le spin nucléaire, ce qui résulte en la destruction de son état

quantique qui relaxe vers un état thermique [119].

Isolons tout d’abord la N ème séquence de polarisation. Les populations de spin nu-

cléaire dans ms = 0 au début de la séquence N sont égales à celles de la fin de la

séquence (N ≠ 1), notées P(N ≠1)
|0e,øÍ pour l’état |0e, øÍ et P(N ≠1)

|0e,¿Í pour l’état |0e, ¿Í. En
supposant l’initialisation du centre NV dans ms = 0 idéale, ces populations vérifient

P(N ≠1)
|0e,øÍ + P(N ≠1)

|0e,¿Í = 1. Après l’impulsion π sur le champ MW2 qui transfère les po-

pulations de |0e, ¿Í vers | ≠ 1e, ¿Í, les populations au temps Tπ du système de spins

s’écrivent

P|0e,¿Í(Tπ) = 0 (2.11)

P|0e,øÍ(Tπ) = P(N ≠1)
|0e,øÍ (2.12)

P|≠1e,¿Í(Tπ) = P(N ≠1)
|0e,¿Í (2.13)

P|≠1e,øÍ(Tπ) = 0 . (2.14)

La précession du spin nucléaire dans ms = ≠1 induit un retournement de spin

nucléaire d’efficacité notée αp. Les populations au temps Tlaser de la séquence sont

P|0e,¿Í(Tlaser) = 0 (2.15)

P|0e,øÍ(Tlaser) = P(N ≠1)
|0e,øÍ (2.16)

P|≠1e,¿Í(Tlaser) = [1 ≠ αp]P(N ≠1)
|0e,¿Í (2.17)

P|≠1e,øÍ(Tlaser) = αpP(N ≠1)
|0e,¿Í . (2.18)

Durant l’illumination laser, la polarisation du système de spins dans l’état |0e, øÍ
par initialisation optique du centre NV dans ms = 0 entre en compétition avec la

dépolarisation de spin nuléaire induite par laser [36]. Comme ces phénomènes sont

simultanés, nous devons résoudre les équations de taux du système durant l’impulsion

laser. Les équations d’évolution des populations s’écrivent
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dP|0e,¿Í

dt
= GP|≠1e,¿Í(t) +

Gdp

2

1

P|0e,øÍ(t) ≠ P|0e,¿Í(t)
2

(2.19)

dP|0e,øÍ

dt
= GP|≠1e,øÍ(t) ≠ Gdp

2

1

P|0e,øÍ(t) ≠ P|0e,¿Í(t)
2

(2.20)

dP|≠1e,¿Í

dt
= ≠GP|≠1e,¿Í(t) (2.21)

dP|≠1e,øÍ

dt
= ≠GP|≠1e,øÍ(t) . (2.22)

La conservation des populations dans le système de spins donne

P|0e,¿Í(t) + P|0e,øÍ(t) + P|≠1e,¿Í(t) + P|≠1e,øÍ(t) = 1 . (2.23)

En intégrant les équations (B.11) et (B.12) pour t œ [Tlaser, Tseq] avec la condi-

tion initiale pour t = Tlaser donnée par les relations (B.7) et (B.8) respectivement, les

populations dans ms = ≠1 s’écrivent

P|≠1e,¿Í(t) = P(N ≠1)
|0e,¿Í [1 ≠ αp]e≠Γ(t≠Tlaser) (2.24)

P|≠1e,øÍ(t) = P(N ≠1)
|0e,¿Í αpe≠Γ(t≠Tlaser) . (2.25)

L’équation d’évolution de la population du niveau de pompage (B.10) devient

dP|0e,øÍ

dt
+ GdpP|0e,øÍ(t) = P(N ≠1)

|0e,¿Í e≠Γ(t≠Tlaser)
5

Gαp ≠ Gdp

2

6

+
Gdp

2
. (2.26)

La résolution de cette équation différentielle est détaillée en annexe B. La population

de l’état de pompage à la fin de la N ème séquence de polarisation P|0e,øÍ(Tseq) = P(N )
|0e,øÍ

s’écrit

P(N )
|0e,øÍ =

αp + αdp(0.5 ≠ αp)

αp + αdp(1 ≠ αp)
≠ 0.5

αp(1 ≠ αdp)

αp + αdp(1 ≠ αp)
exp

3

≠ N
Ns

4

, (2.27)

avec αdp = 1 ≠ e≠ΓdpTL la probabilité de dépolarisation par séquence et Ns =

≠1/ ln(1 ≠ αp ≠ αdp(1 ≠ αp)) le nombre caractéristique de séquences pour atteindre

le régime permanent. En régime stationnaire, la population de l’état polarisé est

P(Œ)
|0e,øÍ =

αp + αdp(0.5 ≠ αp)

αp + αdp(1 ≠ αp)
. (2.28)

Dans ce régime, l’efficacité de la séquence de polarisation de spin nucléaire égale

les pertes de populations dûes à la dépolarisation laser. Lorsque la séquence est très

efficace αp ∫ αdp, P(Œ)
|0e,øÍ = 1 et le spin nucléaire est entièrement polarisé. Dans le cas

contraire, si la dépolarisation laser domine, αdp ∫ αp, P(Œ)
|0e,øÍ = 1/2 et le spin nucléaire

reste dans un état thermique.
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Ajustement de la dynamique de polarisation

La dynamique de polarisation observée expérimentalement [Figure 2.16], peut être

ajustée par l’équation (2.27) obtenue par modélisation de la dynamique des populations

dans le système par les équations de taux. Cet ajustement permet d’extraire les valeurs

des coefficients de polarisation αp et de dépolarisation αdp par séquence en fonction des

paramètres expérimentaux Bz et TL. Ces valeurs sont résumées dans le Tableau 2.1.

TL (µs) Bz (G) αp αdp T laser
1,nuc (µs)

2 800 0.13 ± 0.02 0.17 ± 0.03 11 ± 3
2 920 0.21 ± 0.04 0.14 ± 0.03 13 ± 4
4 800 0.11 ± 0.04 0.21 ± 0.04 17 ± 6
4 920 0.24 ± 0.05 0.22 ± 0.05 16 ± 7

Tableau 2.1 – Résultats des ajustements des courbes expérimentales de la Figure 2.16 par
l’équation (2.27).

Les valeurs du coefficient de polarisation mesurées montrent que αp ne dépend que

du champ magnétique appliqué et pas de la durée laser durant la séquence. Cette

observation est consistante avec le modèle où αp représente l’amplitude de l’oscillation

de Rabi nucléaire et ne dépend que du paramètre de mélange d’états de spin nucléaire

θ, i.e. de Bz. Il caractérise l’efficacité en polarisation de la séquence d’impulsions.

Cependant, la limitation principale du coefficient de polarisation vient de l’impulsion

π sur le champ MW2. En effet, cette impulsion doit être sélective sur un état de spin

nucléaire et donc la durée de l’impulsion doit être telle que Tπ ∫ 1/γnBz ¥ 1 µs. Pour

satisfaire cette condition, une impulsion MW2 de 2 µs est utilisée. Cependant, cette

durée doit aussi être petite devant la durée de précession du spin nucléaire dans ms =

≠1 pour que la technique de polarisation soit efficace. Ceci se traduit par Tπ,nuc ∫ Tπ

avec Tπ,nuc ¥ 1.5 µs. Cette dernière condition n’est pas satisfaite dans notre expérience

et donc les populations commencent à précesser dans ms = ≠1 alors que le transfert de

population venant de ms = 0 n’est pas achevé. Ce point constitue le facteur limitant

principal de l’efficacité de polarisation dans nos expériences.

Le coefficient de dépolarisation n’est quant à lui sensible qu’à la durée laser dans

la séquence. Ceci traduit l’effet dépolarisant de l’illumination optique. Par l’expression

du coefficient αdp = 1 ≠ e≠ΓdpTL donnée par l’équation (2.27), il est possible de déduire

un ordre de grandeur du temps de vie des populations du spin nucléaire sous illumi-

nation optique T laser
1,nuc = 1/Gdp ¥ 15 µs [Tableau 2.1] à saturation. Le temps de vie des

populations du spin nucléaire est fortement réduit par rapport à sa valeur intrinsèque

à cause des fluctuations d’interaction hyperfine lors des transitions optiques du centre

NV [36, 119]. Ainsi, la polarisation du spin nucléaire sera d’autant plus importante que

la durée laser dans la séquence est faible. Cependant, la répétition de la séquence de

polarisation nécessite la repolarisation optique du centre NV et donc l’utilisation d’une

impulsion laser d’une durée de l’ordre de la microseconde à saturation. Ceci limite donc

la polarisation de spin nucléaire pouvant être obtenue par cette méthode.

L’étude du régime transitoire de polarisation de spin nucléaire a permis de mettre

en lumière les facteurs limitants l’efficacité de cette technique de polarisation. Ainsi,
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l’efficacité de polarisation sera d’autant plus importante que la condition sur la durée

de l’impulsion micro-onde Tπ,nuc ∫ Tπ ∫ 1/γnBz pourra être satisfaite. Pour cela, il

faut considérer d’autres familles de couplage présentant un fort couplage longitudinal

Azz, permettant de satisfaire aisément la condition Tπ ∫ 1/γnBz proche de l’anti-

croisement de niveaux de spin nucléaire, et un faible couplage anisotrope Aani [39,

112] de telle sorte que Tπ,nuc ∫ Tπ. La polarisation de spin nucléaire ne serait alors

limitée que par le désaccord à l’anti-croisement de niveaux et par la dépolarisation

induite par l’illumination optique et pourrait être augmentée en diminuant les durées

des impulsions lasers.

Conclusion
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Figure 2.18 – Distribution des écarts hyperfins liés au couplage avec des spins nucléaires de
13C. Les familles de couplage repérées en vert (triangles) correspondent aux spins nucléaires
dont l’état peut être polarisé par pompage optique au croisement de niveaux dans l’état
excité [cf. §2.1.1] [39, 111, 40]. Les familles O et W repérées en rouge (carré), représente
les spins nucléaires de 13C dont l’état peut être initialisé par mesure projective [cf. §2.1.2]
[114, 96, 115]. Les familles entourées en bleu peuvent être polarisées en exploitant le caractère
anisotrope de l’interaction hyperfine pour transférer de manière cohérente l’état polarisé de
spin électronique au spin nucléaire. Ces données sont extraites de l’article de Dréau et al. [39]

Ce chapitre nous a permis de présenter une technique de polarisation basée sur

le transfert de l’état quantique polarisé optiquement du centre NV au spin nucléaire

d’un noyau de 13C voisin. Pour cela, nous avons tiré profit du caractère anisotrope de

l’interaction hyperfine pour manipuler de manière cohérente le spin nucléaire et ainsi

réaliser l’échange des états quantiques des spins. Grâce à cette méthode, nous avons

pu démontrer la polarisation d’un spin nucléaire de 13C appartenant à la famille I
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de couplage. Cette famille de couplage restait jusqu’alors insensible aux techniques de

polarisation existantes dû à la forte composante anisotrope de son interaction hyperfine

avec le centre NV. La technique que nous avons mis en place vient compléter le paysage

des techniques de polarisation des spins nucléaires de 13C dans le diamant [Figure 2.18].

Elle s’applique aux spins nucléaires de 13C des familles de couplage allant de I à N

[cf. Annexe C] qui présentent une forte composante anisotrope d’interaction hyperfine.

Ainsi, chacune des familles de couplage aux spins nucléaires de 13C peuvent maintenant

être initialisées par une des techniques de polarisation présentées au cours de ce chapitre

[Figure 2.18].

L’efficacité de cette technique de polarisation est limitée par notre capacité à ma-

nipuler le spin électronique de manière sélective sur l’état de spin nucléaire et plus

rapidement que la précession de spin nucléaire induite par l’interaction hyperfine. Pour

s’affranchir de cette contrainte, il est possible de tirer profit de la structure particulière

des niveaux d’énergie du système de spins proches du croisement de niveaux de spin

nucléaire. En effet, le diagramme d’énergie présente une structure sous forme de double

système en L et peut donc être utilisé pour réaliser une expérience de piégeage cohé-

rent de populations du spin nucléaire. Dans le prochain chapitre, nous allons détailler

la réalisation expérimentale du piégeage cohérent de population d’un spin nucléaire de
13C.
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CHAPITRE3
Piégeage cohérent de population

d’un spin nucléaire unique
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Introduction

Le piégeage cohérent de population fut découvert en 1976 à Pise dans le groupe

de Adriano Gozzini, alors qu’ils étudiaient les résonances radio-fréquences du sodium.

En observant l’absorption d’un champ laser multimode dans une longue cellule de so-

dium soumise à un gradient de champ magnétique axial, Alzetta et ses collègues [6]

découvrirent la présence de résonances noires sur le trajet du faisceau d’où aucune

fluorescence n’était émise [Figure 3.1]. Il ont mis en évidence que ces résonances noires

apparâıssaient pour des positions dans la cellule où l’écart en fréquence séparant les

deux niveaux Zeeman fondamentaux correspondait à la différence de fréquence entre

deux modes du laser. L’explication de ce phénomène réside dans le piégeage des popu-

lations des atomes dans un état où ils ne peuvent plus absorber de lumière [120, 121].

Cet état, appelé ”́etat noir”, est une superposition linéaire des deux états fondamen-

taux, pour laquelle il y a interférence destructive des amplitudes de probabilité des

transitions vers l’état excité induites par les deux modes du laser.

Pour décrire plus précisement ce phénomène, considérons un système atomique à 3

niveaux dans une configuration dite en L, où deux niveaux fondamentaux, |1Í et |2Í,

71



zBz

Résonance noire

Figure 3.1 – Fluorescence d’une cellule de sodium soumise à un gradient de champ axial Bz

et éclairée par un faisceau laser multimode faisant un angle de 10 degrés avec l’axe du champ
magnétique. La résonance noire observée correspond au piégeage cohérent des atomes dans
un état noir qui n’émet pas de fluorescence. Ces données sont extraites de l’article de Alzetta

et al. [6]

partagent le même état excité |3Í. L’atome est éclairé par deux champs lasers avec

une relation de phase, l’un étant à résonance avec la transition |1Í æ |3Í et l’autre

désaccordé en fréquence de la résonance |2Í æ |3Í d’une valeur δ, appelé désaccord à

2-photons [Figure 3.2 - (a)]. Lorsque la fréquence du deuxième laser est balayée autour

de la fréquence de transition |2Í æ |3Í, l’atome absorbe tout d’abord de plus en plus

la lumière, puis à l’approche de la résonance, i.e. lorsque δ approche la valeur nulle,

l’absorption s’arrète [Figure 3.2 - (c)]. C’est le phénomène de piégeage cohérent de

population (CPT) [122]. Pour comprendre cela, il est commode d’introduire, lorsque

δ = 0, une nouvelle base orthonormée pour les niveaux fondamentaux, {|DÍ, |BÍ}
définie par [123]

|DÍ =
1

Ò

W
2
1 + W2

2

1

W2|1Í ≠ W1e
≠iψ|2Í

2

(3.1)

|BÍ =
1

Ò

W
2
1 + W2

2

1

W1|1Í + W2e
≠iψ|2Í

2

, (3.2)

avec W1 et W2 les pulsations de Rabi des champs lasers associés respectivements aux

transitions |1Í æ |3Í et |2Í æ |3Í, et ψ leur phase relative. Les états |BÍ et |DÍ sont

communément appellés état brillant et noir. L’interaction atome-champs, représentée

par le Hamiltonien en fréquence V̂ , s’écrit à résonance dans l’approximation de l’onde

tournante

V̂ =
W1

4π
|3ÍÈ1| +

W2

4π
eiψ|3ÍÈ2| + c.c . (3.3)

où c.c. représente le complexe conjugué. L’amplitude de probabilité de transition

de l’état noir vers l’état excité est donnée par È3|V̂ |DÍ. L’interférence des amplitudes

de probabilité des transitions |1Í æ |3Í et |2Í æ |3Í conduit à È3|V̂ |DÍ = 0. Ainsi,

la population de l’état noir n’absorbe pas de photons et ne participe pas aux cycles
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δ/Γ
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Γ
ΓΓ

Γ1−2

|3〉(b)

Figure 3.2 – (a) Schéma de principe du piégeage cohérent de population. Un système ato-
mique en L est illuminé par deux champs lasers de pulsations de Rabi W1 et W2. La fréquence
du laser 2 est balayée autour de la transition |2Í æ |3Í. Les taux G et G1≠2 représentent res-
pectivement le taux d’émission spontanée et de décohérence des niveaux fondamentaux. (b)
Lorsque les lasers sont en résonance, les états fondamentaux peuvent s’écrire comme un état
noir |DÍ insensible à l’action des champs lasers et un état brillant |BÍ excité par un champ
effectif de pulsation W = (W2

1 + W2
2)1/2. Après quelques cycles optiques le système est piégé

par pompage optique dans l’état noir. (c) Simulation de la probabilité de trouver le système
dans l’état excité en fonction du désaccord à 2-photons δ normalisé par le taux d’émission
spontanée G. Le CPT est manifeste dans la chute de l’occupation de l’état excité proche du
désaccord à 2-photons nul démontrant le pompage dans un état noir.

d’absorption-émission de l’atome. Au contraire, l’état brillant est couplé à l’état excité

par l’amplitude de transition È3|V̂ |BÍ = W/4π avec W =
Ò

W
2
1 + W2

2 [Figure 3.2 - (b)]. La

population de l’état brillant peut être portée dans l’état excité par les champs lasers où

elle relaxe par émission spontanée vers les états fondamentaux |DÍ et |BÍ avec une égale
probabilité. Ainsi, après quelques cycles d’absorption-émission, le système atomique

est piégé dans l’état noir [123, 124] qui est un état cohérent des états fondamentaux

initiaux, et dont la composition est contrôlée par les amplitudes des pulsations de Rabi

et par la phase entre les champs lasers. L’état noir est insensible à l’interaction avec les

champs lasers lorsque le désaccord à 2-photons δ est nul. De plus, la largeur fréquentielle

sur laquelle peut être observé le CPT, notée Dδ, est donnée par [123]

Dδ =
W

2

(2π)2G
+ G1≠2 , (3.4)

avec G le taux d’émission spontanée et G1≠2 le taux de décohérence de la transition

|1Í æ |2Í. Le premier terme de l’équation (3.4) est lié à l’élargissement inhomogène de

la résonance noire par les puissances lasers alors que le second terme définit la largeur

intrinsèque de la résonance noire donnée par le taux de décohérence de la transition

entre les niveaux fondamentaux |1Í et |2Í. Comme généralement G1≠2 π G, la résonance
noire est beaucoup plus étroite que la résonance naturelle de l’atome [Figure 3.2 - (c)].

Le phénomène de CPT est intensivement utilisé en physique atomique où il a trouvé

de nombreuses applications. Par exemple, il a été appliqué au ralentissement de la

lumière. En effet, la largeur étroite de la résonance noire provoque une variation rapide

de l’indice optique du milieu et donc un ralentissement efficace de la lumière jusqu’à

des vitesses pouvant atteindre 17 m.s≠1 [125, 126, 127, 128]. Ceci a ouvert la voie vers

la réalisation de mémoire quantique optique permettant le stockage de l’état quantique
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de la lumière dans un mileu atomique [129, 130, 131]. D’autres applications tirent

profit du caractère piégeant de l’état noir pour réaliser le pompage d’un ensemble

atomique dans la classe de vitesse nulle, conduisant au refroidissement des atomes

à des températures inférieures à la température de recul induite par l’absorption de

photons lors du refroidissement laser [132, 124]. Le contrôle de la composition de l’état

noir par l’amplitude des champs lasers permet également de réaliser des expériences

d’interférométrie de Ramsey tout optique pour la métrologie [7] ou de manipuler de

manière adiabatique l’état quantique d’un système [133, 134].

Le CPT a plus récemment été utilisé pour la manipulation de spins électroniques

individuels à l’état solide. Avec les possibles applications de ces systèmes en tant que

bits quantiques [36, 113], leur manipulation rapide et cohérente dans le domaine micro-

onde est devenue un enjeu majeur. En effet, de part leur faible rapport gyromagnétique

la manipulation de l’état de spins électroniques à des vitesses de l’ordre du gigahertz

nécessite des puissances micro-ondes importantes. Le CPT permet de s’affranchir du

contrôle micro-onde en utilisant un système en L optique pour préparer l’état de spin.

Pour trouver un tel système en L, les matériaux sont portés à température cryogé-

nique permettant d’isoler spectralement les transitions optiques et de s’affranchir de

l’effet des vibrations du cristal. Ces techniques ont été utilisées pour la manipulation

de spins d’électrons ou de trous piégés dans des bôıtes quantiques semi-conductrices

[135, 136, 137], d’ions terres rares dans des cristaux [138] ou encore de centres colorés

dans le diamant tels que les centres SiV [139, 140] ou les centres NV [141, 142, 143].

Comme pour les ensembles atomiques, le phénomène de CPT a aussi trouvé des appli-

cations plus larges. Par exemple, dans l’amélioration du temps de cohérence d’un spin

électronique [144, 145] ou encore par la manipulation adiabatique de l’état d’un spin

électronique pour le calcul quantique holonomique [146].

En parallèle à ces expériences dans le domaine optique, le phénomène de CPT a

récemment été observé dans le domaine micro-onde avec des circuits supraconducteurs.

Il a tout d’abord été mis en évidence avec un circuit présentant un schéma de niveaux

en L [147], puis plus récemment, avec un circuit supraconducteur équivalent à un sys-

tème à deux niveaux couplé à une cavité micro-onde [148]. L’interaction entre la cavité

et le système à deux niveaux donne accès à une structure des niveaux d’énergie en L

permettant de réaliser une expérience de CPT. Ces expériences permettent ainsi d’ima-

giner transférer les applications déjà bien connues dans le domaine optique, telle que

le ralentissement de la lumière, dans le domaine micro-onde [148].

Dans ce chapitre, nous proposons de réunir les deux domaines précédement men-

tionnés et de réaliser le piégeage cohérent de population d’un spin nucléaire unique à

température ambiante en utilisant des champs micro-ondes [149]. Pour cela, nous allons

tirer profit de l’interaction hyperfine entre le spin électronique associé à un centre NV

et le spin nucléaire d’un noyau de 13C. Ce système de spins possède la particularité de

présenter un schéma de niveaux en L dans le domaine micro-onde, ce qui nous per-

mettra de réaliser le piégeage cohérent de population du spin nucléaire de 13C. Nous

étudierons alors la construction de l’état noir en régime transitoire et nous démontre-

rons la manipulation cohérente du spin nucléaire par CPT. Nous discuterons ensuite de

l’effet de l’illumination laser sur l’état de spin nucléaire et en particulier son effet sur la
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cohérence de l’état de spin nucléaire créée par CPT. Enfin, nous étudierons l’influence

de la séquence d’impulsions utilisée pour réaliser l’expérience de CPT sur sa représen-

tation spectrale. En particulier nous discuterons l’apparition de nouvelles résonances

noires dûes au régime séquentiel dans lequel est réalisée l’expérience.

3.1 CPT d’un spin nucléaire unique à température

ambiante

Réaliser une expérience de CPT dans le domaine micro-onde avec un spin nucléaire

permettrait d’associer les longs temps de cohérence des spins nucléaires à l’état solide

aux applications déjà bien connues du CPT dans le domaine de la physique atomique en

matière de contrôle cohérent des systèmes quantiques et de la réalisation de mémoires

quantiques.

Cette partie détaille la réalisation expérimentale du piégeage cohérent de population

du spin nucléaire d’un noyau de 13C dans le diamant. Tout d’abord, les ingrédients

fondamentaux du CPT seront réunis : une structure de niveaux d’énergie en L et

une relaxation irréverssible dans le domaine micro-onde pour permettre le pompage

dans un état noir. Puis, l’utilisation d’une séquence d’impulsions micro-ondes et lasers

permettra de réaliser l’expérience de CPT sur le spin nucléaire d’un noyau de 13C.

Enfin, nous verrons que le système en L peut être manipulé de manière cohérente à

résonance à 2-photons.

3.1.1 Système en Λ et relaxation dans le domaine micro-onde

Pour réaliser une expérience de CPT d’un spin nucléaire de 13C, il faut réunir deux

ingrédients essentiels. Tout d’abord, cette expérience nécessite un schéma de niveaux

avec une structure en L où deux niveaux fondamentaux de spin nucléaire partagent le

même état excité [120]. Pour cela, il est utile de tirer profit de la structure de niveaux

particulière du système de spins couplés composé du spin électronique d’un centre NV

en interaction hyperfine avec le spin nucléaire d’un noyau de 13C. Ce système de spins a

déjà été étudiée aux cours du chapitre 1 [cf. §1.2.2] et du chapitre 2 [cf. §2.2.1]. Le spin

nucléaire de 13C considéré ici appartient à la famille I, correspondant à un couplage

hyperfin d’amplitude Ahf
C = 1.13 MHz. En présence d’un champ magnétique statique

Bz = 850 G appliqué suivant l’axe du centre NV, le système de spins approche la

condition γnBz = Azz correspondant à un anti-croisement de niveaux de spin nucléaire

pour la projection de spin électronique ms = ≠1 (| ≠ 1eÍ) [cf. §1.2.2]. Dans ce cas,

les états propres du spin nucléaire dans ms = ≠1 correspondent aux états |+Í et |≠Í
définis par

|+Í = cos

A

θ

2

B

| øÍ + sin

A

θ

2

B

eiφ| ¿Í (3.5)

|≠Í = ≠ sin

A

θ

2

B

e≠iφ| øÍ + cos

A

θ

2

B

| ¿Í , (3.6)
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où les paramètres θ et φ définis dans le chapitre 1 [cf. §1.2.2] sont fixés par l’inter-

action hyperfine entre le spin électronique du centre NV et le spin nucléaire du noyau

de 13C. En considérant le sous espace de spin électronique {|0eÍ, | ≠ 1eÍ}, quatre transi-
tions de spin électronique conservant le spin nucléaire sont observées dans les spectres

de résonance magnétique [Figure 3.3 - (b)]. Le système de spins présente une structure

à 4 niveaux sous forme de double système en L dans le domaine micro-onde. L’utilisa-

tion d’un champ micro-onde sélectif permet alors d’isoler un de ces systèmes en L, par

exemple {|0e, øÍ,|0e, ¿Í, | ≠ 1e, ≠Í} [Figure 3.3 - (a)].

1.00

0.95

481.0480.5480.0479.5

P
L
 n

o
rm

a
lis

é
e

Fréquence [MHz]

(a)

(b)

3

1

4

| ↓〉

| ↑〉

|−〉
|+〉

|0e〉

|− 1e〉

}

}

1 2

3 4

NV 

e-spin

C 

n-spin

13

|−〉

| ↓〉

| ↑〉

2

(c)

Laser

Bz = 850 G

Γ Γ

1 2

M
W

2M
W

1

Figure 3.3 – (a) Schéma de niveaux d’un système de spins composé du spin électronique
d’un centre NV et du spin nucléaire d’un noyau de 13C en interaction hyperfine. Un champ
magnétique statique porte le système proche de l’anti-croisement de niveaux de spin nu-
cléaire dans ms = ≠1. Un système en L dans le domaine micro-onde composé des états
{|0e, øÍ,|0e, ¿Í, | ≠ 1e, ≠Í} peut être isolé pour ce système. (b) Spectre de résonance magné-
tique du système de spins considéré. Le système appartient à la famille I de couplage. En
présence d’un champ magnétique de Bz = 850 G, le système approche l’anti-croisement de
niveaux de spin nucléaire. Le paramètre de mélange d’état de spin nucléaire est θ = 1.14. (c)
La polarisation de spin électronique sous illumination laser permet d’induire et de contôler
expérimentalement la relaxation dans le système en L.

Le deuxième ingrédient indispensable pour réaliser une expérience de CPT est l’exis-

tence d’un processus irréverssible de relaxation de l’état excité vers les états fondamen-

taux. Ce processus est une pierre angulaire du pompage du système dans l’état noir.

Dans le cas des atomes, ce processus est assuré par l’émission spontanée, qui fait re-

laxer naturellement l’atome vers les états fondamentaux. Dans notre expérience, le

processus qui gouverne la relaxation de l’état excité |≠Í vers les états fondamentaux

est la relaxation longitudinale de l’état de spin électronique du centre NV. Cependant,
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ce processus, dont la durée T1 est de l’ordre de quelques millisecondes à température

ambiante, est bidirectionnel et conduit le système vers un état thermique. Pour induire

une relaxation efficace du système de spins dans le domaine micro-onde, nous utilisons

le pompage sous illumination laser du spin électronique du centre NV dans l’état |0eÍ.
Les populations de l’état excité |≠Í correspondant à la projection de spin électronique

| ≠ 1eÍ sont transférées sous illumination optique dans les états fondamentaux de spin

nucléaire | øÍ et | ¿Í correspondants à |0eÍ. Le taux de relaxation du système en L, noté

G, correspond donc au taux de repolarisation du spin électronique sous illumination

laser à saturation (G ≥ 1/300 ns≠1) [74]. Avec cette technique, la relaxation dans le

système en L est contrôlée expérimentalement au travers de l’utilisation d’impulsions

lasers [Figure 3.3 - (c)]. Ce paramètre de contrôle sur la relaxation du système est un

des éléments clés pour la réalisation du CPT du spin nucléaire.

Nous disposons maintenant des ingrédients nécessaires pour la réalisation de l’expé-

rience de CPT. En appliquant deux champs micro-ondes simultanément MW1 et MW2

respectivement sur les transitions |0e, øÍ æ | ≠ 1e, ≠Í et |0e, ¿Í æ | ≠ 1e, ≠Í à résonance

à 2-photons, les états fondamentaux de spin nucléaire peuvent être décrits dans la base

des états {|DÍ, |BÍ} définis par

|DÍ =
1

Ò

W
2
1 + W2

2

1

W2| øÍ ≠ W1e
≠iψ| ¿Í

2

(3.7)

|BÍ =
1

Ò

W
2
1 + W2

2

1

W1| øÍ + W2e
≠iψ| ¿Í

2

, (3.8)

avec W1 et W2 les pulsations de Rabi respectives des champs MW1 et MW2 et ψ

leur différence de phase. Les états |BÍ et |DÍ correspondent aux états brillant et noir

du spin nucléaire. L’état |DÍ est découplé des champs électromagnétiques micro-ondes

d’excitation par interférence entre les deux amplitudes de transition du système en L.

De manière similaire au cas des atomes, l’état noir est un état piége pour les popu-

lations de spin nucléaire. Dans la partie suivante, nous allons présenter la réalisation

expérimentale du CPT d’un spin nucléaire.

3.1.2 CPT d’un spin nucléaire en régime séquentiel

Notre expérience de CPT est réalisée en régime séquentiel. La séquence d’impulsions

utilisée est présentée en Figure 3.4 - (b). Deux champs micro-ondes notés MW1 et

MW2 [Figure 3.4 - (a)] sont appliqués simultanément permettant de créer l’interférence

quantique entre les deux amplitudes de transition. Des impulsions de durée 6 µs sont

utilisées pour s’assurer de l’excitation sélective des transitions du système de spins. Le

laser est ensuite allumé durant 300 ns pour induire la relaxation dans le système en L

et donc pomper l’état de spin nucléaire dans l’état noir. La durée de l’impulsion laser

est choisie pour limiter la dépolarisation de spin nucléaire inhérente à l’illumination

optique et pour assurer un contraste maximum lors de l’enregistrement des spectres de

résonance magnétique [82].

Tout d’abord, le champ MW1 est placée à résonance (δ1 = 0) et la fréquence du
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Figure 3.4 – (a) Système en L manipulé par l’action de deux champs micro-ondes. La
relaxation est contrôlée expérimentalement par l’illumination optique du système de spins.
(b) Séquence d’impulsions utilisée pour réaliser le CPT du spin nucléaire. La puissance de
la MW2 est choisie de telle sorte que l’impulsion micro-onde soit une impulsion π pour la
transition et donc pour maximiser le contraste de la résonance de spin. (c) Résonance CPT
observée dans un spectre ODMR. La MW1 est en résonance (δ1 = 0) alors que MW2 est
balayée autour de la transition. Pour chaque point du spectre, la séquence précédente est
répétée N = 2000 fois avant d’incrémenter la valeur de δ2.

champ MW2 est balayée autour de la transition | øÍ æ |≠Í. La séquence CPT présentée

précédemment est répétée N = 2000 fois pour chaque valeur du désaccord δ2 alors que

la photoluminescence est enregistrée. Le résultat de cette mesure est présenté en Figure

3.4 - (c). En superposition de la chute de photoluminescence naturelle dûe à la transition

de spin électronique, il apparâıt un pic de photoluminescence au voisinage du désaccord

à 2-photons nul. Cette augmentation de la photoluminescence est caractéristique du

phénomène de CPT et indique le piégeage des populations du spin nucléaire dans les

états fondamentaux de projection ms = 0 de spin électronique, conduisant ainsi à un

fort niveau de photoluminescence. Cette expérience représente la première preuve du

CPT d’un spin nucléaire unique à température ambiante. De manière surprenante, le

contraste de la résonance noire est proche de l’unité (¥ 90 %) ce qui indique que la

cohérence de spin nucléaire est conservée lors de l’illumination laser. Nous détaillerons

ce point dans une partie suivante. L’expérience a été répétée pour différente valeur

du désaccord δ1 [Figure 3.5]. La position du pic de CPT se déplace en accord avec

la condition de résonance à 2-photons δ = δ1 ≠ δ2 = 0. Cet effet vient conforter

l’interprétation de ce phénomène en terme de piégeage de l’état du spin nucléaire par

CPT à température ambiante.
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Figure 3.5 – Spectres montrant l’évolution de la résonance CPT pour différentes valeurs du
désaccord à 1-photon δ1. La résonance CPT apparâıt toujours au désaccord à 2-photon nul
δ = δ1 ≠ δ2 = 0.

3.1.3 Oscillation de Rabi dans le système en Λ

L’interférence quantique entre les transitions du système en L, caractéristique du

phénomène de CPT, se manifeste aussi dans la dynamique du système sous excitation

micro-ondes. En effet, l’action des champs micro-ondes sur le système en L se traduit

dans la base {|DÍ, |BÍ, |≠Í}, définie précédemment par les équations (3.7) et (3.8), par

une oscillation de Rabi entre les états |BÍ et |≠Í. Pour en réaliser l’observation, nous

utilisons la séquence présentée en Figure 3.6 - (a). Une impulsion laser de 2 µs suivie

d’un temps d’attente de 1 µs permet de polariser le spin électronique dans ms = 0.

Le spin nucléaire est initialement dans un état thermique. Deux impulsions MW1 et

MW2 simultanées à résonance à 2-photons (δ = δ1 ≠ δ2 = 0) d’une durée τ sont ensuite

utilisées pour induire l’oscillation de Rabi. L’état final du système est mesuré en enregis-

trant la photoluminescence durant 300 ns au début d’une impulsion laser longue d’une

durée de 100 µs permettant de réinitialiser le spin nucléaire dans l’état thermique initial

[36]. Cette expérience est répétée pour plusieures durées des impulsions micro-ondes

τ puis l’ensemble de l’expérience est répétée en continue pour moyenner le signal de

photoluminescence. Les pulsations de Rabi W1 et W2 sont contrôlées expérimentalement

au travers des puissances des champs MW1 et MW2.

La Figure 3.6 - (b) présente le résultat de cette mesure pour deux valeurs des

amplitudes des champs micro-ondes. La courbe du haut correspond au cas où seul

le champ MW2 est allumée (W1 = 0). Dans ce cas, |BÍ = | ¿Í et |DÍ = | øÍ, on
observe alors l’oscillation de Rabi entre les états | ¿Í æ |≠Í. L’ajustement de cette

oscillation de Rabi conduit à la pulsation W2 = 8.70 ± 0.05 · 105 rad.s≠1. La courbe du
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Figure 3.6 – (a) Séquence d’impulsions utilisée pour réaliser les oscillations de Rabi dans
le système en L. Les deux champs micro-ondes de pulsations de Rabi W1 et W2 sont appli-
qués simultanément durant une durée τ variable. L’état final du système de spins est mesuré
par le niveau de photoluminescence émise lors de la dernière impulsion laser. (b) Signal de
photoluminescence en fonction de la durée des impulsions micro-ondes. La courbe du haut
a été obtenue pour W1 = 0 et W2 = 8.70 ± 0.05 · 105 rad.s≠1. La courbe du bas corres-
pond à W1/W2 = 1.08 avec W2 = 8.70 ± 0.05 · 105 rad.s≠1 et présente une oscillation de
Rabi de pulsation W = 1.26 ± 0.02 · 106 rad.s≠1. Le temps Tπ est la durée des impulsions
micro-ondes correspondant à une impulsion π sur la transition |BÍ æ |≠Í. (c) Pulsation de
l’oscillation de Rabi W en fonction du rapport W1/W2. La pulsation W2 est gardée constante
alors que W1 est augmentée. La courbe solide correspond au tracé de l’expression théorique
W = W2



1 + (W1/W2)2 où W2 = 8.70 · 105 rad.s≠1.

bas de la Figure 3.6 - (b), présente l’oscillation de Rabi dans le système à 3 niveaux

lorsque le champ MW1 est allumé à une puissance telle que W1/W2 = 1.08. Dans ce

cas, les états brillant et noir sont des superpositions linéaires maximales des états | øÍ
et | ¿Í. On observe alors une augmentation de la pulsation de l’oscillation de Rabi qui

atteint W = 1.26±0.02 ·106 rad.s≠1, soit une augmentation d’un facteur 1.44 ≥
Ô

2 par

rapport au cas précédent [Figure 3.6 - (b)]. Cet effet est caractéristique de l’interférence

quantique entre les deux amplitudes de transitions et donc de la création de cohérences

de spin nucléaire par CPT.

Pour quantifier ce phénomène, la pulsation de l’oscillation de Rabi est extraite

par ajustement des courbes expérimentales pour différentes valeurs des amplitudes

des champs MW1 et MW2. L’amplitude du champ MW2 est maintenue constante

à W2 = 8.70 · 105 rad.s≠1 alors que l’amplitude du champ MW1 est augmentée. La

Figure 3.6 -(c) présente la pulsation de l’oscillation de Rabi en fonction du rapport des

pulsations de Rabi des champs micro-ondes W1/W2. Lorsque W2 ∫ W1, l’oscillation de

Rabi correspond à une oscillation de populations entre les états | ¿Í æ |≠Í. De même,

dans le cas où W1 ∫ W2, l’oscillation de Rabi s’effectue entre les états | øÍ æ |≠Í. Ces cas
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limites correspondent aux régimes asymptotiques représentés sur la Figure 3.6 - (c). Par

contre, si W1 ¥ W2, l’interférence quantique entre les amplitudes de transitions apparâıt

et crée une cohérence entre les deux niveaux fondamentaux initiaux. Ceci conduit à une

oscillation de Rabi accélérée de pulsation W =
Ò

W
2
1 + W2

2. Cette expression tracée en

rouge sur la Figure 3.6 - (c) concorde avec les données expérimentales et vient confirmer

la présence de cohérences de spin nucléaire créées par CPT.

Il est alors possible de définir une durée d’impulsions micro-ondes π qui maximise le

transfert de populations vers l’état excité. Par la suite, la durée des impulsions micro-

ondes est choisie pour correspondre à une impulsion π pour la transition |BÍ æ |≠Í.

3.2 Observer et manipuler l’état noir

Dans cette partie, nous allons tirer profit du caractère séquentiel de notre expérience

de CPT pour observer la dynamique des populations dans le système à 3 niveaux. Tout

d’abord, nous allons observer expérimentalement l’accumulation de population dans

l’état noir par itération de la séquence de pompage. La dynamique des populations du

système lors de répétitions successives de la séquence de CPT peut être expliqué en

terme d’équations de taux, ce qui nous permettra de mettre en lumière les paramètres

gouvernant le processus de CPT à résonance. Enfin, au travers du contrôle de la com-

position de l’état noir, nous démontrerons la manipulation cohérente du spin nucléaire

sous l’action de champs micro-ondes.

3.2.1 Accumulation de population dans l’état noir
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Figure 3.7 – Séquence d’impulsions permettant d’observer l’accumulation de populations
dans l’état noir. La séquence de référence, décrite dans le chapitre précédent, permet de faire
la correspondance entre le signal de photoluminescence et les populations de spin électronique.
La durée des impulsions micro-ondes est choisie pour correspondre à une impulsion π sur la
transition |BÍ æ |≠Í.

Le caractère séquentiel de notre expérience de CPT offre l’opportunité d’étudier

l’accumulation étape par étape des populations dans l’état noir [150]. La séquence

d’impulsions permettant la réalisation expérimentale est présentée en Figure 3.7 - (a).

Le spin électronique est tout d’abord pompé optiquement dans sa projection ms = 0

par l’action d’une impulsion laser de 2 µs combinée à un temps d’attente de 1 µs. Puis,
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la correspondance entre le niveau de signal de photoluminescence émis et les popula-

tions de spin électronique est établie grâce à une mesure de référence. Cette mesure

a été décrite et utilisée dans le chapitre précédent [cf. §2.2.3]. Ensuite, la séquence de

pompage CPT est appliquée N fois. Elle est composée de deux impulsions MW1 et

MW2 à résonance à 2-photons (δ = δ1 ≠ δ2 = 0), d’une durée Tπ choisie pour cor-

respondre à une impulsion π pour la transition |BÍ æ |≠Í. Les populations de l’état

excité |≠Í sont finalement pompées dans l’état noir par la relaxation du système en L

induite par une impulsion laser de durée 300 ns.

A chaque répétition de la séquence de CPT, la photoluminescence émise durant

l’impulsion laser de 300 ns est enregistrée [Figure B.2 - (b)]. Ceci permet de déterminer

la population de la projection ms = ≠1 de spin électronique, et donc la population de

l’état excité |≠Í au début de l’impulsion laser, notée P(N )
|≠Í pour la N ème répétition de

la séquence de CPT. L’étude de l’évolution des populations dans le système en L sera

l’objet de la partie suivante. Nous verrons qu’il est possible de relier la population P(N )
|≠Í

mesuré expérimentalement à la population de l’état noir à la fin de la séquence (N ≠1),

notée P(N ≠1)
|DÍ . La relation liant ces deux quantités, pour N Ø 1, est simplement donnée

par

P(N ≠1)
|DÍ = 1 ≠ P(N )

|≠Í . (3.9)

Ainsi, la mesure de la photoluminescence à l’étape N conduit directement à l’éva-

luation de la population de l’état noir à l’étape (N ≠ 1).

P
|D

〉

NNombre de répétitions

1.0

0.5

86420

Figure 3.8 – Population de l’état noir P|DÍ en fonction du nombre de répétitions, N , de
la séquence de pompage. L’expérience est réalisée avec W1/W2 = 0.64. La courbe solide est
un ajustement des données par le modèle développé dans la partie 3.2.2. Ce qui conduit au
nombre caractéristique de séquences pour atteindre l’état stationnaire Ns = 1.4 ± 0.3.

Pour cette expérience, les puissances des champs micro-ondes sont telles que W1/W2 =

0.64. La Figure 3.8 présente la population de l’état noir en fonction du nombre de répé-

titions de la séquence de CPT. Le système démarre de l’état thermique correspondant à

P(0)
|DÍ = 0.5, puis la population de l’état noir augmente exponentiellement avec le nombre
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de répétitons de la séquence de CPT jusqu’à saturer à une valeur de P(Œ)
|DÍ ≥ 0.88, dé-

finissant l’efficacité du processus de CPT. Pour comprendre les paramètres important

dans le processus de CPT, nous proposons de décrire, dans la partie suivante, la dyna-

mique des populations du système en L durant les séquences CPT successives.

3.2.2 Equations de taux appliquées au CPT
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Figure 3.9 – (a) Séquence de polarisation de spin nucléaire. La durée de l’impulsion laser est
notée TL = Tseq ≠ Tlaser. La séquence est répétée N fois. (b) Evolution des populations dans
le système à 3 niveaux sous l’action de la séquence d’impulsions. Les champs micro-ondes

induisent une oscillation de Rabi entre les états |BÍ et |≠Í à une pulsation W =
Ò

W
2
1 + W2

2.
La population de l’état |≠Í (carré bleu) est mesurée au travers du niveau de signal de pho-
toluminescence émis durant l’impulsion laser de la séquence de pompage. Les taux GD et GB

représentent respectivement les taux de relaxation vers les états |DÍ et |BÍ. La dépolarisation
de spin nucléaire induite par l’illumination optique est décrite par le taux Gdp.

A résonance à 2-photons, δ = δ1 ≠ δ2 = 0, l’expérience de CPT peut être décrite

par un modèle basé sur des équations de taux décrivant les mouvements de populations

dans la base {|DÍ, |BÍ, |≠Í} définie précédemment par les équations (3.7) et (3.8). Le

spin nucléaire étant initialement dans un état thermique, les états fondamentaux |DÍ et
|BÍ sont également peuplés. La séquence de CPT est ensuite appliquée N fois. Chaque

séquence de CPT est composée de 3 parties distinctes [Figure B.2].

1. Deux impulsions micro-ondes simultanées réalisent un transfert de population de

l’état |BÍ vers l’état |≠Í. La durée des impulsions micro-ondes est choisie pour

correspondre à une impulsion π pour la transition |BÍ æ |≠Í.
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2. Un temps d’attente de durée Tlaser ≠ Tπ = 100 ns durant lequel les populations

n’évoluent pas.

3. Une impulsion laser permet d’induire la relaxation dans le système en L. Les

taux de relaxation sont notés GD et GB respectivement vers les états |DÍ et |BÍ.
Nous avons vu dans le chapitre précédent que l’illumination laser est aussi une

source de déphasage de l’état de spin nucléaire et induit une relaxation accélérée

de l’état de spin vers l’état thermique avec un taux noté Gdp.

Pour décrire l’expérience, nous allons tout d’abord nous intéresser à la N ème ré-

pétition de la séquence de CPT. Les mouvements de populations durant la séquence

d’impulsions sont représentés en Figure B.2 - (b). Au début de la séquence, à t = 0, les

populations des états |BÍ et |DÍ sont égales à leurs populations à la fin de la séquence

(N ≠1), notées respectivement P(N ≠1)
|BÍ et P(N ≠1)

|DÍ . En considérant la polarisation optique

de spin électronique comme idéale, ces populations sont reliées par P(N ≠1)
|BÍ +P(N ≠1)

|DÍ = 1.

Sous l’action des champs micro-ondes, seule la population de l’état |BÍ est affectée par
le Hamiltonien d’interaction atome-champ dont l’expression est donnée par l’équation

(3.3). Ainsi, les populations initialement dans |BÍ entament une oscillation de Rabi

entre l’état brillant |BÍ et l’état excité |≠Í à une pulsation W =
Ò

W
2
1 + W2

2 avec W1 et

W2 les pulsations de Rabi respectives des champs MW1 et MW2. A la fin des impulsions

micro-ondes, la population de l’état |≠Í, notée P(N )
|≠Í , est donnée par

P(N )
|≠Í = P|≠Í(Tπ) = P|≠Í(Tlaser) = P(N ≠1)

|BÍ = 1 ≠ P(N ≠1)
|DÍ . (3.10)

Une impulsion laser est ensuite utilisée pour induire la relaxation dans le système

en L. Le pompage dans l’état noir induit par la relaxation entre alors en compétition

avec la dépolarisation de spin nucléaire dûe à l’illumination optique, Gdp. Comme ces

phénomènes sont simultanés, nous devons résoudre les équations de taux régissant

l’évolution des populations durant l’impulsion laser pour déterminer la population finale

de l’état noir. Pour cela, nous définissons la probabilité de pompage par séquence,

αp = |È≠|DÍ|2, qui correspond au recouvrement de l’état excité |≠Í avec l’état noir |DÍ.
Ce coefficient définit la probabilité pour les populations de l’état |≠Í d’être tranférées

par la relaxation dans l’état |DÍ. Il est relié au taux de relaxation du système par

GD = Gαp = G|È≠|DÍ|2 (3.11)

GB = G(1 ≠ αp) = G|È≠|BÍ|2 , (3.12)

avec G le taux de polarisation optique du spin électronique du centre NV dans

l’état ms = 0. En général, GD ”= GB, le système en L présente donc une asymétrie

qui peut être contrôlée expérimentalement au travers du recouvrement αp par modi-

fication de la composition de l’état noir |DÍ en changeant les pulsations de Rabi des

champs micro-ondes ou par modification de la composition de l’état |≠Í en changeant

le champ magnétique statique appliqué Bz. Les équations de taux durant l’impulsion

laser s’écrivent
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dP|≠Í

dt
= ≠GαpP|≠Í ≠ G(1 ≠ αp)P|≠Í = ≠GP|≠Í, (3.13)

dP|DÍ

dt
= ≠Gdp

2
(P|DÍ ≠ P|BÍ) + GαpP|≠Í, (3.14)

dP|BÍ

dt
=
Gdp

2
(P|DÍ ≠ P|BÍ) + G(1 ≠ αp)P|≠Í . (3.15)

La conservation des populations dans le système implique

P|DÍ(t) + P|BÍ(t) + P|≠Í(t) = 1 . (3.16)

En intégrant l’équation (3.13) pour t œ [Tlaser, Tseq], avec la condition initiale donnée

par l’équation (3.10), la population de l’état |≠Í s’écrit

P|≠Í(t) = P|≠Í(Tlaser)e
≠Γ(t≠Tlaser) =

Ë

1 ≠ P(N ≠1)
|DÍ

È

e≠Γ(t≠Tlaser) . (3.17)

A l’aide des équations (3.16) et (3.17), l’équation d’évolution de la population de

l’état noir (3.14) devient

dP|DÍ

dt
+ GdpP|DÍ(t) = P|≠Í(Tlaser)e

≠Γ(t≠Tlaser)
5

Gαp ≠ Gdp

2

6

+
Gdp

2
. (3.18)

= P(N ≠1)
|BÍ e≠Γ(t≠Tlaser)

5

Gαp ≠ Gdp

2

6

+
Gdp

2
. (3.19)

Cette équation est en tout point semblable à l’équation (2.26) du chapitre précédent

en associant formellement |DÍ ¡ |0e, øÍ et |BÍ ¡ |0e, ¿Í. La résolution de cette équation

différentielle est détaillée en annexe B. Le spin nucléaire étant initialement dans un état

thermique P(0)
|BÍ = P(0)

|DÍ = 0.5, la population de l’état noir à la fin de la N ème séquence

de CPT P|DÍ(Tseq) = P(N )
|DÍ s’écrit

P(N )
|DÍ =

αp + αdp(0.5 ≠ αp)

αp + αdp(1 ≠ αp)
≠ 0.5

αp(1 ≠ αdp)

αp + αdp(1 ≠ αp)
exp

3

≠ N
Ns

4

, (3.20)

avec αdp = 1 ≠ e≠ΓdpTL la probabilité de dépolarisation par séquence, TL = Tseq ≠
Tlaser la durée de l’impulsion laser et Ns = ≠1/ ln(1 ≠ αp ≠ αdp(1 ≠ αp)) le nombre

caractéristique de séquences pour atteindre le régime permanent. La population de

l’état noir en régime stationnaire est

P(Œ)
|DÍ =

αp + αdp(0.5 ≠ αp)

αp + αdp(1 ≠ αp)
. (3.21)

Nous retrouvons dans cette expérience la même compétition que dans le chapitre

précédent entre la probabilité de pompage par séquence définie par le paramètre αp et

la dépolarisation induite par le laser décrite par le coefficient αdp. Ainsi, lorsque le CPT

est très efficace αp ∫ αdp, P(Œ)
|DÍ = 1 et le spin nucléaire est parfaitement pompé dans

l’état noir. Au contraire, dans le cas où la dépolarisation domine αdp ∫ αp, P(Œ)
|DÍ = 0.5

et le spin nucléaire reste dans un état thermique.
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La dynamique d’accumulation de population dans l’état noir par itération de la

séquence de CPT, présentée en Figure 3.7, peut être ajustée par l’équation (B.30)

obtenu par la description de la dynamique du système en terme d’équations de taux.

L’ajustement des données expérimentales conduit aux coefficients αp = 0.43 ± 0.07

et αdp = 0.12 ± 0.03. Le nombre caractéristique de séquences permettant d’atteindre

l’état stationnaire est Ns = 1.4±0.03. Ainsi, l’état noir se construit étape par étape par

accumulation de populations piégées par les séquences de CPT successives. Dans une

partie suivante, nous verrons comment la dépolarisation par séquence et par là même la

valeur stationnaire des populations de l’état noir dépend de l’illumination laser. Nous

allons maintenant nous intéresser à la composition de l’état de spin nucléaire créé par

cette technique.

3.2.3 Manipulation cohérente d’un spin nucléaire par CPT
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Figure 3.10 – Séquence d’impulsions permettant de mesurer la projection de l’état de pom-
page sur l’état de population | ¿Í. Pour cela, la séquence de CPT est répétée 20 fois pour
atteindre l’état stationnaire de pompage puis une séquence de détection optique de l’état de
spin nucléaire [cf. §2.2.2] permet de déterminer la projection sur l’état | ¿Í de l’état de spin
nucléaire créé par CPT.

Pour analyser la composition de l’état de spin nucléaire dans lequel le système est

piégé par la séquence de CPT, nous utilisons la séquence d’impulsions présentée en

Figure 3.10. Le spin nucléaire est préparé dans l’état stationnaire de pompage par

répétition de la séquence de CPT à résonance à 2-photons (N = 20). La projection

sur l’état de population | ¿Í de l’état de spin nucléaire ainsi créé, est mesurée par une
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séquence de détection optique de l’état de spin nucléaire qui a été introduit dans le cha-

pitre 2 [cf. §2.2.2]. Pour cela, une impulsion π, d’une durée de 2 µs, sur le champ MW5

porte les populations de |0e, ¿Í dans l’état |+1e, ¿Í. L’état final de spin électronique est

mesuré en enregistrant le signal de photoluminescence émis durant les 300 ns au début

d’une impulsion laser de 100 µs. Cette longue impulsion laser permet de réinitialiser le

spin nucléaire dans l’état thermique initial. L’expérience est répétée pour moyenner le

signal de photoluminescence mesuré.

Cette mesure nous permet de déterminer la probabilité pour le spin nucléaire d’être

dans l’état | ¿Í à la fin des séquences CPT. Cependant, comme montré précédemment,

le processus de CPT ne conduit pas à une préparation parfaite du spin nucléaire dans

l’état de pompage dûe au processus de dépolarisation induit par le laser. Ainsi, en

notant ρnuc la matrice densité du spin nucléaire après les séquences CPT, la mesure

donne accès à la quantité È¿ |ρnuc| ¿Í. En régime stationnaire, en considérant le spin

électronique polarisé optiquement dans ms = 0, cette probabilité pour le spin nucléaire

s’écrit

È¿ |ρnuc| ¿Í = P(Œ)
|DÍ |È¿ |DÍ|2 +

1

1 ≠ P(Œ)
|DÍ

2

|È¿ |BÍ|2 , (3.22)

avec P(Œ)
|DÍ la population de l’état piége en régime permanent. Celle-ci est mesurée

comme précédemment en enregistrant la photoluminescence émise durant les séquences

de CPT successives. La conservation des populations implique |È¿ |DÍ|2+ |È¿ |BÍ|2 = 1.

Ainsi, la probabilité de trouver dans l’état | ¿Í un système initialement préparé dans

l’état piége |DÍ est donnée en régime stationnaire par

|È¿ |DÍ|2 =
È¿ |ρnuc| ¿Í ≠ (1 ≠ P(Œ)

|DÍ )

2P(Œ)
|DÍ ≠ 1

. (3.23)

Cette équation nous permet d’évaluer la composition de l’état piége |DÍ dans la

base des états de population {| ¿Í, | øÍ}. La Figure 3.11 présente le résultat de la

mesure de la probabilité |È¿ |DÍ|2 en fonction du rapport des pulsations de Rabi des

champs micro-ondes W1/W2. Dans le cas où W1 π W2, la probabilité |È¿ |DÍ|2 ¥ 0 donc

|DÍ ¥ | øÍ. Dans le cas contraire, lorsque W1 ∫ W2, la probabilité |È¿ |DÍ|2 ¥ 1 et

|DÍ ¥ | ¿Í. Entre ces deux cas extrêmes, l’état de pompage présente une composition

intermédiaire des états | øÍ et | ¿Í.
La projection de l’état noir théoriquement créé par le processus de CPT, dont

l’expression est rappelée par l’équation (3.7), sur l’état de population | ¿Í s’écrit

|È¿ |DÍ|2 =
(W1/W2)

2

1 + (W1/W2)2
. (3.24)

La courbe rouge de la Figure 3.11 représente le tracé de l’équation (3.24). Cette

expression théorique présente un bon accord avec la mesure de la composition de l’état

de pompage résultant de notre expérience. Ainsi, l’état de pompage obtenu se comporte,

en fonction de W1/W2, comme l’état noir attendu dans le processus de CPT. Ceci

constitue une preuve supplémentaire que l’interprétation de ce phénomène comme CPT
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Figure 3.11 – Projection de l’état de pompage |DÍ sur l’état de population | ¿Í en fonction
du rapport des oscillations de Rabi W1/W2 des champs micro-ondes. La courbe rouge est le
tracé de l’équation (3.24) décrivant la composition théorique de l’état noir obtenu par CPT.

d’un spin nucléaire unique est correct. De plus, nous venons ici de démontrer une

nouvelle méthode de manipulation cohérente de l’état de spin nucléaire au travers

du contrôle de la composition de l’état noir. Cependant, il nous reste à démontrer

la présence de cohérences créées par le phénomène de CPT. Ce sujet est traité dans

la partie suivante en considérant l’effet de l’illumination optique sur l’état de spin

nucléaire.

3.3 Relaxation dans le système en Λ

La préparation de l’état noir dans le régime séquentiel permet le contrôle de chaque

étape du processus de CPT. En effet, nous venons de voir qu’il était possible de contrô-

ler l’évolution des populations dans le système et d’en observer la dynamique. Nous

proposons maintenant d’étudier le processus de relaxation qui est contrôlé au travers de

l’illumination laser. Nous étudierons tout d’abord l’influence de la durée laser sur l’état

de spin nucléaire. Puis, par le contrôle temporel de la relaxation dans le système, nous

observerons l’apparition de nouvelles résonances noires dans la représentation spectrale

du CPT.

3.3.1 Etude de la dépolarisation de spin nucléaire sous illumi-

nation optique

L’utilisation d’impulsions lasers, permettant de générer le processus de relaxation

dans le système en L, représente un ingrédient essentiel de l’expérience de CPT décrite

dans ce chapitre. Cependant, comme nous l’avons montré dans le chapitre précédent,

l’illumination optique induit une dépolarisation du spin nucléaire et accélère la relaxa-

tion du spin vers l’état thermique. Dans cette partie, nous allons étudier l’influence de
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la durée laser sur l’efficacité du processus de CPT. Pour cela, nous allons tout d’abord

étudier la dépolarisation dans le cas où l’état noir est proche d’un état de population.

Puis nous verrons que la dépolarisation dépend de l’état noir considéré et en particu-

lier de sa cohérence. Ceci nous mènera à l’observation de la cohérence de spin nucléaire

créée par CPT.

Influence de la durée laser
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Figure 3.12 – (a) Séquence d’impulsions permettant d’observer l’accumulation de popula-
tions dans l’état noir [cf. 3.2.1]. La durée des impulsions micro-ondes, notée Tπ, est choisie
pour correspondre à une impulsion π pour la transition |BÍ æ |≠Í. (b) et (c) Population dans
l’état noir P|DÍ en fonction du nombre de répétitions de la séquence de CPT. Les puissances
des champs micro-ondes sont choisies telles que W1/W2 = 0.26 et les durées laser sont fixées
à (b) TL = 300 ns et (c) TL = 8µs.

Pour étudier l’effet de la durée laser sur le processus de CPT, l’expérience de mesure

de la population de l’état noir en fonction du nombre de séquences de pompage est

répétée pour différentes durées de l’impulsion laser, TL [Figure 3.12 - (a)]. Les puissances

des champs micro-ondes sont choisies telles que W1/W2 = 0.26. L’état noir ainsi créé est

proche de l’état de population |DÍ ¥ | øÍ. Le résultat de cette expérience est présenté

en Figure 3.12 - (b) et - (c). On observe, comme lors de l’expérience de polarisation de

spin nucléaire du chapitre précédent, que l’état final du processus de CPT s’approche

de l’état thermique P|DÍ = 0.5, lorsque la durée de l’impulsion laser augmente.

Pour quantifier ce phénomène, les résultats expérimentaux sont ajustés par l’équa-

tion (B.30) afin d’extraire la probabilité de dépolarisation par séquence αdp. La Figure

3.13 présente la probabilité αdp pour différentes durées lasers. Cette expérience montre

une augmentation de la probabilité de dépolarisation par séquence lorsque la durée

d’illumination optique augmente. Comme nous l’avons déjà vu dans le chapitre précé-
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dent, l’illumination optique du centre NV est la cause d’une fluctuation aléatoire de

l’interaction hyperfine, ce qui se traduit par un déphasage du spin nucléaire et donc un

retour accéléré vers un état thermique. Les taux de dépolarisation Glaser1,nuc et de déphasage

G
laser
2,nuc du spin nucléaire sont ainsi augmentés sous illumination optique [36, 119].

α
d
p

1.0

0.8

0.6

0.4

0.2

0.0

20151050

TL [µs]

Figure 3.13 – Probabilité de dépolarisation par séquence αdp en fonction de la durée laser
TL. La courbe rouge est un ajustement des données par l’expression αdp = 1 ≠ e≠ΓdpTL . Ceci
conduit au temps de relaxation T laser

1,nuc = 1/Gdp = 7.0 ± 0.4 µs.

Pour évaluer le temps de relaxation du spin nucléaire, les données expérimentales

de la Figure 3.13 sont ajustées par l’expression de αdp = 1 ≠ e≠ΓdpTL avec Gdp le taux

de dépolarisation du spin nucléaire sous illumination laser. Le système étant préparé

dans un état noir proche d’un état de population, le temps de relaxation mesuré ici

correspond au temps de relaxation longitudinal du spin nucléaire T laser
1,nuc. L’ajustement

des données conduit à T laser
1,nuc = 1/Gdp = 7.0 ± 0.4 µs à puissance optique de saturation.

Nous retrouvons le même ordre de grandeur pour T laser
1,nuc que dans le chapitre précédent.

Les expériences de CPT et de polarisation nucléaire ont été réalisées sur deux systèmes

de spins différents appartenant à la même famille de couplage. Une légère différence

dans l’amplitude du couplage hyperfin entre ces deux systèmes peut expliquer l’écart

entre les valeurs de T laser
1,nuc mesurées.

Nous allons maintenant nous intéresser à l’effet de ce déphasage sur un état de

superposition présentant des cohérences créées par CPT.

Cohérence du spin nucléaire créée par CPT

Nous avons démontré précédemment la manipulation des populations de spin nu-

cléaire par CPT. Cependant, le processus de CPT doit aussi créer une cohérence de

spin nucléaire. La cohérence dépend du rapport des amplitudes des pulsations de Rabi

suivant l’équation

ÈD| ¿ÍÈø |DÍ =
W1/W2

1 + (W1/W2)2
. (3.25)
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Figure 3.14 – Probabilité de dépolarisation par séquence αdp en fonction de la durée de
l’impulsion laser TL. Les puissances micro-ondes sont choisies telles que W1/W2 = 0.26 pour la
courbe bleue et W1/W2 = 1.08 pour la courbe rouge. L’ajustement de la courbe bleue conduit
à T laser

1,nuc = 7.0 ± 0.4 µs et l’ajustement de la courbe rouge donne T laser
2,nuc = 1.5 ± 0.1 µs.

Elle est maximale pour W1 = W2, ce qui correspond au cas où l’état noir est une

superposition maximale des états | øÍ et | ¿Í, |DÍ = (| øÍ ≠ | ¿Í)/
Ô

2. Dans ce cas, la

projection sur l’état de population est |ÈD| ¿Í|2 = 0.5 ce qui n’est pas différent d’un

état thermique, alors que la cohérence est maximale ÈD| ¿ÍÈø |DÍ = 0.5. La relaxation

de cet état de spin nucléaire vers l’état thermique se fait sans mouvement de population

mais par disparition des cohérences de spin nucléaire. La mesure du temps de relaxation

du spin nucléaire correspond alors à la mesure du temps de relaxation des cohérences

T laser
2,nuc = 1/Glaser2,nuc.

Pour réaliser cette expérience, les amplitudes des champs micro-ondes utilisés dans

la préparation de l’état noir sont donc choisies telles que W1/W2 = 1.08. Comme pré-

cédemment, la probabilité de dépolarisation par séquence, αdp, est mesurée pour diffé-

rentes durées de l’impulsion laser, TL. Les données en rouge sur la Figure 3.14 repré-

sentent le résultat de cette expérience. L’ajustement des données par l’équation (B.30)

conduit à un temps de relaxation des cohérences de spin nucléaire sous illumination

optique T laser
2,nuc = 1.5 ± 0.1 µs. Cette valeur est inférieure au temps de relaxation mesuré

précédement pour un état de population (courbe bleu en Figure 3.14). Ceci montre que

la composition de l’état noir créé lorsque W1/W2 = 1.08 et W1/W2 = 0.26 diffère dans

leurs natures et donc que le processus de CPT créé des cohérences de spin nucléaire

lorsque W1 ¥ W2.

Les cohérences de spin nucléaire semblent être plus sensibles à l’illumination laser

que les populations, Glaser1,nuc Æ Glaser2,nuc. Ces taux sont fixés par la précession du spin nu-

cléaire durant l’illumination laser. La phase aléatoire accumulée par la précession autour

de l’axe de quantification dans l’état fondamental du centre NV contribue au dépha-

sage Glaser2,nuc. Alors que la précession autour de l’axe orthogonal à l’axe de quantification
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dans l’état fondamental induit la relaxation longitudinale Glaser1,nuc. Les relaxations ainsi

créées sont en général d’amplitudes différentes dépendant de la différence d’interaction

hyperfine entre l’état fondamental et excité du centre NV [119].

Dans cette partie, nous avons démontré la présence de cohérences induites par le

processus de CPT en étudiant la relaxation de l’état noir vers l’état thermique initial.

Ceci nous a permis d’étudier l’effet de l’illumination optique du système dans la création

de l’état noir.

3.3.2 Contrôle temporel de la relaxation

Le contrôle de la relaxation du système en L par des impulsions lasers. Permet

également de varier le temps Tseq entre deux excitations micro-ondes et d’étudier son

effet sur la construction de l’état noir.
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Figure 3.15 – (a) Séquence d’impulsions utilisée pour réaliser le CPT d’un spin nucléaire.
La fréquence de la MW1 est fixée en résonance, δ1 = 0, alors que la fréquence de MW2,
δ2, est balayée autour de la transition | ¿Í æ |≠Í. La durée totale de la séquence CPT,Tseq,
est contrôlée en modifiant l’intervalle de temps entre la fin des impulsions micro-ondes et le
début de l’impulsion laser. (b) Spectres ODMR obtenus avec la séquence CPT pour différentes
valeurs de la durée de séquence Tseq. La différence de fréquence entre le pic central et le premier
pic latéral est notée D. (c) Représentation fréquentielle de la séquence d’impulsions vue par
le spin nucléaire. Le système en L est excité par des peignes de fréquences.

La durée totale de la séquence CPT, Tseq, est contrôlée en modifiant l’intervalle de

temps séparant les impulsions micro-ondes de l’impulsion laser [Figure 3.15 - (a)]. Des
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spectres de résonance magnétique semblables à celui décrit dans la partie 3.1.2 peuvent

aussi être enregistrés pour différentes durées de la séquence d’impulsions. Pour cela,

le champ MW1 est placé en résonance, δ1 = 0, avec la transition | øÍ æ |≠Í alors

que la fréquence du champ MW2 est balayée autour de la transition | ¿Í æ |≠Í. La
photoluminescence est enregistrée pour chaque répétition de la séquence d’impulsions

permettant de déterminer la probabilité de transition du spin électronique de ms = 0

vers ms = ≠1. La séquence est répétée N = 2000 fois pour moyenner le signal de

photoluminescence reçu, puis la fréquence du champ MW2, δ2, est incrémentée.

Les spectres de résonance magnétique obtenus sont présentés en Figure 3.15 - (b).

Un réseau de résonances noires apparâıt dans le spectre lorsque la durée de séquence

augmente. Chacune de ces résonances indique que le spin nucléaire est piégé dans un

état qui n’interagit pas avec les champs micro-ondes. Il est ainsi possible d’observer le

phénomène de CPT pour des désaccords à 2-photons non nuls. La période, D, du réseau

de résonances noires évolue avec la durée de séquence. La Figure 3.16 - (a) montre que

la période évolue suivant D≠1 = Tseq. De plus, la largeur des résonances noires s’affine

de manière significative lorsque la durée de la séquence augmente [Figure 3.16 - (b)].

Pour comprendre ces observations, nous devons analyser la séquence de CPT dans le

domaine spectral.
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Figure 3.16 – Fréquence du réseau de résonances noires D≠1 en fonction de la durée de
séquence Tseq. La courbe rouge correspond au tracé deD≠1 = Tseq. (b) Largeur des résonances
noires en fonction de la durée de séquence Tseq. La courbe rouge est un ajustement des données
par la fonction [NsTseq]≠1, conduisant à Ns = 1.8 ± 0.1.

Dans la partie 3.2.1, nous avons vu que l’établissement de l’état noir en régime

stationnaire nécéssitait l’interaction avec plusieurs séquences de CPT successives. Ceci

signifie que le spin nucléaire interagit avec un nombre caractéristique de séquences

de CPT, Ns, avant d’atteindre l’état noir. Dans le domaine spectral, la succession de

Ns impulsions micro-ondes de durée TMW se répétant tout les Tseq correspond à un

peigne de fréquences dont les dents sont séparées de T ≠1
seq avec une enveloppe de largeur

fréquentielle T ≠1
MW [Figure 3.15 - (c)]. De plus, la largeur de chacune des dents est
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donnée par [NsTseq]
≠1, avec Ns le nombre caractéristique de séquences CPT requises

pour atteindre l’état stationnaire de spin nucléaire.

En suivant cette analyse, le phénomène de CPT apparâıt dès que deux dents des

peignes micro-ondes correspondant à MW1 et MW2 [Figure 3.15 - (c)] se recouvrent.

Ce qui est le cas dès que le désaccord à deux photons δ est tel que δ = nT ≠1
seq avec n

un nombre entier. Ainsi, nous retrouvons ici que l’intervalle en fréquence entre deux

résonances noires successives est D = T ≠1
seq comme observé expérimentalement [Figure

3.16 - (a)]. De plus, l’ajustement de la largeur des résonances noires observées [Figure

3.16 - (b)] par l’expression de la largeur des dents du peigne micro-onde [NsTseq]
≠1

conduit à Ns = 1.8 ± 0.1. Cette valeur est en bon accord avec celle déjà mesurée

au travers de l’expérience de construction séquentielle de l’état noir [Figure 3.8]. Ceci

confirme l’interprétation par les peignes de fréquences micro-ondes du phénomène de

résonances noires multiples.

La dynamique du phénomène de CPT en régime séquentiel, où la relaxation est

séparée temporellement du contrôle cohérent, diffèrent drastiquement de sa version

continue étudiée en physique atomique. En effet, en régime continu, le pompage par

CPT résulte de la compétition entre la manipulation cohérente du système par les

champs lasers et le taux de relaxation, G, par émission spontanée. Cette compétition se

manifeste par une largeur fréquentielle de la résonance noire donnée par W2
2/((2π)2

G)

dans le cas où W1 π W2 et où la décohérence de l’état fondamental est négligée [125].

Dans notre expérience, la relaxation étant temporellement découplée de l’excitation

cohérente, elle ne joue aucun rôle dans la largeur des résonances noires. Cette largeur

est alors gouvernée par la durée de séquence Tseq et par le nombre caractéristique de

répétition nécessaire pour atteindre le régime permanent Ns. Ce dernier paramètre

pourraient être contrôlés en modifiant l’aire des impulsions micro-ondes pour rendre

l’accumulation de populations dans l’état noir plus ou moins efficace.

La largeur des résonances noires est cependant limitée intrinsèquement par deux

paramètres du système de spins. Tout d’abord, l’état noir de spin nucléaire ne peut

exister que si Tseq est plus court que le temps de relaxation longitudinal du spin élec-

tronique du centre NV, T1,e = 1/G1,e. Au delà de ce temps, le spin électronique est

thermalisé avec la matrice de diamant et les états ms = 0 et ms = ≠1 sont égale-

ment peuplés, ce qui détruit l’état noir de spin nucléaire. Le temps T1,e est limité à

quelques millisecondes à température ambiante par les vibrations du cristal mais peut

atteindre plusieurs secondes à température cryogénique [89]. Le deuxième paramètre

important est le temps de déphasage intrinsèque du spin nucléaire en l’absence d’illu-

mination laser T ú
2,nuc = 1/Gú

2,nuc. Le temps de séquence se doit d’être plus court que

T ú
2,nuc pour que la cohérence nucléaire de l’état noir soit préservée. Le temps de co-

hérence T ú
2,nuc peut atteindre plusieurs secondes à température ambiante [96]. Ainsi,

la limite fondamentale à la largeur spectrale du phénomène de CPT est donnée par

G0 = max{G1,e,G
ú
2,nuc} ¥ kHz, mais peut atteindre potentiellement le régime sub-Hertz

à basse température et dans des échantillons isotopiquement enrichis en 12C [96]. De

telles largeurs des résonances noires peuvent ouvrir la voie vers des applications des

spins nucléaires dans le domaine de la métrologie [7].
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Conclusion

Au cours de ce chapitre, nous avons démontré le piégeage cohérent de population

d’un spin nucléaire unique à température ambiante. L’interaction hyperfine entre le

spin nucléaire d’un noyau de 13C et le spin électronique d’un centre NV nous a permis

d’isoler une structure de niveaux d’énergie en L. Un des points essentiels de notre

travail a été l’utilisation de la propriété de polarisation optique du spin électronique

du centre NV pour créer une relaxation artificielle dans le système en L nucléaire. Ceci

nous a conduit à une réalisation séquentielle du processus de CPT. Nous avons alors

été en mesure d’étudier la construction de l’état noir en régime transitoire et donc

d’observer l’accumulation de populations dans l’état de pompage. La construction de

l’état noir par accumulation d’excitations successives créées par les séquences de CPT,

conduit à l’apparition de résonances noires multiples dans le domaine spectral. Nous

avons alors montré qu’en régime séquentiel le phénomène de CPT se manifeste aussi

pour des désaccords à 2-photons non nuls et que la largeur des résonances noires ne

dépend que du processus d’accumulation d’excitations du spin nucléaire.

La réalisation de cette expérience est conditionnée sur notre capacité à induire la

relaxation dans le système en L micro-onde. Pour le système de spins considéré durant

ce chapitre, nous avons pu tirer profit de la propriété très particulière de polarisation

de spin éléctronique du centre NV sous illumination optique. Cependant, comme nous

l’avons démontré, l’illumination laser détruit l’état quantique du spin nucléaire et donc

limite l’efficacité du processus de CPT. Pour aller plus loin, nous devons réussir à

nous affranchir de l’illumination optique pour la détection du spin électronique et la

relaxation dans le système en L. Une technique intéressante repose sur le couplage

d’ensemble de spins électroniques à un résonateur micro-onde supraconducteur [33].

Ce système quantique hybride porté à une température de 20 mK, permet, en tirant

profit des techniques développées dans le domaine des circuits quantiques, de réaliser

la détection micro-onde de 150 spins électroniques en 1 s d’integration [151]. Cette

méthode poussée à la limite ultime de détection d’un spin électronique unique, nous

pemettra de nous affranchir complétement de l’illumination laser du centre NV et ainsi

de réaliser la manipulation et la détection du spin électronique via des champs micro-

ondes [152]. Dans le chapitre suivant, nous allons détailler la mise en place de cette

expérience de détection micro-onde du électronique associé à un centre NV unique.
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CHAPITRE4
Vers la détection micro-onde d’un

centre NV unique
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Introduction

Le centre NV du diamant a suscité un grand engouement dans le domaine de l’in-

formation quantique [114, 153] et des capteurs quantiques [51, 52, 35, 30] au vu de ses

intéressantes propriétés de spin électronique qui sont de plus couplées à ses propriétés

optiques. En effet, comme nous l’avons détaillé au chapitre 1, le spin électronique du

centre NV possède deux propriétés optiques importantes à température ambiante. Tout

d’abord, le niveau de photoluminescence émise sous excitation laser verte (λ = 532 nm)

par le centre NV dépend de son état de spin électronique ce qui permet de réaliser une

détection optique de la résonance de spin [18, 82]. De plus, sous illumination laser, le

spin électronique se polarise par pompage optique dans l’état ms = 0 suivant l’axe

du centre NV [74]. En contrepartie, l’illumination optique du centre NV perturbe son

environnement. Pour les applications en tant que capteur, l’utilisation du laser a bien
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souvent des effets néfastes sur les échantillons à caractériser. Par exemple, dans les ex-

périences de détection de bio-molécules à l’échelle nanométrique par résonance parama-

gnétique électronique (RPE) [52], il peut conduire à l’ionisation des molécules à étudier

et à un échauffement local de l’échantillon [51, 104]. De plus, le centre NV lui-même

est photo-ionisé sous illumination optique passant de l’état NV≠ à NV0 [154, 155, 156]

ce qui crée d’importantes fluctuations de charges dans l’environnement immédiat du

centre NV [157]. Nous verrons dans ce chapitre que cet effet peut devenir un facteur

limitant de la cohérence du spin. Enfin, concernant les applications à l’information

quantique basées sur les spins nucléaires dans le diamant, nous avons démontré au

cours des chapitres précédents que l’illumination laser est responsable d’une relaxation

accélérée de l’état quantique de spin nucléaire vers un état thermique [36], ce qui s’est

avéré être un des facteurs limitant dans l’efficacité du processus de CPT du spin nu-

cléaire. Pour s’affranchir des inconvénients liés à l’illumination laser du centre NV, il

semble être intéressant de développer une méthode alternative de détection du spin

électronique.

g

300 Kω0, Q

amp

B0

Figure 4.1 – Schéma de principe du fonctionnement d’un spectromètre RPE standard. Un
ensemble de spins est placé dans une cavité micro-onde de fréquence ω0/2π et de facteur de
qualité Q. Le paramètre g représente le couplage d’un spin au champ électromagnétique de la
cavité. Un champ magnétique B0 permet de modifier la fréquence de précession des spins par
effet Zeeman. Le facteur de qualité de la cavité est mesuré en enregistrant après amplification
(amp) le signal réfléchi par la cavité. Lorsque les deux systèmes sont à résonance, le facteur
de qualité chute dû à l’absorption d’une partie de la puissance micro-onde par les spins.

Une alternative possible est de réaliser une détection micro-onde du spin électro-

nique, selon le principe même des expériences usuelles de RPE [14]. Un échantillon

contenant un ensemble de spins électroniques à étudier est placé dans une cavité micro-

onde. Un champ magnétique statique permet de modifier la fréquence de résonance des

spins par effet Zeeman. Lorsque la fréquence des spins est résonante avec la cavité, une

partie de la puissance du champ micro-onde est absorbée par les spins, ce qui est détecté

après amplification comme un changement du facteur de qualité de la cavité micro-onde

[Figure 4.1]. Il est possible de montrer que la sensibilité d’un tel spectromètre RPE est

donnée par [151]
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où p est la polarisation des spins électroniques, n = S[ω]/~ω le nombre de photons

de bruit dans la bande de détection, Gú
2 et G1 sont respectivement les taux de relaxation

des cohérences et des populations des spins, κ = ω0/Q représente les pertes de la cavité

micro-onde et g est la constante de couplage d’un spin au champ électromagnétique

de la cavité. La sensibilité RPE décrit la capacité des spins à absorber les photons

présents dans la cavité. Pour cela, les spins doivent interagir fortement avec le champ

électromagnétique au travers de g et être capable d’effectuer des cycles d’absorption-

émission rapidement, ce qui est décrit par le taux G1.

Pour un spectromètre RPE conventionnel, fonctionnant à 300 K, cette sensibilité

est de l’ordre de 1013 spins/
Ô
Hz. Essentiellement, deux facteurs limitent la sensibilité

d’un tel spectromètre RPE.

• Le couplage de chaque spin g/2π ¥ 5 mHz est plusieurs ordres de grandeurs plus

faibles que les pertes de la cavité κ = ω0/Q ¥ 106 s≠1 et que le taux de relaxation

des spins Gú
2 ¥ 106 s≠1. Ainsi, seule une faible proportion des photons micro-ondes

entrant dans la cavité sont effectivement absorbés par les spins.

• L’expérience étant réalisée à température ambiante, la polarisation de spin élec-

tronique est très faible p = 7 · 10≠4 et le bruit dans la ligne de détection atteint

n ¥ 103 photons provenant du bruit thermique et du bruit introduit par l’ampli-

fication.

Récemment, l’équipe de Patrice Bertet et Daniel Estève du groupe Quantronics au

CEA Saclay [151] a réussi à porter cette sensibilité jusqu’à Nmin = 1.7 ·103 spins/
Ô
Hz.

Pour cela, un ensemble de spins de bismuth dans un cristal de silicium sur lequel a

été fabriqué un résonateur LC micro-onde en aluminium est porté à la température de

20 mK dans un réfrigérateur à dilution. A cette température qui vérifie kBT π ~ω0,

les spins électroniques sont polarisés, p ¥ 1, et l’aluminium qui compose le résonateur

micro-onde devient supraconducteur, il présente alors un facteur de qualité Q = 3 · 105

à une fréquence de ω0/2π = 7.24 GHz. Avec ce système, le couplage d’un spin de

bismuth au champ du résonateur atteint g/2π = 55 Hz. De plus, le bruit dans la ligne

de détection est amené à la limite quantique de n ¥ 0.5 photons par l’utilisation d’un

amplificateur paramétrique Josephson (JPA) [158, 159] fonctionnant en mode dégénéré

où une quadrature du champ est amplifiée sans ajout de bruit. Cette expérience a ainsi

démontré une amélioration de la sensibilité de la spectromètrie RPE de près de 4 ordres

de grandeur par rapport à l’état de l’art [160, 161, 162]. Cependant, la détection de

spins uniques reste encore hors de portée de tels systèmes.

Ce groupe de recherche travaille maintenant à une nouvelle amélioration de la sensi-

bilité de leur technique de spectromètrie EPR [151] ce qui devrait permettre de détecter

un spin électronique unique au résonateur supraconducteur. J’ai eu la chance de pou-

voir intégrer leur équipe durant ma thèse pour travailler sur ce projet. La collaboration

entre le groupe Quantronics et le groupe de Jean-François Roch et Vincent Jacques

du LAC/ENS Cachan est bien établie depuis la réalisation des premières expériences

sur les systèmes quantiques hybrides [33, 163, 87]. Ma contribution à consister en la
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mise en place d’une expérience de microscopie confocale sur le site du CEA Saclay et

en la participation aux caractérisations des échantillons de diamants utilisés pour le

projet. Ce chapitre est consacré au travail que j’ai effectué dans le groupe Quantronics

et détaille le principe et les avancées du projet de détection micro-onde d’un centre NV

unique.

Dans un premier temps, je vais détailler les différents aspects du projet de détection

d’un spin unique. En particulier, nous verrons que l’utilisation d’une nanostructure à

proximité du spin permet d’augmenter le couplage entre le spin et le résonateur et ainsi

d’atteindre la sensibilité requise. Nous tenterons alors d’appliquer expérimentalement

cette méthode au spin électronique associé à un centre NV unique dans le diamant.

Pour cela, il sera nécessaire d’utiliser des spins proches de la surface du diamant et

présentant de longs temps de cohérence. Ceci, nous amenera à étudier les sources de

décohérence dans le diamant. En particulier, nous étudierons la compétition entre le

bruit électrique et magnétique en régime de champ magnétique nul dans la décohérence

du spin électronique associé à un centre NV unique. Enfin, dans la dernière partie, seront

détaillées les avancées du projet vers la détection micro-onde d’un spin électronique

unique dans le diamant.

4.1 Sensibilité de RPE au spin unique

Dans cette partie, nous allons détailler le principe d’une expérience permettant de

réaliser la détection d’un spin électronique unique. A partir du système expérimental

développé par Bienfait et al. [151], nous allons améliorer la sensibilité de RPE en

augmentant la constante de couplage g entre le spin et le champ électromagnétique du

résonateur. Ceci est rendu possible par l’utilisation d’une constriction nanométrique de

la géométrie du résonateur à proximité du spin. Le fort confinement de la densité de

courant dans la nanostructure permet d’augmenter localement le champ magnétique

créé par le résonateur et donc le couplage magnétique au spin. Nous verrons que la

présence du spin se manifeste par une chute du signal réfléchi par le résonateur en

régime continu. Cette méthode permet de détecter la présence d’un spin unique en un

temps d’acquisition de l’ordre de la milliseconde.

4.1.1 Principe de l’expérience

Le montage expérimental que nous proposons d’utiliser pour détecter un spin unique

est représenté en Figure 4.2 - (a). Un résonateur LC planaire supraconducteur, de

fréquence ωr/2π, est fabriqué sur un substrat de diamant CVD. Le résonateur est

composé de deux électrodes (capacité Cr) et d’un fil joignant les électrodes (inductance

Lr). La supraconductivité du résonateur est assurée en portant l’échantillon à une

température de 20 mK dans un réfrigérateur à dilution. Le spin électronique associé

à un centre NV se couple magnétiquement au résonateur micro-onde au travers du

champ créé par la structure. Pour augmenter ce couplage, le champ du résonateur

est fortement confiné au voisinage du spin électronique par la présence d’un court
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Figure 4.2 – (a) schéma du montage expérimental. Un résonateur LC supraconducteur fa-
briqué sur diamant constitué de deux électrodes (capacité C) et d’un fil (inductance L) est
inséré dans une cavité micro-onde 3D. Une constriction nanométrique est réalisée au niveau
du fil sous laquelle se situe le spin électronique. (b) Schéma électrique équivalent du montage
de détection. Le résonateur est couplé capacitivement à la ligne de détection. Le champ sor-
tant de la cavité est amplifié une première fois à 20 mK par un amplificateur paramétrique
Josephson (JPA) puis successivement par un amplificateur cryogénique HEMT (High Elec-
tron Mobility Transistor) et des amplificateurs à température ambiante. Le signal amplifié
est finalement mesuré par détection homodyne.

nanofil (≥ 20 ◊ 20 nm de dimension transverse) supraconducteur dans l’inductance du

résonateur [zoom Figure 4.2 - (a)].

L’échantillon de diamant avec résonateur est placé dans une cavité micro-onde 3D

[164] dont la fréquence du premier mode propre est 500 MHz supérieure à la fréquence

du résonateur. Des encoches métaliques sont usinées dans la structure de la cavité pour

permettre le maintien de l’échantillon. Le champ électromagnétique de la cavité est

quant à lui couplé à une ligne de transmission extérieure grâce à une antenne insérée

dans la cavité. Ce dispositif est utilisé comme porte échantillon et réalise un couplage

capacitif entre la ligne de transmission et le résonateur sur diamant [Figure 4.2 - (b)].

Le résonateur est sondé par un signal micro-onde envoyé par la ligne de transmis-

sion. Nous supposons par la suite que le couplage entre l’antenne et le résonateur est

choisi tel que le facteur de qualité du résonateur atteint Q ¥ 105 une fois placé dans

la cavité [151]. De plus, les pertes internes du résonateur seront négligées grâce à la

supraconductivité, de telle sorte que tout le signal disponible est émis dans la ligne de

détection. Après passage par un circulateur, le signal réfléchi par la cavité est amplifié

par un amplificateur paramétrique Josephson (JPA) [158, 159] à 20 mK puis par un

amplificateur bas bruit HEMT (High Electron Mobility Transistor) à 4 K. Les deux
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quadratures I(t) et Q(t) du signal sont obtenues après démodulation par détection

homodyne.

L’utilisation d’un JPA dans la chaine d’amplification représente un élément clé de

la détection d’un spin unique. En effet, fonctionnant à 20 mK, il n’ajoute alors, lors de

l’amplification du signal, que le minimum de bruit autorisé par la physique quantique

[158]. En mode non dégénéré, où les deux quadratures du signal sont amplifiées, le

nombre de photons de bruit introduits durant l’amplification est de n = 1 correspondant

à l’ajout des fluctuations quantiques du vide. En mode dégénéré, où l’amplificateur est

sensible à la phase, une quadrature du signal est amplifiée sans ajout de bruit soit

n = 0.5. Ce procédé a déjà permis d’améliorer la sensibilité de RPE [151] et nous

permettra ici d’atteindre la limite de détection d’un spin unique.

4.1.2 Couplage spin-résonateur

Nous allons exposer ici le principe de notre expérience de détection d’un spin électro-

nique unique. Pour cela, nous étudierons tout d’abord l’origine physique du couplage du

spin au résonateur puis par l’étude de la sensibilité de RPE, nous mettrons en lumière

les paramètres importants de l’expérience.

Hamiltonien du système

Dans cette expérience, le système de spin considéré consiste en un spin électronique

associé à un centre NV unique. La fréquence de précession du spin est controlée ex-

périmentalement au travers d’un champ magnétique statique B0 créé par un système

de bobines de Helmoltz 3-axes [Figure 4.2 - (a)]. Ce champ est appliqué parallèle au

plan du résonateur pour éviter tout effet néfaste pour la supraconductivité. Le spin est

décrit en présence du champ magnétique statique par le Hamiltonien en fréquence

He = DŜ2
z + γeB0 · Ŝ , (4.2)

avec D = 2.88 GHz l’interaction spin-spin à 20 mK [33], γe = 2.8 MHz.G≠1 le

rapport gyromagnétique électronique et Ŝ = {Ŝx, Ŝy, Ŝz}† représente l’opérateur de spin

électronique adimensionné. Pour l’instant, dans un souci de simplification, l’interaction

hyperfine avec le spin nucléaire de l’atome d’azote constitutif du centre NV n’est pas

prise en compte dans ce Hamiltonien. Le spin nucléaire de l’atome d’azote ne joue

aucun rôle dans le couplage du spin électronique au résonateur. En effet, la fréquence

du résonateur est supposée de ωr/2π = 2.9 GHz ce qui ne permet pas d’induire des

retournements de spin nucléaire dont les transitions sont de l’ordre du MHz. Nous

reviendrons sur l’effet de la présence du spin nucléaire d’azote dans la dernière partie

de ce chapitre.

Les diamants utilisés pour ce projet présentent une surface orientée suivant l’axe

crystalographique (100). Supposons que le champ magnétique statique B0 est appliqué

suivant l’axe (110) dans le plan du résonateur. Un centre NV suivant l’axe [111] du cris-

tal ressent un champ magnétique projeté sur son axe de symétrie de B0,z = ||B0|| cos α

avec α = 35.7 ¶ [Figure 4.3 - (a)]. Tant que l’amplitude du champ magnétique est telle

que γe||B0|| π D, les états propres du spin électronique sont définis suivant l’axe du
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Figure 4.3 – (a) Schéma de la matrice de diamant. Le champ magnétique B0 est appliqué
suivant l’axe (110) du cristal alors que l’axe du centre NV est colinéaire à l’axe cristalogra-
phique [111]. Un angle α = 35.7¶ sépare ces deux directions. (b) Schéma de niveaux d’énergies
du spin électronique d’un centre NV. La projection du champ magnétique B0 sur l’axe du
centre NV introduit un coefficient cos(35.7¶) dans l’évolution des énergies propres.

centre NV et notés {|0eÍ, | ≠ 1eÍ, | + 1eÍ} d’énergie Dm2
s + γeB0,zms avec respectivement

ms = 0, ≠1, +1 la projection de l’état de spin électronique sur l’axe du défaut. Il est

alors possible d’utiliser un champ magnétique B0 dont l’amplitude peut aller jusqu’à

1000 G ce qui nous permettra d’accorder la fréquence de précession des spins en ré-

sonance avec la fréquence du résonateur ωr/2π. En supposant ωr/2π = 2.9 GHz, un

champ magnétique B0,z = 7 G est suffisant pour porter la transition |0eÍ æ | + 1eÍ en

résonance avec le résonateur [Figure 4.3 - (b)].

Le résonateur de fréquence ωr/2π est décrit par le Hamiltonien

Hr =
ωr

2π
a†a , (4.3)

où a (resp. a†) est l’opérateur d’annihilation (resp. création) du champ dans le réso-

nateur. Le spin électronique se couple au résonateur au travers du champ magnétique

créé au niveau de la nanostructure B1 = δB(a+a†), où δB est la fluctuation quantique

du vide estimée à la position du spin [Figure 4.2 - (a)]. Le Hamiltonien d’interaction

spin-résonateur s’écrit

Hint = γeB1 · Ŝ (4.4)

= (a + a†)δB · Ŝ . (4.5)

Lorsque la fréquence de la transition |0eÍ æ | + 1eÍ du spin électronique est proche

de la résonance avec la fréquence du résonateur ωr/2π, les deux systèmes, spin et réso-

nateur, peuvent échanger de l’énergie grâce au couplage magnétique. Le Hamiltonien

d’interaction se réécrit proche de résonance

Hint =
g

2π
(σ+a + σ≠a†) , (4.6)
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avec

g

2π
= γeδB · È0e|Ŝ| + 1eÍ (4.7)

la constante de couplage entre le spin et le résonateur, σ+ = | + 1eÍÈ0e| et σ≠ =

|0eÍÈ+1e|. Pour obtenir l’expression (4.7) nous avons appliqué l’approximation de l’onde

tournante où les termes d’interaction non résonants σ+a† et σ≠a ont été négligés. Le

Hamiltonien total du système Hs +Hr +Hint prend la forme du Hamiltonien de Jaynes-

Cummings connu dans le cadre de l’électrodynamique quantique en cavité [165].

Sensibilité RPE

Nous allons maintenant évaluer la sensibilité du dispositif que nous venons de dé-

crire. Rappelons tout d’abord l’expression de la sensibilité d’un spectromètre RPE

donnée dans l’introduction de ce chapitre

S =
1

p

Ô
n

Û

κGú
2

g2

1Ô
G1

. (4.8)

Le résonateur supraconducteur présente un facteur de qualité Q = 105 pour une

fréquence de résonance de ωr/2π = 2.9 GHz. Les pertes κ = 2 · 105 s≠1 sont dûes au

couplage à la ligne de transmission. Pour assurer la supraconductivité du résonateur et

la polarisation du spin électronique p = 1, le système est porté à une température de

20 mK dans un réfrigérateur à dilution. Le signal micro-onde réfléchi par le résonateur

est collecté par la ligne à transmission puis amplifié par un JPA en mode dégénéré.

L’utilisation du JPA en mode dégénéré permet de porter le bruit dans la ligne de

détection à la limite quantique où n = 0.5 ce qui correspond aux fluctuations quantiques

du vide.

Malgré la présence du nanofil dans la géométrie du résonateur, le couplage du

spin unique au champ micro-onde sera très probablement en régime de couplage faible

κ ∫ g. Dans ce cas, la présence de la cavité se manifeste par une modification de

l’environnement électromagnétique du spin ce qui se traduit par une augmentation du

taux d’émission spontanée G1. Cet effet est connu sous le nom d’effet Purcell [166], il a

été intensivement étudié dans le domaine de l’optique quantique [167] et a été observé

récemment pour la première fois avec des spins dans le groupe Quantronics [152]. Le

taux de relaxation longitudinal G1 d’un spin unique étant naturellement extrêmement

long à 20 mK [87, 168], l’émission spontanée est donc toujours limitée par l’effet Purcell

[152]. L’expression du taux d’émission spontanée devient alors G1 = Gp avec

Gp =
4g2

κ
. (4.9)

Cet effet est à la base de notre méthode de détection de spin unique. En effet,

l’amplitude du champ réfléchi par le résonateur résulte de l’interférence destructive

entre le champ micro-onde d’excitation et le champ émis spontanément par le spin. Ceci

donne lieu à une diminution du signal réfléchi qui est d’autant plus importante que le

taux d’émission spontanée du spin par effet Purcell est grand. La sensibilité du dispositif

RPE s’écrit alors S = 2
Ò

nGú
2/Gp. Le taux de relaxation des cohérences Gú

2 du spin n’est
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en général pas limité radiativement par l’effet Purcell, il dépend majoritairement de

l’interaction du spin avec son environnement magnétique dans le cristal.

Ainsi, pour porter la sensibilité du dispositif RPE au spin unique, nous devons faire

en sorte de maximiser la constante de couplage g tout en conservant de faibles taux de

décohérence aussi bien pour le spin Gú
2 que pour le résonateur κ.

4.1.3 Vers une sensibilité au spin unique

Pour réussir à détecter un spin unique, nous devons choisir les propriétés du système

de spin et du résonateur de manière à maximiser la sensibilité de RPE.

Système de spin

Le temps de cohérence d’un spin électronique associé à un centre NV est limité

par son interaction avec son environnement magnétique dans le diamant. Ainsi, pour

s’assurer que le centre NV présente un long temps de cohérence, nous allons utiliser

un échantillon de diamant isotopiquement enrichi en 12C, pour lequel l’abondance en

impuretés de 13C est réduite à hauteur de 0.002 %. Pour des échantillons similaires,

des temps de cohérence pouvant atteindre ≥ 400 µs ont été mesurés pour des spins

électroniques de centres NV natifs [96].

La constante de couplage g dépend de l’élément de matrice de la transition de

spin È0e|Ŝ| + 1eÍ. Ce terme est inhérent au système de spin considéré. Pour le spin

électronique associé à un centre NV, on trouve È0e|Sx| ± 1eÍ = 1/
Ô

2 et È0e|Sy| ± 1eÍ =

±i/
Ô

2. Pour augmenter g, nous ne pouvons pas influer sur l’élément de matrice de la

transition de spin. Nous devons donc définir une géométrie du système spin-résonateur

qui maximise ||δB||.

Géométrie du résonateur

La constante de couplage g dépend des fluctuations quantiques du champ micro-

onde δB évaluées à la position du spin. La fluctuation du courant micro-onde dans le

nanofil qui donne lieu aux fluctuations de champ magnétique s’écrit [169]

δi = ωr

Û

~

2Zr

, (4.10)

avec ωr/2π la fréquence du résonateur et Zr =
Ò

Lr/Cr son impédance. Une es-

timation de l’amplitude de la fluctuation du champ magnétique δB est obtenue en

supposant que le nanofil présente une section circulaire, ce qui conduit à des lignes

de champ orthoradiales. D’après le théorème d’Ampère, l’amplitude de la fluctuation

de champ magnétique s’écrit δB = µ0δi/2πr avec r la distance du spin au centre du

nanofil. La fréquence du résonateur ωr/2π = 2.9 GHz est choisie pour être proche de la

levée de dégénérescence en champ nul du spin D = 2.88 GHz, ainsi seul un champ ma-

gnétique B0 modéré est nécessaire pour porter les deux systèmes en résonance. Pour

maximiser δB, il faut donc diminuer au maximum l’impédance du résonateur Zr et

amener le spin aussi proche que possible du nanofil pour minimiser r.
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Figure 4.4 – (a) Schéma d’une coupe au niveau du nanofil. Un nanofil de 20 nm de largeur
et de hauteur est positionné au dessus d’un centre NV implanté à 15 nm dans un diamant.
Le nanofil est parcouru par un courant δi = 34 nA. (b) Schéma de la géométrie du résonateur
micro-onde avec nanofil représenté en rouge. Cette géométrie conduit à une impédance du
résonateur de Zr = 15.3 W.

Pour minimiser r et contrôler le positionnement des spins dans le diamant, nous

allons travailler avec des centres NV obtenus par implantation d’atomes d’azote au

travers d’une résine. L’énergie du faisceau d’implantation permet de contrôler la pro-

fondeur des défauts NV qui est choisie de 20 nm pour limiter les effets néfastes de la

proximité de la surface sur la cohérence du spin [52]. Le positionnement des centres NV

est contrôlé par implantation d’atomes d’azote au travers d’ouvertures nanométriques

dans la résine. Le nanofil est ensuite fabriqué juste au-dessus d’un centre NV parti-

culier présentant un long temps de cohérence. Cette technique permet d’atteindre une

distance entre le spin et le résonateur de r = 20 nm [Figure 4.4 - (a)]. Nous détaillerons

dans la partie 4.3 la réalisation et la caractérisation de ces échantillons de diamant.

La géométrie du résonateur doit minimiser son impédance Zr, ce qui implique de

maximiser sa capacité Cr et minimiser son inductance Lr. Pour cela, nous proposons

d’utiliser une capacité avec des doigts imbriqués [Figure 4.4 - (b)]. La capacité est

composée de deux larges électrodes de 3 mm par 1 mm qui assurent le couplage capacitif

à la ligne de transmission et de 36 paires de doigts imbriquées de 0.94 mm de long, 20 µm

de large et espacées de 20 µm qui permettent d’augmenter la capacité du résonateur.

L’inductance est réalisée par un fil reliant les deux électrodes de la capacité. Pour

minimiser l’inductance, la largeur du fil doit être la plus grande possible en dehors de

la région du nanofil. Pour cela nous utilisons un fil de 30 µm de large conduisant à

une inductance de Lr = 790 pH. L’inductance cinétique de la nanostructure est ici

négligée par rapport à l’inductance géométrique du fil. Cette géométrie du résonateur

conduit à une fréquence de résonance ωr/2π = 2.9 GHz et présente une impédance de

Zr = 15.3 W. La fluctuation du courant dans le nanofil correspondante est δi = 34 nA,

ce qui conduit, pour un spin situé à r = 15 nm du nanofil, à une fluctuation de champ

magnétique δB = 0.34 µT.

Pour un centre NV situé juste en dessous du nanofil, la fluctuation de champ δB

est orthogonale à l’axe du centre NV. Dans ce cas, la constante de couplage est de
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g/2π = 6.7 kHz. Ainsi, le temps de relaxation par effet Purcell est G≠1
p = 25 µs.

En supposant un temps de cohérence du spin électronique proche de la surface de

G
ú≠1
2 = 10 µs, la sensibilité de notre dispositif évaluée à partir de l’équation (4.8) est

S = 0.056 spins/
Ô
Hz ce qui permet de détecter un spin unique avec un rapport signal

à bruit unité en un temps de moyennage de TM ¥ 0.32 ms.

Grâce à un tel dispositif expérimental, il est donc possible théoriquement de détecter

un spin électronique unique associé à un centre NV du diamant en un temps d’acqui-

sition de l’ordre de la milliseconde. Nous allons dans la suite de ce chapitre tenter

de réaliser expérimentalement ce projet. Pour commencer, nous allons nous intéresser

au temps de cohérence du spin électronique qui est un des paramètres importants du

schéma de détection micro-onde.

4.2 Cohérence d’un centre NV unique en régime de

champ magnétique nul

Bien que la matrice de diamant protège le spin électronique du centre NV contre

l’effet des phonons, il reste sensible aux fluctuations du champ magnétique de l’envi-

ronnement. Pour s’en affranchir, deux méthodes peuvent être utilisées. Premièrement,

il est possible d’utiliser des échantillons de diamant isotopiquement enrichi en 12C, où

l’interaction avec le bain de spin nucléaire est réduite. Nous avons déjà vu que dans de

tels échantillons, le temps de cohérence T ú
2 de centres NV natifs peut atteindre plusieurs

centaines de microsecondes [43, 96]. Deuxièmement, Dolde et al [35] ont réussi à tirer

profit du Hamiltonien de spin électronique en champ magnétique nul pour créer des

états propres de spin insensible aux fluctuations magnétiques. Cette technique permet

d’augmenter d’un facteur de l’ordre de 10 le temps de cohérence du spin en régime de

champ nul [Figure 4.5]. Cette expérience a été réalisée pour un centre NV situé dans

un échantillon de diamant d’abondance naturelle en impuretés de 13C ([13C] = 1.1 %).

Dans cette partie, nous allons tenter de combiner ces deux méthodes pour augmenter

le temps de cohérence d’un centre NV dans un échantillon isotopiquement purifié.
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Figure 4.5 – Temps de cohérence T ú
2 du spin électronique associé à un centre NV unique en

fonction du champ magnétique appliqué suivant l’axe du défaut Bz. Cette courbe est extraite
de l’article de Dolde et al [35]
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Pour reproduire l’expérience de Dolde et al, nous allons commencer par étudier le

comportement des états propres du spin dans le régime de faible champ magnétique.

Nous verrons alors que dans ce régime, les états propres deviennent insensibles au

premier ordre des fluctuations du champ magnétique. Ceci pose alors la question de la

source de décohérence dominante dans le diamant en régime de champ magnétique nul.

Pour y répondre, nous serons amenés à répéter l’expérience deDolde et al en considérant

des centres NV situés dans différents échantillons de diamant. Nous verrons alors que

l’augmentation du temps de cohérence observée par Dolde et al n’est pas générale et

dépend de l’environnement électrique et magnétique du centre NV.

4.2.1 Transitions d’horloge en régime de champ nul

Pour commencer, nous allons décrire le comportement des états propres du spin

électronique associés à un centre NV unique en régime de faible champ magnétique

statique. Nous verrons que la présence d’un terme de contrainte dû à la matrice de

diamant, transverse à l’axe de quantification naturel du centre NV, donne lieu à un

anti-croisement de niveaux de spin électronique en champ magnétique nul. Dans ce

régime, le spin électronique du centre NV est découplé au premier ordre du champ

magnétique et devient sensible au champ électrique local [35]. Ainsi, au travers de

l’amplitude du champ magnétique statique appliqué sur l’axe du centre NV, il est

possible de contrôler la sensibilité du spin aux champs électrique et magnétique.

Hamiltonien en régime de champ magnétique statique faible

Considérons le spin électronique associé à un centre NV du diamant en présence d’un

champ électrique E et d’un champ magnétique Bz appliqué suivant l’axe du centre NV.

Le champ des contraintes C venant des déformations locales de la matrice de diamant,

agit sur le spin électronique comme un champ électrique, au travers de l’effet Stark

linéaire [170, 56]. En notant le champ électrique effectif R = C+E, le Hamiltonien du

spin électronique en fréquence s’écrit [108, 35]

Ĥe =

A

D +
dÎRz

h

B

Ŝ2
z + γeBzŜz ≠ d‹

h

Ë

Rx

1

ŜxŜy + ŜyŜx

2

+ Ry

1

Ŝ2
x ≠ Ŝ2

y

2È

, (4.11)

où Ŝ = {Ŝx, Ŝy, Ŝz}† représente l’opérateur de spin électronique adimensionné,

dÎ/h = 0.35 Hz.cm.V≠1 et d‹/h = 17 Hz.cm.V≠1 [171] sont les composantes longitudi-

nale et transverse du moment dipolaire de la transition de spin et γe = 2.8 MHz.G≠1

correspond au rapport gyromagnétique électronique. Par la suite, nous allons négliger

l’effet Stark longitudinal par rapport à sa composante transverse car dÎ π d‹. Les

états propres de ce Hamiltonien sont notés {|0eÍ, |+eÍ, |≠eÍ} où

|+eÍ = cos

A

θe

2

B

| + 1eÍ + sin

A

θe

2

B

eiφe| ≠ 1eÍ (4.12)

|≠eÍ = sin

A

θe

2

B

| + 1eÍ ≠ cos

A

θe

2

B

eiφe| ≠ 1eÍ , (4.13)
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avec {|msÍ} les états propres de l’opérateur Ŝz, tan(φe) = Ry/Rx et

tan θe =
ξ‹

βz

(4.14)

est le paramètre de mélange d’états de spin électronique avec βz = γeBz et ξ‹ =

d‹

Ò

R2
x + R2

y/h. βz correspond au champ magnétique statique appliqué suivant l’axe

du centre NV et ξ‹ décrit le champ électrique/contrainte statique transverse à l’axe

du défaut. Les énergies propres associées respectivement aux états {|0eÍ, |+eÍ, |≠eÍ}
s’écrivent

ν0 = 0 (4.15)

ν± = D ±
Ò

ξ2
‹ + β2

z . (4.16)

Le paramètre de mélange d’états de spin électronique θe est contrôlé expérimenta-

lement au travers de l’amplitude du champ magnétique statique appliqué suivant l’axe

du centre NV donc de la valeur de βz. Il décrit la compétition entre l’effet Zeeman

longitudinal et l’effet Stark transverse dans la définition de l’axe de quantification du

spin électronique [Figure 4.6].

(a) (b)

axe de 
quantification

x′

N

z

V

ξ⊥

axe de 
quantification

z

x′

N

V

ξ⊥

βz

θe

θe

βz

Figure 4.6 – Axe de quantification du spin électronique associé à un centre NV du diamant.
(a) En régime de champ magnétique statique fort, βz ∫ ξ‹, l’axe de quantification est
proche de l’axe z du centre NV. (b) En régime de champ magnétique faible, βz π ξ‹, l’axe
de quantification est orthogonal à l’axe du centre NV.

• En régime de champ magnétique fort, βz ∫ ξ‹, θe ¥ 0. Ce qui signifie que

les états propres du Hamiltonien sont {|0eÍ, | + 1eÍ, | ≠ 1eÍ} correspondant aux

projections du spin électronique suivant l’axe du centre NV [Figure 4.6 - (a)].

Dans ce régime dominé par l’effet Zeeman, les fréquences de transitions de spin

sont ν± = D± βz [172]. Le spin électronique est alors sensible au bruit de champ

magnétique local.
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• En régime de faible champ magnétique, βz π ξ‹, le mélange d’états de spin

électronique est maximal, θe ¥ π/2. Les états propres sont {|0eÍ, |+eÍ, |≠eÍ} où

|+eÍ =
1Ô
2

1

| + 1eÍ + eiφe| ≠ 1eÍ
2

(4.17)

|≠eÍ =
1Ô
2

1

| + 1eÍ ≠ eiφe| ≠ 1eÍ
2

, (4.18)

définis suivant un axe de quantification donné par l’effet Stark transverse qui est

perpendiculaire à l’axe du centre NV [Figure 4.6 - (b)]. Les énergies de transition

de spin s’écrivent dans ce cas ν± = D ± ξ‹. Elles évoluent linéairement avec le

champ électrique local et sont indépendantes du champ magnétique appliqué.

Dans ce régime de faible champ magnétique statique, le centre NV est découplé

des fluctuations de premier ordre du champ magnétique de l’environnement mais

devient sensible au bruit de champ électrique.

Ainsi, la sensibilité aux champs électrique et magnétique du spin électronique associé

à un centre NV du diamant peut être contrôlé au travers du champ magnétique statique

appliqué suivant l’axe du centre NV.

Anti-croisement de niveaux de spin électronique
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Figure 4.7 – (a) Spectres ODMR enregistrés pour des champs magnétiques appliqués de
Bz = 0.1 G et Bz = 0 G. (b) Fréquences de résonance de spin électronique, ν+ et ν≠, rela-
tives à l’interaction spin-spin D en fonction du champ magnétique appliqué Bz. Le terme de
contrainte transverse d’amplitude ξ‹ induit un anti-croisement de niveaux de spin électro-
nique en régime de faible champ magnétique. Les courbes solides sont des ajustements des
données par l’équation (4.16).

Pour observer expérimentalement la compétition entre l’effet Zeeman et l’effet Stark,

nous allons étudier le comportement des transitions de spin en fonction du champ
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magnétique B appliqué sur l’axe du centre NV. Considérons un centre NV natif dans

un échantillon de diamant créé par CVD, ce défaut situé à quelques microns sous

la surface du diamant est composé d’un atome d’azote d’isotope 14N de spin nucléaire

IN = 1. Par la suite, nous allons réaliser une excitation sélective de la projection mI = 0

du spin nucléaire de l’azote, le Hamiltonien de spin électronique donné par l’équation

(4.11) n’est donc pas modifié par la présence du spin nucléaire.

Un champ magnétique statique Bz généré par une bobine est appliqué suivant l’axe

du centre NV. Pour chaque valeur de Bz, un spectre ODMR est réalisé permettant

de déterminer les fréquences des transitions de spin électronique [Figure 4.7 - (a)].

L’évolution des fréquences de transitions relativement à l’interaction spin-spin D est

représentée en Figure 4.7 - (b). A fort champ magnétique statique, les fréquences de

transitions évoluent linéairement avec le champ magnétique. L’effet Zeeman est alors

dominant et le spin électronique est sensible au champ magnétique local. Lorsque le

champ magnétique appliqué approche la valeur nulle, l’effet Stark transverse devient

prédominant et il se produit alors un anti-croisement de niveaux de spin électronique

[Figure 4.7 - (b)]. Dans ce régime, le spin est sensible au champ électrique transverse.

L’écart en énergie au croisement de niveau est Dν = ν+ ≠ ν≠ = 2ξ‹. L’évolution

des fréquences relatives des transitions de spin est ajustée par l’équation (4.16). Ces

ajustements présentés en courbes solides sur la Figure 4.7 - (c) conduisent à la valeur

du champ électrique/contrainte statique transverse ξ‹ = 93 ± 2 kHz. Cette valeur

est typique des centres NV natifs dans les échantillons obtenus par croissance CVD.

La valeur de ξ‹ peut atteindre quelques MHz dans le cas de nanodiamants où les

contraintes internes issues de la croissance HPHT (Haute Pression Haute Température)

ainsi que de l’écrasement peuvent devenir importantes.

Nous venons de voir que la sensibilité du spin peut être contrôlée expérimentalement

au travers du champ magnétique statique appliqué sur l’axe du centre NV. Nous allons

maintenant tirer profit de ce système pour protéger le spin électronique contre les

fluctuations magnétiques de l’environnement responsables de la décohérence.

4.2.2 Centres NV natifs dans un échantillon à concentration

naturelle en impuretés de 13C

Au cours de cette section, nous allons reproduire l’expérience de Dolde et al. [35].

Pour cela , nous allons considérer un centre NV natif dans un diamant massif créé

par CVD présentant une concentration naturelle en impuretés paramagnétiques de 13C

([13C] = 1.1 %). Nous allons dans un premier temps étudier le comportement du temps

de cohérence T ú
2 du spin électronique en fonction du champ magnétique. Puis nous

discuterons les contributions des bruits magnétique et électrique à la décohérence du

spin électronique associé à un centre NV unique.

Evolution du temps de cohérence avec le champ magnétique

Le centre NV considéré dans cette expérience présente un champ électrique/contrainte

statique de ξ‹ = 120 kHz. Pour évaluer le temps de cohérence T ú
2 du spin électronique,

les signaux de précession libre des cohérences sont enregistrés en implémentant des
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Figure 4.8 – Signaux de précession libre enregistrés sur un centre NV unique natif dans
un échantillon créé par CVD présentant une concentration naturelle en 13C (1.1 %) à Bz ¥
100 mG et à Bz ¥ 0 G. Les courbes solides sont des ajustements des données par la fonction
cos(2π D τ) exp(≠(τ/T ú

2 )2), avec τ le temps de précession libre et D le désaccord en fréquence
entre le champ micro-onde et la transition de spin électronique.

séquences de Ramsey [cf. §1.1.3]. Des signaux typiques enregistrés pour Bz ¥ 100 mG

et Bz ¥ 0 G sont présentés en Figure 4.8.

Pour Bz ¥ 100 mG, correspondant au régime de fort champ magnétique statique,

βz ∫ ξ‹, le comportement du spin électronique est gouverné par l’effet Zeeman. La

décohérence est alors dominée par les fluctuations magnétiques du bain de spins nu-

cléaires. Le signal de précession libre correspondant est présenté par la courbe supé-

rieure de la Figure 4.8. L’ajustement de cette courbe conduit à un temps de cohérence

T ú
2,βz∫ξ‹

= 5.4 ± 1.5 µs.

Pour Bz ¥ 0 G, correspondant au régime de champ magnétique faible, βz π ξ‹,

les états propres du spin électronique deviennent insensibles au champ magnétique

È±|Ŝz|±Í = 0. Le spin électronique est alors protégé au premier ordre contre les fluc-

tuations magnétiques induites par le bain de spins nucléaires. Le signal de précession

libre mesuré en régime de champ magnétique faible correspond à la courbe inférieure

de la Figure 4.8. Nous observons alors une augmentation du temps de cohérence qui

atteint T ú
2,βz=0 = 37 ± 8 µs.

L’évolution du temps de cohérence du spin électronique en fonction du champ ma-

gnétique statique appliqué est présentée en Figure 4.9. Nous retrouvons le même com-

portement que celui observé par Dolde et al., où le temps de cohérence présente une

augmentation en régime de champ nul [Figure 4.5]. Nous voudrions souligner que la

valeur atteinte par le temps de cohérence du système pour βz = 0 est de l’ordre de

T ú
2,βz=0 ¥ 35µs aussi bien dans notre expérience que dans celle de Dolde et al.. Dans

ce régime, le système est insensible au premier ordre des fluctuations magnétiques de

l’environnment. Pour comprendre les sources de bruits à l’origine de la décohérence en

champ nul, nous allons détailler dans la section suivante l’évolution de la sensibilité
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Figure 4.9 – Temps de cohérence T ú
2 du spin électronique en fonction du champ magnétique

statique appliqué Bz. La courbe solide est un ajustement par une fonction lorentzienne utilisée
comme guide pour les yeux.

du spin aux fluctuations des champs électrique et magnétique en fonction du champ

magnétique statique Bz appliqué suivant l’axe du défaut.

Influences des différentes sources de bruit sur le temps de cohérence

Les fluctuations des champs électrique et magnétique autour de leurs valeurs moyennes

βz et ξ‹, sont décrites par les deux variables aléatoires, δβz et δξ‹. Considérons le sous-

espace de spin électronique {|0eÍ, |+eÍ}, la fluctuation de la fréquence de transition de

spin, notée δν, induite par les bruits électrique et magnétique s’écrit

δν =
Ò

(ξ‹ + δξ‹)2 + (βz + δβz)2 ≠
Ò

ξ2
‹ + β2

z . (4.19)

Cette fluctuation conduit à la décohérence du spin électronique qui est mesurée

au travers du signal de précession libre. Pour implémenter la séquence de Ramsey, le

spin est préalablement polarisé dans l’état |0eÍ, puis la séquence d’impulsions micro-

ondes π
2

≠ τ ≠ π
2
est utilisée [cf. §1.1.3]. Le signal de précession libre correspondant à la

probabilité de trouver le spin dans l’état |0eÍ pour une durée de précession τ s’écrit

P|0eÍ(τ) = [1 ≠ cos(ψ + δψ)]/2 . (4.20)

Dans cette équation, δψ =
s τ

0 2πδνdt et ψ =
s τ

0 2πDdt avec D = ν+ ≠ νMW le

désaccord en fréquence entre le champ micro-onde d’excitation et la transition de spin

électronique |0eÍ æ |+eÍ. En supposant que δψ est distribuée sur une loi gaussienne,
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cette probabilité s’écrit après moyennage sur un grand nombre de réalisations de l’ex-

périence

ÈP|0eÍ(τ)Í = [1 ≠ e≠Èδψ2Í/2 cos(ψ)]/2 . (4.21)

Ainsi, pour calculer le temps de cohérence estimé par la mesure du signal de pré-

cession libre, nous devons évaluer la variance de la phase accumulée durant la séquence

Èδψ2Í = 4π2
⁄ τ

0
dt

⁄ τ

0
dtÕÈδν(tÕ)δν(t)Í . (4.22)

Par la suite, nous allons considérer des fonctions de corrélations des bruits à dé-

croissances exponentielles [50]

Èδξ‹(tÕ)δξ‹(t)Í = σ2
ξ‹

exp(≠|t ≠ tÕ|/τξ‹
) (4.23)

Èδβz(tÕ)δβz(t)Í = σ2
βz

exp(≠|t ≠ tÕ|/τβz
) , (4.24)

où {τβz
, τξ‹

} et {σβz
, σξ‹

} représentent respectivement les temps de corrélations et

les écarts types des bruits magnétique et électrique. De plus, les différentes sources de

bruit sont supposées sans corrélations et lentements variables τ π (τβz
, τξ‹

) [50, 85].

Considérons deux cas limites

• Supposons que βz ∫ ξ‹. Dans ce régime, la fréquence de la transition de spin

évolue linéairement avec le champ magnétique, ν+ = D + βz. La fluctuation en

énergie associée est

δνβz∫ξ‹
= δβz . (4.25)

La variance de la phase accumulée s’écrit alors

Èδψ2Í = 4π2σ2
βz

τ 2 . (4.26)

Ce qui conduit à une décroissance gaussienne du signal de précession libre sur un

temps caractéristique

T ú
2,βz∫ξ‹

=
1Ô

2πσβz

. (4.27)

La décohérence est ici gouvernée par le bruit de champ magnétique. Ce régime

correspondant au régime de fort champ magnétique statique, nous permet d’éva-

luer l’amplitude du bruit magnétique, σβz
.

• Supposons maintenant que βz = 0. Dans ce cas, pour de faibles amplitudes de

bruits ξ‹ ∫ (σβz
, σξ‹

), la fluctuation de la fréquence de la transition de spin est

donnée par

δνβz=0 = δξ‹ +
δβ2

z

2ξ‹
. (4.28)

Le premier terme de cette équation décrit le bruit électrique alors que le second
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terme correspond aux fluctuations magnétiques de second ordre. En effet, bien

que le spin électronique soit protégé à l’anti-croisement de niveaux contre le bruit

magnétique au premier ordre car È±|Ŝz|±Í = 0, il reste sensible aux fluctuations

magnétiques de second ordre. Ainsi, de manière générale, il n’est pas évident

d’isoler la contribution de chacun de ces deux termes à la décohérence du spin.

A partir des mesures du temps de cohérence présentées en Figure 4.9, nous pou-

vons évaluer les amplitudes des bruits responsables de la décohérence dans les régimes

de fort champ magnétique et de faible champ magnétique. En régime de fort champ

magnétique, pour un centre NV natif dans le diamant, la décohérence est dominée par

le bruit de champ magnétique créé par le bain de spin nucléaire. L’amplitude de la

fluctuation magnétique mesurée dans cet échantillon est σβz
= 41.5 ± 2.6 kHz. Dans

le régime de champ magnétique nul, le temps de cohérence mesuré correpond à un

bruit d’amplitude σ0 = 6 ± 0.3 kHz. Cependant, il est impossible de conclure quant

à la nature du bruit dominant la décohérence en champ nul. Le bruit de champ élec-

trique (σξ‹
) et la fluctuation de second ordre en champ magnétique (σ2

βz
/2ξ‹ ¥ 5 kHz)

peuvent conduire tout les deux à une augmentation du temps de cohérence en régime

de champ nul dans cet échantillon de diamant.

Pour quantifier la variation du temps de cohérence en fonction du champ magné-

tique, nous définissons le paramètre R tel que

R =
T ú

2,βz=0

T ú
2,βz∫ξ‹

. (4.29)

Lorsque le temps de cohérence augmente en régime de champ nul, ce qui corres-

pond au comportement observé expérimentalement, le coefficient R Ø 1. Dans notre

expérience, nous mesurons R = 6.9 ± 2.4.

Dans la partie suivante, nous allons tenter d’appliquer cette méthode pour améliorer

la cohérence d’un centre centre NV situé dans un échantillon isotopiquement purifié.

4.2.3 Centres NV natifs dans un échantillon isotopiquement

enrichi en 12C

Considérons maintenant, un centre NV natif, avec ξ‹ = 50 kHz, dans un échantillon

de diamant créé par CVD et enrichi en isotope 12C. La concentration en impuretés

paramagnétiques de 13C est réduite à [13C] = 0.002 %. Cet échantillon utilisé dans le

cadre du projet de détection de spin unique, est créé par recroissance d’une couche

de diamant CVD isotopiquement enrichie sur une souche de diamant CVD ultrapur

commercial (Element6). La recroissance est réalisée dans le groupe japonais de T. Teraji

du National Institute for Materials Science. Les signaux de précession libre enregistrés

pour différents champs magnétiques statiques sont présentés en Figure 4.10.

Pour Bz ¥ 100 mG, correspondant au régime de fort champ magnétique statique,

βz ∫ ξ‹, la décohérence du spin est provoquée par les fluctuations de champ magné-

tique du bain de spins nucléaires. Le signal de précession libre correspondant est pré-

senté par la courbe supérieure de la Figure 4.10. L’ajustement de cette courbe conduit

à un temps de cohérence T ú
2,βz∫ξ‹

= 100 ± 12 µs, ce qui correpond à une fluctuation

de champ magnétique d’amplitiude σβz
= 2.20 ± 0.06 kHz. Cette valeur est inférieure

115



100806040200

P
L
 [
u

.a
.]

 

Bz ≈ 100 mG

Bz ≈ 0 mG

Temps de précession libre [µs]

Figure 4.10 – Signaux de précession libre enregistrés sur un centre NV unique natif dans un
échantillon créé par CVD enrichi en 12C à Bz ¥ 100 mG et à Bz ¥ 0 G. Les courbes solides
sont des ajustements des données par la fonction cos(2π D τ) exp(≠(τ/T ú

2 )2), avec τ le temps
de précession libre et D le désaccord en fréquence entre le champ micro-onde et la transition
de spin électronique.

à l’amplitude des fluctuations magnétiques mesurées précédement pour l’échantillon

de concentration naturelle en impuretés de 13C. La purification de l’échantillon a ainsi

permis d’améliorer le temps de cohérence dans le régime de fort champ magnétique [48]

en diminuant simplement la concentration en impuretés paramagnétiques de 13C qui

sont responsables de la fluctuation de champ magnétique et donc de la décohérence.

Pour Bz ¥ 0 G, correspondant au régime de champ magnétique faible, βz π ξ‹, le

spin électronique est alors protégé au premier ordre contre les fluctuations magnétiques

induites par le bain de spins nucléaires. Le signal de précession libre enregistré dans le

régime de champ magnétique faible est présenté par la courbe inférieure de la Figure

4.10. De manière surprenante, et contrairement au cas de l’échantillon à concentration

naturelle en 13C, nous observons ici une chute drastique de la cohérence du spin élec-

tronique. L’ajustement des données expérimentales conduit à T ú
2,βz=0 = 28±3 µs ce qui

correspond à un bruit d’amplitude σ0 = 8.0±0.2 kHz. Le paramètre R = 0.28±0.05 Æ 1

est caractéristique d’une chute du temps de cohérence en champ nul.

L’évolution du temps de cohérence du spin électronique en fonction du champ ma-

gnétique statique appliqué est présentée en Figure 4.11. La chute du temps de cohérence

en champ nul indique que dans ce régime, le processus de décohérence dominant est dû

aux fluctuations du champ électrique σξ‹
. En effet, si les fluctuations magnétiques de

second ordre constituaient le processus dominant dans la décohérence en champ nul,

nous devrions observer un pic de cohérence car les fluctuations de second ordre sont

d’amplitude plus faible que celles de premier ordre (σβz
∫ σ2

βz
/2ξ‹).

Ainsi, dans le cas d’un centre NV situé dans un échantillon isotopiquement purifié,

ξ‹ ∫ (σβz
, σξ‹

) et σξ‹
∫ σ2

βz
/2ξ‹, la fluctuation de la fréquence de la transition de spin

donnée par l’équation (4.19) se simplifie et s’exprime en fonction du champ magnétique
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Figure 4.11 – Temps de cohérence T ú
2 du spin électronique en fonction du champ magnétique

statique appliqué Bz. La courbe en rouge correspond aux données obtenues pour un centre
NV situé dans un échantillon isotopiquement purifié. La courbe solide rouge est le tracé de
l’équation (4.31). Les données en bleu correspondent à l’échantillon à concentration naturelle
en 13C étudié précédement [cf. §4.2.2]. La courbe solide bleue est un ajustement par une
fonction lorentzienne utilisée comme guide pour les yeux.

appliqué selon

δν = δξ‹ sin(θe) + δβz cos(θe) , (4.30)

avec θe le paramètre de mélange d’états de spin électronique défini par l’équation

(4.14). L’évolution du temps de cohérence T ú
2 avec le champ magnétique appliqué βz

s’écrit alors

T ú
2 =

1Ô
2πσξ‹

ˆ

ı

ı

ı

ı

ı

Ù

1 +
1

βz

ξ‹

22

1 +
1

βz

ξ‹

22
3

σβz

σξ‹

42 . (4.31)

L’évolution de T ú
2 décrite par l’équation (4.31) est tracée sur la Figure 4.11 et pré-

sente un bon accord avec la courbe expérimentale [Figure 4.11]. En régime de champ

nul, le temps de cohérence est donné par T ú
2,βz=0 = 1/

Ô
2πσξ‹

, il est limité par les

fluctuations électriques dont l’amplitude est de σξ‹
= σ0 = 8.0 ± 0.2 kHz. Cette expé-

rience révèle la présence d’une importante source de bruit de champ électrique dans le

diamant massif. Ce bruit peut provenir de l’ionisation du centre NV sous illumination

optique. En effet, par absorption de deux photons, les porteurs de charges peuvent être

promus dans la bande de conduction [154, 155, 156] conduisant à l’ionisation du centre
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NV≠ en NV0. Ce mécanisme a permis récement de démontrer la détection électrique

par mesure du photo-courant des résonances de spins électroniques associées à un en-

semble de centres NV [157]. Dans notre expérience, les fluctuations de charges dûes à

la photo-ionisation du centre NV produisent un bruit de champ électrique, qui devient

la source de décohérence dominante en champ nul. Ce bruit de champ électrique est

intrinsèquement lié à l’illumination optique du centre NV, et donc à notre méthode de

polarisation et de lecture de l’état de son spin électronique. Dans les échantillons de

diamant enrichis en isotope 12C, l’utilisation d’un champ magnétique statique permet

de protéger le spin contre cette source de bruit intrinsèque de champ électrique [Figure

4.11].

Nous tenons à mettre l’accent sur le fait que les temps de cohérence mesurés en

champ nul pour un centre NV dans un échantillon isotopiquement purifié et dans un

échantillon à concentration naturelle en impuretés de 13C sont du même ordre de gran-

deur. Ceci constitue un argument quant au caractère électrique du bruit en champ nul

dans les échantillons à abondance naturelle en impuretés de 13C. Le bruit électrique

observé dans l’échantillon de 12C étant intrinsèque à la mesure optique de l’état de

spin électronique du centre NV, il doit aussi limiter la cohérence des spins dans les

échantillons à abondance naturelle en impuretés de 13C.

Nous venons de démontrer que l’ingénieurie du matériaux de diamant ne pouvait

pas être combinée avec l’ingénieurie des états de spin électronique pour augmenter le

temps de cohérence en champ nul du centre NV. La source de bruit électrique dominante

dans la décohérence en champ nul est intrinsèquement liée à notre méthode de mesure

optique du spin électronique. En détectant le spin de manière micro-onde, cette source

de bruit n’est alors plus une limitation et il pourrait alors être possible d’observer

une augmentation du temps de cohérence en régime de champ nul dans un échantillon

isotopiquement purifié.

4.2.4 Centres NV proches d’une surface

Dans les parties précédentes, l’étude de différents échantillons de diamant massifs

nous a permis de comprendre l’effet des fluctuations magnétiques σβz
sur le temps

de cohérence du spin électronique associé à un centre NV unique. Nous proposons

maintenant d’étudier l’influence du bruit électrique σξ‹
sur la cohérence du spin. Pour

cela, nous allons nous intéresser à des centres NV proches de la surface des échantillons

de diamant où le bruit de champ électrique est augmenté par la présence de charge en

surface.

Centres NV implantés

Nous considérons maintenant un centre NV créé artificiellement proche de la surface

du diamant. Pour cela, des ions 15N2+ ont été implantés à une énergie de 10 keV dans

un échantillon de diamant créé par CVD présentant une concentration naturelle en 13C

(1.1 %). Le diamant a ensuite été recuit à 900 ¶C sous vide (10≠6 Torr) pendant 2 h

puis nettoyé dans un mélange d’acide porté à ébulition. Ce procédé permet de créer
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Figure 4.12 – (a) Fréquences de résonance de spin électronique relative à l’interaction spin-
spin D en fonction du champ magnétique appliqué Bz pour un centre NV composé d’un atome
de 15N. Chaque anti-croisement correspond à une projection de l’état de spin nucléaire de 15N
sur l’axe du centre NV, | øNÍ ou | ¿NÍ. (b) Temps de cohérence T ú

2 en fonction du champ ma-
gnétique Bz pour un centre NV implanté à ≥ 15 nm de la surface d’un diamant créé par CVD
avec concentration naturelle en 13C (1.1 %). L’amplitude du champ électrique/contrainte sta-
tique est ξ‹ = 230 kHz. La courbe solide est un ajustement des données par deux fonctions
Lorentziennes séparées d’un couplage hyperfin de 3.03 MHz [173, 49].

des centres NV dont la profondeur est estimée à ≥ 15 nm par simulation avec le logiciel

SRIM. Ces défauts sont constitués d’atomes d’azote d’isotope 15N qui présentent un

spin nucléaire I15N = 1/2 caractérisé par une interaction hyperfine de Aeh
15N = 3.03 MHz

[173, 49] avec le spin électronique du centre NV.

L’interaction hyperfine avec le spin nucléaire du noyau de 15N (I15N = 1/2) est

responsable d’un champ magnétique statique additionel βh dont l’amplitude dépend

de la projection de spin nucléaire suivant l’axe du centre NV selon βh = Aeh
15Nm15N

avec m15N = ±1/2. Ainsi, l’anti-croisement de niveaux de spin électronique est atteint

lorsque βz +βh = 0, i.e. pour βz = ±Aeh
15N/2. Deux anti-croisements de niveaux séparés

en fréquence de Aeh
15N = 3.03 MHz sont donc observables, chacun de ces anti-croisements

correspond à une des projections du spin nucléaire de 15N, | øNÍ ou | ¿NÍ, suivant l’axe
du centre NV [Figure 4.12 - (a)]. L’évolution du temps de cohérence T ú

2 en fonction du

champ magnétique pour un centre NV unique implanté est présentée en Figure 4.12
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- (b). Nous observons alors deux pics de cohérence, associés aux anti-croisements de

niveaux de spin électronique, dont les amplitudes sont réduites par rapport à l’expé-

rience réalisée dans la partie 4.2.2 avec des centres NV situés quelques microns sous la

surface. La présence de charges à la surface du diamant conduit à une augmentation

de l’amplitude du bruit électrique σξ‹
[174] et du bruit magnétique σβz

. Cependant,

nous observons encore des pics de cohérence aux croisements de niveaux de spin élec-

tronique et R = 1.5 ± 0.2 Ø 1 ce qui montre que le bruit magnétique reste la source

prédominante de décohérence du spin électronique.

Il a été démontré récemment par Kim et al. [174] que pour des centres NV implantés

à ≥ 5 nm de la surface dans un échantillon isotopiquement purifié, la décohérence est

dominée par le bruit de champ électrique même loin des croisements de niveaux. Dans

ce cas, la composante longitudinale de l’effet Stark ξÎ = dÎRz/h doit être prise en

compte dans le modèle. Le bruit électrique longitudinal devient la source de décohérence

principale en régime de champ magnétique fort (βz ∫ ξ‹). Le paramètre R défini

par l’équation (4.29) devient alors R = σξÎ
/σξ‹

= dÎ/d‹ avec σ2
ξÎ

la variance du

bruit de champ électrique longitudinal. Ainsi, une diminution importante du temps de

cohérence T ú
2 est attendue aux croisements de niveaux car R = dÎ/d‹ ¥ 1/50 π 1.

Dans notre expérience, nous n’observons pas ce comportement et la décohérence reste

dominée par le bruit magnétique comme R Ø 1. Cependant, l’échantillon que nous

avons utilisé est différent de celui considéré par Kim et al., en particulier concernant la

profondeur des centres NV. De plus, l’expérience de Kim et al. [174] a été réalisée en

utilisant des séquences de découplages dynamiques qui ne sont pas sensibles aux mêmes

fréquences du spectre de bruit que la séquence de Ramsey. Ainsi, il serait intéressant de

combiner les deux techniques pour déterminer la densité spectrale des bruits électrique

et magnétique ressentis par le spin électronique.

Centres NV dans un nanodiamant

Continuer à augmenter le bruit de champ électrique σξ‹
, nécessite de trouver un

système où l’effet de la surface est dominant sur les effets de volume. Pour cela, nous

avons été amenés à considérer un centre NV unique dans un nanodiamant. Les nano-

diamants utilisés sont obtenus à partir d’écrasement de diamants massifs créés sous

HPHT. Les centres NV sont ensuite créés par irradiation électronique de haute énergie

(13.6 MeV) suivie d’un recuit à 800 ¶C sous vide (10≠6 Torr). Les nanodiamants sont

ensuite oxydés par recuit sous oxygène à 550 ¶C pendant 2 h pour éliminer les résidus

graphitiques et obtenir des centres NV stables.

L’évolution du temps de cohérence T ú
2 en fonction du champ magnétique Bz pour

un centre NV situé dans un nanodiamant de 30 nm est présentée en Figure 4.13. Le

temps de cohérence chute au croisement de niveaux, ce qui indique que σξ‹
∫ σβz

et donc que le bruit de champ électrique est la source principale de décohérence dans

ce nanodiamant. Nous retrouvons ici le même comportement du temps de cohérence

que dans l’échantillon isotopiquement purifié. L’ajustement des données par l’équation

(4.31) conduit à σβz
= 409 ± 7 kHz (T ú

2,βz∫ξ‹
= 550 ± 40 ns) et σξ‹

= 1360 ± 50 kHz

(T ú
2,βz=0 = 165±25 ns), ce qui correspond à R = 0.3±0.05. La chute de cohérence dans

le cas du nanodiamant, présente une largeur à mi-hauteur plus importante en terme de
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Figure 4.13 – Temps de cohérence T ú
2 en fonction du champ magnétique Bz pour un

centre NV unique dans un nanodiamant de 30 nm de diamètre. L’amplitude du champ élec-
trique/contrainte statique est ξ‹ = 7 MHz. La courbe solide est un ajustement des données
par l’équation (4.31) conduisant à σβz

= 409 ± 7 kHz et σξ‹
= 1364 ± 47 kHz.

champ magnétique (DBz = 9.6 G) que celle observée pour l’échantillon isotopiquement

purifié (DBz = 73 mG). Ceci est dû au fort champ de contrainte statique ξ‹ = 7 MHz

dans le nanodiamant qui conduit à un anti-croisement de niveaux s’étendant sur une

plus grande plage de champ magnétique que dans le cas de l’échantillon purifié où

ξ‹ = 50 kHz.

Au cours de cette partie, nous avons étudié le temps de décroissance de signaux de

précession libre T ú
2 issu de séquences de Ramsey proche d’un anti-croisement de niveaux

de spin électronique. En appliquant un champ magnétique statique Bz, nous avons pu

contrôler la sensibilité du spin, le rendant sensible soit au champ électrique soit au

champ magnétique, ce qui nous a permis d’étudier les contributions des bruits électrique

et magnétique à la décohérence de centres NV uniques dans différents échantillons de

diamant. Nous avons ainsi pu démontrer l’existence d’un bruit de champ électrique

intrinsèque à l’illumination optique utilisée lors de la lecture et de la polarisation du

spin électronique. De plus, l’étude de centres NV uniques implantés et situés dans un

nanodiamant a permis de montrer que la proximité de la surface de l’échantillon induit

une augmentation de l’amplitude du bruit électrique et donc une chute du temps de

cohérence en champ nul. Une étude systématique des temps de cohérence à l’anti-

croisement de niveaux en fonction des traitements de surface et de la profondeur des

centres NV permettrait de calibrer cette expérience et de l’appliquer à la mesure de la

pronfondeur de centres NV implantés [104].

121



4.3 Vers la détection micro-onde d’un centre NV

unique

Cette partie est consacrée à la réalisation expérimentale du projet de détection

micro-onde d’un spin unique présenté dans la section 4.1. Dans un premier temps, nous

allons caractériser, par microscopie confocale, les propriétés de spins de centres NV

implantés pour isoler ceux présentant les meilleurs temps de cohérence. L’utilisation

d’un de ces défauts pour l’expérience de RPE assurera des conditions optimales pour

le couplage spin-résonateur. Nous étudierons ensuite la précession sous champ magné-

tique transverse du spin nucléaire d’azote 15, constitutif des centres NV implantés. La

précession du spin nucléaire nous permettra de mettre en œuvre une technique de po-

larisation dynamique de l’état de spin. Enfin, nous présenterons les premiers résultats

de la fabrication sur diamant du résonateur supraconducteur avec nanofil grâce auquel

nous devrions être en mesure de réaliser la détection micro-onde du spin électronique

d’un centre NV unique.

4.3.1 Implantation de centres NV

La réalisation du projet de détection micro-onde d’un spin unique nécessite de

travailler avec un spin présentant un long temps de cohérence et dont la position et

la profondeur sont contrôlées. Pour cela, nous allons utiliser des centres NV implantés

dans un échantillon de diamant isotopiquement purifié.

Implantation d’ions 15N dans le diamant

L’implantation est réalisée dans un échantillon de diamant isotopiquement enrichi

en 12C, avec une concentration résiduelle de [13C] = 0.002 %. Cet échantillon a été

étudié dans la partie 4.2.3 où nous avons montré que les centres NV natifs présentent

un temps de cohérence de 100 µs hors du régime de champ nul. Ceci montre la bonne

qualité de la couche enrichie en 12C et permet d’être optimiste quant au temps de

cohérence des centres implantés.

Le processus d’implantation de centres NV dans le diamant est schématisé en Figure

4.14 - (a). Tout d’abord, des marques de profondeur ≥ 1 µm sont gravées dans le

diamant par gravure ionique réactive (RIE). La forme des marques permet de repérer

les différentes zones d’implantation. Pour cette expérience, nous avons réalisé 5 zones

d’implantation identiques pour augmenter nos chances de trouver un centre implanté

présentant un long temps de cohérence T ú
2 .

Une résine de PMMA d’épaisseur ≥ 100 nm est ensuite déposée sur le diamant.

Dans chaque zone d’implantation, nous réalisons un réseau de 11 ◊ 21 trous de dia-

mètre 20 nm au travers desquels les atomes du faisceau d’implantation vont pouvoir

pénétrer dans le diamant [Figure 4.14 - (b)]. Le positionnement de ce réseau de trous

par rapport aux marques gravées est réalisé avec une précision nanométrique par li-

thographie électronique. Par cette méthode, l’incertitude sur la localisation spatiale

des centres NV implantés par rapport aux marques d’alignements est limitée par le

diamètre des trous.
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Figure 4.14 – (a) Schéma du processus d’implantation d’ions 15N dans le diamant. Les ions
15N (en rouge) sont implantés au travers de trou de 20 nm de diamètre dans une résine
de PMMA (en orange). Les azotes sont convertis en centre NV (en bleu) par recuit sous
vide. (b) Schéma d’une zone d’implantation. Les formes des marques gravées dans le diamant
permettent d’identifier les zones d’implantation. Chaque zone est composée d’un réseau de
11 ◊ 21 trous d’implantation de 20 nm de diamètre séparés de 2 µm (en rouge).

L’échantillon est alors envoyé à Leipzig en Allemagne dans le groupe de J. Meijer

et S. Pezzagna pour implantation. Le diamant y est exposé à un faisceau d’ions 15N2+

d’énergie 10 keV. Les ions arrivant au niveau de la résine sont stoppés alors que ceux

passant dans les trous sont implantés dans le diamant. Les simulations SRIM indiquent

que les atomes d’azote sont implantés à une profondeur moyenne de 15 nm. La fluence

du faisceau est fixée à 103 15N/µm2 ce qui correspond à l’implantation de 0.3 15N/trou.

Cette faible fluence permet d’éviter la présence de multiples atomes d’azote par trou ce

qui aurait pour effet d’augmenter localement la concentration d’impuretés P1 (atomes

d’azote non convertis en centre NV présentant un spin électronique) et de dégrader le

temps de cohérence du spin électronique du centre NV.

Les azotes implantés sont convertis en centres NV par recuit de l’échantillon à

900 ¶C sous vide (10≠6 Torr) pendant 2 h. L’échantillon est ensuite nettoyé dans un

mélange d’acides porté à ébulition pour éliminer les résidus graphitiques.

Dans ce processus, la précision de l’alignement du réseau de trous par rapport

aux marques d’alignement est essentielle. C’est pourquoi les étapes de lithographie

électronique (incluant la fabrication des marques elles-mêmes) sont réalisées sur le

masqueur 100 kV du Laboratoire de Photonique et Nanostructure (LPN) à Marcoussis

avec l’aide de D. Mailly, F. Pierre et E. de Cambris.

Observation des centres NV implantés

Le résultat de l’implantation est observé par microscopie confocale. La Figure 4.15

présente une carte de photoluminescence de la zone 5, avant et après le processus
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Figure 4.15 – Cartes de photoluminescence d’une zone du diamant (a) avant et (b) après le
processus d’implantation.

d’implantation. Avant l’implantation, seuls quelques centres NV sont observés [Figure

4.15 - (a)] et tous correspondent à des centres natifs composés d’un atome de 14N. Après

l’implantation, un grand nombre de tâches luminescentes photostables apparaissent

sur la zone [Figure 4.15 - (b)]. Les mesures de spectres ODMR sur plusieurs centres

luminescents montrent qu’ils correspondent à des centres NV composés d’un atome de
15N donc issus du processus d’implantation. Les atomes d’azote ont donc traversé la

résine de PMMA et ont été implantés à la surface du diamant. Une explication possible

est que l’épaisseur de la résine supposée être de 100 nm ait été légérement plus faible

permettant à certains atomes d’azote de passer au travers.

Trouver une aiguille dans une botte de foin

Pour la réussite du projet, nous devons positionner le nanofil juste au-dessus du

spin électronique avec une précision de l’ordre de 10 nm. Ceci n’est possible qu’en

utilisant les centres NV implantés sur le réseau initial qui a été positionné par rapport

aux marques gravées avec une précision nanométrique par lithographie électronique.

A première vue il semble impossible de distinguer le réseau d’implantation de centres

NV parmi l’ensemble des centres implantés [Figure 4.15 - (b)]. Cependant, les centres

NV implantés au travers des trous doivent être arrivés dans le diamant avec une énergie

plus importante que ceux qui sont passés au travers de la résine où ils ont été freinés.

Ainsi, les centres NV appartenant au réseau seraient implantés plus profondement que

les autres. Ils doivent donc être moins sensibles aux effets de surface et présenter des

temps de cohérence T ú
2 plus long.

Pour vérifier cela, nous avons superposé les positions attendues des réseaux de trous

aux cartes de photoluminescence des différentes zones d’implantation [Figure 4.16 -

(a)]. Nous avons alors mesuré le temps de cohérence de 171 centres NV dont la position

cöıncide avec un trou du réseau. Pour comparer, nous avons réalisé la même expérience

sur 187 centres NV qui semblent être hors du réseau de trous. Le résultat de ces mesures

est présenté par l’histogramme de la Figure 4.16 - (b). Les deux histogrammes montrent
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Figure 4.16 – (a) Carte de photoluminescence d’une zone implantée dans le diamant. Le
réseau de trous d’implantation (intersection de la grille blanche) positionné par rapport aux
marques gravées (contours noirs) est superposé à la carte de photoluminescence. Le centre
NV8 étudié dans la suite est entouré en rouge. La position d’un trou du réseau est repéré
(”ligne”, ”colonne”) à partir du coin supérieur gauche de la grille. (b) Histogramme normalisé
des temps de cohérence T ú

2 mesuré pour des centres NV sur le réseau (bleu) et hors du réseau
(rouge). En insertion est représenté un histogramme simplifié où les temps de cohérence
mesurés sont discriminés par rapport à T ú

2 = 20 µs pour des centres NV sur le réseau (bleu)
et en dehors du réseau (rouge).

une forte probabilité ¥ 84 % de mesurer un temps de cohérence inférieur à 2 µs aussi

bien pour des centres NV sur le réseau qu’en dehors du réseau. Ce qui signifie que

la plupart des centres cöıncidant avec les trous sont en réalité passés au travers de la

résine. Cependant, dans le cas des centres sur le réseau, il apparâıt quelques événements

qui présentent des temps de cohérence allant jusqu’à 100 µs. La probabilité de mesurer

un temps de cohérence supérieur à 20 µs en considérant un centre NV sur le réseau

est Pon(T ú
2 Ø 20 µs) = 0.035 ± 0.014 alors que pour un centre en dehors du réseau,

cette probabilité devient Pout(T
ú
2 Ø 20 µs) = 0.005 ± 0.005 [Figure 4.16 - (b)]. Ainsi,

les centres NV présentant de long temps de cohérence semblent bien cöıncider avec le

réseau de trous, ce qui nous conforte dans l’idée de les utiliser dans l’expérience de

RPE. Un récapitulatif des centres NV mesurés dont les temps de cohérence dépassent

20 µs est donné par la Table 4.1.

zone d’implantation site dénomination T ú
2 [µs] orientation

1 (9,4) NV9 67 ± 8 2
3 (2,3) NV1 100 ± 10 1
3 (7,3) NV7 28 ± 3 1
5 (3,5) NV3 40 ± 4 1
5 (11,1) NV8 75 ± 6 1
5 (13,4) NV11 30 ± 4 1

Tableau 4.1 – Récapitulatif des propriétés des centres NV implantés localisés sur le réseau
présentant des temps de cohérence T ú

2 Ø 20 µs.

Nous allons dans la suite travailler avec le centre NV8 de la zone 5 d’implantation
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dont le temps de cohérence est de T ú
2 = 75 ± 6 µs. Notons qu’en parallèle, un nouvel

échantillon est préparé avec une épaisseur de résine supérieure, ce qui devrait permettre

d’éviter le problème rencontré ici.

Caractérisation de centres NV
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Figure 4.17 – Fonction d’autocorrélation normalisée g(2)(τ) correspondante à l’émission de
photons du centre NV8.

L’unicité du centre NV8 est caractérisée par sa fonction d’autocorrélation normalisée

g(2)(τ) mesurée par interférométrie de Hanbury-Brown et Twiss. La valeur de g(2)(τ),

présentée en Figure 4.17, chute au voisinage de τ = 0 jusqu’à une valeur de g(2)(0) =

0.19 ± 0.01 Æ 0.5 ce qui est non seulement la signature du caractère quantique de la

lumière émise par le centre NV mais démontre aussi le caractère unique de l’émetteur.

L’enregistrement de spectres ODMR montre le dédoublement de la raie de réso-

nance électronique dû à l’interaction hyperfine avec le spin nucléaire du noyau d’azote.

Pour le centre NV8, deux chutes de photoluminescence séparées de 3.00 ± 0.02 MHz

sont observées sur les spectres, ce qui est caractéristique de l’interaction avec un spin

nucléaire de 15N issu de l’implantation [Figure 4.18 - (a)].

L’orientation des centres NV dans l’échantillon est un paramètre important dans la

suite du projet. En effet, le couplage au résonateur sera d’autant plus efficace que le

champ créé par le résonateur B1 est orthogonal à l’axe du centre NV. Pour déterminer

les différentes orientations des centre NV de la Table 4.1, nous avons étudié l’évolution

en fréquence de la résonance de spin électronique en fonction du champ magnétique

statique appliqué [cf. Annexe D]. Les faces du diamant ayant été coupées suivant l’axe

cristalographique (110), les 4 orientations des centres NV dans la matrice de diamant

sont donc parallèles aux faces de l’échantillon. Ainsi, nous pouvons définir deux familles

d’orientation dont la projection sur la surface est, pour l’une orthogonale et pour l’autre

parallèle, à la structure de marques gravées [Figure 4.18 - (b)]. Les orientations déduites

de l’étude en champ magnétique sont résumées dans le Tableau 4.1. Le centre NV8

appartient à la famille notée 1 et son axe est ortogonal à la structure.
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Figure 4.18 – (a) Spectre ODMR du spin électronique associé au centre NV8. Deux chutes de
photoluminescence séparées de 3.00 ± 0.02 MHz sont la signature de l’atome 15N constitutif
du centre NV8. (b) Schéma des orientations possibles des centres NV dans la matrice de
diamant. (c) Signaux de précession libres enregistrés pour des champs magnétiques appliqués
suivant l’axe du centre NV8 de Bz = 11 G et Bz = 0 G.

Enfin, nous avons étudié le temps de cohérence du centre NV8 en régime de champ

magnétique nul. La Figure 4.18 - (c) présente les signaux de précession libre enregistrés

pour un champ magnétique de Bz = 11 G et Bz = 0 G suivant l’axe du centre NV.

L’expérience est réalisée en utilisant des impulsions micro-ondes sélectives sur un des

états de 15N. Le temps de cohérence passe de T ú
2,βz∫ξ‹

= 75 ± 6 µs pour Bz = 11 G à

T ú
2,βz=0 = 4.8 ± 0.1 µs pour Bz = 0 G avec ξ‹ = 400 kHz. Nous observons ici, comme

dans le cas du centre natif dans la couche isotopiquement purifiée étudié dans la partie

4.2.3, une chute du temps de cohérence en champ nul. Cependant dans le cas du centre

implanté, la chute de cohérence est d’amplitude plus importante présentant un coeffi-

cient R = 0.064 ± 0.006. La cohérence en champ nul n’est alors plus limité par le bruit

électrique dans le diamant massif dû à l’illumination laser mais au bruit électrique créé

par la surface du diamant. Cette expérience conforte notre hypothèse que ce centre est

proche de la surface du diamant et constitue un candidat intéressant pour le couplage

au résonateur.

Le signal de précession libre enregistré à Bz = 11 G présente un battement qui

est dû à la précession du spin nucléaire de 15N sous l’effet d’un faible champ magné-

tique transverse. Nous allons mettre en œuvre dans la partie suivante une méthode de
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polarisation du spin nucléaire de 15N tirant profit de cette précession.

4.3.2 Spin nucléaire d’azote 15 sous champ magnétique trans-

verse

Le spin nucléaire d’azote composant le centre NV représente une ressource certaine

pour les applications à l’information quantique. Son interaction avec le spin électronique

étant fixée par la structure du défaut, elle est similaire pour l’ensemble des centres NV

ce qui fait du spin nucléaire de l’atome d’azote un bon candidat comme bit quantique

auxiliaire. Tout comme pour les spins nucléaires de 13C, l’utilisation du spin nucléaire

d’azote comme bit quantique nécessite de développer des techniques de polarisation

efficaces. Il a ainsi été démontré que le spin nucléaire d’azote peut être polarisé à

l’anti-croisement de niveaux dans l’état excité par interaction de flip-flop avec le spin

électronique [111, 39] ou encore par mesure monocoup de son état de spin nucléaire

[114, 115].

Nous proposons ici d’adapter la méthode de polarisation de 13C développée par

Childress et al. [175] à la polarisation du spin nucléaire d’un 15N. Cette technique est

basée sur la modification de l’axe de précession du spin nucléaire en présence d’un faible

champ magnétique transverse. Contrairement aux méthodes de polarisation précéde-

ment citées qui nécessitent un champ magnétique statique suivant l’axe du défaut de

plusieurs centaines de gauss, le protocole de polarisation réalisé ici s’applique proche du

régime de champ nul. Ce qui permet d’envisager de nouvelles applications en particu-

lier avec les systèmes hybrides pour lesquels la supraconductivité de certains matériaux

n’est pas compatible avec l’utilisation de fort champ magnétique.

Séquence de polarisation

Nous considérons ici un centre NV implanté composé d’un atome de 15N qui présente

un spin nucléaire I15N = 1/2. En présence d’un champ magnétique B faisant un angle

α avec l’axe du centre NV, le Hamiltonien du système de spins dans l’approximation

séculaire pour le spin électronique s’écrit [cf. §1.2.1]

H0 = He + γ(15N)
n Bz Î(15N)

z + γ
(15N)
n,‹ B‹Î(15N)

x + A(15N)
zz Ŝz Î(15N)

z , (4.32)

où He = DŜ2
z + γeBzŜz est le Hamiltonien de spin électronique, Bz et B‹ sont

respectivement les projections de B suivant l’axe z et x dans la base associée au centre

NV, γ(15N)
n = ≠0.43 kHz.G≠1 le rapport gyromagnétique nucléaire de 15N, γ

(15N)
n,‹ est le

facteur gyromagnétique nucléaire transverse augmenté par l’interaction hyperfine avec

le spin électronique [175] et A(15N)
zz = 3.03 MHz le couplage hyperfin longitudinal. Par

la suite, le spin électronique est restreint au sous-espace de projections ms = 0 (|0eÍ)
et ms = ≠1 (| ≠ 1eÍ).

• Pour la projection ms = ≠1 de spin électronique, tant que γ(15N)
n Bz π A(15N)

zz ,

l’interaction hyperfine impose l’axe de précession du spin nucléaire suivant l’axe

z du défaut. Dans ce cas les états propres du spin nucléaire sont ceux de Î(15N)
z

correspondants à | øNÍ et | ¿NÍ. La levée de dégénérescence entre les états de spin

nucléaire est donnée par A(15N)
zz = 3.03 MHz.
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Figure 4.19 – (a) schéma du centre NV soumis à un champ magnétique B. Le champ ma-
gnétique fait un angle α avec l’axe du centre NV. Le spin nucléaire de 15N précesse autour de
B lorsque la projection de spin électronique est ms = 0. (b) Séquence d’impulsions permet-
tant de mesurer l’oscillation de Rabi du spin nucléaire de 15N. La séquence de référence PL
correspond à la séquence d’impulsions décrite dans les chapitres précédents. (c) Evolution des
populations du système de spins pendant la séquence d’impulsions. Le spin électronique est
restreint au sous-espace de projections ms = 0 (|0eÍ) et ms = ≠1 (| ≠ 1eÍ). Les états propres
de l’opérateur Îz sont notés | øNÍ et | ¿NÍ.

• Pour la projection ms = 0 de spin électronique, il n’y a pas d’interaction hyperfine

et le spin nucléaire précesse autour de B qui présente un angle noté α avec l’axe

du centre NV [Figure 4.19 - (a)]. La partie longitudinale de l’effet Zeeman γ(15N)
n Bz

introduit une levée de dégérescence des états nucléaires | øNÍ et | ¿NÍ alors que la
partie transverse de l’effet Zeeman γ

(15N)
n,‹ B‹ conduit une oscillation de Rabi entre

ces deux états.

Le changement d’axe de précession du spin nucléaire entre les projections ms = 0 et

ms = ≠1 est à la base du protocole de polarisation. Pour implémenter cette technique,

nous utilisons la séquence d’impulsions présentée en Figure 4.19 - (b). Après avoir

polarisé optiquement le spin électronique dans ms = 0, la séquence de référence PL,

détaillé dans la partie 2.2.3, est utilisée pour faire la correspondance entre le signal de

photoluminescence et les populations de spin électronique.

Le spin nucléaire étant initialement à l’équilibre thermique, les états | øNÍ et | ¿NÍ
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sont également peuplés et présentent une population de 0.5. Une impulsion π micro-

onde (MW) de durée 500 ns sélective sur l’état de spin nucléaire | øNÍ transfère la

population de l’état |0e, øNÍ dans l’état | ≠ 1e, øNÍ. Cette population est alors figée car

la précession est interdite par l’interaction hyperfine dans l’état de projection ms = ≠1.

La population de spin nucléaire | ¿NÍ, restante dans ms = 0, entame une oscillation

de Rabi sous l’effet de la composante transverse de l’effet Zeeman γ
(15N)
n,‹ B‹. Après un

temps τ de précession, la population stockée dans ms = ≠1 est renvoyée dans ms = 0

grâce à une impulsion laser de durée TL où elle s’ajoute à la population de spin nucléaire

| øNÍ issue de l’oscillation de Rabi. Il en résulte une polarisation du spin nucléaire dans

l’état | øNÍ qui est l’image de l’oscillation de Rabi dans ms = 0. Les mouvements de

populations durant cette séquence de polarisation sont schématisés en Figure 4.19 - (c).

La population finale de l’état |0e, øNÍ est mesurée par une séquence de détection

optique de l’état de spin nucléaire [Figure 4.19 - (b)]. Pour cela, nous utilisons une

impulsion micro-onde π de 500 ns sélective sur l’état de spin nucléaire | øNÍ suivie

d’une impulsion laser permettant de mesurer l’état du spin électronique par intégration

du signal de photoluminescence émis par le centre NV durant les premières 300 ns de

l’impulsion laser. L’impulsion laser est par ailleur choisie de durée 10 µs pour que l’état

du spin nucléaire soit réinitialisé dans son état thermique initial. Cette séquence est

répétée en continu pour moyenner le signal de photoluminescence reçu.

Polarisation et oscillation de Rabi de spin nucléaire
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Figure 4.20 – (a) Population de l’état | øNÍ de spin nucléaire, P|øNÍ, en fonction de la durée
de précession τ du spin. La durée Tπ,nuc définit la durée τ correspondante à une impulsion
π pour le spin nucléaire. (b) Amplitude de l’oscillation en fonction de la durée de précession
τ . La courbe solide est un ajustement exponentiel des données. L’oscillation s’amortie sur un
temps caractéristique T1,NV = 1.5 ± 0.1 ms.

Pour obtenir une polarisation efficace du spin nucléaire, il faut choisir de manière

optimale la durée de précession τ pour qu’un maximum de population soit transféré
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dans l’état | øNÍ par l’oscillation de Rabi. Pour cela, nous avons répété la séquence

de polarisation pour différentes durées de précession τ en fixant la durée laser à TL =

400 ns.

Le résultat de cette expérience est présenté en Figure 4.20 - (a). La population

de l’état | øNÍ notée P|øNÍ oscille en fonction de la durée de précession τ . Sa valeur

minimale est de P|øNÍ = 0.5 ce qui correspond à la population initialement stockée

dans ms = ≠1 et donc au cas où aucune population n’a été ajoutée par l’oscillation

de Rabi. La polarisation de spin nucléaire atteint son maximum P|øNÍ = 0.76 ± 0.01

pour une durée de précession notée Tπ,nuc correspondante à un retournement maximal

du spin nucléaire par l’oscillation de Rabi. L’ajustement des données par une fonction

sinusöıdale conduit à Tπ,nuc = 6.16±0.07 µs. L’amplitude de l’oscillation en fonction de

la durée de précession est représentée en Figure 4.20 - (c). On observe une atténuation

de l’amplitude de l’oscillation sur un temps caractéristique T1,NV = 1.5±0.1 ms, obtenu

par ajustement des données par une fonction exponentielle. Ce temps correspond au

temps de relaxation longitudinale du spin électronique du centre NV à température

ambiante [89] qui constitue le processus de relaxation dominant dans le système. Le spin

électronique relaxe vers un état thermique non polarisé par interaction avec les phonons

du cristal, ce qui détruit la cohérence de phase du spin nucléaire et amortit donc les

oscillations de Rabi. L’amortissement de l’oscillation étant dû au spin électronique, le

temps de cohérence du spin nucléaire semble supérieur à la milliseconde ce qui confirme

l’intérêt porté à ce système dans le cadre de l’information quantique.

Effet du champ magnétique
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Figure 4.21 – (a) Population P|øNÍ en fonction du temps de précession τ pour différentes pro-
jections Bz du champ magnétique sur l’axe du centre NV. Les courbes solides correspondent à
des ajustements par une fonction sinusöıdale. (b) Fréquence de l’oscillation en fonction de Bz.
La courbe solide est un ajustement linéaire des données conduisant au coefficient directeur
b = 4.0 ± 0.1 kHz.G≠1. (c) Amplitude de l’oscillation, ARabi, en fonction de Bz.

L’oscillation de Rabi du spin nucléaire est induite par le terme d’effet Zeeman

nucléaire transverse γ
(15N)
n,‹ B‹. Nous avons donc étudié le comportement de l’oscillation

de Rabi en fonction de l’amplitude du champ magnétique appliqué ||B||. Pour cela, nous
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avons répété l’expérience précédente en modifiant le courant passant dans la bobine.

La Figure 4.21 - (a) présente la population P|øNÍ en fonction du temps de précession τ

enregistrée pour différentes valeurs de la projection du champ magnétique suivant l’axe

du défaut, Bz. L’expression de la population P|øNÍ en fonction de τ s’écrit

P|øNÍ(τ) = 0.5 + 0.5
(γ

(15N)
n,‹ B‹)2

(γ
(15N)
n Bz)2 + (γ

(15N)
n,‹ B‹)2

cos2

A

π

Ú

(γ
(15N)
n Bz)2 + (γ

(15N)
n,‹ B‹)2τ

B

.

(4.33)

La fréquence de l’oscillation de Rabi du spin nucléaire est donnée par νRabi =

|γ(15N)
n |Bz

Ò

1 + (γ
(15N)
n,‹ /γ

(15N)
n )2 tan2(α), avec tan(α) = B‹/Bz. Elle évolue donc linéai-

rement avec la projection Bz du champ magnétique. Ce comportement correspond bien

à l’observation expérimentale présentée en Figure 4.21 - (b). La mesure de la projection

du champ magnétique suivant les quatre orientations des défauts NV dans le diamant

permet d’estimer l’angle α = 29 ± 2 ¶. Des détails concernant l’estimation de l’angle α

sont donnés dans l’annexe D. Nous sommes alors en mesure de déduire par ajustement

des données de la Figure 4.21 - (b), la valeur du rapport gyromagnétique nucléaire

augmenté dans l’état ms = 0, γ
(15N)
n,‹ = ≠7.2 ± 0.6 kHz.G≠1.

Le rapport gyromagnétique nucléaire transverse, γ
(15N)
n,‹ , est fortement augmenté

par rapport à sa valeur naturelle, γ(15N)
n = ≠0.43 kHz.G≠1. L’interaction hyperfine

transverse A(15N)
‹ avec le spin électronique [cf. §1.2.1], bien que non résonante pour Bz ≥

20 G, est responsable d’une hybridation des états des spins nucléaire et électronique au

second ordre des perturbations [175]. Il en résulte une composante électronique dans

la sensibilité au champ magnétique transverse du spin nucléaire, ce qui se traduit par

une augmentation de son facteur gyromagnétique γ
(15N)
n,‹ .

La valeur expérimentale doit être comparée à la prédiction théorique de l’article

de Childress et al. [175] où la théorie des perturbations conduit à γ
(15N)
n,‹ = γ(15N)

n ≠
2γeA(15N)

‹ /D avec γe = 2.8 MHz.G≠1 le rapport gyromagnétique électronique, A(15N)
‹ =

3.65 MHz le couplage hyperfin transverse et D = 2.87 GHz l’interaction spin-spin du

centre NV. On trouve alors γ
(15N),th
n,‹ = ≠7.5 kHz.G≠1, ce qui est en bon accord avec

notre mesure.

A partir de l’équation (4.33), nous pouvons réécrire l’amplitude de l’oscillation sous

la forme

ARabi = 0.5
(γ

(15N)
n,‹ /γ(15N)

n )2 tan2(α)

1 + (γ
(15N)
n,‹ /γ

(15N)
n )2 tan2(α)

= 0.49 . (4.34)

Cette valeur de l’amplitude de l’oscillation ne correspond pas à celle mesurée ex-

périmentalement qui est limitée ARabi ¥ 0.3 en régime de faible champ magnétique

[Figure 4.21 - (c)]. L’illumination laser joue ici un rôle important car elle conduit à

la dépolarisation du spin nucléaire, ce qui limite l’amplitude de l’oscillation de Rabi.

C’est le processus limitant de cette technique de polarisation. En augmentant le chanp

magnétique, l’amplitude reste stable jusqu’à un champ magnétique de Bz = 15 G puis

chute au delà. Dans ce régime de fort champ magnétique, la fréquence de l’oscillation

de Rabi devient comparable au temps de l’impulsion laser de repolarisation du spin
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électronique. La précession des populations durant l’impulsion ne peut alors plus être

négligée ce qui réduit encore l’amplitude de la polarisation atteignable.

Dépolarisation laser

Nous avons montré au cours des chapitres précédents que l’illumination laser condui-

sait à une dépolarisation accélérée de l’état de spin nucléaire d’un 13C voisin. Dans ce

contexte, il nous a aussi semblé intéressant d’étudier l’effet du laser sur le spin nucléaire

de 15N en mesurant la polarisation du spin nucléaire en fonction de la durée laser TL

dans la séquence. Pour cela, la durée de précession du spin dans la séquence de la

Figure 4.19 - (b) est fixée à Tπ,nuc et la population P|øNÍ est enregistrée en fonction de

la durée laser.

Bz = 5.5 G

Bz = 11 G

Bz = 20.5 G
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N
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TL [µs]

Figure 4.22 – Population P|øNÍ en fonction de la durée de l’impulsion laser TL pour différentes
projections Bz du champ magnétique sur l’axe du centre NV. Les courbes solides sont des
guides pour les yeux.

Le résultat de cette mesure est présenté en Figure 4.22 pour différentes valeurs

de la projection du champ magnétique suivant l’axe du défaut Bz. Il est possible de

distinguer deux phases dans l’évolution de P|øNÍ en fonction de la durée laser. Tout

d’abord la population augmente pendant ≥ 500 ns correpondant au pompage du spin

électronique dans ms = 0 par l’impulsion laser qui polarise le spin nucléaire dans

l’état | øNÍ. Puis la population décrôıt sur une durée caractéristique ≥ 2µs et retourne

vers l’état thermique à cause de la dépolarisation induite par le laser. Ceci indique

que le facteur limitant la polarisation en régime de faible champ n’est pas l’efficacité

de l’oscillation de Rabi nucléaire mais la dépolarisation induite par le laser. Il faut

donc trouver un compromis sur la durée laser entre polarisation du spin électronique

du centre NV et dépolarisation induite par le laser. La polarisation de spin nucléaire

atteint son maximum pour TL = 400 ns.

De plus, nous observons un comportement atypique lorsque le champ magnétique

augmente. Pour Bz = 20.5 G, un début d’oscillation apparâıt en modulation de la

courbe initiale. Ceci semble indiquer que le spin nucléaire précesse durant l’impulsion
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laser car nous observons même une inversion de population P|øNÍ Æ 0.5 et donc une po-

larisation dans l’état | ¿NÍ. Cependant, la fréquence de cette oscillation est supérieure

à la fréquence de l’oscillation de Rabi observée précedemment à ce champ magné-

tique. Une accélération de la précession peut être dûe au fort facteur gyromagnétique

transverse dans l’état excité. L’interaction hyperfine y atteignant A(15N),ex ¥ 60 MHz

[111], le facteur gyromagnétique est alors fortement augmenté par l’interaction avec

le spin électronique ce qui conduit à une précession nucléaire sous champ magnétique

transverse accélérée par les passages dans l’état excité optique du centre NV sous illu-

mination laser.

Nous avons implémenté dans cette partie une méthode de polarisation séquentielle

du spin nucléaire de 15N qui permet d’atteindre un taux de polarisation de 82 %.

Cette étude peut être poursuivie et complétée en étudiant de manière plus précise les

processus qui gouvernent la dépolarisation du spin, ce qui peut permettre d’ajuster

les paramètres de cette expérience pour optimiser l’efficacité de la polarisation du spin

nucléaire de 15N.

Retournons au projet de détection micro-onde du centre NV à basse température,

le spin nucléaire de 15N est à la base des applications en information quantique de ce

projet. L’idée est que sile facteur de qualité du résonateur atteint Q = 105, correspon-

dant à une largeur en fréquence de ≥ 30 kHz, la résonance sera sélective sur un état de

spin nucléaire particulier, par exemple | øNÍ. Le signal provenant du spin électronique

ne sera alors détecté que si le spin nucléaire est dans l’état | øNÍ. Ceci constitue une

mesure projective non-destructrice de l’état de spin nucléaire en un temps de l’ordre de

la milliseconde et permettra d’observer les sauts quantiques du spin nucléaire [115, 114].

De plus, comme nous l’avons vu ici, le spin nucléaire peut être manipulé de manière

cohérente par l’action d’un faible champ magnétique transverse permettant d’induire

l’oscillation de Rabi entre les états | øNÍ et | ¿NÍ dans ms = 0. Au vue de son très

long temps de cohérence, il constitue une ressource intéressante pour l’information

quantique.

4.3.3 Résonateur LC sur diamant

Nous avons à notre disposition un centre NV implanté dans le diamant présentant

un long temps de cohérence de T ú
2 = 75 ± 6 µs. Nous devons maintenant fabriquer

le résonateur LC à la surface du diamant en positionnant le nanofil juste au-dessus

du centre NV. Le procédé de fabrication du résonateur avec nanofil sur diamant a

été mis en place dans le groupe Quantronics par le travail de Audrey Bienfait, Yui

Kubo, Sebastian Probst et Philippe Campagne-Ibarcq. Le résonateur est obtenu par

évaporation d’aluminium au travers d’une résine de PMMA structurée par lithographie

électronique. Le protocole d’alignement de la structure par microscopie électronique

est réalisé au Laboratoire de Photonique et Nanostructure (LPN) à Marcoussis, il

permet de contrôler le positionnement du nanofil par rapport aux marques gravées

dans le diamant avec une précision nanométrique. Le nanofil est ainsi fabriqué à la

position où se trouvait le trou d’implantation du centre NV considéré. L’incertitude

sur le positionnement final de la nanostructure par rapport au centre NV est de l’ordre
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Figure 4.23 – Images par microscopie électronique à balayage du résonateur en aluminuim
réalisé sur diamant. Les images de gauche à droite correspondent à des zooms successifs
autour du nanofil.

de 10 nm, limitée par la taille du trou d’implantation et par la diffusion des atomes

d’azote lors de l’implantation. Je n’entrerai pas plus en détail dans le protocole de

fabrication du résonateur car je n’ai pas été amené à y participer directement.

Des images par microcopie électronique du résonateur sur diamant sont présentées

en Figure 4.23. L’axe du nanofil est choisi pour être colinéaire avec l’axe du centre

NV de telle sorte que le champ magnétique créé par la nanostructure est transverse à

l’axe du défaut ce qui assure un couplage optimal du spin au résonateur. Une fois que

le résonateur est refroidi à la température de 20 mK, ses propriétés sont sondées en

envoyant un signal micro-onde dans la ligne de transmission et en mesurant l’amplitude

et la phase du signal réfléchi. Le résultat de cette mesure est présenté en Figure 4.24

et montre la présence d’une résonance à la fréquence ωr/2π = 2.93548 GHz.
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Figure 4.24 – Caractéristique du résonateur sur diamant. (a) Coefficient de réflexion nor-
malisé et (b) phase relative du signal réfléchi en fonction de la fréquence.

Les caractéristiques du résonateur peuvent alors être déduites des ajustements de

ces données [176]. Ainsi, le résonateur sur diamant présente des pertes internes κL =

0.032 µs≠1 et un couplage à la ligne de transmission κ = 0.12 µs≠1. Le couplage à la

ligne de transmission est ici le paramètre limitant du facteur de qualité du résonateur
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dans la cavité 3D qui est de Qext = ωr/κ = 157820. Dans ce régime de surcouplage,

il est alors possible d’augmenter le facteur de qualité en diminuant le couplage vers

la ligne de détection simplement en modifiant le positionnement des antennes dans la

cavité 3D.

L’ensemble des briques élémentaires sont maintenant en place pour réaliser la dé-

tection micro-onde du spin électronique d’un centre NV unique. Les mesures sont en

cours et nous l’espérons devraient nous révéler la présence du spin unique sous peu de

temps.

Conclusion

La période de ma thèse passée dans le groupe Quantronics m’a permis de prendre

part au projet de détection micro-onde d’un spin électronique unique. L’expérience de

microscopie confocale que j’ai mise en place au SPEC du CEA Saclay, nous a permis

de caractériser les échantillons de diamant implantés et d’isoler un centre NV unique

dont le spin présente un temps de cohérence atteignant T ú
2 = 75 µs. Le projet n’a pour

l’instant pas encore porté ses fruits, mais le succès de la fabrication d’un résonateur

sur diamant avec un fort facteur de qualité permet d’être optimiste quant à son issue.

Le travail sur le projet a aussi permis d’approfondir la physique des spins dans le

diamant. Tout d’abord, par l’étude des propriétés de cohérence de spins électroniques

associés à des centres NV uniques en régime de champ nul, nous avons pu identifier les

sources de bruits à l’origine de la décohérence des spins dans le diamant. Ensuite, nous

avons implémenter une technique de polarisation du spin nucléaire de 15N basée sur la

précession du spin nucléaire en présence d’un champ magnétique transverse.

La méthode de détection micro-onde du spin électronique associé à un centre NV

présente l’avantage de pouvoir se généraliser à tout les systèmes de spins électroniques.

Ainsi, le groupe de Patrice Bertet tente d’appliquer la même méthode pour détecter

le spin électronique associé à un donneur de bismuth unique dans le silicium. Cette

méthode ouvre aussi la voie vers l’étude et la caractérisation d’échantillon présentant

un faible nombre de spins et ne pouvant pas être étudiés dans des spectromètres RPE

standards. Pour les applications à l’information quantique, la détection micro-onde

permet de réaliser un mesure projective du spin nucléaire du noyau de 15N composant

le centre NV. En régime de couplage faible du spin électronique au résonateur, le spin

nucléaire peut être manipulé de manière cohérente. Mais pour aller plus loin, le spin

nucléaire doit pouvoir être intriqué avec d’autres spins nucléaires distants par exemple

résidants dans un autre réfrigérateur à dilution. Ceci est possible en réalisant une

intrication par la mesure sur le même principe que les expériences d’optique réalisées

dans le groupe de Delft pour intriquer deux spins électroniques de centres NV distants

de 1.3 km [177, 27, 28]. Les photons micro-ondes issus de chacun des spins sont envoyés

dans un interféromètre, la mesure du résultat de l’interférence projète l’état des spins

dans un état intriqué. Cette méthode nécessite cependant que chaque spin interagisse

avec le champ du résonateur au niveau du photon unique et donc que le système soit

en couplage fort. Une méthode pour augmenter le couplage et atteindre le régime de

couplage fort consiste à insérer dans le résonateur un bit quantique en flux qui présente
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des fluctuations de courant pouvant atteindre δi ¥ 200 nA [178]. L’élaboration de tels

bits quantiques en flux présentant de bonnes propriétés de cohérence est actuellement

un des axes de recherche du groupe Quantronics.
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Conclusion et perspectives

Dans ce mémoire de thèse, nous nous sommes intéressés aux possibilités offertes par

les spins nucléaires individuels dans le diamant pour le développement de technologies

quantiques. Les spins nucléaires dans le diamant se positionnent comme des systèmes

prometteurs en tant qu’atomes artificiels à l’état solide permettant de reproduire les

expériences qui ont fait le succès de la physique atomique.

Au cours du chapitre 1 (§1), nous avons décrit une méthode de détection de spins

nucléaires à l’échelle individuelle basée sur l’utilisation d’un spin électronique comme

détecteur auxiliaire. Ce schéma peut être réalisé expérimentalement en utilisant le

défaut NV du diamant. Après avoir introduit les propriétés importantes du centre NV,

nous avons montré que ce défaut permet de détecter les spins nucléaires voisins au

travers du couplage hyperfin entre les spins nucléaires et le spin électronique associé au

centre NV. Ce système constitue un détecteur quantique des spins nucléaires individuels

dans le diamant.

Dans le chapitre 2 (§2), nous nous sommes intéressés à la polarisation des spins

nucléaires de 13C dans le diamant. Après avoir passé en revue les différentes méthodes

de polarisation existantes, nous avons démontré une nouvelle technique de polarisation

s’appuyant sur le caractère anisotrope de l’interaction hyperfine du système NV-13C

pour réaliser le transfert de l’état quantique polarisé optiquement du centre NV au spin

nucléaire de 13C.

Au cours du chapitre 3 (§3), nous avons vu que le système de spins NV-13C présente

une structure de niveaux en L analogue à ce qui peut être observé en physique atomique.

Cette propriété couplée au contrôle de la relaxation dans le système en L nous a permis

de démontrer le CPT d’un spin nucléaire unique à température ambiante. Au travers de

cette expérience, nous avons pu revisiter le phénomène de CPT bien connu en physique

atomique et en étudier un nouveau régime où la manipulation cohérente du système en

L et séparée temporellement de la relaxation.

Le dernier chapitre (§4) nous a permis de décrire le projet de détection micro-onde

du spin électronique associé à un centre NV unique développé dans le groupe Quantro-

nics du CEA Saclay. Ce projet vise à s’affranchir du champ laser, qui est communément

utilisé pour mesurer et polariser l’état du spin électronique du centre NV, et qui est

la cause d’une relaxation accélérée de l’état quantique du spin nucléaire vers un état

thermique. La réalisation expérimentale de ce projet nécessite de coupler magnétique-

ment un résonateur supraconducteur au spin électronique d’un centre NV unique. A

l’heure d’écrire ce mémoire de thèse, cette expérience est en cours de réalisation dans

le groupe Quantronics au CEA Saclay.

Un axe prometteur de développement des technologies quantiques réside dans la

création de systèmes quantiques hybrides. Le principe à la base des technologies quan-
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tiques hybrides est d’associer les avantages de différents systèmes quantiques [34]. Par

exemple, les bits quantiques supraconducteurs sont parmi les systèmes les plus per-

formants pour le traitement de l’information quantique [179] cependant de part leur

taille mésoscopique, ils souffrent d’un fort couplage à l’environnement et donc de faibles

temps de cohérence ≥ 10 ≠ 100 µs dans le meilleur des cas [180, 164]. Au contraire,

les spins nucléaires dans le diamant sont bien isolés de l’environnement et peuvent

présenter des temps de cohérence de l’ordre de la seconde [96]. Il est alors intéressant

d’envisager de réaliser un système quantique hybride à base de ces deux composants

où le traitement de l’information est implémenté par le bit quantique supraconducteur,

tandis que le stockage est réalisé par les spins nucléaires dans le diamant.

BN-V

B

FB

N-V
Q

R

a

Figure 4.25 – Schéma d’un système quantique hybride. Un résonateur supraconducteur, en
jaune, sert de bus quantique pour transporter l’information via un photon micro-onde entre
un bit quantique supraconducteur, en rouge, et l’ensemble de spins électroniques de centres
NV, en rose. Cette figure est extraite de l’article de Kubo et al. [163]

Des systèmes similaires ont déjà pu être développés consistant en un ensemble de

spins électroniques de centre NV couplés à un bit quantique supraconducteur [163] via

un résonateur supraconducteur qui joue le rôle de bus quantique [Figure 4.25]. Cette

expérience a permis de démontrer le stockage cohérent d’un photon micro-onde unique

émis par le bit quantique supraconducteur sur un état collectif de l’ensemble de spins.

Utilisant des spins électroniques dans le diamant, la durée de stockage de l’information

dans cette expérience est limitée par le temps de cohérence des spins à quelques 10 µs

[87]. Pour aller plus loin, il est prometteur de se tourner vers les spins nucléaires dans

le diamant et en particulier d’utiliser un spin nucléaire unique qui présente un long

temps de cohérence [96].

La réalisation d’une telle expérience peut encore une fois s’inspirer de la physique

atomique où il a été démontré que l’état quantique d’un photon optique pouvait être

stocké par CPT sur les états hyperfins d’un ensemble atomique [130, 131]. Ainsi, com-

biner la technique de CPT d’un spin nucléaire unique dans le domaine micro-onde

démontrée au chapitre 3 à la détection micro-onde d’un spin électronique unique, dis-

cuté au chapitre 4, constitue une méthode qui permettrait de stocker l’information

quantique contenue dans un photon micro-onde sur l’état d’un spin nucléaire dans le

diamant. On peut ainsi espérer tirer pleinement avantage de l’association des bits quan-

tiques supraconducteurs et des spins nucléaires dans le diamant pour le développement

de nouvelles technologies quantiques hybrides.
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ANNEXEA
Montage expérimental
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Dans cette annexe, je détaille le dispositif expérimental que j’ai construit pour

détecter des centres NV individuels dans des échantillons de diamant massif, et contrôler

leur état de spin électronique de manière cohérente.

A.1 Détection optique de centres NV uniques

La détection de centres NV uniques dans le diamant repose sur la technique de

microscopie optique confocale [18]. Celle-ci consiste à scanner l’échantillon de diamant

tout en enregistrant le signal de photoluminescence émis pour localiser les positions

de centres NV individuels. Un schéma du montage expérimental que j’ai construit est

présenté en Figure A.1 - (a).

A.1.1 Microscopie optique confocale

L’excitation optique des centres NV est réalisée par un laser continu de longueur

d’onde λ = 532 nm (Gem 532, 420 mW) et de puissance 150 µW correspondante à la

puissance de saturation d’un centre NV unique pour ce montage. Une lame λ/2 per-

met de contrôler l’orientation de la polarisation pour réaliser une excitation optimale

des centres NV [181]. Ce faisceau est dirigé, après réflexion sur un miroir dichröıque

(semrock, LPD01-532RS-25), vers un objectif de microscope à immersion de grande

ouverture numérique (Olympus, UPlanSApo, 60x, ON = 1.35) et ainsi focalisé sur

l’échantillon de diamant. L’objectif de microscope est solidaire d’une platine piézo-

électrique 3 axes (MadCityLab, Nano-PDQ375HS) permettant de balayer l’échantillon

pour en réaliser la cartographie en photoluminescence.

Ce même objectif de microcope réalise la collection de la photoluminescence émise

par la zone de l’échantillon de diamant située en son point focal. Le faisceau ainsi
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Figure A.1 – (a) Schéma du montage de microscopie confocale. OM : objectif de microscope,
MD : miroir dichröıque, F : filtre interférentiel, D : trou de confocalité de diamètre 50 µm,
PDA : photodiode à avalanche. (b) Spectres d’absorption et d’émission du centre NV du
diamant. La fenêtre de détection de photoluminescence par le système est représentée en
rouge. (c) Carte de photoluminescence d’un échantillon de diamant massif ultrapur, les centres
NV uniques apparâıssent comme des maxima de photoluminescence.

formé est alors transmis par le miroir dichröıque et épuré par un filtre interférentiel de

largeur spectrale 75 nm et centré à la longueur d’onde λ = 697 nm (Semrock, FF01-

697/75-25-D), permettant d’éliminer les photons résiduels du faisceau d’excitation, tout

en conservant la bande spectrale correspondante au centre NV chargé négativement

[18, 182] [Figure A.1 - (b)]. Ce faisceau passe ensuite au travers d’un microscope confo-

cal constitué de deux lentilles convergentes de focale 10 cm formant un télescope, et

d’un trou de confocalité de diamètre 50 µm positionné au point focal. Ce système per-

met de sélectionner la photoluminescence issue uniquement d’une tranche d’épaisseur

environ 1 µm autour du point focal de l’objectif [183] et ainsi d’améliorer le rapport

signal à bruit de la détection. La détection est assurée par deux photodiodes à ava-

lanche fonctionnant en régime de comptage de photons (Excellitas, SPCM-AQRH-14)

et positionnées en interféromètre de Hanbury Brown et Twiss [184]. Les taux de comp-

tages sont sommés puis enregistrés par une carte d’acquisition National Instrument (NI

PCIe-6323).

La cartographie en photoluminescence de l’échantillon est réalisée en déplaçant

l’objectif de microscope tout en enregistrant le signal de photoluminescence. Une carte

typique de photoluminescence est présentée en Figure A.1 - (c). Chaque maximum

correspond à un centre NV unique. Une fois la carte réalisée, un centre NV particulier

peut être adressé en positionnant l’objectif de microscope sur le maximum de photolu-

minescence correspondant. Un programme d’asservissement de la position de l’objectif
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Figure A.2 – Evolution du signal de photoluminescence en fonction de la puissance optique
d’excitation. La courbe pleine est un ajustement par la fonction de saturation (A.1), donnant
Psat = 148 ± 8 µW et RŒ

0 = 316 ± 5 kcounts.s≠1.

sur le signal de photoluminescence et reposant sur une marche aléatoire dans les trois

directions de l’espace permet de s’affranchir des dérives mécaniques et thermiques du

système expérimental. Pour notre montage, un centre NV unique émet typiquement

160 kcoups.s≠1 pour une puissance d’excitation de 150 µW. L’évolution du taux de

fluorescence d’un centre NV unique R0 en fonction de la puissance optique d’excita-

tion Popt est représentée en Figure A.2. Le nombre de photons émis par le centre NV

suit une loi de saturation

R0 = RŒ
0

s

1 + s
, (A.1)

où RŒ
0 = 316 ± 5 kcounts.s≠1 et s = Popt/Psat avec Psat = 148 ± 8 µW. Les expé-

riences rapportées dans ce manuscrit ont été réalisées pour une puissance d’excitation

correspondante à la puissance de saturation.

A.1.2 Corrélation d’intensité

La démonstration de l’unicité d’un centre NV est réalisée par l’étude des corrélations

temporelles du signal de photoluminescence. Autrement dit, par la mesure de la fonction

d’autocorrélation normalisée en intensité g(2)(τ) [185, 184]

g(2)(τ) =
ÈI(t)I(t + τ)Í

ÈI2(t)Í , (A.2)

où I(t) est l’intensité de photoluminescence émise par le centre NV à l’instant t.

Cette fonction représente la probabilité conjointe de détecter un premier photon, suivi

d’un second un temps τ plus tard. Dans le cas où τ est très grand devant le temps

d’émission spontanée du centre NV, les photons arrivent indépendemment. Les in-

tensités I(t) et I(t + τ) ne sont pas corrélées et la condition de stationnarité donne

g(2)(τ æ Œ) = 1. Par contre au retard nul, τ = 0, le centre NV ne pouvant émettre

qu’un photon à la fois, lorsqu’un premier photon est détecté, il faut attendre en moyenne
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le temps d’émission spontanée du centre NV pour en détecter un second [74, 186]. Ainsi,

pour un centre NV unique la probabilité de détection simultanée de deux photons est

nulle et g(2)(0) = 0 [187, 188]. Dans le cas de N émetteurs identiques, des détections

simultanées sont possibles et on peut montrer que g(2)(0) = 1 ≠ 1/N [187]. Ce phéno-

mène d’anticorrélation correspondant à g(2)(τ) Æ 1 démontre le caractère quantique du

rayonnement émis par le centre NV. Ce résultat ne peut pas s’expliquer par une théorie

classique de la lumière [185]. Le critère d’unicité pour un émetteur est g(2)(0) Æ 1/2.
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Figure A.3 – (a) Schéma de l’interféromètre de Hanbury Brown et Twiss. Deux photodiodes
à avalanche (PDA) sont positionnées de part et d’autre d’une lame séparatrice. La détection
d’un premier photon (voie START) démarre le chronomètre d’un module électronique de
comptage ultrarapide. Dès qu’un deuxième photon est détecté sur l’autre voie (voie STOP)
le chronomètre s’arrète. En construisant l’histogramme des détections et en réalisant une
normalisation adéquate, ce dispositif permet de reconstruire la fonction g(2)(τ). (b) Exemple
de fonction g(2)(τ) enregistrée pour un centre NV unique. g(2)(0) Æ 1/2 indique l’unicité du
centre.

Théoriquement, une seule photodiode est suffisante pour la mesure des corrélations

en intensité ; cependant expérimentalement, deux photodiodes sont nécessaires pour

s’affranchir du temps mort des détecteurs de 24 ns pendant lequel aucune détections

ne sont possibles. La réalisation expérimentale de l’interféromètre de Hanbury Brown et

Twiss est schématisée en Figure A.3 - (a). Deux photodiodes à avanlanche en mode de

comptage de photons sont disposées de part et d’autre d’une lame séparatrice [184]. La

détection d’un photon sur la première voie (voie START) démarre le chronomètre du

module de comptage ultrarapide (Picoquant, Pico-Harp300). Dès qu’un second photon

est détecté sur l’autre voie (voie STOP), le chronomètre est arrété. En construisant

l’histogramme des délais entre ces deux événements et en réalisant une normalisation

adéquate, ce système permet de reconstruire la fonction d’autocorrélation g(2)(τ) [188].

Une ligne à retard est placée sur la deuxième voie permettant la mesure de g(2)(τ)

pour des délais négatifs. La mesure est seulement limitée par le temps de gigue des

détecteurs utilisés qui est de l’ordre de 700 ps pour notre montage.

La Figure A.3 - (b) présente la fonction d’autocorrélation g(2)(τ) mesurée avec

ce système sur un centre NV unique. La valeur g(2)(0) Æ 1/2 indique l’émission de
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photons uniques et donc la présence d’un émetteur quantique individuel au point focal

de l’objectif de microscope.

A.2 Contrôle de l’état de spin

A.2.1 Création du champ micro-onde

L’état de spin électronique du centre NV peut être manipulé grâce à un champ ma-

gnétique micro-onde. Pour appliquer ce champ magnétique sur les centres NV, l’échan-

tillon de diamant est collé sur une plaque de circuit imprimé sur laquelle a été gravé

des pistes en cuivre. Un fil de cuivre de 25 µm de diamètre est plaqué sur le diamant

et soudé aux extrémités des pistes en cuivre. L’entrée du circuit imprimé est connectée

à un générateur micro-onde (Rhode&Schwartz, SMF100A ou SMB100A) tandis que la

sortie est terminée par une impédance 50 W. L’amplitude du champ micro-onde rayonné

par le fil est contrôlée par ordinateur en paramétrant l’amplitude du signal de sortie

du générateur micro-onde.

A.2.2 Séquences impulsionnelles

La manipulation de l’état de spin électronique du centre NV fait appel à des sé-

quences d’impulsions mélant impulsions lumineuses et micro-ondes. Les impulsions laser

sont générées par un modulateur acousto-optique (AA Opto-Electronics, MT200-A0.5-

VIS) installé en double passage pour améliorer le taux d’extinction. Des impulsions avec

un temps de montée de 10 ns peuvent ainsi être obtenues. Les impulsions micro-ondes

sont créées en utilisant des commutateurs électroniques rapides (Minicircuits, ZASW-

2-50DR+) et combinées grâce à des sommateurs micro-ondes (Minicircuits, ZFRSC-42-

S+). Ces appareils sont controlés par ordinateur au moyen d’une carte de génération

d’impulsions (PulseBlaster, ESRpro300). L’acquisition du signal de photoluminescence

en régime impulsionnel est réalisée par une carte d’acquisition ultrarapide (Fastcomtec,

MCS6A) synchronisée avec la carte de génération d’impulsions.

A.2.3 Alignement du champ magnétique statique

Considérons que le champ magnétique est dans plan (x, 0, z) du laboratoire où l’axe

z est défini par l’axe du centre NV. Le Hamiltonien du spin électronique dans l’état

fondamental du centre NV s’écrit

Ĥe = DŜ2 + γeBzŜz +
γeB‹

2
(Ŝ+ + Ŝ≠), (A.3)

où B‹ est le champ magnétique appliqué suivant l’axe x. Pour aligner le champ

magnétique suivant l’axe du centre NV, deux méthodes peuvent être mises à profit.

La première s’applique proche des croisements de niveaux dans la structure du

centre NV, et repose sur la forte dépendance du niveau de photoluminescence du centre

NV vis-à-vis de l’angle du champ magnétique par rapport à son axe. Supposons tout

d’abord que le champ magnétique longitudinal B est tel que le système est loin des
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croisements de niveaux. Dans ce cas, la composante perpendiculaire du champ B‹ est

négligeable devant le champ effectif longitudinal |D ≠ γeB|. L’axe de quantification du

système est alors bien défini par l’axe du centre NV suivant la direction z. Par contre,

proche des croisements de niveaux, l’effet Zeeman longitudinal compense l’interaction

spin-spin γeBz ¥ D. Dans ce cas, la composante transverse du champ n’est plus né-

gligeable et elle va imposer l’axe de quantification du système. Les états propres sont

alors des états superposés des états brillant |0eÍ et noir |≠1eÍ, d’où une chute du signal

de photoluminescence à l’approche des croisements de niveaux [51].

La deuxième technique est fondée sur la symétrie des résonances de spin électronique

par rapport à l’interaction spin-spin D. La composante tranverse de l’effet Zeeman dans

le Hamiltonien (A.3) provoque comme expliqué précédemment un changement d’axe de

quantification. Dans ce cas, les états propres du Hamiltonien (A.3) sont des mélanges

des états |0eÍ, | ≠ 1eÍ et | + 1eÍ. Les fréquences de résonances de spin électronique sont

donc modifiées et ne sont pas symétriques par rapport à l’interaction spin-spin [43, 108].

L’alignement fin du champ magnétique suivant l’axe du centre NV permet de rétablir

cette symétrie.

En pratique, le champ magnétique statique est généré par un aimant permanent,

placé sur une platine de translation 3-axes. Tout d’abord l’aimant est approché peu

à peu de l’échantillon pour augmenter le champ magnétique tout en maximisant le

signal de photoluminescence émis par le centre NV étudié. Le champ magnétique est

ensuite aligné finement en vérifiant la symétrie des résonances de spin par rapport à

l’interaction spin-spin. La valeur final du champ magnétique est déduit de la mesure

de la fréquence de résonance du centre NV, en enregistrant des spectres de résonance

magnétique.
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ANNEXEB
Dynamique des populations dans le

système à 4 niveaux
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Dans cet annexe, nous allons détailler la résolution des équations de taux utilisées

pour décrire l’évolution des populations dans le système à quatre niveaux durant l’ex-

périence de polarisation de spin nucléaire. Nous verrons ensuite que ce modèle peut être

adapté pour décrire la dynamique de pompage par CPT d’un spin nucléaire unique à

résonance à 2-photons ainsi que pour étudier la polarisation du spin nucléaire de 15N

par précession dans l’état fondamental.

B.1 Evolution des populations durant la séquence

de polarisation de 13
C

Dans un premier temps, nous allons revenir sur l’expérience de polarisation de spin

nucléaire à fort couplage anisotrope décrite dans le chapitre 2 (§2). Nous allons détailler

la résolution des équations de taux décrivant la dynamique des populations du système

de spins durant la séquence de polarisation.

B.1.1 Séquence de polarisation

Considérons le système de spins décrit dans la partie 2.2, constitué d’un spin élec-

tronique en interaction hyperfine avec le spin nucléaire d’un noyau de 13C proche de
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Figure B.1 – (a) Séquence de polarisation de spin nucléaire. La durée de l’impulsion laser
TL = Tseq ≠ Tlaser représente la durée d’illumination laser dans la séquence. (b) Evolution
des populations du système de spins durant la séquence. L’efficacité de retournement du spin
nucléaire par la précession dans ms = ≠1 est notée αp. Le taux de polarisation optique du
spin électronique est notée G et le taux de dépolarisation de spin nucléaire induite par le laser
est notée Gdp.

l’anticroisement de niveaux de spin nucléaire. Le spin électronique est initialement po-

larisé optiquement dans l’état ms = 0 et le spin nucléaire est dans un état thermique.

Sur ce système est alors appliqué N séquences de polarisation chacune composée de

trois parties distinctes [Figure B.1].

1. Une impulsion π sur le champ MW2 correspondant à la transition |0e, ¿Í≠|≠1e, ¿Í
réalise un retournement de spin électronique supposé idéal.

2. Un temps d’attente Tπ,nuc permet le retournement du spin nucléaire au travers

de la précession dans ms = ≠1 avec une efficacité αp.

3. Une impulsion laser initialise le spin électronique dans ms = 0 avec un taux G

et permet ainsi de polariser le système de spins dans l’état |0e, øÍ. L’illumination

laser conduit aussi à la dépolarisation du spin nucléaire avec un taux Gdp.

B.1.2 Description en terme d’équations de taux

Isolons tout d’abord la N ème séquence de polarisation. Les populations de spin

nucléaire dans ms = 0 au début de la séquence N sont égales à celles de la fin de

la séquence (N ≠ 1), notées P(N ≠1)
|0e,øÍ et P(N ≠1)

|0e,¿Í . En supposant l’initialisation du centre

NV dans ms = 0 idéale [74], ces populations vérifient P(N ≠1)
|0e,øÍ + P(N ≠1)

|0e,¿Í = 1. Après

l’impulsion π sur le champ MW2 qui transfère les populations de |0e, ¿Í vers | ≠ 1e, ¿Í,
les populations au temps Tπ du système de spins s’écrivent
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P|0e,¿Í(Tπ) = 0 (B.1)

P|0e,øÍ(Tπ) = P(N ≠1)
|0e,øÍ (B.2)

P|≠1e,¿Í(Tπ) = P(N ≠1)
|0e,¿Í (B.3)

P|≠1e,øÍ(Tπ) = 0 . (B.4)

La précession du spin nucléaire dans ms = ≠1 induit un retournement de spin

nucléaire d’efficacité notée αp. Les populations au temps Tlaser de la séquence sont

P|0e,¿Í(Tlaser) = 0 (B.5)

P|0e,øÍ(Tlaser) = P(N ≠1)
|0e,øÍ (B.6)

P|≠1e,¿Í(Tlaser) = [1 ≠ αp]P(N ≠1)
|0e,¿Í (B.7)

P|≠1e,øÍ(Tlaser) = αpP(N ≠1)
|0e,¿Í . (B.8)

Durant l’illumination laser, la polarisation du système de spins dans l’état |0e, øÍ
par initialisation optique du centre NV dans ms = 0 entre en compétition avec la

dépolarisation de spin nuléaire induite par le laser [36]. Comme ces phénomènes sont

simultanés, nous devons résoudre les équations de taux du système durant l’impulsion

laser. Les équations d’évolution des populations s’écrivent

dP|0e,¿Í

dt
= GP|≠1e,¿Í(t) +

Gdp

2

1

P|0e,øÍ(t) ≠ P|0e,¿Í(t)
2

(B.9)

dP|0e,øÍ

dt
= GP|≠1e,øÍ(t) ≠ Gdp

2

1

P|0e,øÍ(t) ≠ P|0e,¿Í(t)
2

(B.10)

dP|≠1e,¿Í

dt
= ≠GP|≠1e,¿Í(t) (B.11)

dP|≠1e,øÍ

dt
= ≠GP|≠1e,øÍ(t) . (B.12)

La conservation des populations dans le système de spins donne

P|0e,¿Í(t) + P|0e,øÍ(t) + P|≠1e,¿Í(t) + P|≠1e,øÍ(t) = 1 . (B.13)

En intégrant les équations (B.11) et (B.12) pour t œ [Tlaser, Tseq] avec la condi-

tion initiale pour t = Tlaser donnée par les relations (B.7) et (B.8) respectivement, les

populations dans ms = ≠1 s’écrivent

P|≠1e,¿Í(t) = P(N ≠1)
|0e,¿Í [1 ≠ αp]e≠Γ(t≠Tlaser) (B.14)

P|≠1e,øÍ(t) = P(N ≠1)
|0e,¿Í αpe≠Γ(t≠Tlaser) . (B.15)

L’équation d’évolution de la population du niveau de pompage (B.10) devient
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dP|0e,øÍ

dt
+ GdpP|0e,øÍ(t) = P(N ≠1)

|0e,¿Í e≠Γ(t≠Tlaser)
5

Gαp ≠ Gdp

2

6

+
Gdp

2
. (B.16)

Cette équation a comme solution

P|0e,øÍ(t) =
P(N ≠1)

|0e,¿Í

G≠ Gdp

5

Gαp ≠ Gdp

2

6

Ë

e≠Γdp(t≠Tlaser) ≠ e≠Γ(t≠Tlaser)
È

+
1

2
+

5

P(N ≠1)
|0e,øÍ ≠ 1

2

6

e≠Γdp(t≠Tlaser) .

(B.17)

Ainsi, la relation entre la population de l’état de polarisation à la fin de la séquence

P|0e,øÍ(Tseq) = P(N )
|0e,øÍ et au début de la séquence P(N ≠1)

|0e,øÍ est

P(N )
|0e,øÍ = P(N ≠1)

|0e,øÍ

S

Ue≠ΓdpTL ≠
Ë

Gαp ≠ Γdp

2

È

G≠ Gdp

Ë

e≠ΓdpTL ≠ e≠ΓTL

È

T

V

+
1

2

Ë

1 ≠ e≠ΓdpTL

È

+

Ë

Gαp ≠ Γdp

2

È

G≠ Gdp

Ë

e≠ΓdpTL ≠ e≠ΓTL

È

,

(B.18)

où TL = Tseq ≠ Tlaser est la durée totale d’illumination laser dans la séquence. Par

récurence et en supposant que le spin nucléaire est initialement dans un état ther-

mique (P(0)
|0e,øÍ = 1/2), la population de l’état de polarisation du spin nucléaire après N

séquences s’écrit

P(N )
|0e,øÍ =

b

1 ≠ a
+ aN

C

P(0)
|0e,øÍ ≠ b

1 ≠ a

D

, (B.19)

avec

a = e≠ΓdpTL ≠
Ë

Gαp ≠ Γdp

2

È

G≠ Gdp

Ë

e≠ΓdpTL ≠ e≠ΓTL

È

, (B.20)

b =
1

2

Ë

1 ≠ e≠ΓdpTL

È

+

Ë

Gαp ≠ Γdp

2

È

G≠ Gdp

Ë

e≠ΓdpTL ≠ e≠ΓTL

È

. (B.21)

Ces équations prennent en compte une repolarisation incomplète du spin électro-

nique par l’impulsion laser qui est manifeste lorsque la durée de l’impulsion laser TL

est inférieure à ≥ 300 ns. Le système n’effectue alors pas suffisament de cycles optiques

pour transférer efficacement les populations de ms = ≠1 vers l’état métastable et ainsi

repomper le spin électronique dans ms = 0. Les impulsions utilisées dans l’expérience

de polarisation de spin nucléaire de la partie 2.2 étant plus longue que 300 ns, nous

allons considérer que le spin électronique est entièrement polarisé à la fin de l’impul-

sion laser, soit e≠Γ(Tseq≠Tlaser) = 0. La population de l’état de pompage augmente alors

exponentiellement pour atteindre son état stationnaire. Le nombre caractéristique de

séquences appliquées au système avant d’atteindre le régime stationnaire est
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Ns = ≠1/ ln(a) = ≠1/ ln

A

e≠ΓdpTL

C

1 ≠ 1

G≠ Gdp

5

Gαp ≠ Gdp

2

6

DB

, (B.22)

et l’expression de la population de l’état de polarisation en régime permanent s’écrit

P(Œ)
|0e,øÍ =

1
2

Ë

1 ≠ e≠ΓdpTL

È

+ 1
Γ≠Γdp

Ë

Gαp ≠ Γdp

2

È

1 ≠ e≠ΓdpTL

Ë

1 ≠ 1
Γ≠Γdp

Ë

Gαp ≠ Γdp

2

ÈÈ . (B.23)

Pour simplifier ces équations, nous pouvons supposer que la repolarisation du spin

électronique est plus rapide que la dépolarisation de spin nucléaire induite par le laser

(αpG ∫ Gdp). Cette hypothèse est supportée par l’observation effective de la polari-

sation de spin nucléaire sur les spectres de résonance magnétique [Figure 2.13]. Sous

cette approximation,

P(N )
|0e,øÍ =

αp + αdp(0.5 ≠ αp)

αp + αdp(1 ≠ αp)
(B.24)

≠0.5
αp(1 ≠ αdp)

αp + αdp(1 ≠ αp)
[1 ≠ αp ≠ αdp(1 ≠ αp)]N , (B.25)

=
αp + αdp(0.5 ≠ αp)

αp + αdp(1 ≠ αp)
≠ 0.5

αp(1 ≠ αdp)

αp + αdp(1 ≠ αp)
exp

3

≠ N
Ns

4

, (B.26)

avec αdp = 1 ≠ e≠ΓdpTL la probabilité de dépolarisation par séquence et Ns =

≠1/ ln(1 ≠ αp ≠ αdp(1 ≠ αp)) le nombre caractéristique de séquences pour atteindre

le régime permanent. En régime stationnaire, la population de l’état polarisé est

P(Œ)
|0e,øÍ =

αp + αdp(0.5 ≠ αp)

αp + αdp(1 ≠ αp)
. (B.27)

Dans ce régime, l’efficacité de la séquence de polarisation de spin nucléaire égale

les pertes de populations dûes à la dépolarisation laser. Lorsque la séquence est très

efficace αp ∫ αdp, P(Œ)
|0e,øÍ = 1 et le spin nucléaire est entièrement polarisé. Dans le cas

contraire, si la dépolarisation laser domine, αdp ∫ αp, P(Œ)
|0e,øÍ = 1/2 et le spin nucléaire

reste dans un état thermique.

Nous avons dévellopé ce modèle dans le cadre de l’étude de la polarisation des

spins nucléaires de 13C dans le diamant. Il possède pourtant un caractère général et

permet de décrire l’évolution de la population d’un état de pompage durant la répétition

d’une séquence de polarisation. La population de l’état de pompage résulte alors de la

compétition entre le phénomène de polarisation par la séquence d’impulsions d’efficacité

αp et le phénomène de dépolarisation d’efficacité αdp. La physique du système ainsi que

l’action de la séquence d’impulsions est alors entiérement décrite au travers des deux

coefficients αp et αdp. Dans la partie suivante, nous allons voir que ce modèle permet

de décrire la dynamique de pompage par CPT d’un spin nucléaire unique à résonance

à 2-photons.
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B.2 Dynamique séquentielle de CPT d’un spin nu-

cléaire unique

Le pompage CPT d’un spin nucléaire à résonance à 2-photons décrit dans la partie

3.1.2, invoque des mouvements de populations dans la base des états {|DÍ, |BÍ, |≠Í}
définie par les équations (3.1) et (3.2). Nous allons montrer que le phénomène de pom-

page par CPT peut être décrit selon les termes du modèle précédent [cf. 3.2.2] et en

particulier, nous expliciterons la signification physique de la probabilité de pompage

par séquence αp pour l’expérience de CPT.

B.2.1 Séquence de pompage CPT à résonance à 2-photons

(a)

MW1

Laser

0 Tseq

t
Tlaser

N

}

}

|− 1e〉

|0e〉

|−〉

|D〉

|B〉

Ω

|−〉

|D〉
|B〉
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|D〉
|B〉

Γdp/2
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Ω1

Ω2

Tπ

ΓD ΓB

1 32
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Figure B.2 – (a) Séquence de polarisation de spin nucléaire. La durée de l’impulsion laser est
notée TL = Tseq ≠ Tlaser. La séquence est répétée N fois. (b) Evolution des populations dans
le système à 3 niveaux sous l’action de la séquence d’impulsions. Les champs micro-ondes

induisent une oscillation de Rabi entre les états |BÍ et |≠Í à une pulsation W =
Ò

W
2
1 + W2

2.
Les taux GD et GB représentent respectivement les taux de relaxation vers les états |DÍ et
|BÍ. La dépolarisation de spin nucléaire induite par l’illumination optique est décrite par le
taux Gdp.

Considérons le système de spin utilisé dans l’expérience de CPT de la partie 3.1.2,

composé d’un spin nucléaire de 13C en interaction hyperfine avec le spin électronique

associé à un centre NV. Lorsque les champs micro-ondes d’excitation sont portés à
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résonance à 2-photons, δ = δ1 ≠ δ2 = 0, le pompage par CPT peut être décrit en consi-

dérant les mouvements de populations dans la base {|DÍ, |BÍ, |≠Í}. Le spin nucléaire

étant initialement dans un état thermique (le spin électronique est préalablement po-

larisé optiquement dans sa projection ms = 0), les états fondamentaux |DÍ et |BÍ sont
également peuplés, P(0)

|BÍ = P(0)
|DÍ = 0.5. La séquence de CPT est ensuite appliquée N

fois. Chaque séquence de CPT est composée de 3 parties distinctes [Figure B.2].

1. Deux impulsions micro-ondes simultanées réalisent un transfert de population de

l’état |BÍ vers l’état |≠Í. L’aire des impulsions micro-ondes est notée A = W·Tπ =

π où Tπ est la durée des impulsions micro-ondes choisie pour correspondre à une

impulsion π pour la transition |BÍ ≠ |≠Í.
2. Un temps d’attente de durée Tlaser ≠ Timp = 100 ns durant lequel les populations

n’évoluent pas.

3. Une impulsion laser permet d’induire la relaxation dans le système en L. Les

taux de relaxation sont notés GD et GB respectivement vers les états |DÍ et |BÍ.
L’illumination laser conduit aussi à un déphasage de l’état de spin nucléaire et

ainsi à une relaxation accélérée de l’état de spin vers l’état thermique avec un

taux noté Gdp.

L’efficacité d’une séquence de pompage par CPT, αp, est donné par la probabilité

de transfert des populations de l’état |≠Í vers l’état |DÍ durant l’impulsion laser. Il est

relié au taux de relaxation du système par

GD = Gαp = G|È≠|DÍ|2 (B.28)

GB = G(1 ≠ αp) = G|È≠|BÍ|2 , (B.29)

Nous retrouvons ici un phénomène de pompage similaire à celui étudié précédem-

ment où la séquence de pompage par CPT d’efficacité αp est en compétition avec la

dépolarisation de spin nucléaire induite par le laser αdp = 1 ≠ e≠ΓdpTL . En rempla-

çant formellement l’état de pompage précédent par l’état noir du phénomène de CPT

|DÍ ¡ |0e, øÍ et |BÍ ¡ |0e, ¿Í dans les expressions précédentes. En supposant que la

repolarisation du spin électronique est complète et plus rapide que la dépolarisation de

spin nucléaire induite par le laser (αpG∫ Gdp), l’évolution de l’état noir s’écrit

P(N )
|DÍ =

αp + αdp(0.5 ≠ αp)

αp + αdp(1 ≠ αp)
≠ 0.5

αp(1 ≠ αdp)

αp + αdp(1 ≠ αp)
exp

3

≠ N
Ns

4

, (B.30)

avec Ns = ≠1/ ln(1≠αp ≠αdp(1≠αp)) le nombre caractéristique de séquences pour

atteindre le régime permanent. La population de l’état noir en régime stationnaire est

P(Œ)
|DÍ =

αp + αdp(0.5 ≠ αp)

αp + αdp(1 ≠ αp)
. (B.31)

Ainsi, le phénomène de CPT à résonance à deux photons est équivalent formelle-

ment au processus de polarisation de spin nucléaire décrit dans le chapitre 2 (§2). La
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différence au sens physique entre ces deux phénomènes est manifeste dans l’expression

de la probabilité de polarisation αp.

B.2.2 Probabilité de pompage par séquence αp
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Figure B.3 – Probabilité de pompage par séquence αp calculée d’après l’équation (B.35)
pour (a) θ = π/2 et (b) θ = 1.14 rad correspondant au paramètre de mélange d’état de spin
nucléaire pour un champ magnétique B = 850 G appliqué suivant l’axe du centre NV. Dans
chaque cas, αp est tracé pour trois valeurs différentes de DF = φ ≠ ψ (DF = 0 en bleu,
DF = π/2 en noir et DF = π en rouge).

La probabilité de pompage, αp, définie précédement correspond au recouvrement

entre l’état excité |≠Í et l’état noir |DÍ, αp = |È≠|DÍ|2. Pour en calculer la valeur, on

rappelle les expressions des états de la base {|DÍ, |BÍ, |≠Í}

|DÍ =
1

Ò

W
2
1 + W2

2

1

W2| øÍ ≠ W1e
≠iψ| ¿Í

2

(B.32)

|BÍ =
1

Ò

W
2
1 + W2

2

1

W1| øÍ + W2e
≠iψ| ¿Í

2

(B.33)

|≠Í = ≠ sin

A

θ

2

B

e≠iφ| øÍ + cos

A

θ

2

B

| ¿Í , (B.34)

avec W1 et W2 les pulsations de Rabi des champs MW1 et MW2 et ψ leur différence

de phase. Les paramètres θ et φ définis dans la partie 1.2.2 sont fixés par l’interaction

hyperfine entre le spin électronique du centre NV et le spin nucléaire du noyau de 13C.

En considérant les expressions (B.34) et (B.32), αp s’écrit

αp =
1

1 + (W1/W2)2
sin2

A

θ

2

B

+
(W1/W2)

2

1 + (W1/W2)2
cos2

A

θ

2

B

+
(W1/W2)

1 + (W1/W2)2
sin(θ) cos(φ≠ψ) .

(B.35)

Ainsi, au travers des paramètres expérimentaux W1, W2 et ψ, il est possible de

contrôler le coefficient de pompage dans l’état noir, αp, et donc la relaxation vers

l’état noir, GD. Il est possible de favoriser ou d’interdire l’accumulation de population

[Figure B.3]. Le processus de relaxation du système est donc entièrement contrôlé expé-

rimentalement aussi bien temporellement par l’utilisation d’impulsions lasers que dans

154



son intensité grâce au contrôle du recouvrement αp défini par les caractéristiques des

champs micro-ondes. Ceci n’est possible que grâce à la conservation de l’état de spin

nucléaire durant l’illumination optique du centre NV. Cette propriété, non triviale, du

système de spins est étudiée en détails au cours du chapitre 3 (§3), en particulier au

travers de la robustesse de la cohérence nucléaire sous illumination optique.

B.3 Dynamique de polarisation de spin nucléaire

de 15
N

Dans cette partie, nous allons revenir sur l’expérience de polarisation du spin nu-

cléaire de 15N décrite dans la partie 4.3.2. Nous allons voir que cette technique de

polarisation séquentielle basée sur la précession du spin nucléaire dans l’état ms = 0

du centre NV peut, elle aussi, être décrite par le modèle basé sur les équations de taux.

B.3.1 Séquence de polarisation

}
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Figure B.4 – Séquence de polarisation du spin nucléaire de 15N par précession dans l’état
fondamental. La durée de l’impulsion laser est notée TL = Tseq ≠ Tlaser. (b) Evolution des
populations du système de spins durant la séquence. L’efficacité de retournement du spin
nucléaire de 15N par la précession dans ms = 0 est notée αp. Le taux de polarisation optique
du spin électronique est notée G et le taux de dépolarisation de spin nucléaire induite par le
laser est notée Gdp.

Considérons le système de spins présenté dans la partie 4.3.2, composé du spin

électronique d’un centre NV en interaction hyperfine avec le spin nucléaire de 15N

constitutif du défaut. Nous avons montré dans le corps du texte que ce système de

spins peut être polarisé en utilisant la séquence présentée en Figure B.4 - (a) qui tire
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profit de la précession du spin nucléaire dans l’état ms = 0 [cf. 4.3.2]. Cette séquence

est composée de trois partie disctinctes [Figure B.4].

1. Une impulsion micro-onde π correspondant à la transition |0e, øNÍ ≠ | ≠ 1e, øNÍ
réalise un retournement de spin électronique supposé idéal.

2. Un temps d’attente Tπ,nuc permet le retournement du spin nucléaire de 15N par

précession dans l’état ms = 0 dû au champ magnétique transverse. L’efficacité de

ce processus correspond à l’amplitude de l’oscillation de Rabi nucléaire induite

par la précession dans ms = 0 et est notée αp [cf. 4.3.2].

3. Une impulsion laser de durée TL initialise le spin électronique dans ms = 0 avec

un taux G et permet ainsi de polariser le système de spins dans l’état |0e, øNÍ.
L’illumination laser conduit à la dépolarisation du spin nucléaire de 15N avec un

taux Gdp.

Nous retrouvons dans la description de cette expérience la compétition entre un

phénomène de polarisation du spin nucléaire de 15N induit par la séquence d’impulsions

et un phénomène de dépolarisation provoqué par l’illumination optique du système de

spins. Le modèle développé précédemment peut alors être appliqué à la polarisation

de spin nucléaire de 15N. La probabilité de polarisation par séquence est donnée par

l’amplitude de l’oscillation de Rabi de spin nucléaire dans ms = 0, αp, et la probabilité

de dépolarisation par séquence dûe à l’illumination optique est αdp = 1 ≠ e≠ΓdpTL .

L’évolution de la population de l’état de pompage |0e, øNÍ par itération de la séquence de

polarisation est gouvernée par les équations (B.19) à (B.27) en remplaçant formellement

|0e, øNÍ ¡ |0e, øÍ et |0e, ¿NÍ ¡ |0e, ¿Í.

B.3.2 Interprétation des résultats expérimentaux

Influence de la durée laser

Au cours de l’étude de la polarisation du spin nucléaire de 15N, nous avons été

améné dans la partie 4.3.2 à étudier l’influence de la durée laser sur la population de

l’état de pompage |0e, øNÍ après une unique séquence de polarisation P(1)
|øNÍ. Le résultat

de cette expérience est rappelé en Figure B.5 - (a). L’expression de P(1)
|øNÍ peut être

déduite de l’équation (B.19)

P(1)
|0e,øNÍ =

b

1 ≠ a
+ a

C

0.5 ≠ b

1 ≠ a

D

, (B.36)

avec

a = e≠ΓdpTL ≠
Ë

Gαp ≠ Γdp

2

È

G≠ Gdp

Ë

e≠ΓdpTL ≠ e≠ΓTL

È

, (B.37)

b =
1

2

Ë

1 ≠ e≠ΓdpTL

È

+

Ë

Gαp ≠ Γdp

2

È

G≠ Gdp

Ë

e≠ΓdpTL ≠ e≠ΓTL

È

. (B.38)

Nous avons utilisé cette équation pour ajuster les courbes expérimentales corres-

pondantes à Bz = 5.5 G et Bz = 11 G de la Figure B.5 - (a). Ces courbes avaient
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Figure B.5 – (a) Population P(1)
|øNÍ en fonction de la durée de l’impulsion laser TL pour

différentes projections Bz du champ magnétique sur l’axe du centre NV. (b) Population
de l’état de pompage P|øNÍ en fonction du nombre de répétitions, N , de la séquence de
polarisation. Ces données ont été enregistrées en présence d’un champ magnétique Bz = 5.5 G.

été présentées dans le corps du texte comme guide pour les yeux. Les résultats de

ces ajustements indiquent que le temps caractéristique de repolarisation du centre NV

sous illumination optique est Tp,NV = 1/G = 240 ± 20 ns à saturation [74] et le taux

de dépolarisation induit par le laser passe de Gdp = 0.64 µs≠1 pour Bz = 5.5 G à

Gdp = 0.79 µs≠1 pour Bz = 11 G. Les meilleurs ajustements de ces courbes sont ob-

tenus pour une probabilité de polarisation par séquence de αp = 1. Ce dernier point

confirme que la polarisation de spin nucléaire de 15N est limitée par la dépolarisation

laser et non par l’efficacité de la séquence de polarisation.

Lorsque le champ magnétique augmente et atteint Bz = 20.5 G, la courbe la polari-

sation prend une forme atypique, présentant une oscillation qui conduit à une inversion

de polarisation du spin nucléaire. La courbe solide est obtenu par un ajustement des

données par l’équation (B.36) modulée par une fonction sinusöıdale. La période de l’os-

cillation déduite de l’ajustement est Tmod = 4.47 ± 0.2 µs.

Ces résultats restent préliminaires mais montrent que la dynamique de précession

du spin nucléaire dans l’état excité joue un rôle important dans le phénomène de

polarisation. Pour aller plus loin, il nous faudrait étudier l’évolution des différents

paramètres en fonction du champ magnétique, ce que je n’ai pas eu le temps de réaliser

durant ma thèse. La description de ce phénomène en terme d’équation de taux est ici

limité et ne permet pas de prendre en compte l’effet d’inversion de polarisation. Pour

décrire précisement ce phénomène, nous allons devoir proposer un nouveau modèle

prenant en compte la précession du spin nucléaire dans l’état excité.

Répétition de la séquence polarisation

Nous avons étudié l’évolution de la polarisation de spin nucléaire de 15N en fonction

du nombre de répétitions de la séquence d’impulsions. Le résultat de cette expérience est

présenté en Figure B.5 - (b) La polarisation du spin nucléaire de 15N atteint son régime
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permanent après une unique implémentation de la séquence. Ce comportement est

caractéristique d’un phénomène limité par le phénomène de dépolarisation. L’efficacité

de la séquence de polarisation est αp = 1 et le nombre de séquences nécessaires pour

atteindre l’état permanent Ns æ 0.

L’évolution de la polarisation de spin nucléaire 15N au cours de la répétition de la

séquence d’impulsions diffère drastiquement de ce que nous avons pu observer dans

les expériences de polarisation de 13C ou de pompage par CPT. Dans ces expériences,

le paramètre limitant était l’efficacité de polarisation de la séquence αp, il était alors

possible d’atteindre un degré de polarisation plus important en répétant la séquence

d’impulsions. Dans le cas de la polarisation de 15N, nous atteignons un régime différent

où la polarisation est directement limitée par relaxation induite par le laser, décrit par

le coefficient αdp. Il est alors impossible d’augmenter le taux de polarisation en répétant

la séquence d’impulsions car les pertes sont inérentes à notre technique de polarisation.
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Dans cet annexe, nous allons présenter des résultats supplémentaires concernant la

polarisation de spin nucléaire de 13C. Pour montrer le caractère reproductible et général

de cette technique de polarisation, nous avons répété l’expérience en considérant un

système de spins de la famille N dont l’amplitude du couplage hyperfin en champ nul

s’élève à Ahf
C = 560 kHz [39]. Nous allons montrer que cette famille de couplage qui

reste insensible à la polarisation au croisement de niveaux [39] peut être initialisée en

utilisant la séquence d’impulsions présentée au chapitre 2 (§2).

C.1 Manipulation cohérente du spin nucléaire de
13

C

La technique de manipulation cohérente de spin nucléaire développée dans la partie

2.2.1 présente un caractère général et peut être appliquée aux familles de 13C présentant

un fort couplage anisotrope. Nous allons appliquer cette technique à un système de spins

de la famille N.

C.1.1 Structure des niveaux d’énergie

Le système de spins de la famille N présente un couplage hyperfin en champ nul

Ahf
C = 560 kHz [39]. L’anti-croisement de niveaux de spin nucléaire peut alors être

atteint en appliquant un champ magnétique statique Bz ¥ 535 G suivant l’axe du dé-

faut. Deux transitions interdites supplémentaires appraissent dans la branche haute du

spectre ODMR du spin électronique [Figure C.1 - (b)]. Ces transitions sont caractéris-

tiques d’un mélange d’états de spin nucléaire dû au champ hyperfin transverse.

Dans le corps du texte, nous avons montré que pour un système de spins de la

famille I dont la composante longitudinale d’interaction hyperfine est prise positive
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Figure C.1 – (a) Schéma de niveaux du spin électronique d’un centre NV couplé par inter-
action hyperfine à un spin nucléaire de 13C de la famille N de couplage. Les états propres
du spin nucléaire sont représentés pour les projections de spin électronique suivant l’axe du
centre NV ms = 0 (|0eÍ), ms = ≠1 (| ≠ 1eÍ) et ms = +1 (| + 1eÍ). Un champ magnétique
Bz tel que γnBz ¥ Azz (en supposant Azz Æ 0) est appliqué pour porter le système proche
de l’anticroisement de niveaux de spin nucléaire. Les flèches indiquent les transitions de spin
électronique possibles. (b) Spectres de résonance magnétique pour un système de spins de
la famille I enregistrés à Bz = 535 G. Le mélange d’états de spin nucléaire apparâıt dans la
branche haute du spectre comme Azz Æ 0.

par convention Azz Ø 0, le mélange d’états de spin nucléaire est efficace dans l’état

ms = ≠1 de spin électronique. Cependant, en considérant un système de spins de la

famille N, nous observons le mélange d’états de spin nucléaire dans l’état ms = +1 de

spin électronique dont les transitions sont associées à la partie haute du spectre [Figure

C.1 - (a)]. Ceci montre que la composante longitudinale d’interaction hyperfine de la

famille N est de signe opposé à celle de la famille I telle que Azz Æ 0 [39, 112].

C.1.2 Oscillation de Rabi du spin nucléaire

L’oscillation de Rabi de spin nucléaire est réalisé en implémentant la séquence d’im-

pulsions décrite dans la partie 2.2.1. La fréquence de cette oscillation, Dν, dépend des

caractéristiques spectroscopiques du système de spins. La Figure C.2 présente la fré-
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Figure C.2 – Fréquence de l’oscillation de Rabi nucléaire Dν en fonction du champ magné-
tique Bz. La ligne solide est un ajustement par l’équation (C.1) décrivant l’anti-croisement de
niveaux de spin nucléaire. L’ajustement conduit à Azz = ≠565±7 kHz et Aani = 209±3 kHz.

quence de l’oscillation de Rabi nucléaire en fonction du champ magnétique statique Bz

appliqué suivant l’axe du défaut. L’expression de Dν est donnée par l’équation (2.10)

Dν =
Ò

A2
ani + (Azz ≠ γnBz)2 . (C.1)

L’ajustement des données expérimentales par l’équation précédente permet de dé-

duire les valeurs des composantes longitudinale et tranverse de l’interaction hyperfine,

Azz = ≠565 ± 7 kHz et Aani = 209 ± 3 kHz. Cette mesure est bon accord avec la

spectroscopie des couplages hyperfins réalisée par Dréau et al. [39].

C.2 Polarisation en régime permanent

La polarisation de spin nucléaire est obtenue en répétant de manière continue la

séquence décrite dans la partie 2.2.2. L’état final de spin nucléaire est mesuré en utilisant

une séquence de détection optique de spin nucléaire appliquée sur la transition |0eÍ ≠
| ≠ 1eÍ de spin électronique. Nous choississons la transition |0eÍ ≠ | ≠ 1eÍ pour lire l’état
de spin nucléaire car, pour la famille N où Azz Æ 0, l’état ms = ≠1 n’est pas affecté par

le couplage transverse anisotrope, ce qui assure de mesurer les populations des états

| øÍ et | ¿Í de spin nucléaire.

La Figure C.3 montre le spectre de résonance de spin électronique correspondant à la

transition |0eÍ≠|≠1eÍ. La courbe du haut correspond au spectre enregistré en l’absence

de séquence de polarisation. Le spin nucléaire reste alors dans son état thermique initial

pour lequel les deux états de spin nucléaire | øÍ et | ¿Í sont également peuplés. Ceci

se manifeste par la présence de deux chutes de photoluminescence de même amplitude

dans le spectre. Lorsque la séquence de polarisation est appliquée, une des transitions

devient plus prononcée. Le spin nucléaire est alors polarisé soit dans l’état | øÍ si la

micro-onde est appliquée sur MW2, soit dans l’état | ¿Í si la micro-onde est appliquée

sur MW3.

L’efficacité de la polarisation du spin nucléaire de 13C de la famille N par cette

méthode est imparfaite est atteint une population de l’état de pompage en régime
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Figure C.3 – Spectres de résonance magnétique de la transition |0eÍ ≠ | ≠ 1eÍ de spin élec-
tronique en présence d’un champ magnétique Bz = 535 G. La courbe en haut est un spectre
enregistré sans séquence de polarisation. Les courbes au centre et en bas sont respectivement
les spectres de résonance magnétique correspondants à un spin nucléaire polarisé dans l’état
| ¿Í (micro-onde appliquée sur MW3) et | øÍ (micro-onde appliquée sur MW2).

stationnaire P|øÍ ≥ 0.75. Cette valeur est inférieure à ce que nous avons pu observer avec

un système de spins de la famille I qui atteint une population dans l’état de pompage

de P|øÍ ≥ 0.8. Cette technique de polarisation est plus difficilement applicable aux

systèmes de spins présentant de faibles couplages hyperfins. En effet, l’implémentation

de la séquence de polarisation, nécessite d’être mesure de réaliser des retournements de

l’état de spin électronique sélectifs sur l’état de spin nucléaire. Pour cela, les transitions

du système de spins doivent pouvoir être distinguées sur les spectres ODMR, i.e., il

faut que le taux de décohérence du spin électronique soit faible devant l’amplitude du

couplage hyperfin, Gú
2 π Azz. Cette condition est d’autant plus difficile à satisfaire que

les familles de spins considérées présentent de faibles couplages hyperfins.
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Au cours de cette annexe, nous allons donner des précisions quant à la détermina-

tion des orientations des centres NV dans le diamant présentées dans la partie 4.3.1 du

chapitre 4. Nous verrons aussi comment a pu être déterminée la direction du champ

magnétique statique appliqué à partir de la mesure des fréquences de résonance ma-

gnétique de spins électroniques de centres NV appartenant aux différentes orientations

dans le diamant.

D.1 Orientations des centres NV par rapport aux

faces du diamant

La structure cristallographique du diamant correspond à une maille cubique faces

centrées possédant un atome de carbone (C) sur chaque nœud du réseau et dans lequel

la moitié des sites tétraédriques de la maille est occupée par des atomes de carbone

[Figure D.1 - (a)]. Le centre NV étant composé d’une impureté d’azote substitutionnelle

à proximité d’une lacune de la matrice de diamant, ce défaut prend la place d’une liaison

C-C dans la maille de diamant. L’axe de symétrie du centre NV peut donc prendre

quatre directions différentes. Chacune de ces directions est repérée par un vecteur

unitaire ui avec i œ {[111], [1 ≠ 11], [11 ≠ 1], [≠111]}, les expressions des vecteurs ui

dans la base {x, y, z} liée à la maille cubique sont

u[111] =

Ô
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Figure D.1 – (a) Représentation des différentes orientations dans la matrice de diamant.
Chaque orientation est repérée par un vecteur unitaire ui avec i œ {[111], [1 ≠ 11], [11 ≠
1], [≠111]}. Les expressions des vecteurs unitaires dans la base {x, y, z} représentée sur la
figure sont données par l’équation (D.2). (b) Fréquence de résonance magnétique de spin
électronique de centres NV en fonction de la tension appliquée aux bornes de la bobine. Les
courbes correspondent à quatre centres NV différents correspondant aux quatres orientations
de la matrice de diamant.

Le diamant isotopiquement enrichi en 12C utilisé dans la partie 4.3.1 du chapitre 4 a

été obtenu à partir d’une souche de diamant CVD commercial (Element6) sur laquelle

le groupe de T. Teraji du National Institute for Materials Science a réalisé une recrois-

sance de diamant CVD isotopiquement enrichi en 12C ([13C] = 0.002 %). La découpe

de l’échantillon de diamant a été réalisée de telle sorte que la surface de l’échantillon

corresponde au plan cristallographique (100) et que les faces latérales soient suivant le

plan cristallographique (110). Cette préparation de l’échantillon de diamant assure que

les directions des axes des défauts NV pointent vers les faces latérales de l’échantillon.

Un champ magnétique statique créé par une bobine est appliqué dans le plan cris-

tallographique (110), parallèle à deux faces latérales de l’échantillon [Figure D.1 - (a)].

Pour déterminer l’orientation d’un centre NV dans le diamant, nous allons nous in-

téresser à l’évolution des fréquences de résonance de spin électronique en fonction de

l’amplitude du champ magnétique statique appliqué. Les fréquences de résonance de

spin électronique νi,± pour un centre NV orienté suivant la direction donnée par le

vecteur ui s’écrit

νi,± = D ± γeB.ui , (D.3)

avec D = 2.87 GHz l’interaction d’échange dans l’état fondamental du défaut NV.

Dans la suite de cette annexe, nous allons nous intéresser à la fréquence νi,≠ correspon-

dant à la transition de spin de plus basse énergie. L’influence du champ magnétique

statique se traduit au travers de l’effet Zeeman qui est proportionnel à la projection

du champ magnétique B suivant l’axe du centre NV, ui. Comme nous avons choisi

d’orienter le champ magnétique suivant l’axe cristallographique (110), les projections
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du champ magnétique suivant les deux orientations u[11≠1] et u[≠111] sont de mêmes

amplitudes. De plus, la projection du champ magnétique suivant u[111] présente la plus

forte amplitude alors que celle suivant u[1≠11] présente la plus faible. Ainsi, les diffé-

rentes orientations dans le diamant peuvent être distinguées en étudiant l’évolution de

la fréquence de résonance de spin électronique νi,≠ en fonction de l’amplitude du champ

magnétique.

La Figure D.1 - (b) présente l’évolution de la fréquence de transition νi,≠ en fonction

de la tension appliquée aux bornes de la bobine, donc en fonction de l’amplitude du

champ magnétique statique. L’expérience a été réalisée sur quatre centres NV différents

correspondant aux quatres orientations dans la matrice de diamant. Nous observons

que deux orientations (en vert et en rouge sur la Figure D.1 - (b)) présentent la même

évolution en fonction de l’amplitude du champ magnétique. Ces orientations corres-

pondent à u[11≠1] et u[≠111] qui subissent la même projection du champ magnétique.

Les deux autres dont l’une présente une faible sensibilité au champ magnétique (en

violet sur la Figure D.1 - (b)) et l’autre une forte sensibilité (en bleu sur la Figure

D.1 - (b)) correspondent respectivement à u[1≠11] et u[111] qui sont orientées suivant

l’axe du champ magnétique. Cette méthode nous a permis de discréminer les couples

d’orientations {u[11≠1],u[≠111]} et {u[111],u[1≠11]} auxquels appartiennent les centres NV

étudiés.
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Figure D.2 – Résultat de l’ajustement (courbes solides) des fréquences de résonance magné-
tique de spin électronique de centres NV en fonction de la tension appliquée aux bornes de
la bobine par les équations (D.3). L’ajustement conduit à α = 29 ± 2 ¶ et le coefficient de
conversion champ-tension est a = 3.0 ± 0.1 G/V.
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Une fois en possession des données décrivant l’évolution de la fréquence de réso-

nance de spin en fonction de l’amplitude du champ magnétique pour les différentes

orientations dans le diamant, il est possible de réaliser un ajustement avec les expres-

sions (D.3) pour en extraire l’orientation du champ magnétique statique B. Le résultat

de cet ajustement est représenté en lignes solides sur la Figure D.2 et indique que l’axe

du champ magnétique fait un angle α = 29 ± 2 ¶ avec l’orientation u[111] présentant la

plus forte sensibilité au champ magnétique. Le centre NV8 utilisé dans l’étude sur la

précession du spin nucléaire de 15N du chapitre 4 (§4.3.2) est orienté suivant u[111] [en

bleu sur la figure Figure D.1 - (b)], il présente donc un angle α avec l’axe du champ

magnétique appliqué.
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Titre : Vers le développement de technologies quantiques à base de spins nucléaires dans le diamant
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Résumé : A l’heure des mégadonnées, du traitement et de l’échange d’informations de masse, le dé-

veloppement de nouvelles technologies liées à l’information est un défi important de notre société. Pour

répondre à ce besoin grandissant, le monde de l’infiniment petit régi par les lois de la physique quantique

offre d’importantes possibilités de développement technologique. Cette thèse s’inscrit dans le contexte de

l’émergence des nouvelles technologies quantiques basées sur l’utilisation d’atomes artificiels. Nous nous

sommes particulièrement intéressé aux possibilités offertes par les spins nucléaires uniques dans le diamant.

Le début de ce mémoire de thèse vise à introduire les propriétés du défaut NV du diamant dont le spin

électronique peut être utilisé pour détecter les spins nucléaires présents dans la matrice de diamant. Le

caractère anisotrope de l’interaction hyperfine entre le spin électronique du centre NV et les spins nucléaires

de 13C sera exploité pour initialiser l’état de ces spins nucléaires en tirant profit d’un anti-croisement de

niveau. La structure particulière des niveaux d’énergie de ce système de spins à l’anti-croisement de niveaux

nous permettra de revisiter le phénomène de piégeage cohérent de population avec un spin nucléaire unique

à température ambiante. Enfin, en vue des applications technologiques de ce système, nous présenterons

la mise en place d’une expérience de détection micro-onde du spin électronique associé au défaut NV

permettant de s’affranchir de l’illumination optique qui représente la source principale de décohérence de

l’état quantique des spins nucléaires.

Les résultats obtenus dans cette thèse, relatifs au contrôle des systèmes de spins dans le diamant, s’ins-

crivent dans la perspective de développement des systèmes quantiques hybrides. Ainsi, l’association des

longs temps de cohérence des spins nucléaires aux performances de calcul des bits quantiques supracon-

ducteurs est une voie prometteuse de développement des technologies quantiques de l’information.

Title : Towards quantum technologies based on nuclear spins in diamond

Keywords : Quantum physics, Diamond, Spins

Abstract : At a time where processing and exchanging big sets of data is one of the main challenge of our

society, the development of technologies related to information based on the principles of quantum physics

offer interesting new perspectives. This thesis is within the context of the emergence of new quantum

technologies based on artificial atoms. We are particularly interested in the opportunities offered by single

nuclear spins in diamond.

The beginning of this thesis introduces the properties of the NV coloured center of diamond. In particular,

we explain how the NV defect electronic spin can be used to detect nuclear spins dispersed in the diamond

matrix. By making use, the anisotropic nature of the hyperfine interaction between the NV electron spin

and 13C nuclear spins, we demonstrate nuclear spin initialization close to the nuclear spin levels anti-

crossing. The specific structure of the spin system’s energy levels enables us to revisit the phenomenon

of coherent population trapping with a single nuclear spin at room temperature. Finally, in the aim

of developing new technologies based on this spin system, we describe the beginning of a project going

towards the implementation of the micro-wave detection of a single electronic spin in diamond. This project

is aiming to get rid of the optical illumination which is the main source of decoherence of the nuclear spin

quantum state.

The results obtained in this thesis about the control of spin systems in diamond, can be combined with

the development of hybrid quantum systems. Thus, the combination of the long coherence time of nuclear

spins with the computing performances of superconducting qu-bits is a promising development for quantum

information technology.
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