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Constantes physiques utilisées

Données en SI 1 :

• Constante de Planck : h = 6.626070040 ◊ 10≠34 kg.m2.s≠2

• Constante de Planck réduite : ~ = h/2fi

• Célérité de la lumière dans le vide : c = 299792458 m.s≠1

• Perméabilité magnétique dans le vide : µ0 = 4fi ◊ 10≠7 kg.m.A≠2.s≠2

• Perméabilité diélectrique du vide : ‘0 = 8.854187817 ◊ 10≠12 A2.s4.kg≠1.m≠3

• Charge élementaire : e = 1.602176620 ◊ 10≠19 A.s

• Constante de Boltzmann : kB = 1.38064852 ◊ 10≠23 J.K≠1

• Magnéton de Bohr : µB = 9.274009994 ◊ 10≠24 J.T≠1

• Magnéton nucléaire : µN = 5.050783699 ◊ 10≠27 J.T≠1

• Nombre d’Avogadro : NA = 6.02214857 ◊ 1023 mol≠1

1. d’après : Physical Measurement Laboratory of NIST, USA

ix



x



Table des matières

Introduction générale 1

I Les terres rares 13
I.1 Introduction . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 13
I.2 Chimie des terres rares . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 14
I.3 Niveaux d’énergies 4f , Hamiltoniens . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 14
I.4 Hamiltonien de spin . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 19

I.4.1 Interaction Zeeman, facteur g . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 20
I.4.2 Interaction hyperfine . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 20
I.4.3 Autres termes . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 21

I.5 Largeurs des raies . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 21
I.5.1 Largeur homogène et temps de cohérence . . . . . . . . . . . . . . 21
I.5.2 Élargissement homogène . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 22
I.5.3 Largeur inhomogène . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 22

I.6 Interactions spin-phonons . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 23
I.6.1 Absorption et émission d’un phonon : le processus direct . . . . . . 24
I.6.2 Processus à deux phonons résonants : le processus Orbach . . . . . 26
I.6.3 Processus à deux phonons non-résonants : le processus Raman . . 27
I.6.4 Modélisation des processus spin-phonons pour les ions Kramers . . 28

I.7 Interactions spin-spin . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 29
I.8 Transitions d’horloges : ZEFOZ . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 31

II Dispositifs expérimentaux et matériaux 33
II.1 Spectroscopie optique haute résolution . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 33

II.1.1 Caractéristiques du laser . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 33
II.1.2 Cryogénie . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 34
II.1.3 Génération et contrôle des impulsions optiques . . . . . . . . . . . 34
II.1.4 Contrôle de la fréquence et des scans du lasers . . . . . . . . . . . 36
II.1.5 Détection . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 36
II.1.6 Creusement de trous spectraux . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 36
II.1.7 Echos de photons . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 38

II.2 Spectroscopie RPE . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 39
II.2.1 Introduction . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 39
II.2.2 RPE continue . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 40
II.2.3 RPE pulsée . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 42

xi



xii TABLE DES MATIÈRES

II.3 Résonance magnétique détectée optiquement . . . . . . . . . . . . . . . . 47
II.4 Matériau . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 49

II.4.1 Y2SiO5 . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 49
II.4.2 L’ion Yb3+ . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 51

IIIPropriétés spectroscopiques optiques et magnétiques de Yb3+ dans Y2SiO5 53
III.1 Introduction . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 53
III.2 Conditions expérimentales . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 54

III.2.1 Échantillons utilisés . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 54
III.2.2 Spectroscopie optique . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 54
III.2.3 Spectroscopie RPE . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 55

III.3 Spectroscopie optique . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 55
III.3.1 Absorption, émission, temps de vie . . . . . . . . . . . . . . . . . . 55
III.3.2 Spectroscopie haute résolution . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 59
III.3.3 Comparaison aux autres terres rares . . . . . . . . . . . . . . . . . 62

III.4 Spectroscopie magnétique . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 63
III.4.1 Spectre RPE . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 64
III.4.2 Détermination des tenseurs g . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 64
III.4.3 Isotopes à spin I>0 . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 67

III.5 Détermination optique des tenseurs g de l’état excité optique 2F5/2 . . . . 70
III.6 Raffinement des tenseurs hyperfins A de 171Yb3+ . . . . . . . . . . . . . . 73
III.7 À la recherche de transitions d’horloges . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 77

III.7.1 Structure hyperfine de 171Yb3+ et 173Yb3+ . . . . . . . . . . . . . 77
III.7.2 Algorithme de recherche . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 80
III.7.3 Résultats pour 171Yb3+ . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 80

III.8 Conclusions . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 82
III.9 Points-clefs . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 84

IV Étude de la dynamique des spins électroniques de Yb3+ dans Y2SiO5 85
IV.1 Introduction . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 85
IV.2 Partie expérimentale . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 86
IV.3 Étude préliminaire . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 86
IV.4 Relaxations spin-réseau . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 89
IV.5 Temps de cohérence électronique et diffusion spectrale . . . . . . . . . . . 92
IV.6 Étude de la diffusion spectrale instantanée . . . . . . . . . . . . . . . . . . 96
IV.7 Découplage dynamique . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 98
IV.8 Temps de cohérence nucléaire, ENDOR . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 99
IV.9 Conclusions . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 102
IV.10 Points-clefs . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 104

V Contrôle de la cohérence des ions 171Yb3+ à champ magnétique nul 105
V.1 Introduction . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 105
V.2 Partie expérimentale . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 107
V.3 Spectroscopie haute résolution de 171Yb3+:YSO à champ magnétique nul. 108
V.4 Augmentation simultanée de la cohérence... . . . . . . . . . . . . . . . . . 111

V.4.1 Structure hyperfine à champ nul, ZEFOZ . . . . . . . . . . . . . . 111



TABLE DES MATIÈRES xiii

V.4.2 Expérience . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 113
V.4.3 Discussion . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 115

V.5 Contrôle de la cohérence optique hors équilibre . . . . . . . . . . . . . . . 116
V.5.1 Introduction . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 116
V.5.2 Description du phénomène . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 117
V.5.3 Explication du phénomène . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 122
V.5.4 Contrôle de la cohérence optique . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 131

V.6 Conclusions . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 140
V.7 Perspectives . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 141
V.8 Points-clefs . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 141

VI Vers un contrôle des interactions spin-spin 143
VI.1 Introduction . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 143
VI.2 Intérêt de l’état excité optique . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 144

VI.2.1 Introduction . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 145
VI.2.2 Conditions expérimentales . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 145
VI.2.3 Détection Raman hétérodyne . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 148
VI.2.4 Étude de la cohérence et de la diffusion spectrale dans l’état excité

optique . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 149
VI.2.5 Discussion . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 156
VI.2.6 Conclusions . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 157

VI.3 Effet du désordre dans Er3+,Sc3+:Y2SiO5 . . . . . . . . . . . . . . . . . . 157
VI.3.1 Conditions expérimentales . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 160
VI.3.2 Élargissement inhomogène des raies RPE . . . . . . . . . . . . . . 160
VI.3.3 Élargissement inhomogène des raies optiques . . . . . . . . . . . . 163
VI.3.4 Impact sur la cohérence optique . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 165
VI.3.5 Conclusions . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 167

VI.4 Conclusions du chapitre et résumé . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 168
VI.5 Points clefs . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 169

Conclusion générale 171

A Complément : Spectroscopie optique haute résolution et magnétique de
Yb3+ dans Y2SiO5 177
A.1 Définition des Hamiltoniens . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 177
A.2 Détermination par RPE des tenseurs g de 2F7/2(0) . . . . . . . . . . . . . 177
A.3 Determination optique des tenseurs g de 2F5/2(0) . . . . . . . . . . . . . . 178
A.4 Structure hyperfine de 171Yb3+ dans 2F7/2(0) . . . . . . . . . . . . . . . . 178
A.5 Structure hyperfine de 173Yb3+ dans 2F7/2(0) . . . . . . . . . . . . . . . . 178
A.6 Raffinement de la structure hyperfine de 171Yb3+ dans 2F7/2(0) . . . . . . 179
A.7 Structure hyperfine de 171Yb3+ dans 2F5/2(0) . . . . . . . . . . . . . . . . 179

B Complément 2 : Spectroscopie optique haute résolution et magnétique
de Yb3+ dans Y2SiO5 183
B.1 À la recherche des transitions d’horloges . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 183



xiv TABLE DES MATIÈRES

C Dynamique des spins électroniques dans Yb3+:Y2SiO5 185
C.1 Relaxations spin-réseau . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 185
C.2 Estimation du temps de cohérence de spin électronique limité par la diffu-

sion spectrale . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 185
C.3 Échos 3-pulses . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 187
C.4 Étude de la diffusion spectrale instantanée . . . . . . . . . . . . . . . . . . 189

D Complément : Contrôle de la cohérence des ions 171Yb3+... 191
D.1 Détermination des taux de branchement optiques pour le site 2 . . . . . . 191
D.2 Diagonalisation de l’Hamiltonien de spin à champ nul . . . . . . . . . . . 193
D.3 Complément : contrôle de la cohérence... . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 193

D.3.1 Pulse d’excitation court . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 193
D.3.2 Pulse optique long . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 195

D.4 Simulation numérique . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 195
D.5 Initialisation du système . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 199

E Complément : Intérêt de l’état excité optique 201
E.1 Mesure de RHS au-delà de 1 GHz . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 201
E.2 Population dans l’état excité . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 202
E.3 Relaxation des spins dans l’état excité en fonction de la température . . . 202
E.4 Diffusion spectrale instantanée . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 203

F Effet du désordre sur les largeurs des raies dans Er3+,Sc3+:Y2SiO5 205
F.1 Analyse de la dépendance angulaire des largeurs de raies RPE dans Er3+:Y2SiO5

et Er3+,Sc3+:Y2SiO5 . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 205
F.2 Étude de la diffusion spectrale pour B > 200 mT . . . . . . . . . . . . . . 207



Introduction générale

La physique quantique possède des propriétés étonnantes et fortement contre-intuitives.
C’est une science dont il est difficile de visualiser les concepts, car elle est basée sur la
théorie et les mathématiques. Ainsi, il est peu aisé d’expliquer des phénomènes tels que
la superposition d’états quantiques ou bien l’intrication sans aborder aucune notion ma-
thématique. La physique quantique est donc difficile à vulgariser. Cependant, une fois
cet effort réalisé, on comprend beaucoup mieux l’intérêt d’étudier cette nouvelle physique,
probabiliste que tout oppose à la physique classique, déterministe.

Les technologies quantiques utilisent les principes fondamentaux de la physique quan-
tique afin d’apporter des solutions à certains problèmes actuels, limités par la physique
classique. Elles pourraient notamment permettre de sécuriser des réseaux de communi-
cations en utilisant la cryptographie quantique [1], ou bien d’effectuer des calculs ou des
simulations qu’aujourd’hui aucun supercalculateur n’est capable de réaliser [2, 3]. Du fait
de ces applications, les technologies quantiques sont aujourd’hui devenues un domaine de
recherche très intense partout dans le monde. Aujourd’hui, la physique quantique n’est
plus une science, mais des sciences. En effet, un éventail de domaines scientifiques ba-
sés sur celle-ci s’est développé ces dernières décennies allant des plus théoriques, voire
métaphysiques à la physique expérimentale, empirique. Des investigations sont particuliè-
rement nécessaires dans le domaine des matériaux, car le développement des technologies
quantiques nécessite des systèmes capables de créer, manipuler et véhiculer l’information
quantique tout en la protégeant de toute dégradation.

C’est dans ce contexte que se situe ce travail de doctorat, qui porte sur l’étude de ma-
tériaux prometteurs en tant qu’interfaces quantiques intégrables et flexibles : les cristaux
dopés terres rares.

Les technologies quantiques

Cette partie est une introduction. Pour plus de détails, se réferer à [4, 5].

Qubits et superpositions d’états quantiques

De la même façon qu’un ordinateur réalise des opérations à partir de bits, 0 ou 1, un
processeur quantique manipule les bits quantiques, appelés qubits. Si l’on considère deux
états |0Í et |1Í, un qubit peut exister sous n’importe quelle combinaison linéaire de ces

1
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deux états, c’est ce qu’on appelle un état de superposition. Un qubit représenté par |ΨÍ
peut donc s’ecrire de la forme : |ΨÍ = a|0Í+beiφ|1Í, avec a et b étant des nombres réels tels
que

Ô
a2 + b2 = 1 et eiφ représentant un terme de phase. De cette façon, un état constitué

de N qubits, pourra s’écrire comme une combinaison linéaire de 2N états. C’est ici que
réside l’un des principaux intérêts à l’utilisation des qubits, car cette superposition d’états
permet de réaliser plusieurs opérations en parallèle, alors qu’un ordinateur classique ef-
fectue des opérations bit par bit. Il est possible d’effectuer des opérations logiques sur les
qubits. Ainsi, de la même façon qu’un ordinateur classique est constitué d’un ensemble
d’opérations logiques effectuées sur des bits, un ordinateur quantique est constitué d’un
ensemble d’opérations logiques effectuées sur des qubits. Il serait donc capable d’effec-
tuer des opérations bien plus rapidement qu’un ordinateur classique. Un exemple bien
connu est celui du chiffrement RSA qui est utilisé de nos jours pour crypter des messages
de façon à les sécuriser, notamment lors de transferts d’argent sur internet. Ce système
fonctionne en utilisant la combinaison de deux nombres premiers appelés clef publique
et clef privée. La clef publique crypte le message, et la clef privée le décrypte. Décrypter
le message sans connaitre la clef privée est possible, mais le temps de calcul augmente
de manière exponentielle avec la longueur de la clef. Aujourd’hui les clefs utilisées sont
suffisamment longues pour qu’aucun supercalculateur ne puisse les décrypter en un temps
raisonnable. L’algoritme de Shor [6] montre que l’utilisation d’un ordinateur quantique
pourrait décrypter le chiffrement RSA. Pour déchiffrer une clef RSA de K bits, il est
nécessaire d’avoir un processeur d’au moins 5K+1 qubits [7]. Bien que les technologies
quantiques avancent relativement rapidement, les ordinateurs quantiques developpés au-
jourd’hui ne possèdent que quelques dizaines de qubits au maximum [8]. Le chiffrement
RSA a donc encore quelques beaux jours devant lui.

Il est également possible d’intriquer des qubits, c’est-à-dire de faire en sorte que leurs
états quantiques soient liés. Leur fonction d’onde ne peut pas se représenter comme un
produit des deux fonctions d’ondes |ΨÍ = |Â1Í|Â2Í, mais seulement par une expression du
type |ΨÍ = a|Â1Í|Â2Í+b|„1Í|„2Í. On dit qu’il existe une corrélation entre les qubits, même
si ceux-ci sont très éloignés les uns des autres. Cette propriété mystérieuse a fait l’objet
de nombreuses études depuis le paradoxe Einstein Podolsky Rosen en 1935 [9] jusqu’à des
travaux récents [10, 11]. Cette propriété peut être utilisée pour transférer de l’information
par téléportation quantique [12, 13].

Une multitude de systèmes peuvent être utilisés pour coder un qubit. La condition
nécessaire à cela est que ces systèmes doivent être constitués de deux états quantiques
distinguables l’un de l’autre. Par exemple l’état de polarisation d’un photon |vÍ (verti-
cal) ou |hÍ (horizontal) peut être utilisé pour coder un qubit : on pourrait imaginer un
photon dont l’état de polarisation s’écrirait |ΨÍ = (|vÍ + |hÍ)/

Ô
2 par exemple. Un autre

système très utilisé pour coder des qubits est un spin 1/2 sous champ magnétique. Pour
ce système, si l’on applique un champ magnétique, deux niveaux quantiques apparaissent
dû à l’effet Zeeman, un niveau "up" | øÍ et un niveau "down" | ¿Í, donnant la possibilité
d’avoir un qubit : |ΨÍ = a| ¿Í + beiφ| øÍ.

Des états de superposition quantiques peuvent exister en tant que combinaisons li-
néaires de plus de deux états quantiques. Par exemple si l’on considère quatre états
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propres |1Í, |2Í, |3Í et |4Í, il peut exister un état de superposition quantique |ΨÍ =

a1eiφ1 |1Í + a2eiφ2 |2Í + a3eiφ3 |3Í + a4eiφ4 |4Í tel que
Ò

a2
1 + a2

2 + a2
3 + a2

4 = 1. Ces états

sont appelés des qdits (d = dimension de l’espace de Hilbert), mais ils possèdent les
mêmes propriétés. Notamment, ces états sont fragiles : certaines perturbations peuvent
avoir le même effet qu’une mesure de cet état, c’est-à-dire qu’elle va projeter l’état de
superposition sur un état propre selon une certaine probabilité. D’autres perturbations
vont perturber l’état de superposition, jouant sur les coefficients ou bien sur la phase de
l’état. Les deux exemples cités précédemment (les photons de la lumière et les spins 1/2)
sont des systèmes particulièrement intéressants car ils peuvent, dans certaines conditions,
subir très peu de perturbations, et donc "protéger" un état de superposition pendant de
longues durées.

Communication quantique

Une des applications les plus emblématique en terme de communication quantique est
la cryptographie. De la même façon que le chiffrement RSA, cette méthode consiste à
crypter des messages. Cependant ici, il n’y a qu’une clef commune à l’expéditeur et au
destinataire qui sert à la fois au cryptage et au décryptage des messages. La cryptogra-
phie quantique propose un moyen d’établir cette clef à distance, à la demande et avec une
sécurité maximale. La méthode proposée par Bennett et Brassard en 1984 [1] propose le
partage d’une clef quantique composée d’une succession de qubits. Pour cela, l’expediteur
va envoyer une série de qubits, chacun codé dans une base, parmi un choix de deux bases
d’états propres. Le destinataire va à son tour choisir une des deux bases poir effectuer
une mesure sur ces qubits. L’expéditeur et le destinataire vont ensuite se dire, par un
moyen de communication classique, quelle base ils ont choisi respectivement pour chaque
qubit. Seuls les qubits générés et mesurés dans les mêmes bases sont gardés. Ce protocole
de partage ne permet pas à un éventuel espion de connaitre la clef, car s’il mesure le
qubit durant sa transmission, il va projeter l’état selon une base qui n’est peut être pas la
même que celle que le destinataire utilisera pour faire sa mesure. Afin de s’assurer qu’il
n’y a pas d’espion, l’expéditeur et le destinataire vont sacrifier une partie des résultats
gardés et se les transmettre. S’il n’y a pas d’erreur, il n’y a pas d’espion et le reste des
résultats non échangés formeront la clef. À aucun moment le destinataire et l’expéditeur
n’ont échangé les résultats de mesure obtenus pour former la clef, celle-ci est donc secrète.
Depuis quelques années, d’autres protocoles de distribution de clefs quantiques ont été
proposés [14].

Les photons sont un moyen particulièrement intéressant pour propager les qubits, et
donc des clefs quantiques sur de longues distances. On pourrait ainsi imaginer créer des
reseaux de communication quantiques [15, 16]. Certaines démonstrations montrent que
des liaisons de communication quantiques peuvent être réalisées en envoyant directement
les photons dans l’espace libre, mais la distance est limitée par les fluctuations de l’atm-
homsphère terrestre (144 km est le record pour une communication quantique par espace
libre [17]). Un moyen efficace de propager les photons sont les fibres optiques dans la
bande télécom (1.5 µm) car elles ont très peu de pertes en comparaison de l’espace libre.
Elles sont deja largement utilisées pour les communications classiques et se révèlent être
un moyen idéal pour les communications quantiques également [18]. Pour des distances
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Fig. 0.2 Fonctionnement d’une mémoire quantique dans un système en Λ. Le
photon portant l’état quantique est absorbé selon la transition optique |1Í ¡ |2Í.
Puis la cohérence est transférée dans la transition de spin |1Í ¡ |3Í qui va stocker
l’état quantique. Après un certain temps, on va re-transférer la cohérence dans la
transition optique de façon à ce que le photon soit généré par émission spontanée.

fois servir à stocker des impulsions courtes, et donc augmenter la rapidité du processus,
ou bien stocker des photons à des énergies différentes en parallèle, par multiplexage [24].

Parmis les différents systèmes existants, les mémoires quantiques basées sur des ma-
trices solides ("solid state") sont prometteuses car elles sont intégrables sur des circuits
photoniques ou bien électroniques ce qui facilite la construction de réseaux de communi-
cation. Ces matrices solides sont également plus faciles d’emploi que les atomes ou ions
piégés. Ici nous allons particulièrement nous intéresser aux mémoires quantiques pour la
lumière. Pour avoir de bonnes efficacités, ces systèmes doivent avoir de grands couplages
avec les photons. Pour accéder à un couplage suffisant avec la lumière, il est possible d’uti-
liser des cavités [25, 26]. Il est également possible d’utiliser des ensembles, c’est-à-dire que
le photon est stocké dans une multitude de systèmes identiques interagissant avec la lu-
mière. C’est l’approche développée dans le cas des ions de terres rares. Certains de ces
systèmes possèdent des niveaux de spin dont le temps de cohérence (T2) est très grand,
dans lesquels on va pouvoir stocker cet état quantique relativement longtemps [27, 23].
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Matériaux dopés terres rares pour l’information quantique

Les ensembles d’ions de terres rares trivalents (c’est-à-dire à l’état d’oxydation +III)
dans des solides sont des candidats particulièrement intéressants pour la réalisation de
mémoires quantiques pour la lumière car ils possèdent de longs temps de cohérence op-
tiques (largeurs homogènes étroites) aux basses températures [28]. Ce sont des systèmes
non seulement capables d’interagir avec la lumière, mais qui peuvent également, en fonc-
tion de leur spin électronique ou nucléaire, offrir des niveaux de stockage supplémentaires.
On peut ainsi trouver des systèmes dits en Λ constitués de trois niveaux : deux niveaux du
fondamental qui vont former la transition de stockage et un niveau plus haut en énergie,
qui, avec un des niveaux de stockage vont former la transition qui va interagir avec les
photons de la lumière (voir figure 0.2). Notons que la structure d’énergie des ions de terres
rares trivalents dans les cristaux sera discutée dans le chapitre I (voir I.3). La transition
de stockage consiste en général en une transition de spin nucléaire [29, 30].

Les transitions optiques qui possèdent des largeurs homogènes étroites sont celles qui
relient le niveau fondamental à un autre niveau fondamantal appartenant à un multiplet
électronique plus haut en énergie. Comme nous le verrons dans le chapitre I, ces transi-
tions possèdent en général des temps de vie relativement longs (entre 100 µs et 10 ms)
leur permettant d’accéder à des temps de cohérence longs également [31]. En fonction du
matériau, de l’ion utilisé et du champ magnétique, ces largeurs homogènes peuvent aller
du MHz à quelques dizaine de Hz. Les largeurs homogènes 2 les plus étroites mesurées sont
de 122 Hz (T2 = 2.6 ms) pour Eu3+:Y2SiO5 à 1.4 K pour un champ magnétique de 10 mT
[32] ou bien 73 Hz (T2 = 4.4 ms) pour Er3+:Y2SiO5 à 1.5 K pour un champ magnétique de
7 T [33]. Dans ce travail nous verrons que dans 171Yb3+:Y2SiO5, des temps de cohérence
optique jusqu’à T2 = 1.12 ms (Γh = 284 Hz) sont mesurés à 2 K à zero champ magnétique
(voir chapitre V). C’est en général dans les monocristaux que les largeurs homogènes sont
les plus étroites, cependant il est possible de trouver des matériaux amorphes [34, 35] ou
bien des nanomatériaux [36, 37] ayant de très bonnes propriétés en terme de cohérence
optique.

Les transitions de spin des ions de terres rares peuvent également montrer des largeurs
homogènes très étroites. Notamment les ions non-Kramers, qui ne possèdent pas de spin
électronique, sont très peu sensibles aux fluctuations magnétiques. Des temps de cohé-
rence de l’ordre de la dizaine de milisecondes peuvent être mesurés, comme par exemple
15.5 ms (Γh = 20.5 Hz) ou bien 26 ms (Γh = 12.2 Hz) dans 151Eu3+:Y2SiO5 [38, 39].
Il est parfois possible d’étendre ces temps de cohérence en utilisant des techniques de
découplage dynamique (voir II.2.3.d)). Des temps de cohérence de 474 ms (Γh = 0.67
Hz) dans 151Eu3+:Y2SiO5 [39] ou bien 230 ms (Γh = 1.39 Hz) dans Tm3+:Y3Al5O12[40]
ont pu être mésurés en utilisant cette technique. Selon des orientations de champ ma-
gnétique particulières, que l’on appelle points ZEFOZ 3 (voir I.8), la sensibilité aux per-
turbations magnétiques peut être fortement réduite. Des temps de cohérence très longs
sont alors mesurés : 3.5 s (Γh = 0.09 Hz) dans Eu3+:Y2SiO5 [41] ou bien jusqu’à 158 ms

2. La largeur homogène d’une transition, Γh, est liée au temps de cohérence T2 par la relation Γh = 1
πT2

.
3. Zero First Order Zeeman
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(Γh = 2 Hz) dans Pr3+:La2(WO4)3 [42] sans utiliser de découplage dynamique, ou bien
1 min (Γh = 5.3 ◊ 10≠3 Hz) pour Pr3+:Y2SiO5 [43] et 6 h (Γh = 1.5 ◊ 10≠5 Hz) dans
Eu3+:Y2SiO5 [41] en utilisant du découplage dynamique. Il est également possible de trou-
ver de longs temps de cohérence dans les transitions de spin électroniques et nucléaires des
ions Kramers, bien plus sensibles aux perturbations magnétiques. Par exemple, des temps
de cohérence de spin nucléaire de 9 ms (Γh = 35.4 Hz) ont été mesurés dans Nd3+:Y2SiO5

à 5 K ou bien 4.11 ms (Γh = 77.4 Hz) dans 171Yb3+:Y2SiO5 à 3.5 K (voir chapitre V).
Lorsque des champs magnétiques très élevés sont appliqués (¥ 7 T), certains processus de
décohérence se retrouvent gelés car les énergies séparant les niveaux Zeeman deviennent
bien plus grandes que kBT , et certains matériaux montrent des temps de cohérence tels
que T2 = 1.3 s (Γh = 0.24 Hz) [44]. Nous reviendrons par la suite sur l’intérêt particulier
de ces ions Kramers pour les technologies quantiques.

Les ions de terres rares possèdent des largeurs inhomogènes optiques (voir I.5.3) situées
entre 15 MHz et 100 GHz [45]. Ces largeurs dépendent du matériau et de la quantité de
défauts structurels présents, mais également de l’ion de terre rare considéré ainsi que de sa
concentration [46, 47, 48, 49, 50]. Des raies inhomogènes larges permettent de réaliser des
mémoires quantiques offrant de grandes bandes spectrales. Cependant cet élargissement
se fait au détriment de l’absorption optique, un paramètre crucial pour certains protocoles
de stockage. En effet, pour une concentration égale, si la distribution fréquentielle des ions
augmente, l’absorption par unité spectrale diminue (l’integrale reste identique). Certains
materiaux possèdent des largeurs de raies optiques très fines, et bénéficient de très grands
coefficients d’absorption comme par exemple Nd3+:YVO4 [51] ou encore Yb3+:YVO4 qui
possède une largeur inhomogène de Γinh = 275 MHz pour des coefficients d’absorption
allant jusqu’à 450 cm≠1 [52]. Des largeurs inhomogènes suffisament fines combinées à des
profondeurs optiques importantes peuvent être utiles à l’utilisation des protocoles de mé-
moire quantique tels que le CRIB (Controlled Reversible Inhomogeneous Broadening) [53]
ou bien le GEM (Gradient Echo Memory) [54]. Le protocole EIT (Electromagnetically In-
duced Transparency) [55] est également très dépendant de la profondeur optique. Pour ce
protocole, on va donc chercher des largeurs inhomogènes fines pour avoir des absorptions
fortes. À l’inverse, d’autres protocoles de mémoires quantiques tels que l’AFC (Atomic
Frequency Comb) [24, 56] ont besoin d’un certain élargissement inhomogène afin d’y gra-
ver une structure de préparation par pompage optique. Pour l’AFC, il est nécessaire de
graver un peigne en fréquence sur une largeur spectrale supérieure à celle du photon
absorbé. D’autres protocoles tels que ROSE (Revival Of Silenced Echo) [57], HYPER
(HYbrid Photon-Echo Rephasing) [58] ou bien SEMM (Stark Echo Modulation Memory)
[59] ne nécessitent pas de préparation sur la largeur inhomogène, celle-ci détermine la
bande passante de la mémoire.

Utilisation des ions Kramers

Les terres rares paramagnétiques, dits ions Kramers, possèdent des transitions de spin
électronique dont les énergies sont bien plus élevées que celles des transitions de spin
nucléaire des ions non-Kramers à champ magnétique égal. Ceci est dû à leur moments
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magnétiques bien plus élevés. Typiquement, pour un champ magnétique de 100 mT, les
transitions de spin électronique des ions Kramers se situent entre 0.1 et 20 GHz, tandis
qu’elles sont de l’ordre de 1-100 MHz pour les transitions de spin nucléaire des ions non-
Kramers. Atteignant facilement quelques GHz pour des champs magnétiques relativement
faibles, les transitions de spin électronique des ions Kramers se montrent extrêmement
intéressantes pour interfacer des photons micro-ondes issus de circuits supraconducteurs
[60, 61, 62]. Cependant, ces ions Kramers sont également plus sensibles aux perturba-
tions magnétiques, réduisant de manière importante leurs temps de cohérence. Les ions
de terres rares paramagnétiques les plus étudiés pour les technologies quantiques sont le
néodyme, l’erbium et récemment l’ytterbium.

L’ion erbium suscite un intérêt tout particulier car il possède une transition optique à
1.5 µm, la longueur d’onde télécom. Sous champ magnétique intense, certains matériaux
dopés erbium montrent des temps de cohérence optiques particulièrement longs tels que
4.4 ms [33] dans Y2SiO5 à 7 T ainsi que des temps de cohérence de spin nucléaires de 1.3
s [44]. Cet ion a notamment beaucoup été étudié dans la matrice Y2SiO5 par T. Böttger
et. al. dans le but d’utiliser des trous spectraux fins dans le spectre d’absorption optique
en tant que référence de fréquence pour les cavités externes de stabilisation laser à 1.5 µm
[63, 64, 47]. Ces trous spectraux très fins peuvent également être utilisés pour le stockage
par EIT [65]. Récemment, une étude utilisant le protocole ROSE faite sur ce matériau
et montre que l’efficacité du stockage est limitée par la largeur spectrale utilisée à cause
d’un effet de diffusion spectrale instantanée [66]. Cet effet pourrait être réduit en utilisant
un échantillon moins concentré.

Un des grands intérêts de l’erbium pourrait également résider dans sa capacité à cou-
pler sa transition de spin électronique à des résonateurs supraconducteurs afin de réaliser
des transductions d’états quantiques entre le domaine micro-onde et le domaine optique
[61, 62]. En effet, un couplage fort entre un ensemble de spins de Er3+ dans Y2SiO5 et un
résonateur suppraconducteur a été montré par S. Probst et. al. [60] ainsi qu’un stockage
de pulses micro-ondes aux températures de l’ordre de quelques dizaines de mK [67]. Dans
ce contexte, beaucoup de travaux récents portent sur la structure hyperfine très complexe
de 167Er3+ dans Y2SiO5 afin de pouvoir utiliser ses transitions de spin efficacement ainsi
que de trouver des points ZEFOZ (voir I.8) [68, 69, 70, 71, 72, 73]. Récemment, des temps
de cohérence de spin de l’ordre de la milliseconde ont pu être mesurés à très bas champ
magnétique dans la structure hyperfine de l’état excité 4I13/2 de 167Er3+ dans Y2SiO5 [74].

L’ion Nd3+ a également été beaucoup étudié pour les technologies quantiques, prin-
cipalement dans deux matrices. Tout d’abord des résultats très intéressants ont été mon-
trés avec Nd3+:YVO4. De grands coefficients d’absorption combinés à des durées de vie
de trous spectraux relativement longues permettant de creuser efficacement des struc-
tures, utilisées pour le protocole de stockage AFC [51, 75]. Des études de creusement de
trous spectraux dans Nd3+Y2SiO5 et 145Nd3+Y2SiO5 montrent des temps de vie de spin
dépassant la seconde et une efficacité de stockage AFC de 33 % [76, 77], une efficacité
comparable à celle que l’on réalise dans Pr3+:Y2SiO5 ou Eu3+:Y2SiO5 [78, 79]. Ce ma-
tériau a également permis de démontrer l’intrication entre un ensemble d’ions Nd3+ et
un photon télécom [80] ainsi qu’une téléportation d’un état quantique à travers une fibre
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temps de vie optique d’un facteur 669, ce qui augmente d’autant le taux d’émission de
photons uniques [87].

Motivations

L’étude de cristaux dopés par des terres rares paramagnétiques connait un essor im-
pressionnant car ils représentent des systèmes quantiques flexibles pouvant permettre des
transferts entre le domaine micro-onde et optique. Certains isotopes possèdant un spin
nucléaire non nul donnant également accès à de nouvelles transitions pouvant atteindre
des temps de cohérence bien plus longs que les transitions de spin électroniques dans les
mêmes conditions. Il est alors possible d’effectuer un stockage dans ces transitions [30].
De ce fait, ces systèmes peuvent fournir des interfaces lumière-matière nécessaires au dé-
veloppement de réseaux et processeurs quantiques et notament des systèmes quantiques
hybrides en les couplant à des résonateurs supraconducteurs [88, 89]. Cependant, le temps
de cohérence des terres rares paramagnétiques est limité par des interactions avec les spins
électroniques et nucléaires de leur environnement chimique local. Il est donc nécessaire
de comprendre les mécanismes provoquant ces interactions afin de trouver des solutions
adéquates pour réduire leur impact.

Ce travail de doctorat s’inscrit dans ce contexte selon la problématique suivante :
Comment peut-on augmenter le temps de stockage de photons optiques et micro-ondes
dans des ensembles d’ions de terres rares paramagnétiques ?

Une grande partie de ce manuscrit porte sur l’étude de l’ion ytterbium (Yb3+) dans
un cristal de Y2SiO5, un système connu pour les applications laser mais qui n’avait encore
jamais été utilisé pour les technologies quantiques. Jusqu’à ce travail, peu de systèmes
utilisant l’ion Yb3+ ont été étudiés pour de telles applications. Seules deux études de
spectroscopie haute résolution sur Yb3+:YAG [90] et Yb3+:LiNbO3 [91] ont été récemment
réalisées. Pourtant, Yb3+ possède potentiellement de nombreux avantages :

• Premièrement, sa configuration électronique 4f13 lui confère une structure d’énergie
simple, composée seulement de deux multiplets 2F7/2 et 2F5/2 séparés par environ
10 000 cm≠1. De ce fait, Yb3+ possède peu de transitions optique, ce qui pourrait
augmenter les taux de branchement optiques de la transition d’intérêt 2F7/2(0) ¡
2F5/2(0). Cette transition correspond à une longueur d’onde d’environ 980 nm, une
région où des diodes lasers sont disponibles.

• Au même titre que Er3+ et Nd3+, Yb3+ est un ion paramagnétique. Ses transitions
de spin électronique pourraient donc être utilisées pour interagir avec des photons
micro-ondes en vu de les stocker ou bien de les convertir en photons infrarouges.

• Un isotope de Yb3+, 171Yb3+, est particulièrement intéressant, car il est le seul ion
de terre rare paramagnétique possédant un spin I = 1/2, lui conférant la structure
hyperfine la plus simple possible, par rapport à 145Nd3+ et 167Er3+ pour lesquels
I = 7/2. On pourrait donc s’attendre à ce que les transitions optiques connectant
les différents niveaux hyperfins de 2F7/2(0) et 2F5/2(0) puissent être résolues opti-
quement, ce qui pourrait permettre un accès immédiat tout optique aux niveaux
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hyperfins du niveau fondamental, et ainsi pouvoir faciliter grandement l’initialisa-
tion du système avant d’effectuer un protocole de mémoire quantique sur une grande
bande passante.

C’est donc ce qui a motivé l’étude de Yb3+:Y2SiO5 dans ce travail de doctorat, combinant
un ion prometteur, Yb3+, à une des matrices les plus utilisées pour les technologies quan-
tiques utilisant les terres rares et qui a donné les meilleurs résultats jusqu’à maintenant:
Y2SiO5. C’est en effet une matrice dans laquelle il y a très peu de bruit magnétique créé
par les spins nucléaires [32, 45].

Une seconde partie de ce travail propose deux solutions alternatives fondamentalement
différentes de celles habituellement proposées pour réduire l’effet des interactions entre les
spins, limitant la cohérence dans ces systèmes. En effet, les efforts en cours pour résoudre
ce problème dans la communauté de l’information quantique se sont concentrés sur des
méthodes actives et des techniques expérimentales complexes telles que le découplage dy-
namique ou bien la recherche de transitions d’horloges afin de surmonter la décohérence
des systèmes existants. Les idées proposées dans ce travail consistent à réduire les in-
teractions spin-spin dans lesquelles interviennent les ions actifs, c’est-à-dire les ions avec
lesquels on interagit. La première idée consiste à utiliser les transitions de spin dans l’état
excité optique afin d’isoler les spins actifs et les découpler des spins spectateurs que l’on
n’utilise pas. La seconde idée propose de travailler directement sur les matériaux en ma-
nipulant leur composition chimique de façon à créer un désordre contrôlé pour augmenter
la distribution en fréquence des transitions de spin. Ainsi, on réduit la probabilité d’avoir
deux spins résonants dans un environnement local voisin. Pour ces travaux, l’étude portera
sur un système extrêmement étudié du fait de ses propriétés avantageuses, Er3+:Y2SiO5.

Le premier chapitre est une introduction à la spectroscopie des ions de terres rares.
Les principaux processus dynamiques auxquels ils sont sujets y sont décrits.

Le chapitre II apporte une description des principales techniques expérimentales utili-
sées dans ce travail. Elles regroupent à la fois des méthodes de cryogénie, de spectroscopie
optique et magnétique, notamment de résonance paramagnétique électronique. La plupart
de ces techniques sont typiques de l’étude des ions de terres rares pour les technologies
quantiques. Les propriétés du cristal utilisé dans cette étude, Y2SiO5, sont également
présentées.

Le chapitre III présente une étude de spectroscopie haute résolution optique et ma-
gnétique d’un cristal de Yb3+:Y2SiO5. Les informations données dans ce chapitre forment
la base nécessaire à l’étude plus poussée de ce système.

Dans le chapitre IV, une étude de la dynamique des transitions de spin de Yb3+

et 171Yb3+ dans Y2SiO5 est réalisée par des techniques de résonance paramagnétique
électronique pulsées. Cette étude identifie les principaux mécanismes de relaxation et de
décohérence agissant sur le système pour des champ magnétiques modérés.

Le chapitre V se focalise sur les propriétés dynamiques surprenantes des ions 171Yb3+

dans Y2SiO5 aux champs magnétiques très faibles. Cette étude porte essentiellement sur
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des mesures de spectroscopie optique haute résolution, de creusement de trous spectraux
ainsi que d’échos de photons.

Pour finir, le chapitre VI porte sur l’investigation et le contrôle des interactions spin-
spin dans Er3+:Y2SiO5. Deux techniques sont proposées afin de diminuer l’impact des
relaxations croisées dans la décohérence.



Chapitre I

Les terres rares

I.1 Introduction

Les lanthanides forment un groupe de 15 atomes allant du lanthane (Z = 57) au
lutécium (Z = 71) dans la classification périodique des éléments. Avec l’yttrium et le
scandium, qui sont placés dans la même colonne que les lanthanides dans la classification
périodique, ils forment le groupe des terres rares.

La grande spécificité des ions de terres rares vient de leurs propriétés luminescentes
qui couvrent la quasi-totalité du spectre visible, de l’infrarouge lointain jusqu’à l’ultra-
violet. Leurs applications sont très variées. Il sont utilisés dans les technologies lasers,
notamment pour faire des lasers solides. Ces lasers utilisent des cristaux dopés aux ions
de terres rares, comme par exemple le cerium pour les lasers accordables ou amplificateurs
d’impulsions brèves dans l’ultraviolet ou bien le néodyme pour des lasers situés dans le
proche-infrarouge [92]. On peut citer notamment le Nd3+:YAG. Ces lasers sont utilisés
aussi bien dans l’industrie pour la découpe et la soudure, dans la défense pour désigner des
cibles ou bien détruire des drones par exemple ou encore dans le médical pour certaines
opérations des yeux. Des cristaux dopés terres rares sont également utilisés comme scin-
tillateurs pour la détéction de rayonnements ionisants (tel que Ce3+:LYSO utilisé pour la
tomographie par émission de positrons [93]). Des ions tels que l’europium, le cérium ou
bien le terbium sont intensément utilisés dans le domaine de l’éclairage, notamment dans
les tubes à néon ou dans les écrans LCD. Dans le domaine des télécoms, l’ion erbium est
utilisé pour amplifier le signal circulant dans les fibres optiques (EDFA: Erbium Doped
Fiber Amplifier).

D’autres applications utilisent les propriétés magnétiques des ions de terres rares. No-
tamment des ions comme le néodyme ou bien le samarium sont utilisés pour fabriquer
des aimants permanents. Ils sont également beaucoup utilisés comme catalyseur pour cer-
taines réactions chimiques ou bien en tant qu’abrasifs pour le polissage (CeO2).

Tout cela explique pourquoi la demande mondiale en ions de terre rares a augmenté
très rapidement durant ces décennies. La majeure partie des terres rares est aujourd’hui

13
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extraite en Chine (entre 65 et 70 % 1), mais ce marché très rentable est de plus en plus
convoité par d’autres pays.

I.2 Chimie des terres rares

D’un point de vue chimique, les ions de terres rares ont tous des propriétés très si-
milaires. La plupart d’entre eux existent au degré d’oxydation +III dans des minerais
naturels. Dans ce manuscrit, nous ne parlerons que des terres rares trivalentes (+III).
Une caractéristique importante de ces espèces est que leur orbitale éléctronique 4f est
partiellement remplie, leur donnant une configuration du type [Xe]4f n, avec n allant de 0
à 14. Les couches 5s et 5p qui sont remplies, écrantent les électrons de la couche 4f , dont
le rayon est plus petit que les couches 5s et 5p [94]. C’est pour cela que les terres rares tri-
valentes sont très peu sensibles à leur environnement, et les électrons f sont relativement
inertes. Les ions lanthanides trivalents sont des acides durs dans la classification HSAB de
Pearson [95], formant facilement des liaisons par des interactions électrostatiques avec des
ligands durs tels que l’eau. Ils s’incorporent également très facilement dans des cristaux
d’oxydes de bien de fluorures. Leur rayon ionique dans les cristaux d’oxydes (matériaux
utilisés dans ce travail) varie en diminuant en partant du lanthane (1.160 Å) jusqu’au
lutécium (0.977 Å) [96].

I.3 Niveaux d’énergies 4f , Hamiltoniens

Ce paragraphe n’est qu’une introduction. Pour plus de détails, se réferer aux ouvrages
de réference : [97, 98, 99, 100, 45, 101].

La description des niveaux d’énergies 4f des ions de terres rares est possible au moyen
d’un Hamiltonien que l’on peut détailler en perturbations successives :

Htot =HIL + HCC + HSpin

HIL >> HCC >> HSpin (I.1)

HIL représente l’Hamiltonien de l’ion libre, HCC l’Hamiltonien de champ cristallin et
HSpin l’Hamiltonien de spin. La figure I.1 montre ce raffinement successif des niveaux
d’énergies.

a) L’Hamiltonien de l’ion libre

Le premier terme de l’hamiltonien décrit dans l’équation (I.1), HIL, correspond à
l’Hamiltonien de l’ion libre. Il décrit les interactions de type Coulombiennes entre les
électrons eux-mêmes ou avec le noyau ainsi que les interactions spin-orbites dues aux
couplages magnétiques dipôles-dipôles entre le moment angulaire orbital L et le moment
magnétique des spins des électrons S. L’interaction Coulombienne lève la dégénérescence

1. "Terres rares : quand l’Occident rêve de bousculer le monopole de la Chine", Les Échos, 4 fév. 2015.
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Fig. I.1 Schéma des niveaux d’énergies des niveaux 4f dans des ions de terres
rares trivalents dans une matrice cristalline. De gauche à droite, l’axe vertical est
de plus en plus agrandi, montrant l’effet des différentes contributions constituant
l’Hamiltonien total du système.

des niveaux électroniques en terme de S et L, mais est indépendante du moment angulaire
total J = L + S. Le couplage spin-orbite, lui est dépendant de J , ce qui va introduire
des mélanges des niveaux dans la base |L, SÍ. Dans un langage de physique quantique,
l’opérateur du couplage spin-orbite ne commute pas avec L2 et S2, mais il commute avec
J2 et Jz. Ces deux termes ensemble lèvent donc la dégénérescence en terme de L, S, J , mais
la dégénérescence en mJ n’est pas levée. Les différents niveaux issus de cet Hamiltonien
sont dégénérés (2J+1)-fois. Ils sont notés 2S+1LJ , appelée notation de Russell-Sanders.

b) Interaction de champ cristallin

Lorsqu’un ion de terre rare est placé dans un environnement cristallin, le champ élec-
trique créé par les atomes autour de celui-ci va briser la symétrie sphérique de sa structure
électronique. Cela va entrainer une levée de dégénérescence partielle ou totale des niveaux
2S+1LJ en fonction de la géométrie du site comme le montre la figure I.1. Ces nouveaux
niveaux seront appelés niveaux de champ cristallin, ou bien niveaux Stark à cause de
l’effet électrique des ions environnants. Cette interaction peut être décrite par un Hamil-
tonien de champ cristallin HCC . Dans le cas de Y2SiO5, la matrice qui sera utilisée dans
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cette étude et dont la description est faite dans le paragraphe II.4.1, la symétrie des sites
occupés par les ions de terres rare est basse (symétrie C1 voir II.4.1) et la dégénérescence
des niveaux de champ cristallin va être complètement levée. Les niveaux 2S+1LJ vont
donner naissance à 2J+1 niveaux de champ cristallin si J est entier (ions non Kramers)
et (2J+1)/2 si J est demi-entier (ions Kramers) indiquant que la levée de dégénérescence
maximum conduit à des doublets dit de Kramers. Ces interactions de champ cristallin
peuvent être être traitées en terme de perturbation par rapport aux interactions de l’ion
libre (HCC << HIL). De ce fait HCC fait varier la structure au sein des multiplets 2S+1LJ ,
mais ces multiplets vont globalement grader les énergies dictées par HIL. Comme les mul-
tiplets 2S+1LJ vont garder des énergies similaires dans tous les matériaux, il possible de
dresser un diagramme d’énergie "typique" commun à tous les cristaux dopés terres rares
que l’on appelle le diagramme de Dieke [102], présenté figure I.2. Ceci est complètement
différent des métaux de transitions, dont les électrons ne sont pas écrantés par une autre
couche électronique. Les énergies de leurs niveaux électroniques vont changer radicale-
ment en fonction du champ cristallin.

Dans la suite de ce travail, la notation utilisée pour définir les différents niveaux de
champ cristallin au sein d’un même multiplet sera 2S+1LJ(k) avec k œ {0, 1, ..n}. Comme
nous l’avons vu ci-dessus, pour les ions Kramers on a n = (2J + 1)/2, et pour les ions
non Kramers, n = 2J + 1. Dans le cadre de cette étude, nous nous focaliserons sur
les transitions entre niveaux de plus basse énergie de multiplets, telles que 2F7/2(0) ¡
2F5/2(0) pour Yb3+ et 4I15/2(0) ¡ 4I13/2(0) pour Er3+, voir figure I.2. En général, aux
basses températures (¥ 5K), seul le niveau de champ cristallin de plus basse énergie du
multiplet fondamental est peuplé : c’est à dire le niveau 2F7/2(0) pour Yb3+ et 4I15/2(0)
pour Er3+.

c) Probabilité des transitions

Les transitions dipôles électriques 4f -4f , ayant lieu entre deux niveaux de même pa-
rité, sont interdites par la règle de Laporte car elles ne changent pas la parité des niveaux
électroniques 2. Cependant, cette interdiction est partiellement levée, rendant ces transi-
tions possibles, mais de faible probabilité [103]. Leurs forces d’oscillateur sont donc faibles
(1.3 ◊10≠8 dans Eu3+:Y2SiO5 par exemple [46] ou bien 2 ◊10≠7 pour Er3+:Y2SiO5 [104])
et les temps de vie optiques radiatifs sont relativement longs (¥ ms). La théorie de Judd-
Ofelt 3 [97, 98] décrit théoriquement l’intensité des transitions des lanthanides dans les
solides en permettant de calculer leur force d’oscillateur à partir de sa définition donnée
par L. Broer et. al. en 1945 [105]. Lorsque l’ion de terre rare est placé dans un environne-
ment non centro-symétrique, des mélanges des niveaux 4f avec des niveaux électroniques
de parité différente peuvent exister, rendant partiellement possible les transitions dipo-
laires électriques entre niveaux 4f . Les transitions entre 2S+1LJ et 2SÕ+1LÕ

J suivent alors
dans la plupart des cas les règles de sélection suivantes :

• Pour les transitions dipolaires électriques :

ΔL Æ 6, ΔS = 0, |ΔJ | Æ 6 et 0 ¡ 2, 4, 6

2. Les niveaux électroniques ont des fonctions d’ondes décrites par des harmoniques sphériques de
moment angulaire l. La parité d’un électron n est définie comme P = (−1)(l1+l2+...+ln).

3. Cette théorie est valable à température ambiante, mais elle peut être extrapolée à basse température.
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Fig. I.2 Diagramme de Dieke [102], niveaux d’énergies 4f des ions de terre
rares trivalents. Flèches rouges : transitions optiques utilisées dans ce manuscrit
: 2F7/2¡ 2F5/2(¥ 980 nm) pour Yb3+et 4I15/2¡ 4I13/2(¥ 1540 nm) pour Er3+.
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Fig. I.3 Différents processus de relaxation à partir d’un niveau excité pour un
ion de terre rare à basse température.

• Pour les transitions dipolaires magnétiques :

ΔL = 0, ΔS = 0, |ΔJ | Æ 1 et pas 0 ¡ 0

Comme nous l’avons vu dans le paragraphe précédent, à basse température seul le
niveau de champ cristallin de plus basse énergie est peuplé. Sur un spectre d’absorption
basse température, seules les raies correspondantes aux transitions faisant intervenir ce
niveau seront visibles. Lorsque l’ion de terre rare est excité dans un niveau de champ
cristallin excité, celui-ci peut relaxer de différentes façons vers l’état fondamental (voir
figure I.3:

• Si la différence d’énergie vers le prochain niveau de champ cristallin d’énergie infé-
rieure est plus petite que l’énergie de phonon maximum du matériau, l’ion va relaxer
très rapidement vers ce niveau (¥ ps).

• Si la différence d’énergie vers le prochain niveau de champ cristallin d’énergie in-
férieure est plus grande que l’énergie de phonon maximum du matériau, l’ion peut
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relaxer vers ce niveau par émission de plusieurs phonons simultanément. Ce proces-
sus se fera d’autant plus lentement que la différence d’énergie est grande, et donc
que le nombre de phonons à émettre est grand [106]. Au delà de 5 phonons, la
désexcitation radiative l’emporte très largement sur le non radiatif.

• Si la différence d’énergie vers le prochain niveau de champ cristallin d’énergie in-
férieure est beaucoup plus grande que l’énergie de phonon maximum du matériau,
l’ion va émettre un photon pour relaxer vers un niveau d’énergie inférieur. Ce niveau
peut être le niveau fondamental.

I.4 Hamiltonien de spin

Pour plus de détails sur les notions présentées dans ce paragraphe, se référer à [107,
108, 109].

Si l’on augmente encore d’un degré de précision des niveaux, les niveaux champs cris-
tallins sont, eux aussi, subdivisés en plusieurs niveaux du fait des interactions relatives
aux spins électroniques ou nucléaires. Ces interactions sont décrites par un Hamiltonien
de spin HSpin. Dans ce chapitre, ainsi que dans le reste de ce manuscrit, l’étude sera
focalisée sur les terres rares paramagnétiques qui ont un nombre impair d’électrons 4f , et
donc un spin électronique.

L’Hamiltonien de spin des ions de terres rares se présente de la forme :

HSpin = HZ,e + HH + HZ,n + HQ (I.2)

Les contributions représentent, dans l’ordre, l’Hamiltonien Zeeman électronique, l’Hamil-
tonien Hyperfin, l’Hamiltonien Zeeman nucléaire et enfin l’Hamiltonien quadrupolaire.

Ce type d’Hamiltonien suffit généralement à décrire la position des niveaux de spin
pour un doublet de Kramers, cependant il est encore possible d’augmenter la précision
en ajoutant des effets interactions superhyperfins [110, 111]. Cette interaction prend en
compte d’éventuels couplages avec des spins nucléaires présents dans l’environnement chi-
mique de la terre rare. Ces effets ne seront pas étudiés dans ce travail.

Les différents termes présents dans l’équation (I.2), HZ,e, HH , HZ,n et HQ sont com-
posés de paramètres qui sont propres au système étudié. Ces paramètres peuvent être
des constantes ou bien des tenseurs en fonction de l’anisotropie du système. Ils peuvent
être calculés ab initio si l’ensemble des paramètres de champ cristallin et d’ion libre sont
connus pour le système. En général, ces paramètres sont déterminés à partir de données
expérimentales par des techniques d’ajustement.

Comme nous l’avons vu dans le paragraphe précédent, les niveaux d’énergies électro-
niques des ions de terres rares dans les matrices cristallines sont regroupés en multiplets
2S+1LJ . La séparation en énergie entre ces multiplets est de l’ordre de 104 cm≠1. Au sein
de ces multiplets, l’écart d’énergie entre niveaux de champ cristallin au sein d’un même
multiplet va de quelques cm≠1 à 102 cm≠1. Considérant ces grandes différences en terme
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d’énergie, on peut définir un spin effectif S̃ propre à chaque multiplet. Aux basses tem-
pératures, seul le niveau de champ cristallin le plus bas en énergie est peuplé pour les
systèmes étudiés. Le moment cinétique total J sera réduit à un moment cinétique de spin
électronique effectif S = 1/2 combiné à un moment cinétique de spin nucléaire I.

I.4.1 Interaction Zeeman, facteur g

Pour un ion de terre rare paramagnétique, considérant un spin effectif S = 1/2, l’Ha-
miltonien Zeeman peut être décrit tel que :

HZ,e = µBB · g · S

où g représente le tenseur g du système. C’est un tenseur d’ordre 2 et son anisotropie
dépend de la symétrie du cristal. µB représente le magnéton de Bohr (voir le lexique des
constantes physiques en début de manuscrit) et B le champ magnétique appliqué.

De manière générale, lorsque le champ magnétique n’est pas colinéaire avec un des
axe propre du tenseur g, l’Hamiltonien s’écrit :

HZ,e = µBB(lgxSx + mgySy + ngzSz)

où l, m et n sont les cosinus directeurs de B dans la base définie les axes principaux de
g. Il est alors possible de trouver d’autres cosinus directeurs Õl, mÕ et nÕ et un facteur g
effectif noté g tels que glÕ = gxl, gmÕ = gym et gnÕ = gzn afin d’avoir :

HZ,e = µBgB(lÕSx + mÕSy + nÕSz)

avec :

g =
Ò

l2g2
x + m2g2

y + n2g2
z

Il est alors possible d’utiliser une autre base pour S avec les composantes (SÕ
x, SÕ

y, SÕ
z)

telle que :

HZ,e = µBgBSÕ
z

I.4.2 Interaction hyperfine

Si le système considéré possède un spin nucléaire I non nul, alors l’interaction hyperfine
peut être décrite par cet Hamiltonien :

HH = I · A · S

où A représente le tenseur hyperfin du système. Son anisotropie dépend également de la
symétrie du système. Ses axes propres ne sont pas nécessairement colinéaires à ceux du
tenseur g.
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I.4.3 Autres termes

Les deux derniers termes décrits dans l’équation (I.2) introduisent des changements
d’énergies bien moins importants que l’interaction Zeeman électronique et hyperfine.

L’interaction Zeeman nucléaire est décrite par l’Hamiltonien :

HZ,n = ≠µN gnB · I

où gn représente le facteur de Landé nucléaire. Sa valeur dépend de l’isotope considéré.

L’interaction quadrupolaire n’existe que pour des spins nucléaires I > 1/2 :

HQ = I · Q · I

Q représente le tenseur quadrupolaire du système. Son anisotropie dépend de la symétrie
du système et ses axes propres ne sont pas nécessairement colinéaires à ceux de g ou de A.

I.5 Largeurs des raies

I.5.1 Largeur homogène et temps de cohérence

Le paragraphe suivant ne fait pas la distinction entre transition optique et transition
de spin. Bien que leurs énergies soient très différentes, des formalismes similaires peuvent
les décrire.

L’une des grandes spécificité des ions de terres rares est leur long temps de cohérence
à basse température. Notamment pour les transitions optiques, des temps de cohérence
de l’ordre de la ms ont été mesurés [32, 33]. C’est une des raisons pour lesquelles ce sont
des systèmes intéressants pour les technologies quantiques. Ces longs temps de cohérence
sont une conséquence de l’écrantage des électrons 4f par les couches 5s et 5p qui fait office
de protection vis-à-vis de l’environnement.

La largeur homogène Γh d’une transition d’un ion de terre rare isolé est reliée au temps
de cohérence T2 associé à cette transition tel que :

Γh =
1

fiT2
=

1
2fiT1

+ Γφ (I.3)

Dans cette équation, T1 représente le temps de vie de la transition, c’est-à-dire le temps de
relaxation de la population, et Γφ représente la composante de largeur homogène conte-
nant les processus agissant seulement sur le déphasage de l’ion. On voit tout de suite
que la limite intrinsèque à T2 est 2T1. Dans la pratique, on a très souvent T2 << T1 car
certains processus apportent du déphasage. Ces processus seront discutés par la suite. Les
largeurs homogènes typiques des transitions optiques des ions de terres rares se situent
entre le MHz et la centaine de Hz aux basses températures (T ¥ 3 K) [31]. Pour les
transitions de spin, les largeurs homogènes peuvent être en dessous du Hz [41, 44].
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I.5.2 Élargissement homogène

Au basse température, plusieurs processus peuvent participer à l’élargissement homo-
gène des transitions des ions de terres rares. Tout d’abord, comme nous l’avons vu au
paragraphe précédent, le temps de vie de la transition pose une limite intrinsèque. Cette
contribution à la largeur homogène totale est appelée largeur naturelle, Γnat. D’autres
interactions vont influencer la relaxation de la population, et donc leur contribution va
s’ajouter à Γ0 pour donner le terme 1

2πT1
dans l’équation (I.3). C’est le cas des relaxations

spin-phonon (voir I.6) ou bien relaxations spin-spin (voir I.7) agissant directement sur les
ions mesurés (ions actifs). Il existe d’autres processus de relaxation dont nous ne parlerons
pas dans le cadre de cette étude.

Les ions et les défauts environnants ont aussi un rôle. En effet, lorsque ceux-ci subissent
des relaxations, ou un changement d’état quantique, cela peut induire des fluctuations
électromagnétiques qui vont êtres subies par les ions actifs. Ces fluctuations vont agir sur
des niveaux d’énergie et induire l’accumulation d’une phase aléatoire dans la précession
du moment dipolaire électrique ou magnétique. Ces phénomènes seront pris en compte
dans Γφ. Cette composante va être d’autant plus grande que les perturbations sont im-
portantes et que l’ion actif est sensible à ce type de perturbations. Les ions de terres rares
paramagnétiques sont particulièrement sensibles aux perturbations magnétiques, du fait
de leur grand moment magnétique (µ Ã µBg avec g typiquement entre 0.1 et 15).

La figure I.4 illustre l’effet d’une perturbation magnétique sur les niveaux d’énergie
de l’ion actif. Si l’on considère une perturbation magnétique ΔB, il est possible d’estimer
la contribution à la largeur homogène qu’elle crée pour une transition |1Í ¡ |2Í :

Γφ ƒ S1 · ΔB + ΔB · S2 · ΔB (I.4)

où S1 et S2 sont les gradients Zeeman au premier et au second ordre.

La façon dont est mesurée T2 peut elle-même influencer sa valeur. C’est pourquoi il
est important d’indiquer comment le temps de cohérence est mesuré. Notamment des pro-
cessus tels que la diffusion spectrale instantanée (ISD) [112, 113, 114, 115] correspondant
au déphasage provoqué par les perturbations issues du changement de moment électrique
ou magnétique des ions actifs lors de leur excitation. Cet effet d’ISD peut être limité
en réduisant la puissance d’excitation ou bien sa largeur spectrale. D’un autre coté, il
est également possible de mesurer T2 en découplant le système de certains processus en
utilisant des techniques de découplage dynamique (discuté en II.2.3d)). Cette technique
est applicable pour les transitions de spin, mais reste très complexe pour les transitions
optiques, car il faut pouvoir garder un contrôle de la phase de l’onde excitatrice, ce qui
est difficile avec un laser.

I.5.3 Largeur inhomogène

On parle de largeur inhomogène lorsqu’on étudie un ensemble d’atomes. Des contraintes
ou bien des défauts peuvent se trouver dans la matrice, introduisant localement des dis-
torsions de la maille cristalline. Bien que les ions de terres rares soient peu sensibles à
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Fig. I.4 Effets d’une perturbation magnétique sur les niveaux d’énergies. L’éner-
gie de la transition va fluctuer en fonction des gradients Zeeman.

leur environnement, ces distorsions locales vont changer très légèrement leurs énergies
ce qui va causer des changements de fréquence dans les transitions optiques et de spin
(voir figure I.5 B)). La largeur de la raie d’absorption d’un ensemble de terres rares va
être reliée à la distribution des distorsions locales dans le cristal, c’est ce qu’on appelle la
largeur inhomogène Γinh.

Les largeurs inhomogènes dépendent de beaucoup de facteurs. Elles peuvent varier
de la dizaine de MHz [116, 117] à la centaine de GHz en fonction du matériau, de l’ion
considéré, de la concentration en ion considéré et du site cristallographique. La largeur
inhomogène dépend également de la quantité de défauts, du type de défaut et enfin de la
sensibilité de l’ion considéré à ce type de défaut. Les conditions de croissance cristalline
sont également très importantes, car elles déterminent la qualité du matériau, et donc sa
quantité de défauts [118]. La forme de l’élargissement change en fonction du type de dé-
faut, et de leur concentration. Ainsi un élargissement à cause de dislocations sera gaussien
tandis qu’un élargissement à cause de défauts ponctuels isolés sera lorentzien [119, 120].

Dans le chapitre VI de ce manuscrit, nous verrons qu’il est possible d’influencer gran-
dement les largeurs inhomogènes optiques et de spin en ajoutant un désordre contrôlé
dans la matrice.

I.6 Interactions spin-phonons

Les vibrations du réseau peuvent causer des oscillations du champ électrique ou bien
magnétique ressenties par les ions de terres rares, dont les niveaux d’énergies vont osciller.
Des quanta d’énergies de vibrations (phonons) peuvent alors être absorbés ou bien émis
par les ions de terres rares.
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A) B)

Fig. I.5 A) La largeur de la transition d’un ion unique correspond à sa largeur
homogène, directement reliée au temps de cohérence. B) Le spectre d’absorption
d’un ensemble d’ions va être élargi par la présence de défauts dans la matrice
cristalline.

Ce paragraphe est volontairement détaillé afin de donner une explication claire et
qualitative des processus spin-phonons agissants sur les ions Kramers aux basses tempé-
ratures. Le but est d’indiquer d’où viennent les équations que l’on voit très régulièrement
dans les études portant sur le sujet, mais dont les origines sont rarement explicitées.

I.6.1 Absorption et émission d’un phonon : le processus direct

Ce paragraphe résume l’explication de ce processus expliqué dans [121, 108].

Imaginons un système à la température Tsys entouré d’un environnement à la tem-
pérature Te. Cet environnement est en contact avec un réservoir thermique de capacité
calorifique infinie à la température T0, de telle sorte que, à tout instant, Te = T0. Si nous
considérons un système à deux niveaux de spins |≠Í et |+Í séparés d’une énergie ~Ê, et
N|≠Í et N|+Í la population de ces niveaux, on peut écrire à l’équilibre :

0 = wøN|≠Í ≠ w¿N|+Í

avec w¿ et wø correspondants aux probabilités de transitions d’un niveau à un autre par
unité de temps par absorption ou émission d’un phonon d’énergie ~Ê. Ces probabilités
peuvent être définies à partir des coefficients d’Einstein A et B ainsi que de la densité
énergétique spectrale de rayonnement flem par analogie avec un rayonnement électroma-
gnétique :
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wø = Bflem

et

w¿ = A + Bflem = Bflemexp( ~ω
kBT0

)

Si le système est initialement hors équilibre (Tsys ”= T0), il va spontanément retourner
à l’équilibre selon un taux de relaxation :

R = wø + w¿ = Bflem(exp(
~Ê

kBT0
) + 1) (I.5)

Selon la théorie de Bose-Einstein, la densité spectrale de population en phonons peut
s’écrire :

n(Ê)dÊ =
g(Ê)dÊ

exp( ~ω
kBT0

) ≠ 1
(I.6)

avec g(Ê) qui représente la dentité d’état de Debye dans un espace à trois dimensions 4

:

g(Ê) =
3V Ê2

2fi2v3
(I.7)

v représente la vélocité v = Ê/k et V le volume du système. On considère ici que la vitesse
transversale et longitudinale des phonons est la même.

En combinant les équations (I.5), (I.6) et (I.7), on trouve un taux de relaxation :

R = B
3~Ê3

2fi2v3

exp( ~ω
kT0

) + 1

exp( ~ω
kT0

) ≠ 1
= B

3~Ê3

2fi2v3
coth(

~Ê

2kBT0
) (I.8)

Du point de vue de la maille cristalline, la vibration du réseau crée un champ élec-
trique oscillant qui, interagissant avec le couplage spin-orbite des ions, peut induire des
transitions entre niveaux de spin [123, 124, 125, 126]. Le coefficient B correspond à cette
probabilité de transition et peut s’exprimer grâce à la règle d’or de Fermi :

B =
2fi

~2
|È+|HÕ

0|≠Í|2f(Ê) =
2fi

~2
‘2|V (1)|2f(Ê) (I.9)

où HÕ
0 représente l’Hamiltonien de perturbation du système et f(Ê) la forme de la raie.

‘ représente la déformation dynamique du réseau et V (1) le potentiel électrique au pre-
mier ordre créé par cette déformation. Cette probabilité est normalement nulle pour les

4. La température de Debye peut se calculer à partir de cette densité spectrale en connaissant la
fréquence de Debye ωD, qui correspond à la fréquence de coupure des phonons dans le matériau considéré:

⁄ ωD

0

g(ω)dω = 3N

On trouve alors la température de Debye :

TD =
~ωD

kB

Les valeurs de TD pour Y2SiO5 sont calculées dans [46, 122].
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niveaux Zeeman d’un ion Kramers. Cependant le champ magnétique mélange légèrement
les niveaux de spins avec ceux d’autres niveaux de champ cristallin, rendant la transition
partiellement autorisée. Pour considérer cet effet, il faut multiplier la probabilité de transi-
tion par le facteur (~ω

Δ )2. Δ est la différence d’énergie entre les niveaux de champ cristallin.

En combinant les equations (I.8) et (I.9) et en intégrant sur l’ensemble des pulsations,
on trouve :

RD =
3~

2fiflv5

1
Δ2

|V (1)|2Ê5coth(
~Ê

2kBT0
) = –Dg3B5coth(

µBgB

2kBT0
) (I.10)

On retrouve la formule utilisée fréquement pour décrire le processus direct dans les ions
de Kramers [45, 47, 90, 76]. Ici B représente le champ magnétique, –D est une constante
anisotropique qui dépend de l’orientation du champ magnétique. Cette anisotropie de
–D vient du fait que le mélange entre les niveaux change en fonction de l’orientation du
champ magnétique.

Comme le montre l’équation (I.10), ce processus dépend à la fois de la température,
de l’intensité du champ magnétique ainsi que de son orientation (g et –D sont anisotropes).

Pour les systèmes qui auraient plus d’une transition de spin capable d’interagir direc-
tement avec les phonons, par exemple les isotopes ayant un spin nucléaire non nul, il est
nécessaire de considérer les différentes transitions possibles ainsi que les mélanges entre
les différentes fonctions d’ondes [127].

I.6.2 Processus à deux phonons résonants : le processus Orbach

Il existe également des processus de relaxation multi-phononiques qui peuvent être im-
portants aux températures supérieures à 4-5 K pour les ions Kramers. Le premier de ces
processus est appelé processus Orbach. Il consiste en l’absorption et l’émission spontanée
de deux phonons résonants avec les transitions reliant les niveaux de spin du fondamental
à un niveau de champ cristallin supérieur noté |eÍ, comme le montre la figure I.6.

Supposons que l’atome soit initialement dans l’état |≠Í. Il peut absorber un phonon
d’énergie ΔO pour se retrouver dans le niveau de champ cristallin supérieur |eÍ. Cela est
possible si ΔO est plus petit que l’énergie maximale d’un phonon ~ÊD. L’ion émet ensuite
un phonon d’énergie ΔO + ~Ê pour se retrouver dans |+Í. On peut donc écrire l’équation
de population suivante, en supposant que les probabilités de transitions |+Í ¡ |eÍ et
|≠Í ¡ |eÍ soient les mêmes, valant Bflem :

d(n+ ≠ n≠)
dt

= ≠Bflem(n+ ≠ n≠)

n+ et n≠ représentent les populations dans les niveaux |+Í et |≠Í. L’absorption et l’émis-
sion des phonons sont suffisamment proches pour que l’on admette que la population dans
l’état excité ne soit nulle.



I.6 Interactions spin-phonons 27

E
n
e
rg

ie

Densité spectrale de phonons

Raman

Orbach

Directh = BgB |+>

|->

|e>

o

Fig. I.6 Schéma illustrant les différents processus spin-phonons (voir équation
(I.6)). |eÍ représente un niveau de champ cristallin plus haut en énergie de ΔO

par rapport à |+Í et |≠Í. Sur la gauche, en rouge : variations caractéristiques de
la densité spectrale de phonons en énergie. Flèches jaune : processus direct I.6.1,
flèches rouges : processus Raman I.6.3, flèches violettes : processus Orbach I.6.2.

On trouve :

RO =
3

2fi~4flv5
|V (1)|2Δ3 1

exp( Δ
kBT0

) ≠ 1
=

–O

exp( Δ
kBT0

) ≠ 1
(I.11)

Ce processus dépend exponentiellement de la température, mais il est indépendant de
l’intensité du champ magnétique. En principe, puisque –O dépend de Δ, cette constante
devrait être anisotrope. Elle est cependant souvent considérée comme isotrope [122, 47,
76].

I.6.3 Processus à deux phonons non-résonants : le processus Raman

Un autre processus à deux phonons pouvant être important est le processus Raman.
Lorsque la maille cristalline vibre à deux fréquences différentes, Ê1 et Ê2, si la condition
Ê2 ≠ Ê1 = Ê est satisfaite, alors le battement de vibration entre les deux phonons peut
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induire une transition entre les niveaux de spin |+Í et |≠Í. Les phonons mis en jeux ne
sont pas en résonance avec une transition de l’ion de terre rare, c’est pourquoi on dit
que ce phénomène est hors-résonance ou qu’il fait intervenir un niveau virtuel. L’énergie
typique de ces phonons peut varier sur le continuum des énergies de phonons disponibles
dans le matériau,et notamment dans la région correspondante au maximum de la densité
de phonons en énergie (voir figure I.6).

Le taux de relaxation via ce processus peut s’exprimer de cette façon pour les ions
Kramers :

RR = –Õ
R(

~Ê

kB
)2T 7

0 + –ÕÕ
RT 9

0

Les deux composantes représentent les processus Raman au premier ordre et au second
ordre pour les transitions de spin. La composante au premier ordre est souvent négligeable
car ~Ê << kBT0, donc on simplifie à :

RR = –RT 9
0 (I.12)

Ce processus est également très dépendant de la température.

I.6.4 Modélisation des processus spin-phonons pour les ions Kramers

Pour un ion Kramers, la contribution de l’ensemble des processus spin-phonons peut
se modéliser en combinant les taux de relaxation des processus directs (I.10), Orbach
(I.11) et Raman (I.12) tel que le taux de relaxation spin-phonons total soit de la forme :

RSLR = –Dg3B5coth(
µBgB

2kBT0
) + –O

1

exp( ΔO

kBT0
) ≠ 1

+ –RT 9
0 (I.13)

Le processus direct est en général le processus dominant à basse température, ayant
une dépendance linéaire. Les deux autres processus possèdent une dépendance bien plus
grande avec la température, comme le montre la figure I.7. Comme nous allons le voir
dans le chapitre IV, il est possible d’observer de très clairs changements en fonction de
l’orientation du champ magnétique si le tenseur g est très anisotrope. Le processus Orbach
ne peut être important que si ΔO

kB
< TD, c’est-à-dire que les phonons intervenant peuvent

exister dans la matrice considérée. Le processus Raman domine aux températures supé-
rieures à 8 K.

La mesure des variations du taux de relaxation RSLR en fonction de la température
permet de comprendre quels sont les processus spin-phonons dominants. Pour ce faire, ces
variations experimentales sont comparées à une équation du type (I.13). On arrive alors
à ajuster les coefficients –D, –O et –R. Cependant, cette équation ne donne parfois des
résultats corrects qu’en considérant des valeurs de ΔO bien en dessous de celles attendues
[128, 30, 90]. Il est alors possible d’utiliser un modèle plus général combinant les processus
à deux phonons Orbach et Raman. Ce modèle prend en compte l’énergie de phonon
maximale kB◊D théorique du cristal ainsi qu’une valeur empirique kB◊E que l’on peut
évaluer par spectroscopie optique [129, 130]. On utilise alors l’équation :

Rspin≠phonons = –Dg3B5coth(
µBgB

2kBT0
) + –R

⁄ π
2

0

q8e≠
θD
T

sin qdq

(1 ≠ e≠
θD
T

sin q)2(◊2
E ≠ ◊2

Dsin2q)2
(I.14)
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Fig. I.7 Variations typiques en température des taux de relaxation des différents
processus spin-phonons agissants à basses températures pour les ions Kramers.
Seul le temps de relaxation du processus direct dépend du champ magnétique et
du facteur g effectif (voir équation (I.10)).

D’autres processus peuvent également changer les variations en température des taux
de relaxation spin-phonons, tel que l’effet de phonon bottleneck [131] qui consiste en une
saturation du flux de phonons dans la matrice. Cela peut arriver notamment lorsque le
réservoir thermique en contact avec l’échantillon n’arrive pas à le maintenir à l’équilibre
thermique.

I.7 Interactions spin-spin

Pour plus de détail sur ces processus, se réferer à [132, 133, 134, 135].

Les interactions dipôle-dipôle magnétiques entre deux spins A et B sont décrites par
l’Hamiltonien suivant :

Hint =
µAµB

R3
≠ 3(µA · R)(µB · R)

R5

Où µA et µB représentent respectivement le moment magnétique des spins A et B et R
le vecteur distance reliant A et B. Dans le cas des ions de terres rares paramagnétiques,
on a µA = µBgA · SA et µB = µBgB · SB. Les termes gA et gB représentent les tenseurs
g des spins A et B respectivement. On a donc :

Hint = µ2
BgA · gB(

SA · SB

R3
≠ 3(SA · R)(SB · R)

R5
)
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Le développement de cet Hamiltonien va donner une série de six termes fonctions de SA,x,
SA,y, SA,z, SB,x, SB,y et SB,z. Parmi ces six termes, deux vont prendre une importance
prépondérante par rapports aux autres.

Nous allons maintenant considérer que les deux ions sont identiques, et donc les deux
tenseurs g sont parallèles, même si nous distinguerons toujours A et B. Cette hypothèse
permet de simplifier grandement le calcul.

Le premier de ces deux termes dominant est un terme statique, qui va causer un léger
changement dans la position des niveaux en énergie :

Hint,0 =
µ2

BgAgBSA,zSB,z(1 ≠ 3cos(◊)2)
R3

où ◊ correspond à l’angle entre le champ magnétique et la direction joignant les deux
spins. Dans le cas où ces spins sont disposés aléatoirement dans la matrice cristalline, il
est possible de calculer la largeur dipolaire à mi-hauteur ΔÊ1/2,A≠B des spins A provoquée
par l’interaction avec les spins B, c’est-à-dire la variation moyenne en fréquence que va
créer un changement d’état mS des spins B sur un spin A :

ΔÊ1/2,A≠B =
2fi2µ0µ2

BgAgBnB

9
Ô

3h
(I.15)

où nB représente la concentration volumique en spins B et gA et gB sont les facteurs
g effectifs des spins A et B pour l’orientation du champ magnétique considérée. Cette
formule est une approximation car elle ne prend pas en compte les effets d’anisotropie des
tenseurs g.

Dans le cas où les fréquences de Larmor des spins A et B sont relativement proches, un
deuxième terme doit être considéré dans Hint. Il consiste en un terme d’échange d’énergie
par relaxation croisée :

Hint,ech =
µ2

BgAgB(1 ≠ 3cos(◊)2)(S≠
A · S+

B + S+
A · S≠

B)
R3

Ce terme permet de calculer le taux de relaxations croisées entre les spins A et les spins
B : c’est-à-dire le taux de flip-flops Rff,A≠B entre les spins A et les spins B.

Pour cela nous allons reprendre la même condition que précédemment : c’est-à-dire
que les ions A et B sont de la même espèce. Ici cette considération est légitime car seuls
les spins de la même espèce ont des énergies de transition suffisamment proches pour
pouvoir échanger de l’énergie de cette façon.

Rff,A≠B sera donc appelé Rff,A. Il est possible de calculer un taux de relaxation simplifié
ne tenant pas compte des effets d’anisotropie des tenseurs g. Cette approximation donne
des résultats relativement proches des expériences [135, 47] :

Rff,A =
2fi(ΔÊ1/2,A)2

Γinh,spin,A
sech(

µBgAB

2kBT
)2
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où Γinh,spin est la largeur inhomogène des spins A. Le terme en sécante hyperbolique
tient compte du fait qu’aux basses températures, il peut y avoir une grande partie de la
population dans un seul niveau, ce qui réduit la probabilité de flip-flop. Rff,A est également
très dépendant de l’orientation du champ magnétique car il dépend du facteur g effectif
à la puissance 4. Il dépend également de la concentration en ions A.

I.8 Transitions d’horloges : ZEFOZ

Comme nous l’avons vu dans le paragraphe I.5.2, le temps de cohérence des ions de
terres rares est limité à la fois par des effets de relaxation de population et à des effets
de pur déphasage. Les effets de déphasage sont dus aux relaxations des ions environnants
créant des perturbations électriques ou magnétiques. L’impact sur la cohérence va notam-
ment dépendre de la sensibilité de l’ion de terre rare à ce type de perturbations. Cette
sensibilité est chiffrée par les gradients Zeeman au premier et au second ordre comme le
montre l’équation (I.4).

Pour certaines espèces possédant un spin nucléaire non nul, il est possible de trouver
des régions dans lesquelles certaines transitions sont insensibles au premier ordre aux fluc-
tuations de champ magnétique, c’est-à-dire que l’on a S1 = 0 (dans toutes les directions,
le coefficient Zeeman est nul au premier ordre). Ces régions correspondent à des endroits
où l’on a une structure type "anti-croisement", comme le montre la figure I.8. Ces points
sont appelés ZEFOZ pour ZEro First Order Zeeman. À ces points ZEFOZ on s’attend
donc à ce que Γφ, la contribution due au déphasage 5 dans le temps de cohérence, soit
fortement réduite.

Des points ZEFOZ ont été trouvés dans plusieurs matériaux contenant des ions non-
Kramers, et ont montré une augmentation très claire de la cohérence des transitions de
spin nucléaire concernées. C’est par exemple le cas de Y2SiO5 dopé au Pr3+ [136] pour
lequel un T2 de 82 ms a été mesuré ou bien dopé à l’Eu3+ [41] (T2 de 47 s) ou encore
La2(WO4)3 dopé au Pr3+ [42] pour lequel un T2 de 158 ms a été mesuré.

En ce qui concerne les ions Kramers, quelques points ZEFOZ ont été trouvés dans
Er3+:Y2SiO5 mais aucune mesure n’a été réalisée [70].

5. Déphasage dû aux perturbations magnétiques, la source prédominante de déphasage pour les ions
Kramers du fait de leur grand moment magnétique.
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Fig. I.8 Effets d’une perturbation magnétique sur les niveaux d’énergie au ni-
veau d’un point ZEFOZ. Le gradient Zeeman est nul au premier ordre.



Chapitre II

Dispositifs expérimentaux et matériaux

II.1 Spectroscopie optique haute résolution

Les terres rares dans des matrices cristallines présentent des raies optiques fines à basse
température (de l’ordre du GHz en général) [31]. Afin de pouvoir mesurer correctement
leur spectre d’absorption, ou effectuer des mesures de creusement de trous spectraux (voir
II.1.6), il est nécessaire d’utiliser des lasers dont la largeur spectrale est bien inférieure
aux largeurs des raies étudiées, d’où le terme de "haute résolution" [101, 137, 28].

II.1.1 Caractéristiques du laser

La majorité des expériences optiques décrites dans ce manuscrit ont été réalisées avec
une diode laser Toptica DL100 à faible largeur spectrale. Les caractéristiques principales
du laser sont répertoriées dans le tableau II.1.

La diode émettrice est pompée électriquement et stabilisée en température par un boi-
tier de contrôle. Via ce module, il est possible d’utiliser une source de tension pour moduler
l’amplitude de l’intensité du courant envoyé dans la diode. La cavité laser est constituée
d’un réseau de diffraction qui réfléchit sélectivement la longueur d’onde d’émission dé-
sirée. Il est possible de changer cette longueur d’onde de manière grossière en tournant
légèrement le réseau à l’aide une vis, ou bien de la faire varier plus finement en appliquant
une tension sur une céramique piézoélectrique placée derrière le réseau.

Longueur d’onde centrale 970 nm
Accordabilité 915 - 990 nm
Largeur spectrale instantannée ¥ 1 MHz
Jitter estimé < 5 MHz sur 1 ms
Largeur du faisceau gaussien 3 mm en sortie de laser
Scan maximum sans saut de mode ¥ 15 GHz

Tableau II.1 – Caractéristiques principales du laser Toptica DL 100.

33
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II.1.2 Cryogénie

La plupart des mesures sont effectuées entre 3 K et 15 K. Pour arriver à ces tempé-
ratures, l’échantillon est placé dans un cryostat. Plusieurs types de cryostats existent, et
trois d’entre eux ont été utilisés dans ces travaux :

1. La plupart des mesures ont été effectuées dans un cryostat dans lequel l’échantillon
est directement immergé dans un réservoir d’hélium liquide. De façon à éviter les
bulles dues à l’ébullition du liquide, cette enceinte est pompée aux alentours de 30
mBar. À ces pressions (< 45 mBar), l’hélium liquide est dans un état super-critique
et sa viscosité devient nulle. Dans cet état, la température peut être contrôlée grâce
à la pression. Le réservoir d’hélium liquide est entouré d’une enceinte pompée à
vide (¥ 10≠7 mBar) dans laquelle est imbriquée une autre enceinte remplie d’azote
liquide (température d’ébullition 77 K) qui fait bouclier thermique vis-à-vis de
l’extérieur. Ce cryostat ne permet pas des mesures à températures au dessus de
2.1 K car l’hélium n’est plus dans un état superfluide.

2. Un autre cryostat Janis Research SVT200 à hélium liquide a également été uti-
lisé. Ce cryostat permet des mesures sur une plus grande gamme de températures.
Dans celui-ci, le réservoir d’hélium liquide et la chambre dans laquelle est placée
l’échantillon sont séparés et reliés par une vanne pointeau permettant un contrôle
sur le flux d’hélium injecté. L’échantillon peut donc être immergé dans l’hélium
sous forme gazeux et la température est contrôlée par une sonde et des résistances
reliées à un contrôleur LakeShore 331.
L’inconvénient principal des deux cryostats décrits ci-dessus est que l’hélium éva-
poré n’est pas récupéré. Il est cependant possible d’installer des systèmes de récu-
pération de l’hélium gazeux. Avant chaque séance d’expérience, il faut transférer
manuellement l’hélium liquide dans le cryostat.

3. Le dernier cryostat utilisé est un cryostat en circuit fermé dont le refroidissement se
fait grâce à un compresseur et un détendeur, de la même façon qu’un réfrigérateur.
Le gaz caloporteur est de l’hélium. L’enceinte est pompée à un vide modéré (10≠4

mBar). La réfrigération se fait sur un doigt froid sur lequel est placé l’échantillon,
thermalisé grâce à de la laque d’argent ou bien du scotch de cuivre. Malgré cela,
il est parfois difficile de thermaliser correctement l’échantillon quand il absorbe
beaucoup de puissance laser.

II.1.3 Génération et contrôle des impulsions optiques

Les travaux présentés dans les chapitres III et V nécessitent la génération de séquences
de pulses lasers à différentes intensités. Il faut aussi assurer un contrôle précis sur la
fréquence du laser afin de sélectionner la transition ou bien la région de la raie inhomogène
avec laquelle on désire interagir. Le circuit de génération des pulses optiques ainsi que
le contrôle de leur intensité sont communs à la plupart des expériences réalisées et sont
présentés sur les figures II.1 et II.2. À la sortie du laser, le faisceau passe à travers un
isolateur optique (Thorlabs IO-5-980-VLP) afin d’éviter toute réflexion dans le laser qui le
rendrait instable. Une lame demi-onde tourne la polarisation du laser de façon à la rendre
verticale. Une série de deux lentilles ont pour fonction de réduire la taille du faisceau
par 3, afin de produire un faisceau collimaté de 1 mm de diamètre que l’on va diriger
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Ordre 1

Ordre 0

Fig. II.1 Circuit optique pour la génération de pulses optiques.

Fig. II.2 Circuit électronique pour la génération de pulses optiques.

dans un modulateur acousto-optique. À la sortie de celui-ci, une ouverture laisse passer
uniquement l’ordre 1 (l’ordre 0 est stoppé). Les pulses optiques sont créés via des pulses
radio-fréquences à 80 MHz injectés dans l’AOM et la puissance laser est contrôlée par
l’intensité des pulses radio-fréquence. Ces pulses RF sont créés à partir d’une source à 80
MHz suivie d’un atténuateur digital dont le contrôle se fait via 8-bits TTL. Un switch
RF contrôlé par des pulses TTL permet un découpage de cette onde RF continue en
pulses. Enfin, les pulses sont amplifiés afin d’être envoyés dans l’AOM. La génération des
pulses TTL se fait via une carte Pulse Blaster PB24 contrôlée par ordinateur. Le taux
de réjection théorique de l’AOM est de 33 dB, ce qui laisse passer un petit pourcentage
de lumière en permanence. Dans certaines expériences, afin d’éviter d’être gêné par cette
lumière parasite, un second AOM est placé en aval en opposition (ordre -1 passant) afin
de doubler ce taux de réjection.
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Fig. II.3 Circuit optique pour le contrôle de la fréquence du laser et la calibra-
tion des scans.

II.1.4 Contrôle de la fréquence et des scans du lasers

Lors des mesures, il faut garder un contrôle très précis de la fréquence du laser. Pour
cela on utilise un wavemeter Burgleigh WA-110 fibré qui mesure la fréquence du laser à 100
MHz de résolution. Lorsque le laser est scanné, la calibration des spectres en fréquence est
possible grâce à un interféromètre de Fabry-Pérot Toptica FPI 100 de 1 GHz d’intervalle
spectral libre couplé à une diode. Le schéma du montage est montré figure II.3. Le laser
est scanné en appliquant un voltage sinusoïdal (en général d’une fréquence de 100 Hz)
sur la céramique piezo-électrique du réseau du laser. Une fonction triangle est à éviter
car la céramique réagit mal aux changements brusques de tensions, et crée des petites
oscillations de fréquence ou bien des hysteresis incontrôlées.

II.1.5 Détection

La mesure de la transmission à travers l’échantillon se fait via une diode de mesure
Thorlabs PDB150A. Une diode de référence en amont du cryostat peut également être
utilisée si besoin. Pour contrôler la polarisation de la lumière traversant l’échantillon, une
lame demi-onde est placée devant le cryostat. Une paire de lentille de focale 100 mm peut
éventuellement être placée en amont et en aval du cryostat afin de focaliser le laser dans
l’échantillon. La figure II.4 montre ce circuit optique de détection.

II.1.6 Creusement de trous spectraux

Le creusement de trous spectraux correspond à un stockage d’une section de popu-
lation de la largeur inhomogène optique dans un ou plusieurs autres niveaux que celui
correspondant à l’équilibre thermique. Ces niveaux de stockage peuvent être des niveaux
de spin électroniques, nucléaires, l’état excité optique ou bien dans un autre niveau mé-
tastable issu de la relaxation à partir de celui-ci.

À l’équilibre thermique, aux alentours de 2 K, si le champ magnétique n’est pas trop
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Fig. II.4 Circuit optique de détection.

intense, l’écart d’énergie entre les niveaux de spin est généralement suffisamment petit
pour que la population y soit équitablement distribuée. Un laser résonant avec une transi-
tion optique va transférer la population résonante de l’état fondamental vers l’état excité.
Depuis cet état excité, la population va relaxer avec une certaine probabilité dans chacun
des niveaux de spin de l’état fondamental. Si la relaxation entre les niveaux de l’état fon-
damental est plus lente que le pompage optique, alors l’état fondamental résonant avec
le laser va se vider après un certain temps de pompage. En scannant le laser autour de
cette position dite de brûlage, il est possible de voir une région où la transmission est
relativement plus importante car la population résonante y est localement réduite par
rapport à celle à l’équilibre. Cette structure s’appelle un trou spectral. Cette situation
est montrée sur la figure II.5 par une flèche rouge. Pour la classe des ions résonants avec
le laser, les autres états du fondamental vont être relativement un peu plus peuplés qu’à
l’équilibre, ce qui rendra les transitions optiques reliant ces niveaux à un niveau de l’état
excité plus absorbantes. Ces structures sont appelées anti-trous, et sont montrées par des
flèches bleues sur la figure II.5. Les transitions optiques reliant le niveau fondamental
pompé par le laser aux autres niveaux optiques de l’état excité vont avoir une absorption
relativement plus faible, formant des structures appelées trous latéraux.

Lorsque la largeur inhomogène des transitions optiques est du même ordre de grandeur
que l’écart fréquentiel entre les différentes transitions, ce qui est le cas pour Yb3+:Y2SiO5

dans la figure II.5, les différentes transitions optiques se superposent. Le creusement de
trou spectral va donc s’effectuer sur une région différente par rapport au centre de chaque
transition optique et le pompage va s’effectuer sur différentes classes d’ions comme le
montre le schéma d’énergie de la figure II.5. Pour un systeme dans lequel il y a deux
niveaux dans l’état fondamental et deux niveaux dans l’état excité, comme Yb3+ (isotopes
I=0) dans Y2SiO5, il existe 4 classes différentes. On va donc avoir un trou latéral et trois
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Fig. II.5 Gauche : Schéma des niveaux des différentes classes d’ions résonantes
avec le laser pour Yb3+:Y2SiO5 (isotopes I=0). Rouge : transition pompée par
le laser créant le trou principal. Vert : trous latéraux. Bleu : Anti-trous latéraux.
Droite : Spectre de transmission de Yb3+:Y2SiO5 (site 1) pris 6 ms après un
pulse de pompage d’une durée de 1 s en position 0 MHz sur le spectre et sous
un champ magnétique de 17 mT selon l’axe D1. La température est de 2.5 K.

anti-trous latéraux de chaque coté du trou central. Sur la figure II.5, on ne voit que deux
anti-trous latéraux. Les deux anti-trous les plus écartés sont hors du spectre. Les autres
trous visibles sur le spectre correspondent aux isotopes 171Yb3+ ou 173Yb3+ qui ont une
structure d’énergie différente. Le nombre d’anti-trous et de trous latéraux augmente très
rapidement avec le nombre de niveaux dans la structure hyperfine [138, 101].

Le creusement de trou spectral est un moyen efficace pour determiner la structure
hyperfine d’un ion qui ne peut pas être visible directement à cause de l’élargissement
inhomogène des raies [139, 140].

La dynamique des trous et antitrous spectraux peut également donner des informa-
tions sur les relaxations que subissent les ions. Tout d’abord, la largeur d’un trou spectral
est supérieure ou égale à deux fois la largeur homogène de la transition optique sondée
[91]. La largeur d’un trou spectral peut donc être utilisée pour mesurer Γh si Γh >> Γlaser.
Si le système subit de la diffusion spectrale, il est possible de voir le trou s’élargir au cours
du temps. Le temps de vie d’un trou spectral donne également une information sur la
relaxation des niveaux hyperfins [76, 77, 44]. En effet, si les niveaux hyperfins relaxent et
retournent à l’équilibre, les structures de trous et anti-trous disparaissent.

II.1.7 Echos de photons

L’écho de photon permet de mesurer la largeur homogène d’une transition de spin
sans que la largeur spectrale du laser soit nécessairement inférieure à celle-ci. Le phéno-
mène d’écho de photon est très semblable au phénomène d’écho de spin qui sera discuté
en détail dans le paragraphe a), à la différence qu’il n’est pas dû à une refocalisation des
moments magnétiques, mais à une refocalisation des moments électriques des ions. L’écho
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de photon va pouvoir se détecter optiquement car il consiste en un pulse d’émission de
lumière. De la même façon que l’écho de spin, l’écho de photon va se produire lorsque deux
pulses d’excitation sont envoyés sur le système. Le premier pulse (pulse fi/2) crée un état
de superposition entre l’état fondamental et l’état excité. Le second pulse (pulse fi) est
envoyé après un délai · durant lequel les ions vont accumuler une phase relative les uns
par rapports aux autres du fait de l’élargissement inhomogène. Le pulse fi va inverser ces
phases relatives entre les différents ions qui vont se retrouver en phase après un nouveau
délai · . Cette refocalisation va induire une polarisation macroscopique dont la résultante
va être l’émission d’un pulse de lumière : l’écho de photon.

De la même façon qu’en spectroscopie RMN et RPE, il est possible d’effectuer des
séquences d’écho trois pulses (écho stimulé, voir paragraphe c)) afin d’étudier les temps
caractéristiques des phénomènes de décohérence agissant sur le système et créant de la
diffusion spectrale. En revanche, il est difficile de réaliser du découplage dynamique (voir
paragraphe d)) car le contrôle de la phase de l’onde lumineuse est délicat.

II.2 Spectroscopie RPE

Cette section n’est qu’une introduction à la résonance paramagnétique électronique.
Pour plus de détails, se référer aux ouvrages de référence : [107, 108, 109].

II.2.1 Introduction

La résonance paramagnétique électronique (RPE) est une technique de spectroscopie,
qui, comme la résonance magnétique nucléaire (RMN), utilise des champs magnétiques
pour interagir avec des transitions de spin. Alors que la RMN utilise des transitions de
spin nucléaires présentes chez certains isotopes, comme par exemple celles du proton 1H,
la RPE agit sur les spins électroniques. Cette technique a été découverte au même moment
de façon indépendante en 1944 à Kazan (Russie) par Yevgeny Zavoisky et à l’Université
d’Oxford (Angleterre) par Brebis Bleaney.

Pour qu’un échantillon puisse être étudié par RPE, il faut qu’il contienne des spins
électroniques. Ces spins électroniques peuvent exister sous forme d’électrons non appa-
riés. C’est le cas par exemple pour les radicaux, comme le marqueur Nytroxide (S=1/2),
qui, greffé à une molécule, fait office de sonde paramagnétique. Les spins élecroniques
peuvent également provenir de métaux de transition comme dans le rubis, où les atomes
de chrome (+III) possèdent un spin électronique S=3/2, ou bien d’ions de terres rares
paramagnétiques comme nous allons l’étudier ici. La RPE a une très grande sensibilité,
permettant de détecter des espèces paramagnétiques à des concentrations inférieures au
ppm.

Récemment, avec l’avancée des technologies quantiques dans le domaine micro-onde,
l’utilisation de la RPE est devenue courante pour étudier les dynamiques des transitions
de spins électroniques [141, 142]. La RPE est capable de manipuler des qubits afin de réa-
liser des opération logiques, et faire du traitement quantique de l’information [143, 144].
Des dopants donneurs d’électrons dans le silicium ont particulièrement été étudiés, car
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leurs propriétés sont propices à ce genre d’applications [145, 146]. D’autres systèmes tels
que les centres colorés dans le diamant, possédant des spin électroniques, sont également
beaucoup étudiés par RPE [147]. Enfin, les ions de terres rares paramagnétiques (ions Kra-
mers) font aussi l’objet d’un grand nombre d’études pour ces applications [148, 30, 110].

Un spectromètre RPE est composé de :

1. Une source de champ magnétique variable, qui consiste souvent en un électro-
aimant. L’intensité du champ magnétique créé est contrôlée par l’intensité du cou-
rant injecté dans les bobines.

2. Une source micro-ondes stable et de fréquence fixe. La RPE travaille à fréquence
constante. Il existe plusieurs grammes de fréquences disponibles appelées bandes :
bande X ¥ 9.7 GHz, bande Q ¥ 35 GHz, bande S ¥ 4 GHz. Ces sources étaient
souvent constituées d’un klystron. Aujourd’hui ce sont des diodes à transfert d’élec-
trons qui génèrent l’onde électromagnétique à la fréquence désirée. Des amplifica-
teurs faibles bruits sont utilisés pour augmenter la puissance micro-onde.

3. À chaque bande, correspond une cavité micro-onde de taille et de géométrie dif-
férente dans laquelle on place l’échantillon. Cette cavité permet d’augmenter le
couplage aux micro-ondes en concentrant le champ électromagnétique dans cer-
tains points particuliers. Cela a pour effet d’exalter la résonance de spin lorsque
la fréquence est la même que celle de la cavité. Il existe des cavités capables de
travailler à quelques Kelvins et également des cavités permettant un accès op-
tique pour faire passer un faisceau laser au travers de l’échantillon et effectuer des
mesures de spectroscopie optique combinées à une excitation micro-onde.

4. La détection est réalisée par une diode de détection micro-onde. En RPE conti-
nue, la mesure se fait souvent par détection synchrone. Cela permet d’augmenter
la sensibilité et permet une mesure dépendante de la phase relative entre l’onde
arrivant de la cavité et un oscillateur local venant directement de la source micro-
onde. Pour cela, on introduit un courant de modulation typiquement de l’ordre
de la centaine de kHz dans l’électro-aimant. À ces fréquences, le bruit en 1/f est
bien moins important qu’en mesure continue. Le signal acquis est proportionnel à
la dérivée du signal d’absorption. En RPE pulsée, la détection se fait de manière
hétérodyne sans modulation de champ.

5. Le tout est monté comme sur la figure II.6 avec des guides d’ondes micro-onde et
des circulateurs de façon à ce que l’onde réfléchie par la cavité ne revienne pas
dans l’amplificateur, mais aille dans la diode de détection avant d’être absorbé par
une charge 50 Ω.

II.2.2 RPE continue

Dans la suite de ce paragraphe nous ne parlerons que d’atomes dont le moment angu-
laire total J est réduit à un moment angulaire de spin électronique effectif S̃ (ici S =1/2,
voir I.4) et parfois, un moment angulaire de spin nucléaire I.

Si un spin est placé dans un champ magnétique statique B pointant selon un axe que
l’on définit comme étant z, l’interaction entre son moment magnétique et le champ est
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Fig. II.6 Schéma d’un spectromètre RPE standard.

donnée par l’Hamiltonien Zeeman:

HZ = ≠µ · B = µBgBSz

Où g représente le facteur gyromagnétique effectif. mS = ±1/2 est le nombre quantique
associé à S. C’est également la valeur propre de l’opérateur Sz. On trouve alors les niveaux
d’énergie :

E± = µBgB È±1
2

|Sz| ± 1
2

Í = û1
2

µBgB

Un champ magnétique oscillant B1 appliqué dans la direction x ou y peut induire une
transition entre deux niveaux de mS différents tels que ΔmS = ±1. La probabilité de
transition est alors :

W =
fi

2
(gB1)2 |È±1

2
|S±| û 1

2
Í|2f(‹) (II.1)

La fonction f(‹) est la fonction de forme du spectre en fréquence. Elle est normalisée de
façon à ce que :

⁄ Œ

0
f(‹)d‹ = 1

Cette probabilité de transition est valable pour une fréquence d’excitation en résonance
avec la transition : h‹ = µBgB. La fréquence de Rabi Ω = g1µBB1/2~ correspondante à
la transition est directement liée à la probabilité de cette transition (g1 correspond au g
effectif dans la direction de B1) [149]. Si la fréquence d’excitation est légèrement décalée
par rapport à la transition, la fréquence de Rabi effective augmente, et la probabilité
effective diminue.
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Fig. II.7 Phénomène de résonance et acquisition d’un spectre RPE. Haut :
niveaux d’énergie en fonction de l’intensité du champ magnétique. La double
flèche représente la fréquence de la cavité. Milieu : Absorption de l’onde micro-
onde lorsque la fréquence correspondante à la transition et la fréquence de la
cavité sont proches. Bas : Spectre RPE par détection synchrone. Le signal est
proportionnel à la dérivée du signal d’absorption.

Une transition RPE va d’autant plus absorber l’onde excitatrice que W est élevé. On
voit d’après l’équation (II.1) que cette probabilité est dépendante à la fois de l’intensité
du champ magnétique, du facteur g1 effectif, de l’élément de matrice |È± 1

2 |S±| û 1
2Í| et du

décalage fréquentiel à la résonance. Acquerir un spectre RPE consiste simplement à me-
surer le signal de la diode après la cavité en fonction de l’amplitude de champ magnétique
B créé par l’électro-aimant. Lorsque B atteint la valeur h‹/µBg, l’onde excitatrice est
absorbée, et on le voit sur le signal de la diode comme le montre la figure II.7. Le signal
mesuré en RPE est la dérivée du signal d’absorption car c’est une détection synchrone.

II.2.3 RPE pulsée

La RPE continue sert majoritairement à analyser les compositions, défauts et struc-
tures de certains matériaux. D’autres informations sur la dynamique des spins dans le
matériau peuvent être mesurées par RPE pulsée. Cette technique consiste à envoyer des
pulses micro-onde selon des séquences définies de façon à mesurer la caractéristique dy-
namique désirée.
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Supposons un système à l’équilibre dans un champ magnétique B. L’aimantation M,
qui constitue la somme des moments magnétiques µ est dirigée dans la même direction
que B. À l’instant t, on applique une impulsion de champ excitateur B1 à la fréquence
‹ = µBgB/h. Durant le temps de l’impulsion B1, dans le référentiel tournant à la pulsation
Ê = 2fi‹ autour de B, l’aimantation va précesser autour de ce champ B1. Nous noterons
le repère (xÕ, yÕ, z) ce repère tournant. L’angle de précession autour de B1 dépend de la
durée de l’impulsion ainsi que de la force de la transition. Si l’aimantation précesse d’un
angle fi, le système aura subit une inversion de la population initialement à l’équilibre
et cette impulsion sera appelée impulsion fi. De manière générale, une impulsion faisant
tourner M d’un angle ◊ sera appelée impulsion ◊. L’influence des relaxations T1 et T2 est
négligeable durant la durée d’un pulse fi, car souvent bien plus longue.

a) Mesure de T2, écho de spin

L’écho de spin permet de mesurer la largeur homogène d’une transition de spin. Pour
effectuer cette mesure, la largeur spectrale excitatrice doit être plus large que la largeur
homogène. Elle permet de s’abstraire de l’élargissement inhomogène ainsi que des inhomo-
généités du champ magnétique. La séquence d’écho la plus simple est la séquence de Hahn
[150]. Cette technique originalement utilisée en RMN est applicable en RPE pulsée [129].
Elle consiste à envoyer une séquence fi/2≠· ≠fi sur le système préalablement à l’équilibre,
voir figure II.8. L’impulsion fi/2 va orienter l’aimantation dans le plan équatorial (selon
≠xÕ si B1 est selon yÕ, selon yÕ si B1 est selon xÕ) voir figure II.9. Les différents spins
n’ayant pas exactement la même fréquence de Larmor, vont commencer à se défocaliser
dans le repère tournant à ‹. Cette défocalisation va brouiller la composante équatoriale
de l’aimantation après un temps caractéristique appelé "temps de précession libre" [151],
noté T ú

2 . Si on applique une impulsion fi après un temps d’évolution · après le pulse fi, les
moments magnétiques vont précesser d’un angle fi autour de B1 ce qui va avoir pour effet
d’inverser toutes les phases relatives accumulées dans le plan équatorial. La précession
va continuer et les phases relatives des spins vont diminuer jusqu’à une refocalisation des
moments magnétiques après un temps · . Cette refocalisation se fera selon xÕ si B1 est
selon yÕ, selon ≠yÕ si B1 est selon xÕ. Ce regain fugace d’aimantation est appelé "écho de
spin".

L’amplitude de l’écho de spin est proportionnelle au nombre de spins se refocalisant au
même instant. Au cours du temps d’évolution, certains spins vont subir des perturbations
de champ magnétique dues à des relaxations de spins environants ou bien relaxer eux-
mêmes via des interactions avec le reseau ou bien avec d’autres spins. Plus le temps
d’évolution va être long, plus le nombre de spins se refocalisant ensemble pour former
l’écho sera petit. La mesure du temps de cohérence T2 se fait en mesurant l’amplitude (ou
bien l’aire, selon la méthode) de l’écho de spin en fonction du temps d’évolution total des
spins : 2· . Ce déclin peut être de forme exponentielle de la forme : A(2·) = e≠2τ/T2 .

Certains facteurs supplémentaires peuvent être présents dans la forme du déclin de
l’écho en fonction des processus de décohérence que subit le système. Si ces processus sont
très rapides par rapport au temps caractéristiques de l’experience (R· >> 1), leur effet
ne va pas se voir directement sur la forme du declin de l’écho. C’est ce que l’on appelle le
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Fig. II.8 Séquence de l’écho de Hahn.

Fig. II.9 Déplacement dans la sphère de Bloch (repère tournant xÕyÕz) des mo-
ments magnétiques constituant l’aimantation totale durant le déroulement de la
séquence de Hahn.
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"motionnal narrowing" [134, 121, 152]. Si ces processus agissent dans les mêmes échelles
de temps que l’expérience (R· ¥ 1), alors la forme du déclin de l’amplitude de l’écho sera
de la forme d’une exponentielle étirée :

A(2·) = A0e
≠( 2τ

T2
)β

avec — le coefficient d’étirement pris supérieur à 1. Ce phénomène est appelé diffusion
spectrale, car la fréquence des spins diffuse lentement et donc les informations de phases
relatives se perdent de plus en plus rapidement au cours du temps d’évolution.

Nous verrons dans le paragraphe c) qu’il est possible de mesurer les temps caractéris-
tiques des différents processus de décohérence agissant sur le système.

Pour finir, il est également possible d’observer des modulations sinusoïdales de l’en-
veloppe du déclin de l’écho. Ces modulations sont caractéristiques de couplages entre les
spins électroniques étudiés et d’autres spins électroniques ou nucléaires présents dans la
matrice [153].

b) Mesure de T1, inversion récupération

Lorsque le système est perturbé, par exemple lorsque l’on envoie un pulse d’excitation
d’angle ◊, il va spontanément relaxer et retourner à son état d’équilibre thermique dicté
par une répartition de population de type Boltzmann. Cette relaxation se fait principa-
lement 1 par l’intermédiaire d’échanges d’énergie avec la matrice sous forme de phonons
: ce sont les relaxations spin-réseau. Comme l’amplitude de l’écho de spin dépend du
nombre de spins se refocalisant au même instant, on peut se servir de celui-ci pour dé-
terminer le temps de relaxation spin-réseau ou SLR (Spin Lattice Relaxation) T1. La
technique d’inversion récupération a pour but de mesurer T1. La séquence utilisée est
fi ≠ ·r ≠ fi/2 ≠ ·e ≠ fi ≠ ·e ≠ echo comme le montre la figure II.10. Le premier pulse fi va
inverser la population initialement à l’équilibre. La composante équatoriale de l’aimanta-
tion reste nulle dans la sphère de Bloch. Seules les relaxations longitudinales, c’est-à-dire
les relaxations de la population, sont ressenties. Au bout d’un temps ·r, la séquence
fi/2 ≠ ·e ≠ fi ≠ ·e va générer un écho proportionnel à cette composante longitudinale. En
mesurant l’amplitude de cet écho en fonction de la durée ·r, il est possible de déterminer
T1 : A(·r) = A0(2e≠τr/T1 ≠ 1).

c) Écho trois pulses, écho stimulé

Il est possible d’étudier précisément les différentes échelles de temps des processus
de décohérence agissant sur les spins en effectuant des mesures d’écho stimulé, ou écho
trois pulses. La séquence est fi/2 ≠ · ≠ fi/2 ≠ ·W ≠ fi/2 [150, 155] comme le montre la
figure II.11. Cette séquence peut être interprétée comme une séquence d’écho de Hahn
modifiée dans laquelle le pulse fi est divisé en deux pulses fi/2 séparés d’un délai ·W .
Le premier pulse prépare le système dans un état cohérent de superposition entre l’état
fondamental et l’état excité. Après le temps · , la phase relative des différents spins a évo-
lué en fonction de leur fréquence respective. Le second pulse transforme la composante

1. Les relaxations par émission de photon micro-onde sont négligeables [154].
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Fig. II.10 Séquence d’inversion récupération.

Fig. II.11 Séquence d’écho trois pulses.

équatoriale du moment magnétique de chaque ion en une composante longitudinale, ce
qui a pour effet de créer un réseau de population entre l’état fondamental et l’état ex-
cité. Ce réseau de population va s’effacer peu à peu en fonction de la diffusion spectrale
ainsi que du temps de vie T1. Si, entre temps, le dernier pulse fi/2 est envoyé, la cohé-
rence stockée dans le réseau de population va se rephaser et émettre un écho dit "stimulé".

d) Découplage dynamique

Lorsque le système subit de la diffusion spectrale dont le temps caractéristique est
de l’ordre du T2 mesuré avec une séquence de Hahn, il est possible de limiter leur im-
pact en utilisant une séquence de découplage dynamique [109, 156, 157, 158]. L’idée est
d’augmenter la densité temporelle des pulses de refocalisation afin de limiter le temps
d’évolution entre chaque écho successif et donc de réduire l’effet de la diffusion spectrale.
On peut calculer le nouveau temps de cohérence T2,DD en mesurant les amplitudes des
échos successifs. Plusieurs séquences de découplage dynamique existent, la plus connue
étant celle de Carr Purcel Meiboon Gill (CPMG) [159, 160]. La figure II.12 montre une
autre séquence plus élaborée appelée XY16 qui consiste à envoyer les pulses fi par série
de 16 avant de mesurer un écho. C’est cette séquence qui sera utilisée plus tard, voir IV.7.
Elle a l’avantage d’effectuer des rotations selon les deux axes xÕ et yÕ, ce qui n’est pas le
cas de CPMG. Elle est également moins sensible aux erreurs d’angles des différents pulses
et permet de préserver un état quantique dans toutes les directions du plan équatorial de
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Fig. II.12 Séquence de découplage dynamique XY16.

la sphère de Bloch [161, 158].

e) Isotopes à spin I>0, ENDOR

Certains isotopes possèdent des spins nucléaires non nuls (I ”= 0), donnant accès à
d’autres transitions, dites de spin nucléaires. Une technique, appelée ENDOR (Electron
Nuclear DOuble Resonance) permet d’interagir avec ces transitions et de mesurer leurs
dynamiques, tels que leur temps de relaxation spin-réseau T1n ou bien leur temps de co-
hérence T2n. Cette technique nécessite l’ajout d’une bobine radio-fréquence dans la cavité
ainsi qu’une source et un amplificateur indépendant. La figure II.13 montre les transitions
correspondantes sur un schéma d’énergie simple.

La séquence décrite ici pour mesurer T2n est celle proposée par Davies [162]. Cette sé-
quence est montrée figure II.14. Elle ressemble à une séquence d’inversion récupération,
où l’on a intercalé des pulses radio-fréquences entre les deux premiers pulses afin d’inter-
agir avec la transition de spin nucléaire désirée. La séquence RF correspond à une séquence
d’écho de Hahn qui se termine par un pulse fi/2 afin de transférer l’aimantation depuis
le plan équatorial vers l’axe z, et donc de pouvoir la mesurer en terme de population. La
mesure de T2n se fait en mesurant l’amplitude de l’écho en fonction du temps d’évolution
total 2· de la transition de spin nucléaire.

II.3 Résonance magnétique détectée optiquement, Raman hete-

rodyne scattering

La détection Raman hétérodyne est une technique faisant intervenir à la fois une
excitation optique et radio-fréquence [163, 164]. L’excitation radio-fréquence se fait via
une bobine de la même manière qu’en RMN. La détection, elle, ne se fait pas par cette
bobine, mais de façon optique. Un schéma d’énergie avec les différentes transitions est
montré sur la figure II.15. Au moins deux niveaux de spin (transition de spin électronique
ou nucléaire) et un niveau excité optique sont nécessaires.

Dans le schéma montré figure II.15, l’excitation RF est résonante avec la transition
|1Í ¡ |2Í et crée une cohérence de spin entre ces deux niveaux. Le laser est résonant avec
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Fig. II.13 Transitions RPE et ENDOR sur le schéma de niveau d’un système
mS = 1/2 mI = 1/2.

Fig. II.14 Séquence pour mesurer T2n.

la transition optique |1Í ¡ |3Í. Ces deux excitations combinées induisent une cohérence
sur la troisième transition |2Í ¡ |3Í qui va interférer avec le laser et créer un battement
optique à la fréquence de |1Í ¡ |2Í. Ce battement peut être détecté par une diode possé-
dant la bande passante nécessaire. L’excitation optique peut être complètement résonante
avec la transition optique : ce sera du Raman résonant, ou bien légèrement décalée en
fréquence : ce sera du Raman non-résonant.

En raison de leur temps de relaxation hyperfins relativement longs à basse tempéra-
tures, il est possible de créer ces différences de population dans les niveaux de spin des
ions de terres rares par creusement de trou spectral. Cette grande différence de population
donne une très grande sensibilité à la détection Raman hétérodyne, meilleure que celle
de la RMN qui fonctionne avec des différences de populations très faibles entre les deux
niveaux de spin [165].

On peut montrer que le signal Raman hétérodyne IRHS peut s’exprimer de cette façon
[164]:

IRHS Ã |ELaser|2|BRF|µ12µ23µ13(fl2 ≠ fl1)
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|1>

|3>

Excitation RF

Excitation Laser

Battement optique

Fig. II.15 Schéma d’énergie pour la diffusion Raman hétérodyne.

µij représente les éléments de matrices des transitions |iÍ ¡ |jÍ, ELaser, le champ
électrique de la radiation laser, BRF le champ magnétique de l’excitation RF et (fl2 ≠ fl1)
la différence de population entre les niveaux de spin |1Í et |2Í. Si la transition |1Í ¡ |2Í est
une transition Zeeman pour un spin électronique d’un ion de terre rare paramagnétique,
IRHS sera d’autant plus grand que le facteur g effectif sera grand selon la direction de BRF.

Il est possible d’effectuer des séquences de Raman hétérodyne pulsées en envoyant des
pulses RF et optiques sur le système. En envoyant une séquence RF fi/2-fi, on va créer
un écho de spin sur la transition |1Í ¡ |2Í que l’on va pouvoir détecter optiquement sous
forme d’un battement à la fréquence RF sur la porteuse optique. C’est ce que l’on appelle
un écho Raman.

II.4 Matériau

II.4.1 Y2SiO5

Le cristal d’orthosilicate d’yttrimum, Y2SiO5 communément appelé YSO, est une des
matrices cristallines les plus communes dans le contexte de la spectroscopie des terres
rares pour l’information quantique [41, 47]. Elle est également utilisée dans d’autres ap-
plications telles que la scintillation, notamment avec l’addition de Ce3+ [166], ou pour des
lasers avec l’addition de Yb3+, Er3+ [167] ou Nd3+ [168].

a) Structure cristallographique de Y2SiO5

Y2SiO5 est un cristal monoclinique de symétrie C6
2h appartenant au groupe d’espace

C2/c (V = 852.66 Å3, Z=8) [169] avec les paramètres a = 10.340 Å, b = 6.689 Å,
c = 12.380 Å, – = 90.00˚— = 102.50˚γ = 90.00˚. La croissance de Y2SiO5 peut se faire
par la methode Czochralski [170] à 2000˚C sous atmosphère dépourvue de dioxygène.
Cette technique permet notamment de pouvoir faire croitre la boule selon l’axe cristallo-
graphique désiré. Dans notre cas, la croissance se fait selon l’axe b. Les axes diélectriques
de Y2SiO5 sont D1, D2 et b, ils correspondent respectivement aux axes cristallographiques
(0 1 0), (-33 0 -67) et (464 0 -83). L’axe b représente l’axe de symétrie C2 du cristal [171].
L’orientation des axes diélectriques par rapport aux axes crisallins a été mesurée pour
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(Y3Al5O12) [177], La2(WO4)3 [29] ou bien Y2O3 [178] sont également utilisées.

La principale caractéristique de Y2SiO5 est le faible bruit magnétique créé par les
spins nucléaires présents dans la matrice. En effet, malgré l’abondance isotopique de
100% en 89Y3+ayant un spin I=1/2, celui-ci possède moment magnétique relativement
faible (µ = ≠0.137µN ) [179]. Ainsi les fluctuations de 89Y3+créent un bruit magnétique
de faible amplitude et leur contribution à la largeur homogène est souvent plus faible
que celle apportée par le bruit magnétique des ions de terres rares eux-mêmes [32]. Les
autres espèces susceptibles d’avoir des isotopes à spin nucléaire non nuls sont 29Si (4.685%,
I=1/2, µ = ≠0.555µN ) et 17O (0.038%, I=5/2, µ = ≠1.893µN ). La concentration de ces
espèces est trop faible pour avoir un effet mesurable par rapport à tous les autres proces-
sus de décohérence subis par les terres rares dans le cristal. C’est la raison pour laquelle
les temps de cohérence des ions de terres rares dans Y2SiO5 mesurés à basse température
sont souvent relativement longs [180, 30].

D’autre part, c’est un cristal dans lequel les contraintes introduites par le dopage
en ions de terres rares sont relativement faibles, ce qui rend les largeurs inhomogènes
optiques étroites par rapport à d’autres matrices telles que Y3Al5O12 ou bien LiNbO3

[31]. Nous pouvons aussi ajouter que la basse symmétrie du cristal peut augmenter la
force des transitions optiques 4f-4f [97].

c) Propriétés optiques de Y2SiO5

Y2SiO5 est un cristal biréfringent. Ses indices de réfraction optiques sont différents
selon les trois axes diélectriques. Sa valeur est de 1.785 selon b, cependant les valeurs selon
les axes D1 et D2 ne sont pas reportées. Les valeurs selon les autres axes cristallographiques
sont connues : 1.782 selon a et 1.806 selon c [181]. Beach et. al. [182] ont reporté des valeurs
d’indice de réfraction selon des axes X, Y et Z, avec X correspondant à l’axe b et les
deux autres axes sont définis à partir du spectre d’absorption de Nd3+:Y2SiO5. Le cristal
possède une bande interdite d’énergie de 4.82 eV, soit 257.23 nm [183]. Il est transparent
aux longueurs d’ondes supérieures à cette valeur jusqu’à l’infrarouge profond.

II.4.2 L’ion Yb3+

L’ion ytterbium est une terre rare paramagnétique. Il bénéficie donc de cet intérêt
tout particulier de posséder un degré de liberté supplémentaire par rapport aux ions non-
Kramers : les transitions de spin électroniques. De plus, comme le montre le tableau II.2,
on trouve dans la nature deux isotopes stables de Yb3+ ayant un spin nucléaire non nul
(I>0), donnant accès à la fois à des transitions de spin électronique et nucléaire et donc
une possibilité de stocker des états quantiques dans ces transitions.

L’isotope 171Yb3+ est particulièrement intéressant car c’est le seul ion de terre rare
possédant un spin électronique et un spin nucléaire I=1/2. Les autres terres rares parama-
gnétiques ne possèdent que des isotopes avec des spin nucléaires bien plus élevés comme
145Nd3+ ou bien 167Er3+ pour lesquels I=7/2. Il en résulte que la structure hyperfine de
171Yb3+ est bien plus simple de par son nombre de niveaux (4 niveaux hyperfins pour
171Yb3+ contre 16 pour 167Er3+ sous champ magnétique). Ce faible nombre de niveaux
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Isotope Spin nucléaire I Proportion isotopique naturelle (%)
168Yb3+ 0 0.13
170Yb3+ 0 3.04
171Yb3+ 1/2 14.28
172Yb3+ 0 21.83
173Yb3+ 5/2 16.13
174Yb3+ 0 31.83
176Yb3+ 0 12.76

Tableau II.2 – Différents isotopes stables de l’ytterbium ainsi que leur spin nucléaire et
abondances naturelles.

hyperfins peut permettre de résoudre les différentes transitions optiques reliant les niveaux
hyperfins de deux niveaux électroniques 4f, et ainsi pouvoir réaliser une préparation des
niveaux de spins de manière tout optique.

La configuration électronique 4f13 de Yb3+ lui confère deux multiplets : 2F7/2 (état
fondamental) et 2F5/2 (état excité) séparés d’environ 10 000 cm≠1. Cette énergie corres-
pond à une radiation lumineuse dans l’infrarouge proche (¥ 1000 nm) où il est facile de
trouver des diodes laser.



Chapitre III

Propriétés spectroscopiques optiques
et magnétiques de Yb3+ dans Y2SiO5

Une partie du travail présenté dans ce chapitre a été publié dans l’article :
S. Welinski, A. Ferrier, M. Afzelius, & P. Goldner, Phys. Rev. B 94, 155116
(2016) [184].

III.1 Introduction

Les ions de terres rares paramagnétiques (appelés ions Kramers) donnent accès à un
degré de liberté supplémentaire par rapport aux ions non-Kramers : les transitions de spin
électronique. L’énergie correspondante à ces transitions se situe typiquement entre 0.1 et
20 GHz pour des champs magnétiques modérés (¥ 100 mT), contrairement aux transitions
de spin nucléaire que peuvent avoir certains ions non-Kramers qui sont plutôt de l’ordre
du MHz 1. Leur structure électronique pourrait ainsi permettre la réalisation d’interfaces
quantiques entre le domaine optique et micro-onde. Couplés avec des circuits supracon-
ducteurs capables de générer des qubits et de réaliser des opérations avec [185, 186], les
ions Kramers pourraient permettre la réalisation de systèmes quantiques hybrides et ainsi
développer des réseaux de communication quantiques [187, 188]. De nombreux résultats
publiés ces dernières années témoignent du récent engouement à l’étude des ions de terres
rares paramagnétiques, tels que l’erbium ou bien le néodyme pour l’information quan-
tique [44, 60]. Parmi eux, les espèces ayant un spin nucléaire non nul présentent l’intérêt
supplémentaire de pouvoir stocker des états quantiques plus longtemps [30].

L’ion ytterbium est également une terre rare paramagnétique. Bien que très peu de tra-
vaux aient été réalisés sur cet ion en spectroscopie haute résolution et cohérente [148, 90],
son étude présente un grand intérêt car il combine plusieurs critères favorables aux appli-
cations mentionnées ci-dessus. Tout d’abord, la longueur d’onde optique de sa transition
d’intérêt se situe à 980 nm, une région dans laquelle il est facile de trouver des diodes laser
convenables. De plus, Yb3+ possède les deux isotopes stables ayant des spins nucléaires

1. Cette grande différence vient du fait que le magnéton de nucléaire est bien inférieur au magnéton
de Bohr électronique (µN /h ≈ 7.6 MHz.T≠1 contre µB/h ≈ 14 GHz.T≠1) car la masse d’un électron est
bien plus petite que la masse du proton.

53
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non nuls : 171Yb3+ (I = 1/2) et 173Yb3+ (I = 5/2). Il est important de mentionner que
171Yb3+ est le seul ion de terre rare paramagnétique pourvu d’un spin I = 1/2, lui confé-
rant une structure hyperfine d’une grande simplicité permettant de faciliter l’excitation
sélective de certaines transitions entre niveaux hyperfins des multiplets fondamentaux et
excités.

Dans ce chapitre nous étudierons les propriétés optiques et magnétiques de l’ion Yb3+

dans une matrice de Y2SiO5, un cristal communément utilisé pour les applications quan-
tiques [81, 176]. Nous verrons notamment que les propriétés optiques de Yb3+ dans Y2SiO5

sont excellentes en terme de force d’oscillateur, de taux de branchements ainsi que de lar-
geurs inhomogènes. Nous étudierons également les propriétés magnétiques de cet ion en
determinant les tenseurs g de l’état fondamental 2F7/2 ainsi que de l’état excité optique
2F5/2. Nous étudierons également les propriétés propres aux isotopes ayant un spin nu-
cléaire non nul, notamment en déterminant leurs tenseurs hyperfins A. Pour finir, nous
verrons que ces informations peuvent permettre de trouver des transitions d’horloges où
la décohérence pourrait être minimisée.

III.2 Conditions expérimentales

III.2.1 Échantillons utilisés

Les échantillons étudiés dans ce travail proviennent d’une boule de Y2SiO5 monocris-
tallin dopé à 0.005% atomique par rapport aux ions Y3+, synthétisée au laboratoire par
la méthode de Czochralski [170]. Les échantillons sont orientés selon (b, D1, D2). Ceux
utilisés pour la spectroscopie optique mesurent (6.36, 4.77, 5.06) mm et sont polis (qua-
lité optique) sur toutes les faces. Un autre échantillon de taille (7.14, 1.41, 5.97) mm a
été utilisé pour mesurer l’absorption selon D1 sur le site 1, car le cristal absorbe beau-
coup selon cette polarisation de la lumière. Les échantillons utilisés pour la résonance
paramagnétique électronique mesurent (1.56, 2.23, 2.02) mm.

III.2.2 Spectroscopie optique

Les spectres d’absorption ont été obtenus en utilisant un spectromètre Varian Cary
6000i. La résolution des spectres est de 0.1 nm. Pour les mesures de fluorescence, un
laser Titane-Saphire Coherent 829 pompé par un laser Coherent Verdi G10 a été utilisé
pour exciter les ions Yb3+. Un monochromateur SpectraPro 750 de résolution 1 nm ainsi
qu’une photodiode InGaAs ont été utilisés pour la détection. Les mesures des temps de
vie radiatifs ont été faites en excitant les ions Yb3+ avec un oscillateur paramétrique
optique (OPO Ekspla NT342B-SH ) pulsé adaptable en longueur d’onde avec des durées
de pulses de 6 ns. La détection se fait avec un monochromateur Jobin-Yvon HR250 ainsi
qu’une photodiode InGaAs. Les spectres d’absorption haute résolution ont été réalisés en
utilisant les circuits optique décrits dans les figures II.1, II.3 et II.4. L’échantillon est placé
contre le doigt froid d’un cryostat à circuit fermé CTI-Cryogenics dont la température
est maintenue à 10 K.
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Pour la détermination optique du tenseur g dans l’état excité optique 2F5/2(0), l’échan-
tillon est placé dans un cryostat à hélium liquide dont la température est contrôlée par
une vanne pointeau, agissant sur le flux d’hélium liquide vers la chambre d’échantillon. Le
cristal est placé entre deux aimants permanents (NdFeB) générant un champ magnétique
de 217 mT avec une inhomogénéité de 10% le long de l’échantillon dans la direction du
faisceau laser, mesuré par un Gaussmètre à effet Hall (TM GN-206 ). Une photographie
ainsi qu’un schéma du montage sont visibles figure III.1. L’échantillon est attaché à un
piédestal solidaire d’un moteur Attocube rotatif ANRv51 contrôlé par ordinateur. L’angle
de rotation est calibré en utilisant la réflexion d’un laser HeNe sur l’échantillon à tra-
vers une fenêtre transversale du cryostat. Les spectres de transmission sont mesurés de la
même façon que précédemment.

III.2.3 Spectroscopie RPE

Les spectres de résonance paramagnétique électronique ont été réalisés à 9 K avec un
appareil Bruker ELEXSYS E500 ainsi qu’une sonde haute sensibilité en cavité bande X.

III.3 Spectroscopie optique

III.3.1 Absorption, émission, temps de vie

Dans Y2SiO5, les multiplets 2F7/2 et 2F5/2 sont constitués en respectivement 4 et 3
niveaux de champs cristallins (ou niveaux Stark), voir la figure III.2. Afin d’étudier la
structure de ces multiplets, des mesures d’absorption et d’émission à basse température
ont été réalisées. Sur le spectre d’absorption pris à 10 K montré figure III.3, nous pou-
vons voir que les transitions optiques 2F7/2(0) æ 2F7/2(0,1,2) sont résolues. Ce sont les
transitions symbolisées par des flèches rouges dans la figure III.2. L’attribution des raies
d’absorption aux différents sites occupés par les ions Yb3+ a été possible grâce à des
mesures d’émission de fluorescence (voir la suite). Sur le spectre d’absorption, seules les
transitions de plus basses energies (2F7/2(0) æ 2F7/2(0)) sont artificiellement élargies par
la résolution de l’appareil (0.1 nm). D’après nos mesures ultérieures ainsi que d’autres
résultats présents dans la littérature [90, 91], nous pouvons supposer que ces transitions
sont élargies de manière inhomogène. Les autres transitions, en revanche, semblent être
élargies de manière homogène. Ces transitions, à l’exception de 2F7/2(0) æ 2F5/2(1) du
site 2 à 10505 cm≠1, ont des largeurs situées entre 15 et 30 cm≠1. Dans d’autres échan-
tillons plus concentrés en Yb3+ (5% et 0.5% [189]), certaines structures supplémentaires
sont visibles notamment autour de 10550 cm≠1. Ces structures ne sont pas visibles ici.
On ne voit également pas de raies satellites autour des transitions 2F7/2(0) æ 2F5/2(0)
comme celles décrites dans [190].

La mesure des déclins de fluorescence (voir figure III.4) nous permet de déterminer le
temps de vie optique des niveaux 2F5/2(0) dans les deux sites. Ces valeurs sont de 0.87 ms
pour le site 1 et de 1.3 ms pour le site 2 quelque soit la raie d’absorption du site choisie
pour exciter les ions Yb3+. Aux faibles concentrations utilisées ici, il est peu probable que
des transferts d’énergie entre Yb3+ se fassent. De plus, l’écart d’énergie entre les deux
multiplets 2F7/2 et 2F5/2 (¥ 10 000 cm≠1) est plus de 10 fois supérieur à l’énergie de
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Fig. III.4 Mesures de déclin de fluorescence de Yb3+ dans Y2SiO5 à 15 K.
L’excitation est faite sur la transition 0 æ 2 correspondante à une énergie de
10 881.39 cm≠1 pour le site 1 et sur la transition 0 æ 1 correspondante à une
énergie 10 515.25 cm≠1 pour le site 2. En noir : fits exponentiels donnant un
temps de vie optique de 0.87 ms pour le site 1 et de 1.3 ms pour le site 2.

coupure des phonons dans Y2SiO5 (¥ 960 cm≠1[190]), rendant des processus de relaxa-
tion multi-phonons peu probables. On peut donc supposer qu’il n’y a pas, ou très peu de
processus non radiatifs [171, 106].

Une autre preuve de l’absence de transferts d’énergies entre Yb3+ réside dans le fait
que l’on puisse obtenir le spectre d’émission d’un seul site à la fois en excitant sélecti-
vement celui-ci, voir figure III.5. Ce n’est pas le cas d’échantillons plus concentrés. Par
exemple, à 5% de concentration en Yb3+, quelque soit le site excité, le spectre d’émission
reste le même. Les raies d’émissions visibles sur la figure III.5 correspondent aux tran-
sitions 2F5/2(0) æ 2F7/2(0,1,2,3), visibles en vert sur la figure III.2. Les raies 2F5/2(0)
æ 2F7/2(0) à 10 189 et 10 216 cm≠1sont élargies par la résolution du monochromateur.
On remarque également des structures satellites partiellement résolues entre 9 800 et 10
100 cm≠1dans le spectre d’émission du site 2 qui semblent correspondre à des raies vibro-
niques. Il est donc difficile de connaître la position exacte de la raie 2F5/2(0) æ 2F7/2(1)
du site 2. Sa position est attribuée a celle du pic de plus forte intensité à 9 980 cm≠1.

Les niveaux de champ cristallin des deux sites ainsi déterminés sont reportés dans
le tableau III.1. Ils sont en bon accord avec les mesures effectuées dans des études pré-
cédentes [191, 189]. Nous pouvons remarquer que les écarts entre les niveaux sont plus
petits dans le site 1 que dans le site 2, ce qui suggère qu’il correspond au site dans lequel
les distances Y-O sont les plus grandes, donc le site cristallographique ayant une coordi-
nation de 7, voir figure II.16. C’est un effet qui a été observé dans une étude théorique sur
Ce3+:Y2SiO5 [192]. Certains ions dont le rayon ionique est plus grand que Y3+, comme
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Fig. III.5 Spectre d’émission de Yb3+ dans le site 1 (violet) et dans le site 2
(orange) de Y2SiO5 à 10 K. L’excitation se fait sur la transition 0 æ 2 pour
chaque site : 919 nm pour le site 1 et 902 nm pour le site 2. Les transitions
correspondantes à ces raies d’émission sont explicitées au dessus.

le Pr3+ [96], occupent principalement le site de plus grand volume, donc encore une fois
le site de coordinence 7 dans Y2SiO5. Si l’on regarde l’absorption de Pr3+:Y2SiO5, le site
qui absorbe le plus est bien celui qui possède les éclatements de champs cristallin les plus
petits [114]. Dans le cas de Yb3+, l’attribution des deux sites cristallographiques aux sites
spectroscopiques pourrait être confirmée expérimentalement en effectuant des mesures sur
la modulation de l’enveloppe d’échos de spins électroniques (ESEEM). Cette technique
permettrait de sonder les distances et les orientations relatives entre les ions Yb3+ et les
ions Y3+ [110].

III.3.2 Spectroscopie haute résolution

Durant le reste de l’étude de spectroscopie optique de Yb3+ dans Y2SiO5, nous nous
focaliserons sur la transition optique entre les niveaux 2F7/2(0) et 2F5/2(0). Les largeurs
homogènes optiques reliant les autres niveaux sont bien plus grandes que celles des tran-
sitions (0)-(0) à basse température du fait de relaxations par émission de phonons. C’est
dans cette transition (0)-(0) que réside l’intérêt pour des applications en traitement quan-
tique de l’information [28].

Les spectres d’absorption haute résolution des transitions (0)-(0) ont été obtenus sans
champ magnétique externe en scannant la fréquence de la diode laser mono-mode de
largeur spectrale 1 MHz. Ces spectres ont été mesurés selon différentes polarisations du
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Level 2F7/2 Energy (cm≠1) 2F5/2 Energy (cm≠1) T1 (ms)

0 0 10189 0.87
Site 1 1 111 10391

2 499 10874
3 709
0 0 10216 1.3

Site 2 1 234 10505
2 612 11076
3 970

Tableau III.1 – Énergies des niveaux de champ cristallin de Yb3+ dans Y2SiO5 ainsi que
les temps de vie radiatifs des niveaux 2F5/2(0) aux basses températures.

champ électrique E de la lumière. Pour les spectres ayant E Î D2 et E Î b, le vecteur
d’onde k est parallèle à D1 et pour E Î D1, on a k Î D2, voir figure III.6. Les énergies du
centre de ces deux transitions ont été précisément déterminées. Elles sont de 10 188.87
cm≠1(981.463 nm dans le vide) pour le site 1 et de 10 216.06 cm≠1(978.854 nm dans le
vide) pour le site 2 pour une température de 10 K. Les deux raies ont une partie centrale
étroite correspondante aux isotopes de spin nucléaire nul I = 0. Nous pouvons voir un élar-
gissement, voire une structure sur les cotés des raies sous certaines polarisations, comme
le montrent les flèches sur le spectre E Î D2 du site 2. Ces structures sont attribuées aux
structures hyperfines à champ nul du 171Yb3+ (I = 1/2, abondance naturelle de 14,3%)
et 173Yb3+ (I = 5/2, abondance naturelle de 16.1%) qui s’étendent sur environ 6-7 GHz
dans l’état fondamental (voir dans la suite du manuscrit le spectre de 171Yb3+:Y2SiO5,
figure V.4). Toutes les raies ont pu être ajustées avec une ou bien plusieurs Lorentziennes
comme sur la figure III.7 où il a été possible d’intégrer la structure hyperfine de 171Yb3+

déterminée lors d’un travail ultérieur sur un échantillon enrichi en cet unique isotope.
Des raies de forme Lorentzienne ont été observées dans plusieurs autres cristaux dopés
terres rares [46, 49]. Selon Stoneham [119], un élargissement Lorentzien correspond à des
perturbations créées par une faible concentration de défauts ponctuels. Cet élargissement
pourrait ici être dû aux ions Yb3+ eux-mêmes dispersés dans la matrice. Les largeurs à
mi-hauteur des parties centrales des raies ajustées avec une seule Lorentzienne sont de 2.2
GHz pour le site 1 et 1.7 GHz pour le site 2. Ces valeurs sont probablement plus grandes
que les valeurs réelles de la largeur inhomogène de par la contribution des autres isotopes
qui élargit artificiellement les spectres. Si l’on enlève la contribution de ces autres isotopes
la largeur de raie mesurée est plus petite. C’est le cas de la courbe du site 2 E Î D2 figure
III.7 qui donne une largeur de 1.4 GHz pour la raie des isotopes I=0. D’après nos mesures
présentées dans les chapitres ultérieurs, la contribution de la largeur homogène dans ces
largeurs de raie est négligeable. On peut donc dire que ces largeurs correspondent aux
largeurs inhomogènes que l’on notera Γinh. Il est important de préciser que les largeurs
inhomogènes sont très dépendantes des conditions de croissance des cristaux [46, 50].

Nous pouvons voir sur la figure III.6 que les coefficients d’absorption dépendent énor-
mément de la polarisation de la lumière incidente. Certains coefficients atteignent des
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Fig. III.6 Spectres d’absorption haute résolution à 10 K de la raie (0)-(0) de
Yb3+ dans Y2SiO5 dans le site 1 (courbe du haut) et dans le site 2 (courbe du
bas) pour différentes polarisations de la lumière, voir légende.

valeurs importantes telles que 6.5 cm≠1(E Î b pour le site 1) et 10.3 cm≠1(E Î D2 pour
le site 2). Dans les deux sites, l’absorption pour E Î D1 est la plus faible. La force d’os-
cillateur moyenne P correspondante aux deux sites a été calculée selon l’équation (III.1)
en considérant un peuplement égal des ions Yb3+ dans les deux sites. En effet, les rayons
ioniques de Yb3+ et Y3+ sont relativement proches (0.998 Å pour Yb3+ contre 1.032 Å
pour Y3+ en coordinance 6 [96]). Les valeurs de P calculées sont de 5.0 ◊ 10≠7 pour le
site 1 et 6.4 ◊ 10≠7 pour le site 2. Cette formule ne prend pas en compte la correction
en indice de réfraction. N est la concentration nominale en Yb3+ dans le site donné et
est estimée à 4.67 ◊ 1017cm≠3, k est le coefficient d’absorption (cm≠1) et ‹̄ est le nombre
d’onde (cm≠1).

P =
1.13 ◊ 1012

N

⁄

k(‹̄)d‹̄ (III.1)
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Fig. III.7 Spectre d’absorption haute résolution à 10 K de la raie (0)-(0) de
Yb3+ dans Y2SiO5 dans le site 2 ajustée par des lorentziennes : Une raie cor-
respondante à l’isotope I=0 ainsi que 16 raies correspondantes à la structure de
171Yb3+, déterminée dans la suite du manuscrit. La largeur des raies est ici de
1.4 GHz.

III.3.3 Comparaison aux autres terres rares

De grandes forces d’oscillateur sont un atout pour un matériau pour le traitement
quantique de l’information. En effet, plus une transition est forte, plus sa fréquence de
Rabi est importante, et donc plus des pulses courts peuvent être utilisés pour créer ou
manipuler des états de superpositions [143]. Un autre paramètre important est la pro-
portion de photons émis dans la transition (0)-(0), la transition d’intérêt, par rapport à
ceux émis dans les transitions (0)-(1,2,3), appelé taux de branchement optique. Ce taux
de branchement limite l’efficacité de détection des ions par mesure de la fluorescence sur
la transition (0)-(0). En utilisant une cavité adaptée à la fréquence de celle-ci, il est pos-
sible d’améliorer ce taux de branchement par effet Purcell [83]. Cette augmentation sera
d’autant plus efficace que le taux de branchement inital sera élevé [62, 52]. Il est possible
d’évaluer le taux de branchement en calculant le temps d’émission spontané Tspon qui
correspond au temps que mettrait l’état excité optique à relaxer dans l’état fondamental
si l’atome était considéré comme un système à deux niveaux. Tspon est relié au moment
dipolaire de la transition de l’atome, qui peut être calculé à partir de la force d’oscillateur
[104, 45] selon la formule (III.2). Dans cette formule e et m sont la charge et la masse de
l’électron, ‹ est la fréquence de la transition, n est l’indice de réfraction, c est la vitesse de
la lumière dans le vide, ‘0 est la permittivité du vide et enfin P est la force d’oscillateur
de la transition. Le taux de branchement correspond alors au rapport T1/Tspon.

Tspon = (
2fie2ne2‹2

‘0mc3
P )≠1 (III.2)

Le tableau III.2 répertorie les valeurs de Γinh, forces d’oscillateur, taux de branche-
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Ion Transition ⁄ (nm) Γinh (GHz) T1 (ms) P T1/Tspon Ref

Yb3+ Site 1 2F7/2-2F5/2 981.463 2.2 (50 ppm) 0.87 5.0◊10≠7 0.12 Ce travail
Yb3+ Site 2 2F7/2-2F5/2 978.854 1.4 (50 ppm) 1.3 6.4◊10≠7 0.2 Ce travail
Er3+ Site 1 4I15/2-4I13/2 1536.478 0.18 (10 ppm) 11.4 2.6◊10≠7 0.075 [31, 104]
Eu3+ Site 1 5D0-7F0 579.879 1.7 (1000 ppm) 2.0 3.4◊10≠8 0.022 [31, 104]
Eu3+ Site 2 5D0-7F0 580.049 1.4 (1000 ppm) 1.6 1◊10≠8 0.018 [31, 104]
Pr3+ Site 1 3H4≠1D2 605.977 4.4 (1000 ppm) 0.164 3◊10≠7 0.027 [31, 104]
Pr3+ Site 2 3H4≠1D2 607.934 2.5 (1000 ppm) 0.222 2◊10≠8 0.036 [31, 104]

Tableau III.2 – Résumé des propriétés optiques de certains ions de terres rares dans
Y2SiO5.

ment calculés ainsi que ces valeurs pour des transitions (0) - (0) usuelles d’autres ions de
terres rares dans Y2SiO5. Pour des soucis de comparaison, les largeurs inhomogènes sont
données avec la concentration en ions de terres rares, car fortement dépendantes de ce
paramètre. Dans ce tableau, nous pouvons voir que la force d’oscillateur de Yb3+ figure
parmi les plus élevées des terres rares étudiées dans Y2SiO5 pour le traitement quantique
de l’information. Il existe cependant d’autres cristaux dopés terres rares qui possèdent de
grandes forces d’oscillateur combinées à de courts T1 qui sont également attractifs, comme
par exemple Nd3+:YVO4 (P = 8◊10≠6, T1 = 366 µs [104]) ou bien 171Yb3+:YVO4 (P
= 3◊10≠6, T1 = 267 µs [52]) ou encore Pr3+:Y3Al5O12 (P = 1.5◊10≠6, T1 = 230 µs [104]).

Les taux de branchements de Yb3+ sont également parmi les meilleurs dans Y2SiO5

avec 12% et 20% des photons émis dans la transition (0)-(0) contre 7.5% pour Er3+

ou bien aux alentours de 2% pour Eu3+, soit un ordre de grandeur plus petit. Là en-
core, certains matériaux possèdent des taux de branchements optiques plus élevés, comme
Tm3+:LiNbO3 où 44% des photons sont émis dans la transition d’intérêt [104].

En conclusion, Yb3+:Y2SiO5 possède un excellent compromis de toutes ces propriétés
optiques, qui font de lui un matériau très attractif pour le traitement quantique de l’in-
formation. D’autant plus que Y2SiO5 est une matrice ayant peu de bruit magnétique et
dans laquelle les temps de cohérence des ions de terres rares sont longs, en général.

III.4 Spectroscopie magnétique

Cette partie porte sur les propriétés statiques du spin électronique de Yb3+ ainsi que
de l’interaction hyperfine dans le cas de 171Yb3+ et 173Yb3+. L’étude de la dynamique
de ces transitions de spin sera étudiée dans les chapitres IV et V de ce manuscrit. Cette
étude complète également certaines études précédentes dans lesquelles les propriétés ma-
gnétiques de Yb3+:Y2SiO5 on été étudiées seulement selon certaines directions de champ
magnétique [122, 191].
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III.4.1 Spectre RPE

Lorsque le champ magnétique n’est ni aligné selon l’axe b ni dans le plan D1D2,
chaque site occupé par Yb3+ dans Y2SiO5 se divise en deux sous sites magnétiquement
non équivalents. Ceci explique pourquoi la plupart du temps, 4 raies correspondant aux
isotopes I=0 de Yb3+ sont visibles sur les spectres RPE. De nombreuses autres raies sont
également visibles, ce qui est dû à la présence des isotopes 171Yb3+ (I=1/2) et 173Yb3+

(I=5/2). Sur la figure III.8 nous pouvons voir un spectre RPE pour un champ magnétique
pointant à 160˚depuis D1 dans le plan D1D2 à 9 K. Pour cette orientation du champ
magnétique, les sous sites du site 1 et 2 sont confondus. Ce spectre montre seulement les
raies des transitions de spin électronique du site 1. La raie centrale à 103.5 mT correspond
aux isotopes à spin nucléaire nul. Elle est bien plus intense que les raies de part et d’autres
qui correspondent aux isotopes 171Yb3+ et 173Yb3+ présents respectivement à 14.3% et
16.1% en concentration. Les deux raies correspondantes à l’isotope 171Yb3+ de spin nu-
cléaire I=1/2 sont placées à 76.1 et 131.2 mT. Les autres raies correspondent à l’isotope
173Yb3+ de spin nucléaire I=5/2. Nous voyons pour cet isotope un peu plus de raies que
les 6 attendues théoriquement. Ces raies sont attribuées à des transitions changeant le
nombre quantique magnétique de spin mI , normalement interdites. Il est possible qu’un
léger mélange entre les niveaux soit encore présent à ces champs magnétiques, autorisant
partiellement certaines transitions. De plus, pour cet isotope, des interactions quadrupo-
laires sont présentes, changeant légèrement la position des niveaux.

Les raies sont étroites à bas champ magnétique. Des largeurs de 12 MHz ont été
mesurées ce qui rend possible le couplage à des résonateurs mico-ondes de grande finesse
[60]. Les transitions de spin électronique correspondantes aux autres niveaux 2F7/2(1,2,3)
ne sont pas visibles, car ces niveaux ne sont pas peuplés à ces températures (9 K ¥ 6.3
cm≠1<< 100 cm≠1, voir tableau III.1).

III.4.2 Détermination des tenseurs g

Des variations angulaires du champ magnétique dans les trois plans bD1, bD2 et D1D2

visibles sur la figure III.9 ont permis de calculer le tenseur g des ions Yb3+. La position
des raies correspondantes aux ions de spin nucléaire I=0 a été ajustée à l’Hamiltonien de
spin HSpin = µBB · g · S, comme expliqué paragraphe I.4.1. La symétrie C2 reliant les
sous sites d’un même site a été prise en compte dans l’ajustement.

Dans cette expérience, le champ magnétique est fixe et c’est l’échantillon que l’on fait
tourner dans la cavité. Lors de l’ajustement, trois angles ont été introduits pour tenir
compte de la désorientation du champ magnétique dans chaque plan de rotation. En effet
l’échantillon est suffisamment petit pour qu’il y ait des incertitudes de l’ordre de quelques
degrés lors de sa découpe ou bien lors de son positionnement dans la cavité micro-onde.
En prenant cela en compte, nous pouvons voir sur la figure III.9 que l’ajustement aux
données expérimentales est excellent. Pour le site 1, les angles de désorientation ajustés
sont tous inférieurs à 2˚. Étonnamment, ces angles sont plus grands pour le site 2, allant
jusqu’à 7˚lors de la variation dans le plan D1D2. Nous pouvons voir sur la figure III.9
C) que les deux sous sites du site 1 sont quasiment confondus pour la variation dans le
plan D1D2, cependant ce n’est pas le cas pour les sous sites du site 2. Pour un champ
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de part et d’autre de la grande raie centrale (I=0) sont attribuées aux différents
isotopes 171Yb3+ et 173Yb3+.
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Fig. III.9 Valeurs des champs magnétiques correspondants aux transitions RPE
pour les isotopes I=0 dans les plans : A) bD1 , B) bD2 et C) D1D2 de Yb3+ dans
le site 1 (mauve) et site 2 (orange) dans Y2SiO5. Croix : valeurs expérimentales ;
lignes : ajustement sur l’Hamiltonien de spin.
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g Nd3+ Yb3+ Er3+

Site 1 2 1 2 1 2

gx -1.47 0.00(5) -0.31 -0.13 0.00(5) 0.55
gy -1.02 1.99 -1.60 -1.50 1.79 1.70
gz 4.20 3.83 6.53 6.06 14.83 15.54

– (˚) -98.43 -0.34 252.8 59.1 207 261
— (˚) 39.34 1.45 88.7 11.8 53 100
γ (˚) 96.41 0.56 113.18 347.4 247 103

Tableau III.3 – Valeurs principales des tenseurs g ainsi que leurs angles d’Euler (conven-
tion zxz) dans le repère D1D2b.

magnétique de 412 mT, les sous sites du site 1 sont séparés de 1.2 mT alors que ceux
du site 2 sont séparés de 21.3 mT. Une explication à cela pourrait être une distorsion
due à la substitution des ions Y3+ par Yb3+, différente dans les deux sites, modifiant
légèrement l’axe C2 de symétrie local. Le tableau III.3 donne les valeurs principales ainsi
que les angles des directions principales des tenseurs déterminés. Les tenseurs dans la
base D1D2b ainsi que les angles de désorientation sont donnés dans l’annexe A.2. La
définition des matrices de rotations est donnée en annexe A.1. Ces valeurs ont été confir-
mées par la suite avec un très bon accord par spectroscopie optique, voir paragraphe III.6.

Pour comparaison, les valeurs déterminées précédemment pour l’erbium par Olivier
Guillot-Noël et. al. [68] ainsi que pour le néodyme par Robert Marino [193] dans Y2SiO5

sont également données dans le tableau III.3. On voit que les valeurs principales de g pour
Yb3+ se situent entre celles de Nd3+ et de Er3+. Ce compromis comporte des avantages.
En effet, de grandes valeurs de g sont synonymes de grands moments dipolaires magné-
tiques µ. Cela implique de fortes transitions de spin électronique, et donc potentiellement
de forts couplages possibles avec des cavités ou bien des résonateurs micro-ondes. Cepen-
dant, cela implique également que les interactions spin-spin sont importantes et que les
niveaux d’énergies sont plus sensibles aux perturbations magnétiques. On s’attend donc
à des temps de cohérence courts. Nous y reviendrons par la suite.

La figure III.13 montre les variations du facteur g effectif calculé pour des variations
de l’orientation du champ magnétique dans les plans D1b, D2b et D1D2. Pour le site 1,
la plus grande valeur principale est 6.53 pour un champ magnétique proche de l’axe D1.
Pour le site 2, la plus grande valeur principale est 6.06, pour B proche de b. Pour les deux
sites, le tenseur g est très anisotrope, ce qui explique les grandes variations visibles sur la
figure III.13.

III.4.3 Isotopes à spin I>0

Les transitions de spin électronique des isotopes à spin nucléaire I=1/2 et I=5/2 n’ont
pas exactement les mêmes énergies que celles des isotopes I=0. Nous pouvons le voir sur
la figure III.8. Cela est dû à l’interaction hyperfine entre le spin de l’électron et le spin du
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Site 1 2

Ax (MHz) 0 2
Ay (MHz) -2140 1490
Az (MHz) -5302 -4760

– (˚) 247 51
— (˚) 67 11
γ (˚) 122 12

Tableau III.4 – Valeurs principales des tenseurs A de Yb3+ dans Y2SiO5 dans l’état
fondamental 2F7/2(0) ainsi que leurs angles d’Euler (convention zxz) dans le repère D1D2b.

noyau, à l’effet Zeeman nucléaire et, pour l’isotope I=5/2, à l’interaction quadupolaire. Ici
nous allons négliger ce dernier car de second ordre [107]. Pour ces isotopes, l’Hamiltonien
de spin s’écrit :

HSpin = µBB · g · S + I · A · S ≠ µN gnB · I (III.3)

où µB est le magnéton de Bohr électronique, µN est le magnéton nucléaire, A représente
le tenseur hyperfin de l’isotope considéré, S et I sont respectivement les opérateurs de
spin effectif électronique et de spin nucléaire et gn est le facteur gyromagnétique nucléaire
de l’isotope considéré (gn = 0.9885 pour 171Yb3+). La structure hyperfine de l’isotope
171Yb3+ (I=1/2) comporte 4 niveaux : | ø, «Í, | ø, »Í, | ¿, «Í et | ¿, »Í où ø symbolise l’état
quantique du spin électronique mS = +1/2 et « celui du spin nucléaire mI = +1/2. Sauf
en cas de mélange des niveaux de spin en terme de mS , mI , il n’y a que deux transitions
RPE correspondantes à ΔmI = 0, comme on le voit dans la figure III.8. La structure
hyperfine de l’isotope 173Yb3+ (I=5/2) est normalement composée de 12 niveaux ce qui
correspond à 6 transitions RPE. Les raies supplémentaires présentes pour cet isotope sur
le spectre présenté figure III.8 correspondent très certainement à des transitions partiel-
lement autorisées du fait de mélanges de fonctions d’onde.

Afin de déterminer le tenseur A de l’isotope 171Yb3+, les variations angulaires des
transitions correspondantes dans les plans bD1 , bD2 et D1D2 ont été ajustées à un Ha-
miltonien de spin identique à celui décrit dans l’équation (III.3). Le tenseur g ainsi que
les angles de dés-alignement préalablement déterminés pour chaque site ont été utilisés.
La figure III.10 montre les variations angulaires des champs magnétiques correspondants
aux deux transitions RPE des ions 171Yb3+ dans chaque sites et chaque sous-sites. L’ajus-
tement reproduit très bien ces variations. Les valeurs principales ainsi que les directions
propres des tenseurs A sont données dans le tableau III.4. Les tenseurs dans la base
D1D2b ainsi que les angles de désorientation sont donnés dans l’annexe A.4.

Pour chacun des sites, le ratio entre les grands éléments des tenseurs Aij et gij est
presque constant (Aij/gij ¥ ≠0.0264 pour le site 1, Aij/gij ¥ ≠0.0259 pour le site 2).
Si l’on considère un multiplet pur en terme de J, nous avons Aij/gij = AJ/gJ où AJ

est indépendant de mj . Les tenseurs g et A ont donc les mêmes directions propres. Dans
Yb3+:Y2SiO5, le mélange de J est très faible car l’écart d’énergie entre les multiplets 2F7/2

et 2F5/2 (10 000 cm≠1) est bien supérieur aux écarts de champ cristallin (< 1000 cm≠1).
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Fig. III.10 Valeurs du champ magnétique correspondant aux transitions RPE
pour l’ isotope 171Yb3+ (I=1/2) dans les plans : A) bD1 , B) bD2 et C) D1D2

de Yb3+ dans le site 1 (mauve) et site 2 (orange) dans Y2SiO5. Croix : valeurs
expérimentales ; lignes : ajustement sur l’Hamiltonien de spin.
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Fig. III.11 Gauche : Schéma des niveaux Zeeman. Droite : Spectre de trans-
mission de Yb3+ dans le site 1 de Y2SiO5 pour un champ magnétique de 217
mT selon l’axe D2 à 10 K. Les transitions optiques numérotées correspondent à
celles du schéma.

Les directions des tenseurs g et A sont donc très proches. La déviation entre les valeurs
principales de g et A pour le site 2 est légèrement plus importante que dans le site 1. Cela
est sûrement dû à un mélange de J légèrement plus important dû à des interactions de
champ cristallin plus fortes du fait de distances aux ions Y3+ plus petites dans ce site,
voir le paragraphe III.3.1.

La structure hyperfine de l’ion 173Yb3+ (I=5/2) est discutée en annexe A.5.

III.5 Détermination optique des tenseurs g de l’état excité op-
tique 2F5/2

Le tenseur g de l’état excité 2F5/2 a pu être déterminé en effectuant des spectres de
transmission optiques pour différentes orientations de champ magnétique. L’intensité du
champ magnétique est constante et vaut 217 mT à 10 K au centre du cristal, où passe le
faisceau laser. Ce champ magnétique est étalonné connaissant le tenseur g de l’état fonda-
mental. Les largeurs inhomogènes des transitions 2F7/2(0)æ2F5/2(0) entre les niveaux de
spins | øÍ et | ¿Í (voir schéma figure III.11) sont suffisamment étroites pour êtres résolues
à ces champs magnétiques.

Le spectre de transmission sur la figure III.11 correspond à un champ magnétique
selon l’axe D2. Dans cette configuration, le facteur g effectif dans l’état fondamental, gg,
est plus grand que celui dans l’état excité, ge. L’écart fréquentiel entre les raies 1 et 3
est proportionnel à gg, et celui entre les raies 1 et 2 est proportionnel à ge. Ces écarts
ont été mesurés en faisant varier la direction du champ magnétique dans les plans bD1,
bD2 et D1D2, et ont permis la détermination du tenseur g de l’état excité. La figure et le
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Fig. III.12 Variations angulaires des énergies des transitions Zeeman dans les
plans D1b, D2b et D1D2 pour le site 1 A) et C), le site 2 : C) et D), le niveau
fondamental : A) et B) et le niveau excité : B) et D) pour un champ magnétique
valant 217 mT. Les valeurs expérimentales sont symbolisées par des croix et les
lignes représentent l’ajustement aux Hamiltoniens de spin.

schéma corresponant au dispositif expérimental sont présentés figure III.1. Les variations
mesurées sont visibles sur la figure III.12 ainsi que l’ajustement à l’hamiltonien de spin
de l’état fondamental ainsi que l’état excité qui est excellent. Dans un premier temps,
l’alignement de l’échantillon a été estimé en utilisant le tenseur g de l’état fondamental
2F7/2(0) déterminé précédemment par RPE. Cet alignement a ensuite été utilisé pour
l’ajustement à un Hamiltonien de spin pour l’état excité 2F5/2(0) de la même façon que
pour l’état fondamental. Les valeurs de gg (0.72 pour le site 1 et 5.95 pour le site 2) et
ge (1.06 pour le site 1 et 3.05 pour le site 2) pour B || b sont proches de celle déterminée
dans une étude précécente [191] (pour gg, 0.6 ± 0.1 pour le site 1 et 5.64 ± 0.03 pour le
site 2, pour ge, 1.1 ± 0.1 pour le site 1 et 2.86 ± 0.03 pour le site 2). Les variations du
facteur g effectif ainsi calculées pour des variations de l’orientation du champ magnétique
dans les plans D1b, D2b et D1D2 sont visibles figure III.13.

Le tableau III.5 donne les valeurs principales ainsi que les directions propres du ten-
seur g de Yb3+ dans l’état excité 2F5/2(0) pour les deux sites. Les tenseurs dans la base
D1D2b ainsi que les angles de désorientation sont donnés dans l’annexe A.3. Pour un
niveau de champ cristallin pur en terme de mJ , il est possible d’exprimer gzz tel que
gzz = 2gJmJ , où gJ est le facteur de Landé. Dans le cas de Yb3+ nous avons mJ = 7/2
pour 2F7/2, donc gzz,g = 8, et mJ = 5/2 pour 2F5/2, donc gzz,e = 4.3. Il y a donc un
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Fig. III.13 Variations du facteur g effectif dans les trois plans bD1, bD2 et D1D2

calculé à partir de l’Hamiltonien de spin ajusté pour Yb3+ dans les deux sites
de Y2SiO5 dans l’état fondamental 2F7/2(0) (gauche) et l’état excité 2F5/2(0)
(droite).

facteur 2 entre gzz,g et gzz,e. On retrouve ce facteur 2 dans les valeurs propres maximales
des tenseurs déterminés de l’état fondamental, gg, et de l’état excité ge, synonyme que
les niveaux de champs cristallins de Yb3+ dans Y2SiO5 sont relativement purs en terme
de mJ . Les directions des axes principaux correspondants à la valeur de g maximale pour
l’état excité sont proches de celles dans l’état fondamental, ce qui explique pourquoi les
variations de g se ressemblent (voir figure III.13).

De longs temps de cohérence de la transition optique peuvent être obtenus pour un
champ magnétique intense appliqué dans des directions où les g effectifs de l’état excité
et de l’état fondamental sont grands dans les deux sites. Ce résultat a été démontré dans
Er3+:Y2SiO5 par Böttger et. al. [33] en mesurant un temps de cohérence optique de 4.38
ms pour un champ magnétique de 7 T. À ce champ magnétique, l’écart d’énergie Zeeman
dans l’état fondamental est suffisant grand pour que, à 1.5 K, la population se retrouve
majoritairement stockée dans le niveau Zeeman de plus basse énergie. Il n’y a donc plus
de flip-flops possibles entre les ions Er3+, et les interactions spin-phonons sont fortement
réduites du fait du grand écart d’énergie entre les niveaux Zeeman. Les contributions
restantes au déphasage des ions proviennent de la diffusion spectrale instantanée ainsi
que des fluctuations magnétiques crées par les relaxations des ions Y3+. On pourrait
sans doute attendre un effet identique dans Yb3+:Y2SiO5 avec des champs magnétiques
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Site 1 2

gx -0.8 -1.0
gy 1.0 1.4
gz 3.4 -3.3

– (˚) 77 234
— (˚) 84 157
γ (˚) 173 190

Tableau III.5 – Valeurs principales des tenseurs g dans l’état excité 2F5/2(0) ainsi que
leurs angles d’Euler (convention zxz) dans le repère D1D2b.

suffisamment grands dans des directions telles que 50˚à partir de b dans le plan bD1, où les
g effectifs des deux sites dans 2F7/2(0) et 2F5/2(0) sont relativement grands. Cependant,
les sous-sites n’étant pas magnétiquement équivalents pour cette direction de B, on aurait
des absorptions optiques moins élevées que dans le plan D1D2 ou selon b. Dans le plan
D1D2 ou selon b, un des deux sites a toujours un g effectif bien plus petit que l’autre, cela
obligerait d’utiliser un champ magnétique très intense pour "geler" tous les Yb3+ dans le
niveau Zeeman de plus basse énergie.

III.6 Raffinement des tenseurs hyperfins A de 171Yb3+

Le travail exposé dans ce paragraphe a été réalisé en collaboration avec Alexey Tira-
nov, Antonio Ortu et Mikael Afzelius de l’Université de Genève. La majorité des mesures
ont été réalisées à Genève. Plus de détails sur ce travail ainsi que les conditions expéri-
mentales sont disponibles dans la publication associée [194].

Les mesures présentées dans le paragraphe III.4 ont été réalisées en RPE en bande
X à 9.7 GHz. Les résonances de spin électronique correspondantes à cette fréquence se
situent à des champs magnétiques relativement élevés (de 0.1-3 T, voir figure III.9). À ces
champs magnétiques, l’interaction Zeeman est bien plus grande que l’interaction hyper-
fine. Par conséquent, il y a très peu de mélanges entre les états de spins électroniques et
nucléaires, et les états propres sont très proches des états purs en mS , mI : |1gÍ = | ø, «Í,
|2gÍ = | ø, »Í, |3gÍ = | ¿, «Í et |4gÍ = | ¿, »Í. Dans ce régime, l’écart d’énergie entre
les niveaux de mS différents est linéaire avec le champ magnétique comme le montre la
figure III.14. Cette zone de champs magnétiques sera appelée la partie linéaire. À l’in-
verse, à bas champs magnétiques, des non-linéarités apparaissent dans la variation des
niveaux hyperfins. Ceci est dû au fait que l’interaction Zeeman et l’intéraction hyperfine
sont du même ordre de grandeur. Les énergies des transitions hyperfines calculées à partir
des tenseurs déterminés par RPE en bande X ne sont donc pas suffisantes pour prédire
les non-linéarités se trouvant aux bas champs magnétiques, surtout dans des cristaux de
basses symétries comme Y2SiO5 dans lesquels les tenseurs sont très anisotopes. Cette
partie sera appelée la partie non-linéaire. Pour la même raison, l’Hamiltonien de spin de
167Er3+ déterminé par RPE [68] a récemment été recalculé en utilisant des mesures de
RPE à des fréquences plus basses que la bande X, et donc à des champs magnétiques plus
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Fig. III.14 Schéma représentant la variation d’énergie des niveaux hyperfins en
fonction du champ magnétique pour 171Yb3+:Y2SiO5. Deux régions peuvent se
distinguer : une partie non-linéaire pour laquelle l’interaction hyperfine domine
l’Hamiltonien de spin et une partie linéaire pour laquelle l’interaction Zeeman
domine (voir texte).

petits [72].

Dans cette étude, un cristal de Y2SiO5 dopé à 10 ppm en Yb3+ enrichi isotopiquement
à 95% en isotope 171Yb3+ a été utilisé pour raffiner les tenseurs hyperfins déterminés dans
III.4 en tenant compte de ces non linéarités à bas champ magnétique. Des mesures de
creusement de trous spectraux combinées à des mesures de résonance magnétique détectée
optiquement ont permis de redéfinir les Hamiltoniens de spins de 171Yb3+ dans Y2SiO5

dans 2F7/2(0) et de déterminer ceux dans 2F5/2(0). Les mesures de creusement de trous
spectraux apportent des informations à propos des écarts d’énergie dans l’état fondamen-
tal (anti-trous) et dans l’état excité (trous), voir la section correspondante dans le chapitre
II, voir II.1.6. En faisant varier l’amplitude du champ magnétique dans une direction, la
position des trous et des anti-trous nous permet d’étudier la structure hyperfine à la fois
dans l’état fondamental et l’état excité, comme le montre la figure III.15. Chaque spectre
est soustrait par un spectre d’absorption de référence sans creusement de trous afin de
mieux faire ressortir les structures, comme le montre l’exemple pour B||D1 pour le site 1
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figure III.15 A). On remarque qu’aux grands champs magnétiques la variation des struc-
tures se fait bien plus linéairement qu’aux bas champs, où l’on voit des courbures et des
anti-croisements.

Dans une première étape, la structure à zero champ magnétique a été déterminée par
résonance magnétique détectée optiquement (ODMR). Dans une seconde étape, les posi-
tions des trous et des anti-trous en fonction de l’intensité du champ magnétique dans les
trois directions D1, D2 et b ont permis de suivre les variations de la structure hyperfine
dans l’état fondamental 2F7/2 et dans l’état excité 2F5/2. Pour une structure telle que
171Yb3+, nous nous attendons à avoir 6 trous de chaque côté du trou principal, corres-
pondant aux 6 transitions de spin possibles dans l’état excité. Nous voyons sur la figure
III.15 A) que le nombre de trous de part et d’autre du trou central est bien plus grand
que 6. Cela est dû au fait que les temps caractéristiques des relaxations spin-spin sont
globalement du même ordre de grandeur, voire plus courts que le temps de pompage de
notre expérience qui est de 100 ms. Le pompage optique va donc non seulement affec-
ter les spins résonants avec le laser, mais également ceux qui relaxent rapidement avec
ces premiers. Nous reparlerons de ce phénomène dans le chapitre V. Avec cet effet, nous
voyons donc des trous là où on devrait normalement voir un anti-trou. Ces "pseudo-trous"
compliquent l’interprétation des spectres, notamment à zero champ magnétique, d’où l’in-
térêt du spectre de ODMR pour sélectionner les vrais trous.

Les tenseurs hyperfins de 2F7/2(0) et 2F5/2(0) ont pu être déterminés en utilisant
l’ensemble des points expérimentaux des différents spectres de creusement de trous et de
ORMR. On peut voir sur les figure III.15 A) et B) que les énergies calculées correspondent
très bien aux valeurs expérimentales. Seule l’information sur les signes relatifs des valeurs
propres de A ne peut pas être déterminée de cette façon. Cette information peut être
connue connaissant l’ordre des niveaux hyperfins en terme d’énergie. Pour déterminer cet
ordre des niveaux, il est possible d’utiliser le spectre d’absorption optique, visible sur
la figure V.4 car une seule combinaison d’ordre peut correspondre. Cette combinaison
est également montrée sur la figure V.4. À partir de cette information, les signes relatifs
des valeurs propres de A peuvent être déterminés. Le tableau III.6 rassemble les valeurs
propres et les directions propres des tenseurs g et A pour les deux sites dans 2F7/2(0)
et 2F5/2(0). Les valeurs propres de g sont données en valeur absolue car les mesures ici
ne permettent pas de conclure sur leurs signes relatifs. Les tenseurs g déterminés ici sont
exactement les mêmes que ceux déterminés précédemment lors de l’étude RPE, voir III.3
et III.5. En revanche les valeurs propres des tenseurs hyperfins du fondamental sont très
différentes de celles déterminées par RPE. Pourtant, les deux jeux de tenseurs prédisent
très correctement les variations RPE. Ceci est la raison pour laquelle il est nécessaire
d’effectuer à la fois des mesures aux bas champs magnétiques (partie non-linéaire) et aux
champs magnétiques modérés (partie linéaire), voir figure III.14.

Un autre phénomène intéressant est visible sur la figure III.15 A) aux alentours de
30 mT. On voit une transformation trou ¡ anti-trou ¡ trou dans une zone de champ
magnétique où les niveaux subissent de forts changements de variation. Sur la figure
III.15A), à champ nul, il est possible de voir l’anti-trou à 2.046 GHz, correspondant à la
séparation entre le second et le troisième niveau hyperfin du fondamental (|2gÍ et |3gÍ). La
classe d’ion pour laquelle le laser est résonant avec le niveau |3gÍ va donc créer un anti-trou
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Fig. III.15 A) Spectres de creusement de trous spectraux du site 1 de
171Yb3+:Y2SiO5 mesurés pour différentes amplitudes de champs magnétiques
appliqués selon l’axe D1. La fréquence 0 correspond à la position du trou spec-
tral. Les régions noires correspondent à une absorption réduite (trous) et les
régions blanches correspondent à une absorption plus importante (anti-trous).
Les lignes blanches et noires en tirets correspondent respectivement aux écarts
d’énergie calculés par l’Hamiltonien de spin de l’état fondamental et de l’état
excité. B) et C) représentent respectivement les fréquences des transitions hy-
perfines de 171Yb3+ dans 2F7/2(0) et 2F5/2(0) en fonction du champ magnétique
dans les directions D1 et D2. Les points expérimentaux sont extraits de mesures
de creusement de trous comme montré en A) et les lignes correspondent à l’ajus-
tement de ces fréquences pour déterminer les tenseurs hyperfins A de 2F7/2(0)
et 2F5/2(0). Ces mesures ont été réalisées par Alexey Tiranov, Antonio Ortu et
Mikael Afzelius à l’Université de Genève.
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Site 1 Site 2
2F7/2(0) 2F5/2(0) 2F7/2(0) 2F5/2(0)

gx -0.31 -0.8 -0.13 -1.0
gy -1.60 1.0 -1.50 1.4
gz 6.53 3.4 6.06 -3.3

–g (˚) 252.8 77 59.10 54
—g (˚) 88.7 84 11.8 23
γg (˚) 113.8 173 374.4 -10

Ax (MHz) 481 1440 -126 2340
Ay (MHz) 1159 1820 1184 2900
Az (MHz) 5251 7200 4867 6490

αA (˚) 72.25 73.88 45.86 51.07
βA (˚) 92.11 84.76 11.13 14.11
γA (˚) 63.92 -89.87 2.97 -0.67

Tableau III.6 – Valeurs propres et angles principaux de g et A de Yb3+ dans l’état
fondamental et l’état excité pour les deux sites dans Y2SiO5 déterminés en combinant des
mesures de SHB, de ODMR et de RPE.

dans |2gÍ. Lorsque l’intensité du champ magnétique augmente, la transition |3gÍ ¡ |2gÍ
change d’énergie. C’est pourquoi l’anti-trou se déplace en fréquence. Aux alentours de
30 mT, les niveaux |3gÍ et |2gÍ subissent un très fort mélange en terme de mS et mI ,
voir figure III.16(b). Ce fort mélange provoque des relaxations spin-spin rapides entre les
niveaux |3gÍ et |2gÍ. L’anti-trou devient alors un "pseudo-trou". La figure III.16(a) montre
cette transformation progressive. Au delà de 30 mT, le mélange des fonctions d’onde
diminue, et les relaxations spin-spin ralentissent. Le "pseudo-trou" redevient un anti-trou.
Ce phénomène a deja été observé dans d’autres études sur d’autres échantillons [51, 195].

III.7 À la recherche de transitions d’horloges

III.7.1 Structure hyperfine de 171Yb3+ et 173Yb3+

Connaître précisément la position des niveaux de spin en fonction de l’orientation et
de l’intensité du champ magnétique appliqué est primordial pour pouvoir chercher des
points ZEFOZ (voir I.8). Les ZEFOZ correspondent à des régions de champ magnétique
pour lesquelles certaines transitions peuvent devenir insensibles, au premier ordre, aux
fluctuation magnétiques environnantes. Ces régions connaissent bien souvent une forte
augmentation du temps de cohérence, limitée par ces fluctuations qui déphasent les ions
les uns des autres. De telles transitions d’horloges ont déjà été étudiées dans des transi-
tions de spin nucléaire d’ions de terres rares non-paramagnétiques tels que l’Eu3+ [41] ou
bien le Pr3+ [196, 43] dans Y2SiO5 ou bien dans d’autres matrices [42]. Ces transitions
de spin nucléaire sont bien souvent de l’ordre de la dizaine de MHz.

Les ions Kramers tels que Yb3+ ou Er3+ offrent des transitions de spin électronique



78Chapitre III. Propriétés spectroscopiques optiques et magnétiques de Yb3+ dans Y2SiO5

(a) (b)

C
h
a
m

p
 M

a
g
n
é
ti
q
u
e
 (

m
T
)

Fréquence (GHz)

Fig. III.16 (a) La ligne noire correspond à la position calculée de l’anti-trou
|2gÍ correspondant à un pompage dans |3gÍ, voir texte. En rouge : anti-trou |2gÍ
mesuré en fonction de l’intensité du champ magnétique selon D1 (site 1). De
légères fluctuations de la fréquence centrale du laser sont la cause des petites
fluctuations de la position de l’anti-trou lors de la mesure expérimentale. (b)
Calcul des contributions des états purs mS , mI dans les fonctions d’ondes |2gÍ et
|3gÍ dans la même région de champ magnétique de (a) d’après l’Hamiltonien de
spin déterminé.

ayant des fréquences bien plus élevées pour des champs magnétiques modérés (typique-
ment entre 0.1 et 20 GHz pour un champ de 100 mT). À champ nul, les structures
hyperfines de 171Yb3+ et 173Yb3+ dans Y2SiO5 offrent des transitions de spin allant jus-
qu’à 3.2 GHz (site 1) et 3.0 (site 2) GHz pour 171Yb3+ et 3.62 GHz (site 1) et 3.36 GHz
(site 2) pour 173Yb3+ dans Y2SiO5, voir figure III.17. Ces fréquences sont compatibles
avec celles des qubits supraconducteurs, qui ne peuvent fonctionner qu’aux bas champs
magnétiques. 171Yb3+:Y2SiO5 et 173Yb3+:Y2SiO5 se montrent être des systèmes particu-
lièrement intéressants pour trouver des transitions ZEFOZ ayant des fréquences et des
champs magnétiques compatibles pour envisager un couplage avec résonateur supracon-
ducteurs. On pourrait alors obtenir des mémoires quantiques pour photons micro-ondes
avec un long temps de stockage.

Des structures ressemblant à des anti-croisements peuvent être présentes dans la va-
riation des niveaux hyperfins de 171Yb3+:Y2SiO5 et 173Yb3+:Y2SiO5. La figure III.17
représente les diagrammes d’énergie de 171Yb3+:Y2SiO5 et 173Yb3+:Y2SiO5 en fonction
de l’intensité du champ selon la direction D1. Des structures de type anti-croisement ap-
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Fig. III.17 Énergies correspondantes aux niveaux hyperfins de 171Yb3+ (haut)
et 173Yb3+ (bas) dans Y2SiO5 dans l’état fondamental 2F7/2(0) pour le site 1 et
pour un champ magnétique orienté selon D1.
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paraissent à 25 mT pour 171Yb3+ et à 10 mT, 18 mT et 31 mT pour 173Yb3+. Ces endroits
correspondent à des ZEFOZ partiels. L’objet des paragraphes suivants est de chercher de
vrais ZEFOZ (transitions d’horloge) dans la structure hyperfine de 171Yb3+:Y2SiO5.

III.7.2 Algorithme de recherche

Le travail présenté dans ce paragraphe a été fait en collaboration avec Marko LovriÊ.

La méthode utilisée pour chercher des transitions d’horloges totales ou partielles est un
programme qui sonde l’espace des champs magnétiques (Bx, By, Bz) avec (x, y, z)=(D1, D2, b).
La recherche se fait de la façon suivante :

1. Définition de l’espace des champs magnétiques maximum (Bx,max, By,max, Bz,max)
et découpe de cet espace en N 3 sous-espaces de volumes égaux. Chaque sous-espace
est agrandi de 1/5 de sa taille afin de se recouvrir très légèrement avec les espaces
voisins pour de ne pas ignorer les frontières entre les sous-espaces dans la recherche.

2. Pour chaque sous-espace, le programme cherche le minimum local de la fonction
S1(B), correspondante à la norme du gradient Zeeman au premier ordre.

S1(B) =

Û

(
∂E(B)

∂Bx
)2 + (

∂E(B)
∂By

)2 + (
∂E(B)

∂Bz
)2

Où E est l’énergie de la transition de spin sur laquelle on cherche la transition
d’horloge.

3. Pour chaque minimum local retenu, on estime le gradient Zeeman au second ordre,
S2(B) en prenant la plus grande valeur propre du tenseur C dont les valeurs sont:

Ci,j =
∂2E(B)
∂Bi∂Bj

4. On récupère la liste de ces points ainsi que leurs coordonnées dans (Bx, By, Bz) et
leur valeur de S1(B) et S2(B).

III.7.3 Résultats pour 171Yb3+

Les résultats présentés ici sont issus d’une recherche dans l’espace des champs magné-
tiques tels que -150 mT< Bi <-150 mT pour i = x, y, z, N 3 = 20 ◊ 20 ◊ 20.

Un seul "vrai" ZEFOZ est repéré dans l’espace des champs magnétiques pour chaque
site occupé par 171Yb3+ : le point (0,0,0), c’est à dire à zero champ magnétique. Les va-
leurs des gradients calculés sont données dans le tableau III.7. Nous pouvons remarquer
que la valeur des gradients au second ordre varie entre 1 et 17 MHz/mT2. Les transitions
ayant un gradient au second ordre le plus petit correspondent aux transitions |1gÍ ¡ |3gÍ
et |2gÍ ¡ |4gÍ car la direction de la courbure de la variation des niveaux d’énergies est
la même, voir sur la figure III.17. Connaissant ce terme de gradient Zeeman au second
ordre, il est possible de calculer le temps de cohérence maximal pour ΔB = 3µT de bruit
magnétique [42, 41] : 1/(πS2ΔB2). D’après le tableau III.7, les temps de cohérence les
plus longs correspondraient aux transitions |1gÍ ¡ |3gÍ et |2gÍ ¡ |4gÍ du site 2 valant
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Site Transition Fréquence (MHz) S2 (MHz/mT2) 1/(fiS2ΔB2)(ms)

1 |1gÍ ¡ |2gÍ 820 6.92 5.1
1 |1gÍ ¡ |3gÍ 2866 4.17 8.5
1 |1gÍ ¡ |4gÍ 3205 12.92 2.7
1 |2gÍ ¡ |3gÍ 2046 11.07 3.2
1 |2gÍ ¡ |4gÍ 2385 6.03 5.9
1 |3gÍ ¡ |4gÍ 339 17.03 2.1

2 |1gÍ ¡ |2gÍ 528 12.84 2.8
2 |1gÍ ¡ |3gÍ 2370 1.42 24.9
2 |1gÍ ¡ |4gÍ 3025 11.77 3.0
2 |2gÍ ¡ |3gÍ 1842 11.44 3.1
2 |2gÍ ¡ |4gÍ 2496 1.08 32.8
2 |3gÍ ¡ |4gÍ 655 10.37 3.4

Tableau III.7 – Fréquence et gradient au second ordre calculé pour les différentes transi-
tions hyperfines au ZEFOZ à champ nul pour 171Yb3+.

respectivement 24.9 ms et 32.8 ms. Nous reviendrons plus en profondeur sur ce ZEFOZ
à zero champ magnétique dans le chapitre V.

Une multitude d’autres minima locaux du gradient Zeeman au premier ordre sont
trouvés par le programme, mais ils correspondent à des ZEFOZ partiels. Ces orientations
de champ magnétique combinent des coefficients S1 et S2 peu élevés. Les temps de co-
hérence peuvent être calculés en utilisant la formule 1/(fiS1ΔB) + 1/(fiS2ΔB2). Pour
un bruit magnétique de ΔB = 3µT, les temps de cohérence maximums dépassent 5 ms,
ce qui les rend quasiment compétitifs avec les vrais ZEFOZ à champs nuls. La position
de ces points dans l’espace (Bx, By, Bz) est montrée dans la figure III.19. Nous pouvons
voir que, pour chacun des sites, ces points sont alignés selon une direction particulière
du champ magnétique. Cette direction correspond aux orientations pour lesquelles le fac-
teur g est minimal : gmin = 0.31 pour le site 1 pour (◊, „) = [(24˚, 70˚) ;(24˚, 70˚+
180˚) ; (180˚- 24˚, 70˚) ; (180˚- 24˚, 70˚+ 180˚)] et gmin = 0.13 pour le site 2 pour
(◊, „) = [(92.5˚, 47˚) ; (92.5˚, 47˚+ 180˚) ; (180˚- 92.5˚, 47˚) ; (180˚- 92.5˚, 47˚+
180˚)], comme le montrent les cercles sur la figure III.19. La base (||B||, ◊, „) est la base
sphérique correspondante à la base cartésienne (Bx, By, Bz). Il y a quatre directions du
champ magnétique pour chaque site car g est fi-périodique selon „, l’angle dans le plan
D1D2, et également car il y a deux sous sites. Ces points correspondent à un ZEFOZ
partiel car deux des trois dérivées partielles constituant le gradient dans la base sphérique
(||B||, ◊, „) s’annulent :

∂E(B)
∂φ

=
∂E(B)

∂θ
= 0

La seule contribution au gradient Zeeman est donc ∂E(B)
∂||B|| , qui est proportionnelle à g.

Ici nous ne voyons que les directions où g est minimal, mais les directions pour lesquelles
g est maximal sont aussi des ZEFOZ partiels, mais le gradient est bien plus élevé.
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Ces points ZEFOZ partiels à champ magnétiques non nuls peuvent montrer des temps
de cohérence relativement longs. En effet le taux de flip-flops diminue avec l’intensité du
champ magnétique, voir paragraphe I.7, ce qui va diminuer à la fois les contributions de
déphasage (Γφ ainsi que les relaxations (1/fiT1). En diminuant suffisamment la tempé-
rature, il est également possible de réduire fortement les interactions spin-phonons (voir
paragraphe I.6).

III.8 Conclusions

Les propriétés optiques d’un cristal de Yb3+:Y2SiO5 dopé à 50 ppm ont été étudiées
pour des applications en traitement quantique de l’information. Des mesures d’absorption
et d’émission à basses températures ont permis de déterminer la position en énergie des
niveaux de champ cristallin de 2F7/2 et 2F5/2 pour chacun des sites occupés par Yb3+. Le
temps de vie optique T1 de 2F5/2 a également été mesuré, valant respectivement 0.87 et
1.3 ms pour le site 1 et le site 2. Une étude de spectroscopie optique à haute résolution
a été réalisée sur les transitions 2F7/2(0) ¡ 2F5/2(0), permettant la mesure des largeurs
inhomogènes, des coefficients d’absorption en fonction de la polarisation de la lumière
ainsi que les forces d’oscillateur P . En particulier, pour Yb3+ dans le site 2, la valeur de
P = 6.4 ◊ 10≠7 déterminée figure parmi les plus grandes valeurs observées pour une terre
rare dans Y2SiO5 tandis que sa largeur inhomogène de 1.4 GHz est faible. Un taux de
branchement optique T1/Tspon de 20% a également été calculé pour la transition (0)-(0)
du site 2. Cette combinaison de propriétés font de Yb3+:Y2SiO5 un matériau d’un intérêt
certain pour les technologies quantiques.

Pour ce qui est des propriétés magnétiques, les tenseurs g correspondants aux niveaux
2F7/2(0) et 2F5/2(0) ont été déterminés par variation angulaire du champ magnétique et
les éclatements entre les transitions optiques des isotopes I=0. La valeur principale la plus
grande est proche de 6 pour l’état fondamental et de 3 pour l’état excité pour les deux
sites et leurs axes principaux sont proches. Yb3+ est le seul ion de terre rare paramagné-
tique ayant un isotope possédant un spin nucléaire I=1/2. Cet isotope, 171Yb3+, possède
donc une structure hyperfine bien plus simple que les autres terres rares paramagnétiques
ce qui peut permettre un accès optique sélectif à un seul état de spin. Les tenseurs hy-
perfins de 171Yb3+ ont également été déterminés par RPE. Des mesures de creusement
de trou spectraux ainsi que de résonance magnétique optique à bas champs magnétiques
ont permis de raffiner les valeurs de A en prenant en compte les fortes non linéarités se
produisant à bas champs magnétiques, quand les interactions Zeeman et hyperfines sont
du même ordre de grandeur. Ces mesures ont également permis de déterminer les valeurs
des tenseurs A dans l’état excité 2F5/2. Les axes principaux correspondants à ces tenseurs
hyperfins sont proches de ceux des tenseurs g avec la valeur la plus élevée proche de D1

pour le site 1 et de b pour le site 2. Ceci est dû à un mélange faible en terme de J des
des différents multiplets 4f . L’ordre des niveaux à zero champ magnétique a également
été déterminé, permettant de conclure sur le signe des différentes valeurs des tenseurs
A. Nous avons maintenant accès à la position de tous les niveaux hyperfins de 2F7/2(0)
et 2F5/2(0) pour un champ magnétique dans n’importe quelle direction, et de n’importe
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Fig. III.18 Position dans l’espace des champs magnétiques (Bx, By, Bz) des ZE-
FOZ partiels trouvés. Bleu : site 1, rouge : site 2. Les axes sont en mT

0 50 100 150 200

 (°)

-150

-100

-50

0

50

100

 (
°)

Fig. III.19 Angles ◊ et „ correspondants aux ZEFOZ partiels trouvés dans le
repère (||B||, ◊, „). Bleu : site 1, rouge : site 2, croix : orientation des ZEFOZ
partiels, ronds : orientation minimales des tenseurs g.
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quelle intensité.

Pour finir, une transitions d’horloge a été découverte dans les niveaux hyperfins à zero
champ magnétique dans les deux sites occupés par Yb3+. De plus d’autres transitions
d’horloges partielles, ainsi que des zones dans lesquelles le gradient Zeeman au premier
ordre est fortement diminué, ont été mises en lumière. Dans ces régions de champ ma-
gnétique, nous attendons des temps de cohérence bien plus longs, car la sensibilité aux
perturbations magnétiques est réduite.

Toutes ces mesures suggèrent que Yb3+:Y2SiO5 pourrait être utilisé pour le traitement
quantique de l’information, avec comme grand avantage l’accès à trois degrés de liberté :
les transitions optiques, les transitions de spin électronique et enfin les transitions de spin
nucléaire.

III.9 Points-clefs

• La structure électronique des niveaux 4f de Yb3+ dans Y2SiO5 a été déterminée.

• Une étude de spectroscopie optique haute résolution de la transition optique 2F7/2(0)
¡ 2F5/2(0) a été effectuée pour les deux sites occupés par Yb3+. Des largeurs inho-
mogènes de 2.2 GHz et 1.4 GHz ont été mesurées ainsi que des forces d’oscillateur
de 5.0 ◊ 10≠7 et 6.4 ◊ 10≠7 et des taux de branchements de 0.12 et 0.2.

• Les tenseurs g de Yb3+:Y2SiO5 dans 2F7/2(0) et 2F5/2(0) ont été caractérisés. Leurs
valeurs propres maximales sont de 6.5 et 6.1 pour 2F7/2(0) et de 3.4 et 3.3 pour
2F5/2(0).

• La structure hyperfine de 171Yb3+:Y2SiO5 a été déterminée par SHB, RHS et RPE.

• Connaissant les Hamiltoniens de spin de 171Yb3+ dans Y2SiO5, une recherche des
transitons d’horloge des transitions de spin a été effectuée, montrant un ZEFOZ
à champ nul ainsi que des directions particulières du champ magnétique pour les-
quelles les gradients Zeeman sont fortement réduits.



Chapitre IV

Étude de la dynamique des spins élec-
troniques de Yb3+ dans Y2SiO5 par
RPE

L’étude menée dans ce chapitre a été réalisée en collaboration avec H-J. Lim et J.J.L.
Morton. La plupart des expériences ont été réalisées lors de visites à l’UCL (Londres)
et les interprétations des résultats ont été faites au cours de discussions entre les deux
équipes. Le travail présenté dans ce chapitre a été publié dans l’article :
H.-J. Lim, S. Welinski, A. Ferrier, P. Goldner, & J.J.L. Morton, Phys. Rev. B
97, 064409 (2018) [197].

IV.1 Introduction

Comme nous l’avons déjà vu dans le chapitre précédent, l’ion Yb3+ possède de nom-
breux avantages. La transition optique 2F7/2(0)¡2F5/2(0) se situe dans le proche infra-
rouge à 980 nm où il est relativement facile de trouver des diodes laser de faible largeur
spectrale. Yb3+ possède deux isotopes stables à spin non nuls (I = 1/2 pour 171Yb3+ et
I = 5/2 pour 173Yb3+). Leur spin nucléaire est moins élevé que celui des isotopes a spin
non nuls du Nd3+ (I = 7/2 pour 145Nd3+ et 143Nd3+) et de Er3+ (I = 7/2 pour 167Er3+).
L’isotope 171Yb3+ est la seule terre rare paramagnétique possédant une structure hyper-
fine aussi simple. Les propriétés de cohérence de cet ion ont très peu été étudiées pour des
applications de technologies quantiques. Quelques rares exemples existent, tel que l’étude
de Yb3+:CaWO4 qui montre des temps de cohérence de spin électronique de l’ordre de
100 µs à basses températures [134, 148].

Nous avons vu dans le chapitre III que les propriétés optiques de Yb3+ dans Y2SiO5

sont excellentes. Les Hamiltoniens de spin des isotopes de Yb3+ I = 0 et I = 1/2 ont été
déterminés avec précision, permettant de connaître la structure hyperfine dans l’état fon-
damental 2F7/2(0) pour tout champ magnétique. Les grandes valeurs g effectifs de Yb3+

pourraient permettre un couplage efficace avec des cavités micro-ondes ou des circuits

85
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supraconducteurs [60, 67] dans le but de fabriquer des systèmes hybrides quantiques ca-
pables de connecter le domaine micro-onde au domaine optique [198, 61]. D’autre part, de
grands g sont également synonymes de couplages spin-spin importants, voir I.7, impactant
potentiellement la cohérence. Il est donc primordial d’étudier quels sont les processus de
décohérence afin de trouver un moyen de les réduire, ou bien de diminuer leur effet sur
les ions de terre rares.

Dans ce chapitre, les relaxations et les dynamiques de décohérence des transitions de
spin électronique et nucléaire de Yb3+ dans Y2SiO5 sont étudiées par une technique de
résonance paramagnétique électronique. L’étude est réalisée en bande X (9.8 GHz) à des
températures entre 2 et 14 K. Dans un premier temps, les dynamiques de relaxations
spin-réseau sont analysées. Puis, une étude sur les propriétés de cohérence et la diffusion
spectrale est réalisée. Pour finir, des mesures ENDOR (voir II.2.3.e)) sont également
réalisées afin d’étudier les dynamiques des transitions de spin nucléaires dans l’isotope
173Yb3+.

IV.2 Partie expérimentale

Dans cette étude, l’échantillon utilisé provient d’une boule de Yb3+:Y2SiO5 dopé à
0.005% atomique (50 ppm) nominale. Les propriétés de Y2SiO5 ont été discutées au
chapitre II.4.1. Il contient donc les isotopes stables de Yb3+ en proportion isotopique
naturelle : 14% de 171Yb3+ (I = 1/2), 16% de 171Yb3+ (I = 5/2) et 70% de mélanges
d’isotopes ayant I = 0 (voir tableau II.2). L’échantillon est coupé selon les directions b,
D1 et D2, voir II.16.

IV.3 Étude préliminaire

Dans un premier temps, des spectres RPE ont été réalisés pour différentes directions
de l’échantillon par rapport au champ magnétique afin de déterminer son orientation
exacte dans le tube RPE. L’appareil utilisé dans cette étude fonctionne de manière pul-
sée. Pour obtenir un spectre RPE tel que présenté figure IV.1, on mesure l’amplitude d’un
écho de spin en fonction de l’intensité du champ magnétique appliqué, contrairement à
un appareil fonctionnant en onde continue où le spectre correspond à l’absorption micro-
onde, voir II.2.2 et II.2.3. Lors de l’acquisition du spectre, pour chaque valeur de champ
magnétique, la séquence fi/2≠· ≠fi ≠·≠écho est appliquée avec · =1 µs et les durées des
impulsions fi/2 et fi égales à 16 et 32 ns respectivement. L’amplitude relative des raies sur
le spectre correspond à l’amplitude de l’écho de spin intégrée sur une fenêtre temporelle
de 250 ns. Cette amplitude dépend de l’élément de matrice È± 1

2 |S±| û 1
2Í (décrit dans

l’équation (II.1)). Elle varie en fonction de l’orientation du champ magnétique (g aniso-
trope) et en fonction de l’isotope considéré. La figure IV.1 montre un spectre de Yb3+

dans le site 2 pour un champ magnétique selon b. Le facteur g effectif étant grand pour
cette orientation de champ (voir figure III.13), les transitions apparaissent à des champs
relativement petits. Comme sur le spectre pris en RPE continue (figure III.8), on voit
les contributions des différents isotopes présents dans l’échantillon. À ces petits champs
magnétiques les niveaux sont encore partiellement mélangés dans la base |mSmIÍ, ce qui
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Fig. IV.1 Spectre mesuré par échos de spins de Yb3+ dans le site 2 de Y2SiO5

à 7 K pour un champ magnétique selon b. Les raies appartenant aux différents
isotopes de Yb3+ sont précisées. Les étoiles correspondent aux transitions ΔmI =
±1.

explique la présence de petites raies satellites (marquées par des étoiles), correspondantes
à des transitions ΔmI = ±1 de 173Yb3+, normalement interdites. La largeur des raies est
la même que celle observée en RPE continue.

En utilisant une technique d’ENDOR (voir II.14), il est également possible d’identifier
certaines transitions de spin nucléaire (ΔmI = ±1, ΔmS = 0) dans cet échantillon pour
l’isotope 173Yb3+. Pour ces mesures, un pulse RF additionnel est ajouté à la fin des sé-
quences ENDOR 1. La figure IV.3 B) montre un exemple de spectre ENDOR de 173Yb3+

dans le site 1 pour un champ magnétique situé proche de l’axe b. Cette raie ENDOR
correspond à la transition | + 1/2Í ¡ | + 5/2Í (+) que l’on peut voir figure IV.3A). La
notation (+/-) précise si la transition se fait dans les niveaux mS = +1/2 ou mS = ≠1/2.
Sur le spectre, la largeur de la raie est de 560 kHz, élargie par le pulse d’excitation RF
(largeur spectrale de ¥ 200 kHz). Afin d’estimer la vraie largeur en s’affranchissant de la
largeur spectrale des pulses d’excitation, une séquence d’écho de spin ENDOR est réalisée
en changeant la position temporelle Δt du dernier pulse fi/2 RF, comme présenté dans
l’encart de la figure IV.3 C). Cette mesure permet de connaitre la largeur temporelle de
l’écho de spin qui vaut 2T ú

2 , car l’écho est composé de deux FID (Free Induction Decay)
juxtaposées, voir figure IV.2. Or T ú

2 est directement relié à la largeur inhomogène de la
transition selon la relation Γinh = 1/fiT ú

2 . Grâce à cette mesure, on trouve Γinh = 310

1. Ce pulse est appliqué à la même fréquence RF que la transition ENDOR (transition de spin nu-
cléaire) afin de re-mélanger la population dans cette transition. Ainsi le retour à l’équlibre thermique de
la population se fait plus rapidement que le temps de relaxation de la transition ENDOR (T1,n). Cette
technique permet d’augmenter le taux de répétition de l’expérience [199]. La durée de ce pulse RF est de
1.5 µs.
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Fig. IV.2 La largeur temporelle de l’écho correspond à deux FID juxtaposées.
Cette largeur est donc reliée à Γinh.

kHz. Cette valeur est du même ordre de grandeur que les valeurs mesurées par G. Wolfo-
wicz et. al. dans Nd3+:Y2SiO5qui sont d’environ 240 kHz [30].

La largeur des raies mesurées sur les spectres ENDOR varie beaucoup en fonction de
la direction du champ magnétique : entre 0.5 et 2.6 MHz. Cette dépendance angulaire est
attribuée à une distribution des valeurs du tenseur hyperfin A (estimée à ΔA/A ¥ 1 %)
combinée au fait que la sensibilité de la fréquence ENDOR vis à vis de A : ∂f/∂A change
beaucoup en fonction de l’orientation du champ magnétique. Il est possible de calculer
∂f/∂A en calculant ∂f/∂A1, ∂f/∂A2 et ∂f/∂A3, les contributions à un changement des

A) B) C)

Fig. IV.3 A) Schéma d’énergie montrant la transition ENDOR étudiée (flèche
rouge). B) Spectre ENDOR de Yb3+ dans le site 1 de Y2SiO5 de la transition
| + 1/2Í ¡ | + 5/2Í (+) (237.2 MHz) pour un champ magnétique proche de
l’axe b à 5 K. C) Largeur de raie intrinsèque déterminée par mesure de largeur
temporelle de l’écho de spin.
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valeurs propres (par ordre décroissantes) de A, mais également les contributions à un
changement des ses angles principaux : ∂f/∂α, ∂f/∂β et ∂f/∂γ. Pour simplifier le pro-
blème, ne prenant pas en compte les distorsions angulaires, et considérant que ΔAi Ã Ai,
alors la contribution ∂f/∂A1 est bien supérieure aux autres (A1 >> A2, A3). Pour la
transition | + 1/2Í ¡ | + 5/2Í (+), la valeur de ∂f/∂A1 passe par un minimum pour B ||
D1 dans le plan D1D2, ce qui explique que la largeur de la raie aussi. Lorsque le champ
magnétique est parallèle à l’axe b, qui l’orientation utilisée pour les mesures montrées
figure IV.3, n’est pas l’orientation pour laquelle les raies ENDOR sont les plus étroites
pour cette transition.

Les transitions ENDOR de 171Yb3+ correspondent à des fréquences bien plus élevées
que celles de 173Yb3+ (> 1 GHz pour 171Yb3+), et leur observation nécessite l’utilisation
d’un amplificateur RF de plus haute fréquence.

IV.4 Relaxations spin-réseau

Il est possible d’étudier les relaxations spin-réseau (ou SLR en anglais) de Yb3+ par
technique d’inversion récupération. Cette méthode est décrite en II.2.3.b). Elle permet
de mesurer le temps de relaxation spin-réseau de la transition de spin électronique, que
nous noterons T1e. Nous distinguerons le temps de relaxation spin-réseau des transitions
de spin nucléaire en le notant T1n. Les différents processus spin-réseaux sont expliqués
dans le chapitre I : il y a le processus direct I.6.1, le processus Raman I.6.3 et le processus
Orbach I.6.2. Dans ce paragraphe nous allons identifier quels sont les processus dominant
la relaxation des transitions de spin électronique de Yb3+ dans Y2SiO5 en fonction de la
température et de l’orientation du champ magnétique.

La mesure du taux de relaxation SLR (RSLR = 1/T1e) de Yb3+ a été réalisée dans
les deux sites à différentes températures (entre 2 et 14 K) et pour diverses orientations
de champ magnétique. Ces mesures sont montrées sur la figure IV.4 pour 171Yb3+ dans
le site 2. Les autres mesures sont disponibles dans les annexes C.1 et C.2. Les données
expérimentales de RSLR en fonction de la température peuvent être ajustées en prenant
en compte la contribution des trois processus SLR (direct, Orbach et Raman) indépen-
damment en utilisant l’équation (I.13) :

RSLR = αDg3B5coth(
µBgB

2kBT
) + αO

1

exp( ΔO

kBT ) ≠ 1
+ αRT 9

Les différents paramètres de cette équation sont expliqués dans le chapitre I. Les valeurs
obtenues par l’ajustement de cette équation aux valeurs experimentales sont très simi-
laires de celles que l’on trouve dans la littérature [122]. Notamment ΔO de 97 K pour le
site 1 et 107 K pour le site 2. Cependant ces valeurs ne correspondent pas aux éclate-
ments de champs cristallins 2F7/2(0) ¡ 2F7/2(1) de 160 K pour le site 1 et 337 K pour
le site 2 mesurés en spectroscopie optique précédemment, voir III.1. Il est connu que la
détermination expérimentale de ΔO donne souvent des valeurs plus petites que les valeurs
réelles [128].
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De ce fait, une description plus généralisée des processus à deux phonons Orbach et
Raman a été utilisée. Cette description prend en compte l’énergie de phonon maximale
kB◊D théorique du cristal ainsi qu’une valeur experimentale kB◊E que l’on peut mesurer
par spectroscopie optique [130, 129]. On utilise alors l’équation (I.14) :

RSLR = –Dg3B5coth(
µBgB

2kBT
) + –R

⁄ π
2

0

q8e≠
θD
T

sin qdq

(1 ≠ e≠
θD
T

sin q)2(◊2
E ≠ ◊2

Dsin2q)2
(IV.1)

◊D est un paramètre intrinsèque à la matrice, il est donc identique pour les deux sites. Sa
valeur calculée est de 100 K, ce qui est proche de l’energie de coupure de phonons acous-
tiques de 140 K mesurée par spectroscopie Raman [190]. Cette modélisation décrit le fait
que les phonons de plus basses énergies vont être ceux qui vont interagir préférentielle-
ment avec le système à basse température. L’ajustement de l’équation (I.14) aux données
experimentales donne les valeurs de –D, –R, ◊D et ◊E présentées dans le tableau IV.1.
Sur la figure IV.4, il est possible de voir les contributions respectives des deux processus :
RD le taux de relaxation du processus direct, et R2p le taux de relaxation des processus à
deux phonons. La frontière entre les régions dominées par ces deux processus se distingue
clairement aux alentours de 4-5 K.

À basse température, typiquement en dessous de 4 K, le taux de relaxation SLR varie
proprotionnellement à la température. Cette dépendence linéaire correspond au processus
direct. Comme nous l’avons vu précedement, le taux de relaxation du processus direct peut
se calculer selon l’équation [130, 69] :

RD(◊, „, B, T ) = –D(◊, „)g(◊, „)3B5coth(
µBg(◊, „)B

2kBT
) ¥ 2–D(◊, „)kBTg2(◊, „)2B4

µB
(IV.2)

On voit ici que le processus direct dépend fortement de l’amplitude du champ magnétique
appliqué B ainsi que de son orientation (◊, „) par rapport aux axes du cristal. En effet, la
direction du champ magnétique change à la fois l’éclatement Zeeman par le g effectif et la
valeur de la constante –D [200]. En RPE, on travaille à énergie constante, donc le facteur
gB est constant. La dépendance en g2B4 de RD est alors une dépendance en –D/g2. Si les
variations angulaires de –D ne sont pas très importantes par rapport à celles de g, alors
RD est minimum aux orientations pour lesquelles g est maximum. C’est ce que l’on voit
sur la figure IV.4, pour l’orientation où g = 5.95 (B || b), on mesure T1e = 4.82 s à 2.5 K.
Par comparaison, à la même température, on mesure T1e = 100 ms pour une orientation
de champ pour laquelle g = 0.65.

Aux températures supérieures à 4 K, ce sont les processus à deux phonons qui do-
minent. Leur dépendance vis à vis de la température est bien plus grande que celle du
processus direct, ce qui explique le changement brutal de variation dans le taux SLR
mesuré.

D’après les valeurs présentées dans le tableau IV.1, on peut voir qu’au sein d’un même
site, l’orientation du champ magnétique change les valeurs de –D et –R. Les valeurs de
–D sont plus grandes pour le site 1 que le site 2, consistant avec le fait que les niveaux de
champ cristallin sont plus mélangés car plus rapprochés les uns des autres, voir paragraphe
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Fig. IV.4 Taux de relaxation de Yb3+ dans le site 2 de Y2SiO5 mesuré par
inversion recovery en fonction de la température pour différentes orientations de
B. Ligne : ajustement à RD + R2p utilisant l’équation (IV.1). Les contributions
RD et R2p sont également montrées (lignes pointillées).

Site Isotope Orientation de B B (mT) –D (s≠1/T5) –R (◊1018 s≠1.K4) ◊D (K) ◊E (K) Figure

1 171 b 1020.8 13.2 0.88 100 160 C.1
1 173 b 985.6 10.1 0.54 100 160 C.1
2 171 D1D2[70˚] 1142.9 1.7 2.4 100 337 IV.4
2 171 D1D2[105˚] 458.9 6.5 2.4 100 337 IV.4
2 171 b 90.5 6.7 1.6 100 337 IV.4
2 I = 0 D1D2[100˚] 690.8 2.1 0.39 100 337 C.2
2 171 D1D2[100˚] 598.6 2.7 0.35 100 337 C.2

Tableau IV.1 – Paramètres de relaxation spin-réseau ajustés d’après l’équation (I.14).
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III.3.1. En effet le couplage direct est relié au mélange entre les niveaux de champ cristallin.
Entre les différents isotopes, seules de légères différences ont pu être observées dans les
paramètres SLR, voir figures C.1 et C.2. Cette observation est un peu surprenante car
en fonction de l’isotope considéré le nombre de niveaux hyperfin change, ainsi que les
fréquences des transitions. Le couplage hyperfin peut également amener des mélanges
de fonctions d’ondes dans la base des |mS , mIÍ. Les fréquences ainsi que les chemins de
relaxation sont très différents, on pourrait donc s’attendre à ce que les relaxations vis-à-vis
du processus direct changent entre les différents isotopes [127].

IV.5 Temps de cohérence électronique et diffusion spectrale

Les relaxations spin-phonons vues au chapitre précedent impactent de plusieurs façons
le temps de cohérence de spin éléctronique des ions Yb3+, noté T2e (le temps de cohérence
de spin nucléaire sera noté T2n). Tout d’abord, les spins sondés (c’est à dire les spins dont
on mesure la cohérence) peuvent subir des relaxations, limitant T2e tel que T2e < 2T1e.
De plus, les spins actifs sont sujets à des effets de déphasage, comme la diffusion spectrale
causée par des perturbations magnétiques issues des relaxations des spins environants
[146]. Ce déphasage va également participer à réduire T2e en ajoutant un terme Γφ à la
largeur homogène. Comme nous l’avons vu dans le chapitre I, la largeur homogène va
s’écrire sous la forme : Γh = 1/fiT2e = Γφ + 1/2fiT1e. Le terme Γφ va être la somme des
contributions de déphasages à la largeur homogène, dont les contributions de la diffusion
spectrale Γφ,SD ainsi que de la contribution de la diffusion spectrale instantanée Γφ,ISD

dont nous discuterons dans le paragraphe suivant IV.6 : Γφ = Γφ,SD + Γφ,ISD + Γφ,autres.
Les autres contributions à Γφ, Γφ,autres, ne seront pas discutées dans ce chapitre, car né-
gligeables par rapport aux autres.

Les mesures de T2e ont été réalisées en utilisant la séquence d’écho de Hahn, expliquée
dans le chapitre II.2.3a). Cette étude est réalisée sur les ions 171Yb3+ dans le site 1 pour
un champ B proche de l’axe b. Dans cette orientation le facteur g du site 1 est petit
(g = 0.7). Chaque déclin d’écho est ajusté selon l’équation :

A(2·) = e
≠( 2τ

T2e
)n

Le coefficient n est supérieur à 1, il correspond à un coefficient d’étirement. Cette forme
de déclin a originalement été proposée par W. Mims [134] pour prendre en compte un effet
de diffusion spectrale agissant sur une échelle de temps similaire à T2e. Un exemple de
déclin d’écho de spin est montré sur la figure IV.5. Il correspond au temps de cohérence
le plus long mesuré par cette méthode, T2e = 73 µs avec un coefficient d’étirement de
n = 2.73 pour une température de 2.5 K.

Les différentes valeurs de T2e mesurées par écho de Hahn (notées T2e,exp) en fonction
de la température pour 171Yb3+ pour un champ magnétique d’une intensité de 1020.8 mT
orienté selon l’axe b sont montrées sur la figure IV.6. Les valeurs du temps de relaxation
spin réseau T1e mesurées (notées T1e,exp) dans les mêmes conditions y sont également
représentées. C’est valeurs sont les mêmes que celles sur la figure C.1. Aux températures
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Fig. IV.5 Déclin d’écho (séquence de Hahn) à 2.5 K pour 171Yb3+ dans le site
1. Croix bleues : points expérimentaux. Ligne rouge : ajustement à une fonction
exponentielle étirée, voir texte. Paramètres ajustés: T2 = 73 µs , n = 2.73.

les plus élevées (T >7 K), T2e,exp est proche de T1e,exp. La cohérence est donc majoritai-
rement limitée par la relaxation des spins actifs eux-mêmes. Lorsque la température est
réduite, l’écart entre T2e,exp et T1e,exp augmente fortement, montrant que le système subit
du déphasage que nous attribuons à la diffusion spectrale crée par les relaxations des spins
environnants. En effet, lorsqu’un spin nucléaire ou électronique change d’orientation, tous
les spins électroniques des Yb3+ dans son environement chimique vont être perturbés de
par l’interaction dipôle-dipôle magnétique. Les ions Y3+ont un faible moment magnétique
(-0.14 µN ), il est peu probable qu’ils en soient la cause [114]. Ces perturbations magné-
tiques sont donc dues aux relaxations des ions Yb3+ environnants.

Quand l’influence de la diffusion spectrale sur le déclin de l’écho est clairement visible,
comme sur la figure IV.5, il est difficile d’estimer la relation entre la largeur homogène et
le temps de cohérence mesuré. T. Böttger et. al. ont proposé une équation décrivant la
contribution de la diffusion spectrale à la largeur homogène dans ces conditions [47, 201]
:

1
fiΓφ,SD

=
2

RΓSD
(

Û

Γ2
0 +

RΓSD

fi
≠ Γ0)

Γ0 représente la contribution à la largeur homogène provenant des processus bien plus ra-
pides que le temps caractéristique de l’expérience, ΓSD représente la largeur à mi-hauteur
de la distribution dynamique en fréquence de la transition due aux relaxations des spins
environnants et R représente le taux de relaxation des spins environnants.
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aux données expérimentales en utilisant l’équation (IV.1). Crois bleues : mesures
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Dans notre cas, la diffusion spectrale est due aux relaxations des ions Yb3+ eux mêmes.
Nous allons donc considérer la diffusion spectrale crée par les Yb3+ dans le site 1 et dans
le site 2. La contribution Γ0 sera négligée. On a donc :

fiΓφ,SD =
1

TSD,1,1
+

1
TSD,1,2

=
Ô

fiΓ1≠1R1

2
+

Ô
fiΓ1≠2R2

2
(IV.3)

Γi≠j représente la largeur dipolaire des Yb3+ dans le site i créée par les relaxations (de
taux Rj) des Yb3+ dans le site j. L’expression de cette largeur dipolaire est donnée dans
l’annexe C.2. TSD,1,1 et TSD,1,2 correspondent au temps de cohérence qu’aurait le système
s’il ne subissait que la diffusion spectrale venant des Yb3+ dans le site 1 et 2 respective-
ment.

Le temps de cohérence T2,modèle peut être calculé en utilisant l’équation (IV.3) en
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incluant les effets de T1 de cette façon :

1
fiT2,modèle

= Γφ,SD +
1

2fiT1e,modèle
(IV.4)

Les variations du temps de cohérence T2,modèle calculées en fonction de la température sont
montrées sur la figure IV.6. Pour ce calcul, les taux de relaxation R1 et R2 correspondent
aux taux ajustés aux valeurs expérimentales dans le paragraphe IV.4 en utilisant l’équa-
tion (IV.1). Les variations du temps de relaxation correspondent à T1e,modèle = 1/R1.
L’accord avec les mesures expérimentales du temps de cohérence T2e,exp est excellent.

La figure IV.7 montre ces différentes contributions permettant de calculer directe-
ment T2e,modèle à partir de l’équation (IV.4) : TSD,1,1, TSD,1,2 et T1e,modèle,1 = 1/R1.
T1e,modèle,2 = 1/R2 est également représenté car il sert à calculer TSD,1,2. On voit que les re-
laxations sont bien plus rapides dans le site 2 que dans le site 1 (T1e,modèle,1 >> T1e,modèle,2)
pour cette orientation de champ magnétique, surtout aux basses températures. Cela vient
du fait que le g effectif est plus grand pour le site 1 (g = 5.95) que pour le site 2 (g =
0.7), et que le processus dominant (processus direct) a une dépendance en g2 à champ
magnétique fixe, voir la discussion au paragraphe précédent. Aux basses températures, le
temps de cohérence estimé T2,modèle est donc limité par la contribution venant des Yb3+

du site 2: TSD,1,2. À 2 K, la valeur estimée de T2,modèle = 1/fiΓφ,SD de 55 µs pour une
contribution de TSD,1,2 = 58 µs de la part du site 2 et de TSD,1,1 = 1.1 ms de la part du
site 1. Afin d’étudier de manière plus approfondie les différentes contributions à la diffu-
sion spectrale, des mesures d’échos 3-pulses ont été réalisées dans cet échantillon. Cette
étude est décrite en annexe C.3. Les résultats obtenus confortent les estimations obtenues
précédemment.

Pour un champ magnétique placé selon une autre orientation, on peut s’attendre à
ce que ces dynamiques changent. En effet, nous avons vu dans le paragraphe IV.4 que,
à basse température, la relaxation des ions Yb3+ est dominée par le processus direct,
correspondant à l’émission ou bien l’absorption d’un phonon résonant avec la transition
de spin électronique. Or ce processus dépend de l’orientation du champ magnétique, voir
figure IV.4. La diffusion spectrale, étant issue de ces relaxations, sera également dépen-
dante de l’orientation du champ magnétique. Certaines orientations de champ magnétique
pourraient donc montrer moins de diffusion spectrale. Ce serait par exemple le cas d’une
orientation pour laquelle les ions étudiés auraient un grand facteur g, et que les ions dans
l’autre site auraient un g petit. En effet, puisque la RPE fonctionne à fréquence fixe, le
taux caractéristique du processus direct varie en 1/g2 pour les ions sondés (gB constant).
En revanche, pour les ions dans l’autre site, le taux de relaxation du processus direct varie
en g2 (à B constant), voir équation (IV.2).

Un autre paramètre à prendre en compte est le fait que pour une même orientation, le
temps de cohérence mesuré sur les Yb3+ ayant un spin nucléaire nul (I = 0) est légèrement
plus court que pour 171Yb3+. La cause de cette différence pourrait être un phénomène
de diffusion spectrale instantanée (ISD). En effet les ions Yb3+ (I =0) subissent la même
diffusion spectrale que les ions 171Yb3+, il n’y a donc pas de raison pour que leur temps
de cohérence soit plus petit à cause de ce phénomène. Cependant, il sont présents en plus
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grande concentration dans l’échantillon utilisé, et donc potentiellement plus sensibles à
l’ISD. Pour calculer T2e il faut donc considérer à la fois la diffusion spectrale et la diffusion
spectrale instantanée : Γφ = Γφ,SD + Γφ,ISD . L’étude de l’ISD est l’objet du paragraphe
suivant.

IV.6 Étude de la diffusion spectrale instantanée

L’ISD est un processus de diffusion spectrale provoqué par les excitations micro-ondes
que l’on envoie pour générer l’écho de spin, notamment le pulse de refocalisation (pulse
fi) [113, 115]. L’effet du pulse fi est d’inverser la population dans la transition de spin
électronique étudiée, ce qui va changer l’état quantique mS ses spins résonants. Cela va
créer un changement des champs magnétiques locaux des ions, et donc créer de la diffusion
spectrale. L’ISD existe également dans le cas d’excitation optique. Dans ce cas la l’excita-
tion change à la fois le dipôle magnétique et le dipole électrique des ions résonants, ce qui
peut affecter d’autant plus la cohérence en fonction de la nature des couplages ions-ions.
De ce fait l’étude de l’ISD est également un moyen de caractériser les couplages entre
les ions qui pourraient être exploités dans des applications d’information quantique en
permettant des intrications entre qubits ou d’effectuer des opérations logiques [202].

Pour notre étude de la dynamique des transitions de spin de Yb3+ dans Y2SiO5, il est
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important d’étudier ce phénomène, car il est possible qu’il limite partiellement la cohé-
rence des ions Yb3+, et notament des ions présents en grande concentration, les isotopes
168Yb3+, 170Yb3+, 172Yb3+, 147Yb3+et 176Yb3+.

L’effet de l’ISD peut être étudié en changeant l’aire du second pulse dans une séquence
d’écho de Hahn. L’aire de ce pulse détermine l’angle ◊ de rotation des moments magné-
tiques autour du pulse d’excitation. La probabilité de changer l’état quantique mS des
spins de la transition RPE considérée est donnée par sin2 θ

2 . Lorsque la bande spectrale
d’excitation est bien supérieure à largeur inhomogène de spin, cette probabilité est la
même pour tous les ions. Dans le cas contraire, il faut prendre en compte une probabilité
moyenne Èsin2 θ

2Í, dont le calcul est explicité en C.4. Dans les mesures précédentes, nous
avions Èsin2 θ

2Í ¥ 0.3 pour un pulse de refocalisation d’une durée 32 ns. Il est possible d’es-
timer la contribution à la décohérence par ISD apportée par un pulse d’angle de rotation
◊ par l’équation suivante [203]:

T ≠1
2,ID =

2fi2µ0hCγ2

9
Ô

3
Èsin2 θ

2
Í (IV.5)

Ici C représente la concentration en spins résonants. Cette concentration peut être cal-
culée à partir de la concentration nominale totale en ions Yb3+ : n = 9.4 ◊ 1017cm≠3.
Dans notre cas, le champ magnétique est orienté dans le plan D1D2, on s’attend à ce que
C = n ◊ 0.5 ◊ 0.7 = 3.29 ◊ 1017cm≠3 pour les ions Yb3+ à spin nucléaire nul (I = 0). En
effet on considère les ions Yb3+ équitablement répartis dans les deux sites de Y2SiO5, et
les isotopes de Yb3+ à spin nucléaire nul représentent 70 % du nombre total d’Yb3+. Pour
les isotopes 171Yb3+, on s’attend à ce que C = n ◊ 0.5 ◊ 0.5 ◊ 0.14 = 3.36 ◊ 1016cm≠3.
En effet il y a 4 niveaux hyperfins équitablement peuplés aux températures de travail, et
le ratio isotopique est de 14.3 %.

La figure IV.8 montre les variations de T2e en fonction de Èsin2 θ
2Í. Pour les isotopes

de Yb3+ à spin nucléaire nul, il y a une très nette diminution de 1/T2e lorsque l’on di-
minue Èsin2 θ

2Í (pente : p(I=0) = 103 ± 13 kHz). Cette diminution est bien plus petite
pour les 171Yb3+ (pente : p(I=1/2) = 8 ± 2 kHz). Cette différence d’un facteur 14.5 dans
ces pentes correspond relativement bien au facteur théorique dans les concentrations res-
pectives en ions Yb3+ (I = 0) par rapport aux ions 171Yb3+ que l’on peut calculer :
0.7/(0.14 ◊ 0.5) = 10. L’effet de l’ISD est donc bien plus important sur les isotopes à spin
nul, ce qui explique pourquoi les temps de cohérence mesurés sont légèrement plus courts
que pour les ions 171Yb3+. Si on extrapole la limite des deux courbes présentes sur la
figure IV.8 pour Èsin2 θ

2Í æ 0, on trouve respectivement T2e = 30 µs et 33 µs pour Yb3+ (I
= 0) et 171Yb3+. Cette valeur correspond au temps de cohérence sans diffusion spectrale
instantanée.

Il est possible de calculer la contribution à l’ISD présente dans les valeurs de T2e

mesurées dans le chapitre précédent pour un champ B||b d’une intensité de 1020.8 mT.
Dans cette orientation nous avons g = 0.7 pour le site 1. D’après la formule (IV.5), on
calcule Γφ,ISD = 313 Hz. Cette contribution est bien plus petite que la contribution de la
diffusion spectrale de Γφ,SD = 5.78 kHz. L’ISD n’est donc pas le processus de décohérence
prédominant pour 171Yb3+ dans cette orientation de champ magnétique. Il est possible
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Fig. IV.8 Étude de l’effet de la diffusion spectrale instantanée sur la cohérence
électronique de Yb3+ (I = 0) et 171Yb3+. Les temps de cohérence sont mesurés
en fonction de Èsin2 θ

2Í (voir texte) pour une température de 3 K et un champ
magnétique orienté à 65˚de D1 dans le plan D1D2.

de calculer la variation qu’aurait le temps de cohérence des ions 171Yb3+ dans le site 1
en ne considérant que les effets de T1e et d’ISD, c’est à dire en supprimant les effets de
diffusion spectrale :

1
fiT2,ISD

= ΓISD +
1

2fiT1e

Les variations calculées de T2,ISD sont montrées sur la figure IV.6. On trouve aux basses
température un temps de cohérence T2,ISD limité à 1 ms.

En ce qui concerne les isotopes à spin nucléaire nul (I = 0), pour la même orientation
de champ on calcule Γφ,ISD = 7.0 kHz. Le terme de diffusion spectrale instantanée n’est
donc plus négligeable par rapport au terme de diffusion spectrale. Cela explique pourquoi
le temps de cohérence mesuré est plus petit que pour les ions 171Yb3+.

IV.7 Découplage dynamique

L’étude présentée au paragraphe IV.5 montre que les spins électroniques des Yb3+

subissent de la diffusion spectrale venant des relaxations des spins électroniques d’autres
Yb3+ environnants. Nous avons également vu dans le chapitre IV.6 que les isotopes de
Yb3+ à spin nuls subissent plus de diffusion spectrale instantanée que les isotopes 171Yb3+,
car beaucoup plus concentrés dans l’échantillon. Pour l’orientation du champ magnétique
considérée, B || b, nous avons vu que la diffusion spectrale vient majoritairement des ions
Yb3+ dans le site 2 pour des températures inférieures à 5 K, dû au fait qu’au champ



IV.8 Temps de cohérence nucléaire, ENDOR 99

magnétique considéré les relaxations par processus direct de ces ions sont relativement
rapides. Nous avons également vu que c’est cette diffusion spectrale importante qui donne
aux déclins d’échos de spin une forme caractéristique d’exponentielle étirée telle que le
décrit W. Mims [134], voir figure IV.5. Dans ces conditions, l’utilisation du découplage
dynamique peut permettre d’augmenter considérablement le temps de cohérence mesuré.
Le fonctionnement du découplage dynamique est expliqué dans le le paragraphe II.2.3.d).
Une illustration de la séquence de XY16, qui est la séquence utilisée ici est montrée figure
II.12.

Nous avons pu réaliser des expériences de découplage dynamique en utilisant la sé-
quence XY16 sur les ions 171Yb3+ pour une orientation de champ magnétique similaire
à celle utilisée pour les mesures de T2e par séquence de Hahn, visibles figure IV.6. Cette
séquence XY16 permet de mesurer des temps de cohérence T2,DD en découplant les ions
considérés de la diffusion spectrale due aux relaxations des spins environnants. L’effica-
cité de cette séquence dépend de la séparation temporelle entre les pulses : 2· . Si · est
trop long, l’effet du découplage dynamique est réduit. Si, au contraire · est trop court, la
grande densité de pulses peut amener des erreurs qui s’accumulent et réduisent artificiel-
lement T2,DD. Un compromis est donc à trouver afin de mesurer les T2,DD les plus long
possible. Ici, les moyens expérimentaux ne permettent pas de mesures pour · Æ 3 µs et
les temps de cohérence maximums ont été mesurés pour · = 8 µs.

Les valeurs de T2,DD mesurées utilisant une séquence avec · = 8 µs sont montrées
sur la figure IV.6. Nous pouvons voir que pour une température de 2.5 K, alors qu’une
séquence de Hahn donne 73 µs, on arrive à T2,DD = 550 µs en utilisant XY16, ce qui
montre que cette séquence est efficace pour découpler les Yb3+ du bruit provoqué par les
spins environnants. Les temps de cohérence atteints en utilisant le découplage dynamique
approchent la limitation estimée par diffusion spectrale instantanée T2,ISD calculées le
paragraphe IV.6. En effet, le découplage dynamique permet de découpler du bruit magné-
tique créé par les relaxations des spins environnants, mais ne permet pas de se découpler
du bruit créé par les excitations micro-ondes. La diffusions spectrale instantanée reste
donc une limitation au temps de cohérence que l’on peut mesurer. Une façon d’augmenter
les temps de cohérence mesurés serait d’utiliser un échantillon moins concentré en ions
Yb3+.

IV.8 Temps de cohérence nucléaire, ENDOR

Les isotopes 171Yb3+ et 173Yb3+ possèdent un degré de liberté supplémentaire exploi-
table pour des applications de communication quantique : les transitions de spin nucléaire.
La différence entre transitions de spin nucléaire et spin électronique ne sont bien définies
qu’à partir d’une certaine intensité de champ magnétique pour les ions Kramers. Comme
il en est question dans le chapitre III, aux bas champs magnétiques, lorsque l’interaction
Zeeman et hyperfine sont du même ordre de grandeur, les niveaux |mS , mIÍ sont forte-
ment mélangés, et il est difficile de parler de pures transitions de spin électronique ou
nucléaire. Dans les conditions de RPE en bande X, le champ magnétique est assez élevé
pour que cette distinction puisse se faire, et les propriétés en terme de cohérence de ces
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Fig. IV.9 Droite : diagramme d’énergie des niveaux hyperfins de 173Yb3+ dans
le site 1 de Y2SiO5. La flèche rouge correspond à la transition ENDOR étudiée :
|≠1/2Í ¡ |+3/2Í (≠), de fréquence 223 MHz pour un champ de 989 mT orienté
selon l’axe b. Gauche : Mesure d’oscillations de Rabi pour la transition ENDOR
désignée dans le schéma de droite. L’amplitude de l’écho est tracé en fonction
de la durée t du pulse RF envoyé dans la séquence dont le schéma est montré.
Cette mesure est effectuée à 4.5 K.

différents types de transitions peuvent être très différentes. Les raies ENDOR de l’isotope
171Yb3+ n’étant pas visibles pour des raisons de fréquences trop élevées, l’étude présentée
ici porte sur l’isotope 173Yb3+ qui présente des transitions à des fréquences moins élevées,
de l’ordre de quelques centaines de MHz. On pourrait s’attendre à ce que les propriétés
des transitions ENDOR de 171Yb3+ soient proches de celles de 173Yb3+, voire même légè-
rement meilleures que 173Yb3+ (à population constante dans les niveaux hyperfins). En
effet, 171Yb3+ ne possède que 4 niveaux hyperfins tandis ce que 173Yb3+ en possède 12,
séparés en deux groupes de 6 niveaux lorsqu’un champ d’intensité suffisante est appliqué,
voir figure III.17. Pour le processus direct, il existe donc plus de possibilités d’absorber
ou émettre un phonon dans 173Yb3+, car plus de niveaux disponibles.

Les mesures présentées ici sont réalisées sur le site 1 pour un champ magnétique
orienté selon l’axe b. La transition ENDOR sélectionnée pour cette étude est | ≠ 1/2Í ¡
| + 3/2Í (≠). Elle correspond à une fréquence de 223 MHz pour un champ magnétique
de B = 989 mT, voir figure IV.9. Comme décrit dans le paragraphe IV.3, à la fin de
chaque séquence, un pulse de mélange RF est appliqué afin de pouvoir augmenter le taux
de répétition de l’expérience. Une mesure des oscillations de Rabi, présentée figure IV.9,
montre que la durée optimale d’un pulse fi pour la puissance RF utilisée est environ
de 1.5 µs. La séquence utilisée est également décrite sur la figure. Connaître la durée op-
timale d’un pulse fi permet de maximiser l’amplitude des échos pour les mesures suivantes.
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173Yb3+ : Site 1

Fig. IV.10 Déclin d’écho de spin nucléaire (ENDOR) à 4.5 K pour 173Yb3+

dans le site 1 pour la transition | ≠ 1/2Í ¡ | + 3/2Í (≠) (223 MHz). Croix bleues
: points expérimentaux. Ligne rouge : fit à une fonction exponentielle étirée.
Paramètres ajustés : T2 = 345 µs , n = 1.72.

Le temps de cohérence de spin nucléaire T2n est mesuré en utilisant la séquence décrite
dans le chapitre II, figure II.14. Comme pour les déclins d’échos de spin électronique, la
plupart des déclins d’échos de spin nucléaire mesurés ont une forme d’exponentielle étirée
comme montré figure IV.10, signe de diffusion spectrale. Pour ce déclin, correspondant
à une température de 4.5 K, le facteur d’étirement n vaut 1.72. La valeur des temps de
cohérence T2n mesurés sont globalement un ordre de grandeur plus grand que T2e pour une
même orientation de champ magnétique. Par exemple à 4.5, on mesure T2n = 352 µs (voir
figure IV.10) pour T2e = 25 µs, soit un facteur 14 fois plus élevé. Dans l’étude similaire
réalisée sur Nd3+:Y2SiO5 par G. Wolfowicz et. al. [30], les temps de cohérence nucléaire
sont un voire deux ordres de grandeurs supérieurs au temps de cohérence électronique.
On observe également que T2n est limité par 2T1e, comme c’est le cas dans 31P:Si [145].

Le déclin montré sur la figure IV.10 donne un temps de cohérence T2n = 345 µs pour
une température de 4.5 K. Pour cette température, la valeur de T1e mesurée est de 5.0 ms
(voir figure IV.6). Le temps de cohérence nucléaire est donc également limité par des effets
de déphasage. Ces effets de déphasage sont très certainement de la diffusion spectrale
issue des mêmes relaxations d’ions Yb3+ environnants qui créent la diffusion spectrale
sur les transitions de spin électronique. Il est possible d’estimer cet effet en calculant
le facteur gyromagnétique nucléaire effectif γN = ∂f

∂B compte tenu de l’Hamiltonien de
spin estimé de 173Yb3+:Y2SiO5. Pour cet Hamiltonien, le tenseur A de l’isotope 171Yb3+

est utilisé en le multipliant par le ratio des facteur gyromagnétiques gN,173

gN,171
¥ ≠0.27 et

en négligeant le terme quadrupolaire. Pour cette orientation de champ magnétique on
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résonants avec la transition de spin électronique. La dynamique de ce processus dépend
de l’orientation du champ magnétique, car fortement couplée à la valeur de g. Notamment
pour les orientations pour lesquelles le facteur g est maximum, des temps de relaxation de
l’ordre de la seconde ont été mesurés. De manière surprenante, peu de différences en terme
de relaxations ont été mesurées pour les différents isotopes de Yb3+en ce qui concerne le
processus direct, alors que ce processus dépend fortement de la fréquence des transitions.
Aux plus basses températures, on s’attend à ce que les temps de relaxation continuent de
monter jusqu’à atteindre une plateau donnée par :

lim
T æ0+

T1e(T ) = lim
T æ0+

1
RD(T )

=
1

–Dg3B5

La RPE travaillant à gB constant, les plus grands temps de relaxation se trouveront aux
orientations pour lesquelles g est le plus grand.

Il serait notamment très intéressant de pouvoir accéder à des T1e longs pour les ions
Yb3+ occupant les deux sites de Y2SiO5. En effet, comme nous l’avons vu dans ce chapitre,
les temps de cohérence de spin sont doublement limités par T1e. D’une façon intrinsèque
(2T1e), mais également de façon indirecte à cause de la diffusion spectrale crée par les
relaxations des ions Yb3+ en 1/T1e. Dans cette étude, des temps de cohérence électro-
nique jusqu’à 73 µs ont pu être mesurés par la méthode d’écho de Hahn. Des temps de
cohérence nuclaire ont également pu être mesurés par technique ENDOR pour 173Yb3+

allant jusqu’à des valeurs de 352 µs. Les temps de cohérence mesurés sont légèrement
plus courts que ceux mesurée dans Nd3+:Y2SiO5 [30, 204] dans les mêmes conditions,
dans lequel des temps de cohérence de spin nucléaire jusqu’à 9 ms ont pu être observé.

Nous avons vu que les isotopes de Yb3+ étaient bien plus affectés par de la diffusion
spectrale instantanée que l’isotope 171Yb3+, venant de la différence de leur concentration
relative dans l’échantillon. Il y a en effet environ 10 fois plus de Yb3+ (I = 0) que de
171Yb3+. Pour 171Yb3+ la limitation en terme de cohérence est estimée à 1 ms à cause de
l’ISD pour un champ B || b. Pour les ions Yb3+ (I = 0), la limitation par ISD est estimée
à 45 µs. Nous avons vu que l’effet de l’ISD peut être réduit en diminuant l’aire du pulse
de refocalisation.

La diffusion spectrale créée par les relaxations des Yb3+ environnants peut être forte-
ment réduite en utilisant une séquence de découplage dynamique telle que XY16. Aux
basses températures, où la cohérence est limitée par la diffusion spectrale, le décou-
plage dynamique augmente le temps de cohérence d’un ordre de grandeur. Un temps
T2,DD = 0.55 ms est mesuré à 2.5 K dans le site 1 de 171Yb3+, alors que la valeur mesurée
par écho de Hahn est de T2e = 73 µs. Cependant le déphasage dû à l’ISD ne peut pas
être réduit en utilisant le découplage dynamique. Une solution à l’ISD serait de réduire
la concentration en ions Yb3+.

Cette étude renforce l’intérêt qu’a l’ion Yb3+ dans la matrice Y2SiO5 pour les techno-
logies quantiques. En effet, ses propriétés en terme de temps de relaxation et de temps de
cohérence sont très prometteuses. Notamment, les relaxations des spins de Yb3+ peuvent
être fortement ralenties selon des orientations particulières du champ magnétique, donnant
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la possibilité d’accéder à de longs temps de cohérence. L’étude d’un cristal isotopiquement
pur en 171Yb3+ avec une concentration nominale plus petite que celle présente dans cet
échantillon pourrait montrer des propriétés bien meilleures en terme de cohérence, car la
diffusion spectrale y serait fortement réduite, notamment aux très basses températures.
Cette étude donne un intérêt certain à Yb3+:Y2SiO5 en tant que matériau qui pourrait
permettre des couplages avec des circuits supraconducteurs pour former des systèmes
quantiques hybrides capables de connecter les domaines micro-onde et optique avec de
longs temps de cohérence.

IV.10 Points-clefs

• La relaxation des transitions de spin électronique de Yb3+ dans Y2SiO5 dominée
par le processus direct pour T < 3 K. Dans ces conditions T1 dépend de l’orientation
du champ magnétique. Des temps de vie jusqu’à 3 s ont été mesurés.

• Les temps de cohérence des transitions de spin électronique et nucléaire sont limités
par la diffusion spectrale issue de la relaxation des ions Yb3+. Des temps de cohé-
rence électronique de 73 µs ont été mesurés pour 171Yb3+:Y2SiO5. Des temps de
cohérence nucléaire de 352 µs ont été mesurés pour 173Yb3+:Y2SiO5.

• En utilisant une séquence de découplage dynamique, il est possible d’augmenter le
temps de cohérence électronique à 0.55 ms.

• Les isotopes à spin nucléaire nul, présents en plus grande concentration dans l’échan-
tillon, subissent plus de diffusion spectrale instantanée que les ions 171Yb3+. Il est
possible de réduire cette contribution en diminuant l’aire du pulse fi.



Chapitre V

Contrôle de la cohérence des ions 171Yb3+

à champ magnétique nul

Le travail exposé dans ce chapitre a été réalisé en collaboration avec Alexey Tiranov,
Antonio Ortu et Mikael Afzelius de l’Université de Genève. Certains résultats montrés
dans ce chapitre ont été publiés dans :
A. Ortu, A. Tiranov, S. Welinski, F. Fröwis, N. Gisin, A. Ferrier, P. Gold-
ner, & M. Afzelius, Nat. Mater. 17, 671–675 (2018) [205].

Dans ce chapitre, certaines notations vont être utilisées afin de faciliter la compré-
hension du lecteur. Les 4 niveaux hyperfins du niveau fondamental 2F7/2(0) seront notés
|1gÍ, |2gÍ, |3gÍ et |4gÍ et les 4 niveaux hyperfins du niveau excité optique 2F5/2(0) seront
notés |1eÍ, |2eÍ, |3eÍ et |4eÍ. Les transitions optiques reliant ces niveaux seront notées de
telle façon que par exemple (2g ≠ 4e) corresponde à la transition |2gÍ ¡ |4eÍ.

V.1 Introduction

Dans le chapitre III, nous avons pu découvrir le fort potentiel de Yb3+ dans Y2SiO5.
Ce système possède en effet de très bonnes propriétés optiques. La structure électro-
nique et magnétique des différents isotopes de Yb3+ a également été déterminée. Dans le
chapitre IV, les propriétés dynamiques des spins électroniques et nucléaires de Yb3+ et
171Yb3+ dans Y2SiO5 ont été étudiées par résonance paramagnétique électronique. Dans
ces conditions de champ magnétique (entre 0.1 et 3 T), les mécanismes de relaxation et
de décohérence sont dominés par les processus spin-réseaux, notamment par le processus
direct aux températures inférieures à 3 K.

Ces dynamiques changent complètement aux très bas champs magnétiques. En effet,
le taux de relaxation par processus direct dépend fortement de l’intensité du champ ma-
gnétique (Ã g2B4 lorsque µBgB << 2kBT ), voir I.6.1. De plus, on s’attend à ce que les
relaxations spin-spin, elles, soient plus importantes. Nous avons notamment vu dans le
chapitre I que le taux de flip-flops peut s’écrire γff

Γinh
sech2(µBgB

2kBT ) (voir I.7). Nous verrons
au chapitre VI qu’une partie la largeur inhomogène de spin Γinh dépend linéairement de
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La première partie de ce chapitre porte sur la spectroscopie optique haute résolution de
171Yb3+:Y2SiO5 à zéro champ magnétique. La seconde partie étudie la transition d’horloge
(ZEFOZ) présente à la fois pour les transitions de spin et les transitions optiques. Enfin,
nous décrirons un phénomène surprenant de diffusion de spin agissant à basse température
(T < 3 K). Ce phénomène est lié à l’augmentation du temps de relaxation spin-réseau
et peut être mis à profit pour effectuer une polarisation des spins et ainsi contrôler les
interactions spin-spin et la cohérence optique du système.

V.2 Partie expérimentale

a) Matériau

L’échantillon utilisé dans ce chapitre provient d’un monocristal de Y2SiO5 dopé à
0.001% (10 ppm de concentration nominale) par Yb3+ isotopiquement enrichi en 171Yb3+

à 95 %. La croissance de ce cristal a été réalisée au laboratoire par la technique de Czo-
chralski. L’échantillon est coupé et poli selon les directions b, D1 et D2.

b) Montages expérimentaux

Le montage expérimental utilisé pour réaliser les spectres d’absorption dans les parties
V.3 et V.5 est celui décrit dans le chapitre III sur les figures II.1, II.3 et II.4. La polari-
sation de la lumière est contrôlée par une lame ⁄/2 placée avant l’échantillon. Lorsque la
polarisation n’est pas précisée, elle est selon l’axe D2.

Les mesures des temps de cohérence optiques et de spin présentées dans le paragraphe
V.4.2 ont été réalisées à 3.5 K. Le faisceau laser passe quatre fois à travers l’échantillon sui-
vant l’axe b (longueur 9.5 mm) selon des chemins optiques différents, de façon à augmenter
l’absorption totale. L’échantillon est entouré d’une bobine de cuivre dans laquelle circule
le courant radio-fréquence excitateur à 655 MHz. Le champ magnétique est contrôlé par
une bobine supraconductrice placée à l’intérieur du cryostat pouvant générer un champ
jusqu’à 2 T. Deux paires de bobines placées en configuration de Helmoltz sont placées
à l’extérieur du cryostat de façon à générer un champ magnétique selon les deux autres
directions de quelques mT maximum. Une diode laser à 980 nm génère un faisceau lumi-
neux dont l’intensité et la fréquence sont contrôlées par un modulateur acousto-optique.
Ce faisceau est séparé en deux de façon à ce que l’un passe dans l’échantillon et que l’autre
serve d’oscillateur local. L’oscillateur local passe à travers un modulateur de phase, de
façon à décaler sa fréquence de 3 MHz. Le signal est mesuré par détection hétérodyne
balancée en mesurant les battements entre le signal et l’oscillateur local. La polarisation
de la lumière est réglée telle que E || D2. Les mesures d’échos de photon ont été réalisées
par la méthode de Hahn, expliquée dans le paragraphe II.1.7. La durée d’un pulse fi est de
3 µs. Les mesures d’échos de spins détectés optiquement ont été réalisées en utilisant une
séquence de Hahn par RHS (voir II.3) sur la transition |3gÍ ¡ |4gÍ correspondant à une
fréquence de 655 MHz. Un pulse optique d’une durée de 250 ms (puissance de l’ordre du
mW) résonant avec la transition |4gÍ ¡ |1eÍ est envoyé avant le début de chaque séquence
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afin d’augmenter la différence de population entre |3gÍ et |4gÍ par pompage optique.

Pour les mesures d’échos de photons en fonction du pompage global (voir V.5) présen-
tées dans le paragraphe V.5.4, un second modulateur acousto-optique est ajouté en série
avec le premier. L’ordre sélectionné par le second AOM est celui opposé au premier AOM
afin d’augmenter le taux de réjection de l’ordre 0. Un seul AOM n’était pas suffisant
pour bloquer complètement l’ordre 0, et il en résultait une faible excitation constante
de l’échantillon (puissance estimée de 7.5 µW). Une paire de lentille de focale f = 100
mm est également ajoutée en amont et en aval du cryostat afin de focaliser le faisceau
dans l’échantillon. Le circuit optique est schématisé sur la figure V.2. Les changements
de fréquence du laser sont effectués en appliquant un potentiel électrique sur la céra-
mique piezoélectrique faisant tourner le réseau placé dans la cavité du laser (voir II.1.4).
Ce voltage est généré par un AWG Agilent N8242A. Dans cette expérience, cet AWG
contrôle également la puissance envoyée dans les AOM afin de réaliser les pulses optiques.
Le circuit électronique est montré sur la figure V.3.

V.3 Spectroscopie haute résolution de 171Yb3+:YSO à champ ma-
gnétique nul.

L’étude spectroscopique haute résolution d’un cristal de Yb3+:Y2SiO5 contenant les
ratios isotopiques naturels de Yb3+ est détaillée dans le chapitre III de ce manuscrit. Ce
paragraphe détaille la spectroscopie optique haute résolution de 171Yb3+:Y2SiO5.

La structure d’énergie à champ nul des niveaux hyperfins de l’état fondamental 2F7/2(0)
ainsi que de l’état excité 2F5/2(0) dans le site 1 et le site 2 est montrée sur la figure
V.4. Ces énergies peuvent être calculées en utilisant les Hamiltoniens déterminés dans
le chapitre III (voir le tableau III.6). Chacun de ces états regroupe 4 niveaux hyperfins
non-dégénérés, même à champ magnétique nul, du fait de l’anisotropie complète du ten-
seur hyperfin (nous le montrerons par calcul dans ce chapitre). Le profil d’absorption
optique de 171Yb3+:Y2SiO5 est donc composé de 16 transitions optiques, reliant les 4
niveaux hyperfins de l’état fondamental aux 4 niveaux de l’état excité. Ces profils d’ab-
sorption mesurés à 2 K sont visibles sur la figure V.4. Comme pour l’échantillon dopé en
isotopie naturelle (voir figure III.6), les coefficients d’absorption sont très dépendants de
la polarisation de la lumière. Dans le site 1, les coefficients d’absorption des différentes
transitions varient de manière indépendante, donnant un profil d’absorption global très
différent selon les deux polarisations de la lumière. Au contraire, pour le site 2, les coeffi-
cients d’absorption de ces différentes transitions changent de manière similaire, donnant
un profil d’absorption de même forme pour E || D1 ou E || D2.

Le profil d’absorption à champ nul du site 2 est particulièrement intéressant, car
certaines transitions optiques sont presque entièrement résolues les unes par rapport aux
autres. La figure V.5 montre les 16 transitions optiques formant le massif d’absorption.
L’amplitude relative des différentes transitions optiques dans le site 2 correspond à la
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1 2

Fig. V.2 Circuit optique utilisé pour les mesures d’échos optiques et de creuse-
ment de trous spectraux présentées dans le paragraphe V.5.4.

80 MHz

Contrôle la fréquence
 du laser

Fig. V.3 Circuit électronique utilisé pour les mesures d’échos optiques et de
creusement de trous spectraux présentées dans le paragraphe V.5.4.

matrice de taux de branchement suivante:
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0.15 0.06 0.08 0.71
0.06 0.16 0.70 0.04
0.07 0.73 0.15 0.05
0.73 0.05 0.07 0.19

R

d

d

d
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Cette matrice a été déterminée par des mesures de creusement de trous spectraux pour
une lumière polarisée selon l’axe D2 (voir annexe D.1).

Sur la figure V.5, les raies les plus intenses correspondent aux transitions (1g ≠ 4e),
(2g ≠ 3e), (3g ≠ 2e) et (4g ≠ 1e). Il y a également la contribution d’une raie d’absorption
correspondant à la concentration résiduelle en isotopes I = 0 de Yb3+. Cette absorption
est en accord avec les 0.5 ppm de concentration théoriques (5% des 10 ppm de concen-
tration nominale). Les raies optiques correspondent à des Lorentziennes de largeur 560
MHz. À cette température (2 K) les raies sont élargies de manière inhomogène. En effet,
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Fig. V.4 Diagrammes d’énergie et spectres d’absorption haute résolution à 2
K des raies correspondantes aux transitions 2F7/2(0) ¡ 2F5/2(0) de 171Yb3+

dans Y2SiO5 dans le site 1 (figure du haut) et dans le site 2 (figure du bas)
pour différentes polarisations de la lumière. L’axe des fréquences est centré sur
305454.8 GHz (981.46 nm dans le vide) pour le site 1 et 306267.5 GHz (978.86
nm dans le vide) pour le site 2.

nous allons voir par la suite qu’il est possible de creuser des trous spectraux fins dans
ces raies optiques, preuve que la largeur homogène est bien plus étroite. Sur cette figure,
nous pouvons également voir que la transition de plus basse énergie (4g ≠ 1e) est presque
entièrement séparée du reste du profil d’absorption. Il existe donc toute une région sur
laquelle le laser est résonant avec une seule transition optique. Sur cette région, le laser
n’interagit avec qu’une seule classe d’ion 1. Lorsque plusieurs transitions optiques se re-
couvre, il est nécessaire de proceder à une étape de sélection de classes (class cleaning
expliqué en détail dans [206]) avant d’effectuer par exemple le stockage d’un photon. Si
cette étape n’est pas réalisée, le photon peut être absorbé par une des classes d’ion qui ne
correspond pas à celle du protocole de stockage. Dans notre cas, il est donc très intéressant
de n’avoir qu’une classe d’ion résonante, car l’étape de class cleaning n’est plus requise.

1. On parle de classe d’ion lorsque plusieurs transitions optiques entre différents niveaux hyperfins
se recouvrent, du fait de l’élargissement inhomogène optique. Les classes qui interagissent avec le laser
correspondent aux groupes d’ions résonants de chacune de ces transitions.
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I = 0

A) B)

4g-1e

Fig. V.5 A) Diagramme de niveaux d’énergie de 171Yb3+:Y2SiO5 pour le site 2
avec les 16 transitions optiques 2F7/2(0) ¡ 2F5/2(0) déduit de l’Hamiltonien de
spin déterminé au chapitre III. B) En noir : spectre d’absorption haute résolution
de 171Yb3+:Y2SiO5 dans le site 2 centré à une fréquence de 306268.32 GHz. La
polarisation de la lumière est selon d’axe D2. Violet pointillé : raie correspon-
dante aux isotopes I = 0. Lignes de couleurs : différentes transitions optiques
montrées dans le schéma de niveau A). L’intensité relative correspond aux taux
de branchement mesurés par creusement de trous spectraux, voir annexe D.1.

V.4 Augmentation simultanée de la cohérence dans les transi-
tions micro-ondes et optiques à zéro champ magnétique

V.4.1 Structure hyperfine à champ nul, ZEFOZ

L’ion 171Yb3+ combine un spin électronique S = 1/2 et un spin nucléaire I = 1/2.
Comme nous l’avons déjà vu dans le chapitre III, les niveaux de spin ce système peuvent
être décrits par un Hamiltonien de spin du type :

Hspin = µBB · g · S + I · A · S ≠ µN gN B · I

g représente le tenseur g et A le tenseur hyperfin. Nous avons également vu dans la par-
tie III.4 que ces tenseurs possèdent trois valeurs propres différentes (A1, A2 et A3), du
fait de la basse symétrie de Y2SiO5. Cette caractéristique entraine une levée totale de la
dégénérescence des niveaux de spins, même à champ magnétique nul.

Lorsque B = 0, l’Hamiltonien de spin se résume au terme d’interaction hyperfin qui
peut s’écrire ainsi dans la base (x, y, z) où A est diagonal :

Hspin = A1Ix · Sx + A2Iy · Sy + A3Iz · Sz

La diagonalisation de cet Hamitonien (dont le calcul est explicité en annexe D.2) donne
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les fonctions d’onde suivantes avec les énergies propres correspondantes :

|4gÍ =
1Ô
2

(| ø, »Í + | ¿, «Í) æ E4g =
A3 + (A1 ≠ A2)

4

|3gÍ =
1Ô
2

(| ø, »Í ≠ | ¿, «Í) æ E3g =
A3 ≠ (A1 ≠ A2)

4

|2gÍ =
1Ô
2

(| ø, «Í + | ¿, »Í) æ E2g =
≠A3 + (A1 ≠ A2)

4

|1gÍ =
1Ô
2

(| ø, «Í ≠ | ¿, »Í) æ E1g =
≠A3 ≠ (A1 ≠ A2)

4

On utilise ici la même convention que dans III.6, c’est à dire que | ø, «Í = |Sz = +1/2, Iz =
+1/2Í , | ¿, »Í = |Sz = ≠1/2, Iz = ≠1/2Í, etc...

On voit tout d’abord que dans un cristal de symétrie plus élevée, par exemple de symé-
trie axiale dans lequel deux des trois valeurs propres de A seraient égales, certains niveaux
peuvent se retrouver dégénérés. C’est par exemple ce que l’on voit dans 171Yb3+:YVO4,
qui possède deux niveaux hyperfins dégénérés à champ nul [52]. De plus, on remarque que
les fonctions d’onde présentent un mélange complet en terme de |mS , mIÍ. Cette structure
est identique pour les niveaux dans l’état excité 2F5/2(0), mais avec les valeurs propres
du tenseur hyperfin de l’état excité.

Imaginons maintenant que l’on applique un champ magnétique peu intense, de sorte
que les termes Zeeman électronique µBB·g·S et nucléaire ≠µN gN B·I ne représentent que
des perturbations par rapport au terme hyperfin I · A · S. Si l’on calcule la perturbation
au premier ordre sur les fonctions d’onde produite par les opérateurs présents dans ces
termes, on trouve:

È1g|Sx|1gÍ = 0 ; È1g|Sy|1gÍ = 0 ; È1g|Sz|1gÍ = 0

È1g|Ix|1gÍ = 0 ; È1g|Iy|1gÍ = 0 ; È1g|Iz|1gÍ = 0

Et cela également pour |2gÍ, |3gÍ et |4gÍ.

On a donc :

È1g|µBB · S|1gÍ = 0

È1g|µN gN B · I|1gÍ = 0

Et également pour |2gÍ, |3gÍ et |4gÍ. Cette propriété est également valable pour les niveaux
de spin de l’état excité optique : |1eÍ, |2eÍ, |3eÍ et |4eÍ.

Cela veut dire qu’à champ magnétique nul, une perturbation magnétique n’a pas d’ef-
fet au premier ordre sur les niveaux d’énergie. Par conséquent, pour les transitions de
spin ainsi que chaque transition optique reliant un niveau de spin de 2F7/2(0) à un niveau
de spin de 2F5/2(0), le gradient Zeeman au premier ordre S1 = ∂E

∂B
est nul (E représente

l’énergie de la transition). Ceci est la définition d’un point ZEFOZ (Zero First Order
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Zeeman, voir I.8).

La largeur homogène d’une transition s’exprime ainsi :

Γh =
1

fiT2
=

1
2fiT1

+ Γφ

Le premier terme représente le terme de relaxation de la population et le second terme est
la composante à la largeur homogène contenant l’ensemble des processus de déphasage.
Nous avons vu dans le chapitre I que lorsque la perturbation principale est magnétique,
ce terme peut s’écrire :

Γφ ƒ S1 · ΔB + ΔB · S2 · ΔB

où ΔB représente la perturbation magnétique.

Pour les transitions de spin et optiques de 171Yb3+:Y2SiO5, à zéro champ magnétique,
on a donc :

Γφ ƒ ΔB · S2 · ΔB

La contribution de déphasage pur à la largeur homogène est donc fortement réduite car il
ne reste que le terme de second ordre. Si le temps de cohérence est limité par des processus
de déphasage liés à des fluctuations du champ magnétique, alors le temps de cohérence
devrait augmenter au champ nul.

Cependant, on a toujours les éléments de transition ÈΨi|µBB · g · S|ΨjÍ Ã µBg avec
Ψi ”= Ψj et {Ψi, Ψj} œ {|1gÍ, |2gÍ, |3gÍ, |4gÍ}. Ce qui veut dire que les moments dipolaires
magnétiques des transitions de spin ne changent pas, et peuvent prendre de grandes va-
leurs pour des orientations du champ magnétique excitateur pour lesquelles g est grand.
De grands moments magnétiques permettent un couplage efficace aux photons micro-
ondes.

V.4.2 Expérience

Afin de montrer l’effet du ZEFOZ à zéro champ magnétique, les temps de cohérence
de spin ont été mesurés dans le site 2 sur la transition (3g ≠ 4g) (fréquence 655 MHz à
zéro champ magnétique) et les temps de cohérence optiques ont été mesurés sur la tran-
sition (4g ≠ 1e) à 306262.9 GHz (978.87 nm) pour différents champs magnétiques. Les
transitions optiques (4g≠1e) et (3g≠1e) sont particulièrement intéressantes car elles sont
complètement séparées du massif de raies contenant toutes les autres transitions optiques,
voir figure V.5.

La figure V.6 montre les variations des temps de cohérence de spin noté T s
2 en B) et

optique noté T o
2 en A) en fonction de l’intensité du champ magnétique. Il est possible

de voir que T s
2 et T o

2 augmentent de façon significative lorsque l’intensité du champ ma-
gnétique se rapproche de zéro. T s

2 et T o
2 atteignent respectivement les valeurs de 1 ms

et 180 µs aux champs B les plus petits. Ces valeurs sont très élevées pour un ion Kra-
mers à zéro champ magnétique. À titre de comparaison, un échantillon de Er3+:Y2SiO5
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Fig. V.6 A) Temps de cohérence optiques T o
2 mesurés sur la transition |4gÍ ¡

|1eÍ à 3.5 K en fonction de l’intensité du champ magnétique appliqué selon la
direction D1. B) Temps de cohérence de spin T s

2 mesurés sur la transition |3gÍ ¡
|4gÍ à 3.5 K en fonction de l’intensité du champ magnétique appliqué selon la
direction b. Pour A) et B) les lignes rouges pointillées représentent les variations
théoriques de 1/fiΓφ attendues pour un bruit magnétique de ΔB =3 µT. Les
barres d’erreur correspondent à un intervalle de confiance de 95 %.

(concentration de 32 ppm en Er3+) a une cohérence optique en champ nul de 3.7 µs et
3.3 µs pour les sites 1 et 2 [207]. Les valeurs de T o

2 mesurées ici sont comparables aux
temps de cohérence optiques que l’on mesure dans des ions non Kramers tels que Eu3+ou
Pr3+[31]. Cela montre l’efficacité du ZEFOZ à réduire fortement la sensibilité face aux
perturbations magnétiques.

Afin de comprendre les variations de T s
2 et T o

2 en fonction du champ magnétique, les
gradients Zeeman au premier ordre S1 et au second ordre S2 sont calculés d’après l’Ha-
miltonien du système pour les champs magnétiques utilisés. Ces gradients sont différents
pour la transition optique et celle de spin. On trouve que les données expérimentales
suivent très correctement la courbe calculée 1/fiΓφ avec Γφ = S1 · ΔB + ΔB · S2 · ΔB et
|ΔB| ¥ 3 µT. Cette valeur de |ΔB| est cohérente avec les valeurs estimées dans d’autres
études du bruit magnétique créé par les relaxations des spins nucléaires des ions Y3+

[42, 41]. Aux bas champs magnétiques, les points expérimentaux s’éloignent de la courbe
calculée. En effet, alors que cette courbe continue d’augmenter lorsque |B| diminue, les
valeurs expérimentales de T s

2 et T o
2 semblent atteindre un plateau. Différentes raisons

pourraient expliquer cette limitation, nous en parlerons dans la section suivante.

Une seconde zone correspondant à des champs magnétiques très faibles montre éga-
lement une exaltation de la cohérence due au fait que localement, le coefficient Zeeman
au premier ordre peut prendre des valeurs très faibles. Des temps de cohérence de spin
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de l’ordre de 4 ms et des temps de cohérence optiques de l’ordre de 200 µs ont pu être
mesurés pour des orientations très particulières de champ magnétique. Plus de détails
sont disponibles dans la publication associée [205].

V.4.3 Discussion

Comme nous l’avons vu dans le paragraphe précédent, les variations des temps de co-
hérence mesurés pour des champs magnétiques modérés peuvent s’expliquer en calculant
les gradients Zeeman au premier et au second ordre des transitions ainsi qu’un bruit ma-
gnétique |ΔB| ¥ 3 µT. Cependant, aux bas champs magnétiques, les temps de cohérence
semblent atteindre une limite bien en dessous des valeurs calculées. Plusieurs explications
pourraient donner la raison de cette limitation :

• La première serait la présence d’un champ magnétique permanent de l’ordre de 15
µT dans le cryostat, éloignant légèrement les conditions expérimentales du point
ZEFOZ. On remarque également qu’aux très bas champs magnétiques, certaines
mesures ne montrent pas tout à fait les mêmes valeurs pour des champs magnétiques
de même intensité. Cela pourrait être dû au fait que les mesures aient été réalisées
à des jours différents, changeant la valeur du champ magnétique résiduel, et donc
du temps de cohérence.

• Il est également possible que le champ magnétique soit inhomogène dans l’échan-
tillon, créant ainsi une distribution en orientation et en intensité, et donc une dis-
tribution de temps de cohérence.

• Il est possible que des vibrations dans le cryostat puissent limiter les temps de
cohérence mesurés. En effet, le cryostat utilisé est équipé d’un cryo-réfrigérateur
pulsé. Des ondes de pression peuvent alors circuler à travers l’échantillon pendant
la mesure et ajouter du déphasage.

• Une autre explication pourrait être l’interaction superhyperfine avec les ions 89Y3+qui
possèdent un spin nucléaire I = 1/2, qui modifierait légèrement les fonctions d’onde
et donc les gradients Zeeman. La signature du couplage superhyperfin avec Y3+ est
présente dans certains déclins d’échos de spins dans lesquels on voit une modulation
du signal d’écho.

• Enfin, un effet de T1 pourrait limiter T s
2 et T o

2 aux bas champs magnétiques, par
exemple des relaxations croisées rapides entre ions 171Yb3+.

Ces mesures de temps de cohérence ne permettent pas de conclure sur l’effet limitant.
Afin de vérifier l’hypothèse du champ magnétique rémanent dans le cryostat, on pourrait
installer l’échantillon dans une enceinte faite en mu-métal 2, l’isolant complètement de
tout champ magnétique extérieur.

Ce type de ZEFOZ à zéro champ magnétique peut se trouver dans d’autres systèmes
ayant un spin électronique S = 1/2, un spin nucléaire I demi-entier et un tenseur hyper-
fin totalement anisotrope. Pour les spins nucléaires I > 1/2, il faut cependant considérer

2. Matériau qui présente une très haute perméabilité magnétique, ce qui lui permet d’attirer les lignes
de champs magnétiques.
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l’effet du tenseur quadrupolaire Q dont les axes propres ne sont pas forcément confondus
avec ceux de A. Des temps de cohérence de l’ordre de la milliseconde ont été recement
mesurés à très bas champ magnétique dans 167Er3+:Y2SiO5 [74], profitant de très faibles
gradients Zeeman au premier ordre. D’autres systèmes montrent ce type de transitions
d’horloge à zéro champ magnétique, comme par exemple les centres NV dans le diamant
lorsque des contraintes sont appliquées dans des directions particulières [208].

V.5 Contrôle de la cohérence optique par polarisation des spins
hors équilibre

Dans cette partie, deux positions fréquentielles du laser seront particulièrement utili-
sées. Elles correspondent au laser placé au centre des quatre transitions (1g≠4e), (1g≠3e),
(2g ≠ 4e) et (2g ≠ 3e). Nous appellerons cette position (1g2g ≠ 3e4e). L’autre position fré-
quentielle est sur la transition (3g ≠ 2e) et (1g ≠ 1e). Nous appellerons cette position
(1g3g ≠ 1e2e)

V.5.1 Introduction

En effectuant un pompage optique dans la largeur inhomogène optique, il est possible
de créer une zone de transparence. C’est ce qu’on appelle le creusement de trou spectral
(voir II.1.6). Si la largeur homogène est bien plus étroite que la largeur spectrale du laser
(Γh π Γlaser), la zone de transparence créée dans le profil inhomogène de la transition
optique correspond à la largeur spectrale du laser. Les différentes classes d’ions sélec-
tionnées par le laser vont se vider du niveau de spin fondamental résonant avec le laser
pour peupler les autres niveaux de spin du fondamental qui sont non résonants. Pour les
transitions optiques reliant ces autres niveaux de spin à l’état excité, il va donc y avoir
des régions pour lesquelles l’absorption est plus grande qu’à l’équilibre thermique, ce sont
des anti-trous. Un schéma explicatif est présenté sur la figure V.7 A). Les processus de
relaxation de spin ainsi que les taux de branchement optique peuvent limiter le taux de
polarisation maximal que l’on peut atteindre. Lorsque le pompage optique s’arrête, le
système va progressivement revenir à l’équilibre thermique via les relaxations des spins.
Ces relaxations peuvent correspondre à des relaxations spin-réseau ou bien des relaxations
croisées (flip-flops).

Un phénomène surprenant apparaît lorsque l’on effectue un pompage optique dans
171Yb3+:Y2SiO5 à champ nul pendant un temps bien supérieur au temps nécessaire pour
creuser un trou spectral (c’est à dire ∫ 10 ms dans nos conditions expérimentales). Non
seulement les ions résonants avec le laser, mais également l’ensemble de la population pré-
sente initialement dans le niveau de spin vont se polariser. C’est à dire que des ions non
résonants avec le laser vont agir comme s’ils subissaient eux aussi un pompage optique.
Ainsi, lorsque qu’un pulse laser est envoyé dans le massif d’absorption, en plus d’un trou
spectral fin, le massif d’absorption se modifie entièrement, et cela selon une dynamique
bien plus lente que celle du trou spectral fin. Nous appellerons ce phénomène le pompage
global. Un schéma explicatif est présenté sur la figure V.7 B).
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A)

B)

Fig. V.7 Schéma de l’effet de creusement de trou spectral A) et du pompage
global B) pour un système composé de deux niveaux de spin dans l’état fonda-
mental et d’un niveau excité optique. Les transitions optiques sont élargies de
manière inhomogène. Chaque schéma d’énergie correspond au spectre d’absorp-
tion optique placé à coté.

Un phénomène très semblable à celui-ci a déjà été observé dans le rubis dans les années
1980 [209, 210]. Cet effet est relié à une diffusion macroscopique de la polarisation des
spins lorsque les relaxations spin-réseau sont très lentes comparées aux relaxations spin-
spin. La diffusion de spin est un processus bien connu [211, 212] et largement utilisé dans
divers applications telles que la RMN avec la polarisation nucléaire dynamique (DNP)
[213]. En spintronique, on étudie également les longueurs ou bien les temps de diffusion
des spins dans le matériau ou les liquides [214]. Avec l’essor de ces techniques, l’étude des
taux de relaxation croisées entre les spins à l’origine de ces phénomènes de diffusion s’est
considérablement développé. C’est pourquoi un grand nombre d’études récentes porte sur
la détermination expérimentale du taux de flip-flop dans les matériaux [215, 216].

Dans le contexte de l’étude de cristaux dopés terres rares pour l’information quantique,
l’étude des taux de flip-flops est également importante, car ces flip-flops limitent à la fois
les temps de cohérence, mais également le temps de vie des structures fines telles que
les trous spectraux ou bien les peignes AFC. Dans cette section, nous allons étudier le
phénomène de pompage global dans 171Yb3+:Y2SiO5. Nous verrons qu’il est possible de
l’utiliser de façon à contrôler le taux de flip-flops entre 171Yb3+.

V.5.2 Description du phénomène

Ce paragraphe décrit de façon qualitative le phénomène de pompage global observé
dans 171Yb3+:Y2SiO5 à champ magnétique nul.
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Pour les expériences présentées ci-dessous, la largeur spectrale du laser est de 1 MHz
et son jitter est estimé à quelques MHz. Il est donc très peu probable que le laser seul
puisse effectuer un pompage large de quelques GHz. La figure V.8 A) montre un spectre
d’absorption haute résolution de 171Yb3+:Y2SiO5 à l’équilibre thermique à 2 K dans le
site 2. L’histogramme de population correspondant est de K = (k1, k2, k3, k4) = (1, 1, 1,
1) où ki est le coefficient de population normalisé par rapport à l’équilibre thermique. Les
spectres d’absorption présentés sur la figure V.8 B) et C) sont réalisés 10 ms après avoir
envoyé un pulse laser de 30 secondes en résonance avec une des transitions optiques. Dans
la figure B), le laser est placé au centre de la raie correspondant à la transition (4g ≠ 1e)
à une fréquence de 306262.9 GHz. On remarque que l’ensemble du massif d’absorption
est complètement différent de celui à l’équilibre. Connaissant les taux de branchement
optiques (voir V.3), il est possible de modéliser une répartition de la population hors
équilibre de façon à l’ajuster au massif mesuré. On peut voir sur l’histogramme ainsi
déterminé que le niveau |4gÍ est presque entièrement vidé de sa population. On a K
= (1.62, 1.28, 1.06, 0.04). La population s’est répartie dans |1gÍ et |2gÍ principalement.
L’absorption des transitions (1g ≠ 4e) et (2g ≠ 3e) passe de 1.2 cm≠1 à 1.7cm≠1 et 1.95
cm≠1 respectivement. Dans la figure C), le laser est placé approximativement entre les
transitions de forte absorption (1g ≠ 4e) et (2g ≠ 3e), à une fréquence de 306271.0 GHz.
L’histogramme des populations ajusté vaut K = (0.31, 0.12, 1.92, 1.65). La population
dans les niveaux |1gÍ et |2gÍ est fortement réduite, au profit de la population dans |3gÍ
et |4gÍ. On peut ainsi positionner le laser à chaque endroit du massif d’absorption et voir
la population des niveaux résonants avec le laser diminuer fortement. En utilisant deux
faisceaux lasers à des fréquences différentes, il est possible de réduire fortement la popu-
lation dans trois niveaux, mais il n’a pas été possible de les vider totalement ( voir figure
V.9). D’après le spectre d’absorption, environ 80% de la population est stockée dans le
niveau |1gÍ.

Malgré le phénomène de pompage global, il est possible de creuser des trous fins dans
la largeur inhomogène. Cela est possible notamment parce que la dynamique du pompage
global est bien plus lente que celle du creusement de trou spectral, ce que nous allons voir
par la suite. Un exemple de creusement de trou spectral fin est montré dans la figure V.9.
Ce trou fin est creusé après avoir envoyé deux couleurs lasers de pompage global. Pour
creuser le trou fin, un pulse court (10 ms) et peu intense est envoyé. Bénéficiant du fait
que la majorité de la population est stockée dans |1gÍ, il est possible de voir la présence
de trous et anti-trous profonds de plus de 1 cm≠1.

Une fois que ce changement global de population est effectué, le système va relaxer
vers l’équilibre thermique correspondant à K = (1, 1, 1, 1) selon une dynamique lente qui
varie en fonction de la température. Ces temps de relaxation mesurés à différentes tempé-
ratures sont montrés sur la figure V.10. Ils atteignent 1.2 min à 1.7 K. Seuls les processus
de relaxation spin-phonons peuvent participer à cette relaxation de la population entre
les niveaux hyperfins. En effet, les processus flip-flops ne provoquent que des échanges
de population, mais ne participent pas à leur relaxation. À l’inverse, les structures fines
dans la largeur inhomogènes telles que des trous spectraux vont, elles, subir une relaxa-
tion à la fois des processus spin-phonons mais également des processus de flip-flops. En
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Fig. V.8 Gauche : Spectres d’absorption haute résolution à 2 K des transitions
2F7/2(0) ¡ 2F5/2(0) de 171Yb3+ dans Y2SiO5 dans le site 2 sans A) ou avec B)
& C) une excitation laser de 7 mW pendant 30 s à la fréquence indiquée par la
flèche orange. Le spectre est acquis 10 ms après la fin du pulse d’excitation afin
de voir les trous spectraux résiduels. Ligne rouge : spectre mesuré ; Lignes vertes
: différentes transitions calculées en fonction de la répartition de la population ;
linge mauve pointillée : contribution résiduelle des isotopes de Yb3+ I=0. Droite
: Histogrammes correspondants à la répartition de la population correspondant
aux spectres placés à leur gauche. Ces histogrammes sont déterminés grâce à un
ajustement au profil d’absorption.
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Fig. V.9 Mesure du spectre d’absorption après un pompage optique de 20 s à
deux couleurs (306271.0 GHz et 306269.6 GHz, flèches oranges) suivi après 2 s
d’un pompage court à 306266.5 GHz et peu intense (0.7 mW) d’une durée de
10 ms. Le spectre est acquis 10 ms après le pulse de pompage court. En rouge,
le spectre d’absorption haute résolution de 171Yb3+:Y2SiO5 dans le site 2 centré
à une fréquence de 306268.3 GHz. La polarisation de la lumière est selon l’axe
D2. En vert, les différentes transitions optiques centrées aux positions calculées
d’après le schéma de niveau. Droite : Histogramme correspondant à la répartition
de la population ajusté au spectre.

effet, dans notre modèle, nous considérons qu’il n’y a pas de corrélation entre la position
d’un ion dans la largeur inhomogène optique et la largeur inhomogène de spin (voir le
schéma figure V.11) [76]. C’est à dire que si un trou spectral est creusé dans la transition
optique, aucun trou ne va apparaitre dans la transition de spin. Les ions résonants avec
le laser dans la transition optique auront une distribution de fréquence de spin similaire
à la largeur inhomogène de spin du système. Une conséquence à cela est qu’il y a des ions
ayant la même fréquence de transition à la fois dans le groupe des ions résonants et dans
le groupe des ions non résonants avec le laser. Ces ions peuvent effectuer des relaxations
croisées, ce qui va effacer le trou spectral.

Pour la relaxation de la population globale, le temps de relaxation spin-phonon R peut
être modélisé en considérant le processus direct ainsi que des processus à deux phonons
de cette façon :

R = –Dcoth(
h‹eff

2kBT
) + –R

⁄ π
2

0

q8e≠
θD
T

sinqdq

(1 ≠ e≠
θD
T

sinq)2(◊2
E ≠ ◊2

Dsin2q)2

Dans cette équation, les mêmes paramètres ◊D = 100 K et ◊E = 337 K que dans le
chapitre IV sont utilisés (voir IV.1). Ces paramètres sont intrinsèques à 171Yb3+:Y2SiO5
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Fig. V.10 Temps de relaxation de la population dans le niveau |4gÍ après 20
s de pompage dans la transition (4g ≠ 1e) pour différentes températures. Cette
relaxation est déterminée en mesurant le maximum d’absorption de la raie (4g ≠
1e) en fonction du délai après le pulse de pompage.

Fig. V.11 Il n’y pas de corrélation entre la position d’un ion dans la largeur
inhomogène optique et la largeur inhomogène de spin. La région jaune correspond
à la région résonante avec le laser.
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dans le site 2. De plus, comme il y a quatre niveaux hyperfins, on s’attend à ce qu’il
y ait plusieurs processus directs reliant chacun de ces niveaux [127]. C’est pourquoi une
fréquence effective de ‹eff = 1 GHz est fixée correspondant à la valeur moyenne des écarts
en énergie des différents niveaux hyperfins à champ nul. Les coefficients ainsi déterminés
sont –D = 1.8 ◊ 10≠4 s≠1 et –R = 0.9 ◊ 1018 s≠1.K4. La valeur de –R est très proche de
celle déterminée dans le chapitre IV.

La dynamique du pompage a également été étudiée. La durée nécessaire à vider le
niveau résonant avec le laser dépend fortement de la position de ce dernier dans la largeur
inhomogène. La figure V.12 A) montre le profil de la transition (4g ≠ 1e) pour différents
temps de pompage entre 0 et 50 s. La position du laser est visible par la présence du trou
fin spectral résiduel. Celle-ci est légèrement décentrée par rapport à la raie. L’absorption
maximale est mesurée pour les différents temps de pompage et les valeurs sont reportées
sur la figure V.12 B). L’expérience est répétée pour différentes positions en fréquence
du laser par rapport à la raie optique. Ces positions, numérotées de 1 à 8, sont visibles
dans l’encart de la figure V.12 B). Il est possible de voir que la dynamique du pompage
global s’accélère très fortement lorsque la position du laser s’approche du centre de la
raie inhomogène. Les temps caractéristiques de pompage ainsi déterminés varient entre
3 s en position 1 et 94 s en position 8 (voir figure V.12 C)). Le temps caractéristique de
pompage n’est pas le seul paramètre qui évolue. En ralentissant, le processus de pompage
devient également moins efficace, et le pourcentage maximal de population pompée dimi-
nue lorsque le laser est excentré par rapport au centre de la raie. Il est proche de 100%
pour un pompage en position 1 et diminue jusqu’à 25% à 1 GHz du centre (position 8).

V.5.3 Explication du phénomène

Le système que nous allons considérer est constitué de deux groupes d’ions 171Yb3+

dans le site 2. Le premier groupe (ions A) représente la classe d’ion résonante avec le laser.
Le second groupe (ions B) représente le reste des ions 171Yb3+ qui sont non résonants
avec le laser. À l’équilibre thermique, aux températures de travail (¥ 2 K) et à champ
magnétique nul, les 171Yb3+ du groupe A sont répartis uniformément dans les quatre
niveaux hyperfins de 2F7/2(0) : |1AgÍ, |2AgÍ, |3AgÍ et |4AgÍ. De même, les 171Yb3+du
groupe B sont répartis équitablement dans : |1BgÍ, |2BgÍ, |3BgÍ et |4BgÍ (voir figure
V.13). Nous prendrons comme hypothèse que tous les spins des ions A et B peuvent
effectuer des flip-flops entre eux (flip-flops A ≠ B). Les flip-flops A-A et B-B sont éga-
lement possibles, mais ces processus ne vont pas contribuer au phénomène de pompage
global. Pour l’instant, nous ne considérerons pas les effets de distance, c’est à dire que
chaque ion A peut effectuer une relaxation croisée avec chaque ion B et inversement. On
suppose également, comme expliqué précédemment, qu’il n’a pas de corrélation entre la
position dans la largeur inhomogène optique et la largeur inhomogène de spin [76]. Le
taux de flip-flop entre un ion A dans |iAgÍ et un ion B dans |jBgÍ vaut Wij . On a donc
Wij = Wji et Wii = 0. Dans notre système, on considère que Wij ∫ RSLR, où RSLR

représente le taux de relaxation spin-réseau. Cette hypothèse est raisonnable sachant que
RSLR = 1.4 ◊ 10≠2 Hz (voir V.10) et Wij > 1 Hz. Cette hypothèse est correcte car la
durée de vie d’un trou spectral à zéro champ magnétique est inférieure à 100 ms (voir
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Fig. V.12 A) Profil d’absorption de la transition (4g≠1e) pour différents temps
de pompage (de 0 à 50 s). La position du laser est symbolisée par la flèche orange.
Le spectre est mesuré 10 ms après le pulse de pompage global de façon à voir
le trou spectral résiduel. La valeur d’absorption maximale est symbolisée par
un point vert pour chaque courbe. Ces valeurs sont reportées sur la figure B),
en fonction du temps de pompage. La dynamique du pompage pour d’autres
positions du laser est également mesurée. Les positions 1 à 8 du laser sont de
plus en plus excentrées par rapport au centre de la raie. Ces positions sont visibles
dans l’encart. Toutes les mesures sont faites à 2 K pour une polarisation du laser
selon l’axe D2. C) Temps caractéristique du pompage global Tpompage en fonction
de la position du laser par rapport au centre de la raie (4g ≠ 1e).
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Fig. V.13 Schéma représentant le système : les ions A sont résonants avec le
laser. Les ions B ne le sont pas. Les processus d’échange aux taux Wij peuvent
s’effectuer entre les groupes A et B. La flèche rouge symbolise le laser, réso-
nant avec la transition |4AgÍ ¡ |1AeÍ. Les flip-flops A-A et B-B sont également
possibles, mais ces processus ne vont pas contribuer au phénomène de pompage
global, ils ne sont donc pas représentés sur le schéma.

paragraphe V.20), et cette relaxation se fait par des processus spin-spin car les processus
spin-phonons sont bien plus lents. Le laser est résonant avec la transition (4g ≠ 1e). Les
taux de branchement optiques de relaxation depuis le niveau |1AeÍ sont symbolisés par
γ1e,1g, γ1e,2g, γ1e,3g et γ1e,4g

3.

Dans la suite de cette section, nous allons considérer que le pompage optique est
bien plus rapide que les processus de flip-flops, qui eux mêmes sont plus rapides que les
processus SLR. Nous allons donc analyser la distribution de la population à des régimes
correspondants à des échelles de temps différents:

• le régime du pompage optique (t << 1/Wij)

• le régime des flip-flops (1/Wij << t << 1/RSLR)

• le régime SLR (équilibre thermique) (1/RSLR << t)

a) Pulse d’excitation court

Considérons le système initialement à l’équilibre thermique. Les populations sont équi-
tablement réparties dans les niveaux hyperfins du fondamental :

3. On a
q

i
γ1e,ig = 1.
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I

A1g,0 = A2g,0 = A3g,0 = A4g,0 = Atot

4

B1g,0 = B2g,0 = B3g,0 = B4g,0 = Btot

4

À l’instant t = 0 le système est soumis à un pulse laser intense résonant avec la transi-
tion (4g≠1e) d’une durée plus courte que la temps de vie radiatif T1 = 1 ms. La transition
(4g ≠ 1e) correspond à la seule raie optique isolée des autres dans le massif d’absorption
(voir V.5). Une seule classe d’ion est donc résonante avec le laser. On suppose que toute
la population résonante A4g,0 est transférée dans l’état excité |1AeÍ. Si on attend quelques
millisecondes que l’état excité se relaxe et l’on suppose qu’aucun processus de flip-flop ne
s’est encore produit, la répartition de la population devient :

Y

_

_

_

_

_

]

_

_

_

_

_

[

A1g = (1 + γ1e,1g)Atot

4

A2g = (1 + γ1e,2g)Atot

4

A3g = (1 + γ1e,3g)Atot

4

A4g = γ1e,4g
Atot

4

B1g = B2g = B3g = B4g = Btot

4

Cette répartition est fonction des taux de branchements optiques du niveau émetteur
|1eÍ. La population A4g est partiellement vidée alors que B1g n’a pas changé. C’est ce
qui va donner un trou spectral. Les populations A1g, A2g et A3g sont plus grandes qu’à
l’équilibre thermique, et correspondent aux anti-trous.

Puis, sur une échelle de temps plus grande, les processus de flip-flop vont ré-équilibrer
les populations selon le système d’équations :

I

dAig

dt =
q

j ”=i
Wij

Btot
(AjgBig ≠ AigBjg)

dBig

dt =
q

j ”=i
Wij

Atot
(BjgAig ≠ BigAjg)

Nous appellerons le régime des flip-flops le régime correspondant à l’équilibre établi par
les processus de relaxation croisées. Pour l’instant, aucune relaxation spin-réseau n’a eu
lieu. Il est possible de montrer que le régime des flip-flops correspond à une répartition
de la population telle que :

Y

_

_

_

_

_

_

_

_

_

_

_

_

]

_

_

_

_

_

_

_

_

_

_

_

_

[

A1g = (1 + βA,1g)Atot

4

A2g = (1 + βA,2g)Atot

4

A3g = (1 + βA,3g)Atot

4

A4g = βA,4g
Atot

4

B1g = (1 + βB,1g)Btot

4

B2g = (1 + βB,2g)Btot

4

B3g = (1 + βB,3g)Btot

4

B4g = βB,4g
Btot

4

avec βA,ig =
1+γ1e,ig

Btot
Atot

1+
Btot
Atot

et βB,ig =
1+γ1e,ig

Atot
Btot

1+
Atot
Btot

.
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t = 0 t << 1/Wij

temps

Population après
 pompage court

Régime des
  flip-flops

Fig. V.14 Schéma explicatif de l’évolution de la répartition de la population des
ions A et B au cours d’une séquence de pompage court. Le laser est allumé en
t = 0, et est éteint après une durée t << 1/Wij . La répartition de la population
des ions A a changé mais pas celle des ions B. Lorsque le régime des flip-flops
est atteint, la répartition de la population des ions B a changé. À un temps
t >> 1/RSLR le système est revenu à l’équilibre thermique.

Sur une échelle de temps encore plus grande, les processus SLR vont faire varier le
système jusqu’à l’équilibre thermique au bout de quelques dizaines de secondes.

Le détail des calculs est présenté en annexe D.3.1 et un schéma de l’évolution de la
répartition des populations est montré figure V.14. Comme les taux de branchements op-
tiques γ1e,ig sont tous inférieurs à 1, on a donc βA,ig < 1 et βB,ig < 1. Lorsque le régime
des flip-flops est atteint, on voit donc que les populations des ions dans le groupe B ont
été changées sans que ces ions n’aient été affectés par un quelconque pompage optique. On
voit notamment que la population B dans le niveau |4BgÍ est plus petite qu’à l’équilibre
thermique (B4g,eq < Btot

4 ).

b) Pulse d’excitation long

Considérons maintenant que le pulse d’excitation est bien plus long que le temps de
vie radiatif. La population dans le niveau |4AgÍ va se vider rapidement par rapport à la
durée totale du pompage. En effet, chaque ion A qui va relaxer depuis |1AeÍ vers |4AgÍ
va immédiatement être re-pompé. Au bout d’un grand nombre de cycles, |4AgÍ va tendre
vers 0. Les populations A vont donc se répartir de la façon suivante :

Y

_

_

_

]

_

_

_

[

A1g = (1 + Γ1g)Atot

4

A2g = (1 + Γ2g)Atot

4

A3g = (1 + Γ3g)Atot

4
A4g = 0
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avec :
Γig =

γ1e,ig

γ1e,1g + γ1e,2g + γ1e,3g

Ce coefficient représente le taux de branchement normalisé en omettant les relaxations
de |A1eÍ vers |A4gÍ.

En effectuant des relaxations croisées avec les ions A, la population des ions B va
s’équilibrer de cette façon (voir en annexe D.3.2):

(V.1)
Y

_

_

_

]

_

_

_

[

B1g = (1 + Γ1g)Btot

4

B2g = (1 + Γ2g)Btot

4

B3g = (1 + Γ3g)Btot

4
B4g = 0

temps

Population induite
  par le pomage

Régime des
  flip-flops

Fig. V.15 Schéma explicatif de l’évolution de la répartition de la population des
ions A et B au cours d’une séquence avec un pulse de pompage long. Le laser est
allumé en t = 0. Après un certain temps, la répartition de la population des ions
A a changé mais pas celle des ions B. Lorsque le régime des flip-flops est atteint,
la répartition de la population des ions B a changé. Le laser est éteint en tÕ = 0.
À un temps tÕ >> 1/RSLR le système est revenu à l’équilibre thermique.

Un schéma de l’évolution de la répartition des populations est montré figure V.15.
Lorsque le régime des flip-flops est atteint, on voit que la population dans le niveau |4BgÍ
est nulle, alors que la population dans |1BgÍ, |2BgÍ et |3BgÍ est plus grande qu’à l’équi-
libre thermique. C’est donc l’effet des relaxations croisées qui réajustent l’équilibre de la
population des ions B en fonction de la répartition de la population des ions A induite
par le pompage optique.
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Lorsqu’on arrête le pompage optique, le système va relaxer lentement vers l’équilibre
thermique où Big = Btot

4 . C’est bien ce que l’on observe expérimentalement.

c) Simulation numérique

Les détails concernant cette simulation numérique sont présentés en annexe D.4.

Le but de cette simulation est de regarder l’évolution des populations B par le phé-
nomène de pompage global au cours d’un pompage optique. Pour cette simulation, le
système considéré est le même que dans les deux paragraphes précédents. C’est à dire
qu’on a 4 niveaux hyperfins et deux groupes d’ions A et B. Les ions A sont résonants avec
le laser et les ions B ne le sont pas. Dans cette simulation, il est possible de faire varier
certains paramètres afin de comprendre leurs effets respectifs sur le pompage global. Le
pompage optique est effectué dans la transition (4g ≠ 1e) (la seul raie optique isolées des
autres dans le massif d’absorption de 171Yb3+:Y2SiO5 dans le site 2 à champ magnétique
nul). Le système d’équations différentielles régissant le système prend en compte l’exci-
tation optique, la relaxation optique, les processus spin-spin ainsi que les processus SLR.
Le programme est montré en annexe D.4.

Ce système a été simulé de manière numérique en considérant :

• Un ratio de population A/B de 0.001 (réaliste car Γinh ¥ 600 MHz et Γlaser ¥ 1
MHz)

• Des relaxations spin réseaux de taux RSLR variables

• Des relaxations spin-spin Wij variables

• Un taux de pompage laser Rlaser = 105 Hz (choisi de telle façon que Rlaser >> Wij)

• Un temps de pompage de 2 s dans la transition |A4gÍ æ |A1eÍ
• Un temps de relaxation optique T1 = 1.3 ms (valeur mesurée dans Yb3+:Y2SiO5)

La matrice de taux de branchement déterminée dans l’annexe pour une polarisation selon
l’axe D2 (voir D.1) est utilisée:

γII,D2 =

Q

c

c

c

a

0.15 0.06 0.08 0.71
0.06 0.16 0.70 0.04
0.07 0.73 0.15 0.05
0.73 0.05 0.07 0.19

R

d

d

d

b

La figure V.16 montre l’évolution des populations des ions B dans les différents niveaux
hyperfins pour un pompage optique de 2 s dans la transition |4AgÍ æ |1AeÍ suivi d’une
relaxation (c’est à dire que l’on coupe le pompage optique). Les relaxations croisées de
taux Wij ainsi que les processus spin-réseau de taux RSLR interviennent à tout moment:
pendant le pompage optique et pendant la relaxation. Les courbes A)+D), B)+E) et
C)+F) correspondent à l’évolution des populations pendant le pompage et la relaxation
pour différentes valeurs de Wij et RSLR.

Dans la figure V.16 A), les relaxations croisées entre les ions sont bien plus rapides
que la durée du pompage. On voit que dès 0.5 s de pompage, le système est déjà dans
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un état stationnaire dans lequel la majorité de la population B qui est hors résonance
avec le laser a été redistribuée dans les niveaux |1BgÍ, |2BgÍ et |3BgÍ. Les valeurs des
populations normalisées finales des ions B valent K = (1.50, 1.21, 1.28, 0.01). Nous avons
vu dans le paragraphe b) que lorsque le régime des flip-flops est atteint, la répartition de
la population des ions B devrait être :

Y

_

_

_

]

_

_

_

[

B1g,eq = (1 + Γ1g)Btot

4

B2g,eq = (1 + Γ2g)Btot

4

B3g,eq = (1 + Γ3g)Btot

4
B4g,eq = 0

avec :
Γig =

γ1e,ig

γ1e,1g + γ1e,2g + γ1e,3g

En utilisant la matrice de taux de branchement γII,D2, on calcule les paramètres : (1 +
Γ1g) = 1.500, (1 + Γ2g) = 1.214 et (1 + Γ3g) = 1.286. Ces valeurs sont très proches de
celles données par la simulation (1.50, 1.21, 1.28, 0.01).

Les figures V.16 A) et B) permettent de comparer l’évolution des populations dans B
durant le pompage optique pour deux systèmes dont les taux de flip-flop sont différents.
On voit que lorsque les flip-flops deviennent plus lents, le phénomène de pompage global
ralentit. Dans le cas où Wij = 1 Hz, le système n’est toujours pas dans un état station-
naire au bout de 2 s de pompage. Les figures V.16 D) et E) montrent la relaxation de ces
populations lorsque l’on coupe le laser. On voit que cette relaxation reste la même, car
elle dépend de RSLR qui est le même dans les deux systèmes. Celui-ci met environ une
centaine de secondes pour revenir à l’équilibre thermique, ce qui correspond approxima-
tivement à 1/RSLR.

Les figures V.16 A) et C) permettent de voir l’effet du taux de relaxations spin-
phonons. Lorsque RSLR est du même ordre de grandeur Wij , c’est à dire que les proces-
sus SLR sont aussi rapides que les processus flip-flop, on voit sur la figure V.16 C) que le
pompage global devient beaucoup moins efficace. C’est à dire qu’au régime des flip-flops,
B4g ne tend plus vers 0, mais vers 0.8. Cependant, après que le pompage optique est ar-
rêté, la relaxation des populations se fait bien plus rapidement vers l’équilibre thermique,
comme le montre la figure V.16 F). Comme nous l’avons déjà expliqué dans le paragraphe
V.5.2, la relaxation vers l’équilibre thermique ne dépend que des relaxations spin-réseau.
Il est donc normal que le retour à l’équilibre thermique se fasse bien plus rapidement si on
augmente RSLR. Ce phénomène correspond bien à l’observation réalisée dans la mesure
du temps de relaxation de la population |4gÍ en fonction de la température (figure V.10).
Lorsque la température augmente, le temps de relaxation RSLR augmente et le temps de
relaxation diminue. Ceci explique pourquoi les variations de la relaxation en fonction de
la température ont pu êtres ajustées en considérant les différents processus spin-phonon.
Expérimentalement, nous voyons également une baisse de l’efficacité du pompage global
lorsque la température augmente, c’est à dire que RSLR augmente.

Malgré le grand nombre d’hypothèses et de simplifications faites pour établir notre
modèle, la simulation présentée sur les figures V.16 A) et D) nous permet de retrouver
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Fig. V.16 Évolution des populations B1g, B2g, B3g et B4g au fur et à mesure
d’un pompage exercé dans la transition |4AgÍ æ |1AeÍ (A), B) et C)) suivi de la
relaxation (D), E) et F)) en considérant les paramètres Wij et RSLR.

des dynamiques relativement proches de celles observées expérimentalement. C’est à dire
qu’un pompage optique de l’ordre de la seconde dans la transition (4g≠1e) permet d’arri-
ver à un état stationnaire des populations. Et le système relaxe vers l’équilibre thermique
sur un temps de l’ordre de la minute. La distribution de population de la population B
donnée par la simulation est de Ksimu = (1.50, 1.21, 1.28, 0.01), tandis que la distribu-
tion expérimentale mesurée est de Kexp = (1.62, 1.28, 1.06, 0.04), voir figure V.8 B). Ces
valeurs sont relativement proches.

Des grandes simplifications ont été faites pour établir notre modèle.

• La première est d’avoir considéré que tous les ions A et B peuvent relaxer par flip-
flops. En réalité, des effets de distance entrent en jeu et les taux de relaxation Wij

en dépendent. Cette suggestion est l’objet du paragraphe suivant.

• Une deuxième simplification est que les Wij soient tous égaux. Il est possible que
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les relaxations croisées entre les différents niveaux hyperfins n’aient pas la même
probabilité. Cette observation a été faite dans une étude récente de Cruzeiro, et
al. [77] sur la dynamique des trous spectraux dans un échantillon de Nd3+:Y2SiO5

enrichi en isotope 145Nd3+ (I = 7/2).

d) Diffusion spatiale

Nous avons considéré que tous les ions A et B pouvaient effectuer des flip-flops entre
eux. Cela n’est pas le cas en réalité car les ions sont répartis de façon statistique dans
toute la matrice cristalline et seuls les ions proches spatialement peuvent effectuer des
relaxations croisées. Ce sont donc les ions B les plus proches des ions A qui vont inter-
agir avec eux. Puis d’autres ions B vont relaxer avec les ions B polarisés. De proche en
proche, des spins B de plus en plus éloignés vont progressivement se polariser, comme
le montre la figure V.17. C’est un phénomène de diffusion. Le nombre d’ions A va in-
fluencer l’étendue de la région de diffusion. La figure V.17 compare deux situations dans
lesquelles les proportions d’ions résonants avec le laser sont différentes (ions rouges =
ions A). Les ions bleus correspondent à des ions B à l’équilibre thermique, c’est à dire
que la probabilité qu’ils soient dans un des quatre niveaux de spin est la même. Les
ions jaunes correspondent à des ions B dont la distribution dans les niveaux hyperfins
correspond à celle donnée dans l’équation (V.1), c’est à dire que ce sont des ions polarisés.

Un autre effet dont nous n’avons pas discuté est la largeur inhomogène de spin. Tous
les spins A et B ne sont pas forcément résonants du fait des variations d’environnement
locaux des ions dans le cristal. Cette largeur inhomogène a été mesurée à champ nul et
vaut à peu près 1 MHz [194].

Ces deux remarques montrent que les modèles utilisés précédemment sont approxi-
matifs. Notamment, ils ne peuvent pas être utilisés pour calculer les différents taux de
flip-flop Wij entre les niveaux hyperfins. Il serait possible de calculer des taux de relaxation
moyens W̃ij en prenant en compte une distance moyenne entre les ions. D’autres simula-
tions incluant un paramètre de diffusion spatiale pourraient être imaginées, utilisant un
algorithme de type Monte-Carlo, par exemple.

V.5.4 Contrôle de la cohérence optique

a) Expérience

Le phénomène de pompage global induit un changement de la répartition de la po-
pulation dans les différents niveaux hyperfins par rapport à celle à équilibre thermique.
Or, nous savons que les relaxations croisées entre les spins dépendent fortement de la
concentration en ions. De plus, il est fort probable que les relaxations croisées entre les
différents niveaux hyperfins soient différentes. On peut donc s’attendre à ce que les taux
de flip-flop soient différents dans le système après pompage global par rapport au système
à l’équilibre thermique.

Nous avons vu dans la section V.6, qu’une des raisons à la limitation des temps de
cohérence de spin et optiques au champ magnétique nul pourrait être un effet des flip-flops.
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Laser Beam

171Yb3+ non polarisé

 

171Yb3+ polarisé
171Yb3+ résonant avec le laser

Fig. V.17 Schéma décrivant le phénomène de diffusion spatiale de la polarisation
de spin dans le cristal le long du faisceau laser pour deux proportions d’ions A/B
différentes. Les ions rouges représentent les ions A qui sont résonants avec le laser.
Les ions bleus représentent les ions B qui possèdent une distribution dans les 4
niveaux hyperfins qui est celle de l’équilibre thermique. Les ions jaunes sont des
ions B qui sont polarisés, c’est à dire qui possèdent une distribution de population
dictée par le pompage global. On voit que plus le ratio A/B est grand, plus la
proportion d’ions B polarisés est grande.
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Cette limitation peut être réalisée par l’intermédiaire de deux termes :

• Le premier est le terme de déphasage : Γφ. Il correspond au déphasage créé lorsque
des ions 171Yb3+ environnants aux 171Yb3+ sondés relaxent. Ces ions créent un
champ magnétique fluctuant ΔB qui crée de la diffusion spectrale. Nous nous at-
tendons à ce que ce terme soit fortement réduit à champ nul car le gradient Zeeman
S1 est nul pour les transitions de spin et optiques. Nous avons vu qu’on peut expri-
mer le terme de déphasage ainsi : Γφ = ΔB · S2 · ΔB.

• Le second terme est le terme de relaxation qui dépend directement du T1 des ions :
1/2fiT1. Si les ions subissent des relaxations croisées de taux total W , alors on aura
une limitation fondamentale du temps de cohérence telle que T2 < 2/W .

L’idée est donc la suivante : si les temps de cohérence sont limités par des effets de
flip-flop et que le pompage global est capable de changer les taux de flip-flop, alors il de-
vrait être possible de contrôler la cohérence en utilisant le pompage global.

Pour vérifier cela, des mesures du temps de cohérence optique sont réalisées par écho
de photon pour différentes distributions en population induites par pompage global. La
fréquence du laser est différente durant le pompage global de celle pendant la séquence
d’écho de photon. Pour l’étape de pompage global, la fréquence du laser va déterminer la
distribution de population finale. La séquence utilisée pour cette expérience est illustrée
sur la figure V.18 A). Chaque séquence commence par une initialisation, qui consiste en 50
balayages successifs du laser le long du massif d’absorption optique avec une puissance de
7 mW. Cette séquence permet de revenir en quelques milisecondes au système tel qu’il est
à l’équilibre thermique (voir annexe D.5). Puis un pulse de pompage (7 mW de puissance)
de durée variable effectue le pompage global. Le ou les niveaux hyperfins du fondamental
résonants avec le laser vont se vider plus ou moins en fonction de la durée de ce pulse.
Après un délai de 600 ms, 50 séquences d’écho successives sont réalisées, correspondant à
un même délai · entre le pulse fi/2 et fi. Le délai de 600 ms est nécessaire à la stabilisation
de la céramique piézoélectrique, et donc de la fréquence du laser. L’écho de plus grande
amplitude parmi ces 50 séquences d’écho est alors sélectionné, permettant des mesures
moins sensibles au jitter du laser. La durée du pulse fi/2 est de 1 µs, la durée d’un pulse
fi est de 2 µs. Les séquences d’écho sont répétées toutes les 50 ms. Aucune différence n’a
été observée si ce délai est augmenté à 500 ms, ce qui veut dire que l’on ne creuse pas de
trou spectral avec les séquences d’écho (la durée de vie des trous spectraux est inférieure
à 500 ms, nous le verrons par la suite). La séquence entière est répétée pour chaque valeur
de · afin de mesurer le déclin de l’intensité de l’écho. Les figures V.18 C) et D) montrent
ces déclins d’écho pour des temps de pompage différents et pour un pompage global dans
deux positions fréquentielles différentes. Dans la figure C), pendant le pompage global, le
laser est résonant avec les transitions (3g ≠ 2e) et (1g ≠ 1e), c’est ce qu’on appellera la
position (1g3g ≠ 1e2e). Le pompage global va donc vider les niveaux |1gÍ et |3gÍ. Dans la
figure D) le laser est placé au centre des quatre transitions (1g ≠ 4e), (1g ≠ 3e), (2g ≠ 4e),
(2g≠3e) pendant le pompage global, c’est ce qu’on appellera la position (1g2g≠3e4e). Ce
seront les niveaux |1gÍ et |2gÍ qui vont se vider. Pour toutes ces mesures, l’écho optique
est mesuré sur la transition (4g ≠1e) à 306262.9 GHz. Le contrôle du taux de polarisation
de spin réalisé par le pompage global est réalisé en utilisant la séquence visible sur la
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figure V.18 B). Cette séquence est composée du même début que la séquence de mesure
de l’écho optique, cependant au lieu d’envoyer une séquence fi/2 - fi, un balayage du
massif d’absorption est réalisé. Il est possible de voir qu’en fonction du temps de pom-
page global, la population dans le ou les niveaux hyperfins résonants avec le laser diminue.

Chaque déclin d’écho est ajusté à une équation du type :

I(·) = Ae
≠ 4τ

T2 + B

avec T2 qui correspond au temps de cohérence optique et B qui est un paramètre corres-
pondant au bruit résiduel lors de la mesure.

La forme des déclins correspond à une simple exponentielle, indiquant que le système
ne subit pas de diffusion spectrale agissant à des temps caractéristiques du même ordre
de grandeur que le T2. Comme certains de ces temps de cohérence se rapprochent du
temps de vie radiatif optique de T1 = 1.3 ms, il est intéressant de regarder l’évolution de
la composante de T2 issue du déphasage seul, et donc d’enlever la partie due au déclin
radiatif :

T2,φ =
1

1
T2

≠ 1
2T1

La figure V.19 montre les temps de cohérence de pur déphasage T2,φ mesurés en fonc-
tion du temps de pompage pour les deux positions du laser (1g3g ≠1e2e) et (1g2g ≠3e4e)
(voir au paragraphe précédent pour la définition de ces positions). Sans pompage, T2,φ

mesuré vaut 310 µs ce qui correspond à un T2 mesuré de 277 µs. Cette valeur est légère-
ment supérieure à la valeur mesurée dans le paragraphe V.6. Ceci pourrait être dû au fait
que ces deux séries d’expériences n’ont pas été réalisées dans le même cryostat, et donc
le champ magnétique résiduel n’est pas le même. Cela pourrait également être dû à la
différence de température dans les deux expériences : 3.5 K pour la première contre 2 K
pour ici. Il est également possible que des vibrations dans le cryostat aient pu limiter les
temps de cohérence mesurés précédemment. En effet le cryostat utilisé était équipé d’un
cryo-réfrigérant pulsé. Pour ces mesures, celui utilisé est à circulation d’hélium liquide
(voir II.1.2). Sur la figure V.19, on voit que plus les niveaux |3gÍ et |1gÍ sont vidés de
leur population, plus T2,φ est grand, arrivant à une valeur de 1.12 ms pour un temps de
pompage de 10 s. Cette valeur figure parmi les plus longs temps de cohérence optiques
observés dans des ions de terres rares, la valeur la plus élevée (4.4 ms) ayant été mesurée
dans Er3+:Y2SiO5 pour un champ magnétique de 7 T [33]. Ce résultat est important car
il montre que des temps de cohérence optiques peuvent également être atteints par des
ions Kramers à bas champ magntétique. Jusqu’à maintenant des valeurs de l’ordre de la
µs avaient été mesurées [207].

Au contraire, lorsque les niveaux |1gÍ et |2gÍ se vident, et que la population se stocke
dans |3gÍ et |4gÍ, T2,φ diminue fortement. Pour un pompage de 10 s, la population dans
|1gÍ et |2gÍ est complètement vidée, et on mesure T2,φ = 87.3 µs.

On voit donc qu’en fonction de la fréquence du pompage, il est possible de moduler
T2,φ sur plus d’un ordre de grandeur. Il est également possible de voir un effet du pom-
page global sur le temps de vie des trous et anti-trous spectraux creusés dans la largeur
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Fig. V.18 A) Séquence utilisée pour mesurer un écho optique après le pompage
global. B) Séquence utilisée pour mesurer le spectre d’absorption optique après
le pompage global. C) Déclins d’échos optiques et spectres d’absorption mesurés
pour différents temps de pompages global dans la position (1g3g ≠ 1e2e) (voir
texte) à 2 K. D) Déclins d’échos optiques et spectres d’absorption mesurés pour
différents temps de pompage global dans la position (1g2g ≠ 3e4e) (voir texte) à
2 K.
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Fig. V.19 T2,φ mesuré en fonction du temps de pompage pour le laser en position
(1g3g ≠ 1e2e) (bleu) et en position (1g2g ≠ 3e4e) (rouge).

inhomogène optique. Afin de mesurer ces différences, une expérience de mesure de déclins
d’anti-trous est réalisée en utilisant la séquence montrée figure V.20 A). Cette séquence
commence par une initialisation. Puis un pompage global de durée variable est effectué en
position (1g3g ≠ 1e2e). La figure V.20 B) montre le spectre d’absorption après différentes
durées de pompage global avec le laser dans la position (1g3g ≠ 1e2e). On voit bien qu’en
en fonction de la durée de ce pompage, la population dans |1gÍ et |3gÍ diminue. Ensuite,
un pulse d’une durée de 10 ms est envoyé afin de creuser un trou spectral en position
(1g2g ≠ 3e4e), comme le montre la figure V.20 C). Après un délai variable, un scan du
massif d’absorption est réalisé. La profondeur optique des anti-trous apparents sur la raie
(4g≠1e) est mesurée en fonction de ce délai. Comme le trou fin est creusé dans une région
dans laquelle quatre transitions optiques se recouvrent (3g ≠ 1e), (4g ≠ 1e), (4g ≠ 1e) et
(4g ≠2e), il apparaît 4 anti-trous dans la raie (4g ≠1e) correspondant aux 4 classes d’ions
pompées. Le délai minimum utilisé pour ces mesures est de 4 ms, limité par l’expérience.
Afin de pouvoir sonder les temps caractéristiques relativement courts tout en omettant
la contribution du temps de vie de l’état excité optique de T1 = 1.3 ms, la mesure a été
effectuée sur les anti-trous spectraux.

Les différents déclins d’anti-trou présents dans la raie (4g ≠ 1e) pour 1 s et 10 s de
pompage ainsi que sans pompage préalable sont présentés sur la figure V.20. Ces déclins
sont ajustés à un déclin bi-exponentiel d’équation :

I(t) = ae
≠ t

T1,c + be
≠ t

T1,l + c

T1,c et T1,l représentent respectivement la composante courte et longue du déclin bi-
exponentiel. Les valeurs ainsi mesurées sont représentées sur la figure V.21. Nous pouvons
voir que de manière identique à l’évolution du temps de cohérence optique, la durée de
vie du trou augmente de manière significative lorsque les niveaux |1gÍ et |3gÍ se vident et
que la population se stocke dans |2gÍ et |4gÍ. La composante courte et longue augmentent
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Fig. V.20 Mesure de temps de vie des anti-trous présents dans la transition
(4g ≠ 1e) en fonction de la durée de pompage global. A) Schéma de la séquence
utilisée. B) Spectres d’absorption obtenus en fonction de la durée du pompage
global (bleu : 0 s, vert : 1 s,rouge : 10 s). La flèche orange représente la position
du laser pendant le pulse de pompage global. C) Spectre d’absorption réalisé
pour un pompage global de 1 s et avec un délai de 5 ms entre le pulse de brûlage
du trou fin et le scan. La flèche verte correspond à la position du trou spectral.
Les flèches noires correspondent à la position des anti-trous correspondant aux
différentes classes d’ions affectées par le trou spectral. D) Déclins du maximum
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Fig. V.21 Temps caractéristiques extraits des ajustements réalisés sur les déclins
présentés figure V.20 B). Rouge : composante longue. Bleu : composante courte.
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de près d’un ordre de grandeur lorsque un pompage de 1 s est réalisé. Pour un pompage
de 10 s, la composante longue T1,l =1.13 s représente les deux tiers du déclin total. Sans
pompage, on a T1,l = 75 ms qui ne représente que 50 % du déclin total.

De la même façon que pour les mesures de cohérence optique, les mesures de déclins
de trou spectral a été réalisée par un pompage global à la position (1g2g ≠3e4e). Il aurait
été intéressant en effet de voir une réduction du temps de vie du trou spectral. Cependant
aucune différence en terme de dynamique n’a été mesurée par rapport au déclin sans
pompage. Cela est probablement dû au fait que le délai minimum utilisé dans notre
expérience est de 4 ms, et que la composante courte est déjà plus petite que ce temps
sans pompage. Si cette composante diminue encore, il sera très difficile de la mesurer.
De plus, dans notre séquence, le trou spectral est brûlé en position (1g2g ≠ 3e4e), de
façon à voir un anti-trou sur la transition (4g ≠ 1e). Le pompage global et le pompage
du trou fin se font donc à la même fréquence. De ce fait, puisque la population diminue
dans |1gÍ et |2gÍ à cause du pompage global, le trou fin brûlé est plus petit, et donc les
anti-trous le sont aussi, et le rapport signal sur bruit de la mesure diminue. Une solution
à envisager pour effectuer cette mesure serait de regarder la durée de vie des anti-trous à
des délais plus courts. Cela nécessiterait de changer légèrement le dispositif expérimental,
en particulier de pouvoir faire varier la fréquence du laser de manière bien plus rapide sur
plusieurs GHz. Cela pourrait éventuellement être envisageable en utilisant un modulateur
électro-optique de façon à effectuer une modulation de la phase de l’onde lumineuse et
ainsi créer des bandes latérales à la fréquence désirée que l’on pourrait allumer ou éteindre
très rapidement en utilisant un switch RF.

b) Discussion

Notre hypothèse selon laquelle les processus de flip-flop pourraient changer en fonc-
tion de la distribution de population dans les niveaux hyperfins semble être confirmée
par les mesures présentées ci-dessus. En effet, dans ce système, à 2 K, nous savons que
les processus SLR sont très longs (¥ 60 s), les processus causant la relaxation des trous
spectraux ainsi que le déphasage sont donc reliés aux interactions spin-spin.

Les mesures effectuées ci-dessus montrent qu’il est possible d’augmenter ou bien de
diminuer le temps de cohérence optique en fonction de la distribution de population dans
les niveaux hyperfins. Il est également possible d’augmenter le temps de vie des trous
spectraux. On en conclut que la quantité de déphasage apportée au système ainsi que les
relaxations spin-spin incluant les spins dans le niveau |4gÍ diminuent lorsque la population
est répartie dans les niveaux |4gÍ et |2gÍ. D’autre part, la quantité de déphasage apportée
au système augmente quand la population est répartie dans |4gÍ et |3gÍ. Il se pourrait que
cela soit dû au fait que les taux de relaxation croisés |4gÍ ¡ |3gÍ soient bien plus grands
que ceux de |4gÍ ¡ |2gÍ, comme le montre le schéma figure V.22. En revanche, aucune
réduction de leur temps de vie n’a pu être mesurée.

On peut donc conclure qu’en changeant la distribution de population, on change la
contribution respective de ces différents taux de flip-flops au taux de flip-flop total agissant
sur un niveau de spin. Si on réduit la population entre deux niveaux dont les relaxations
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Fig. V.22 Schéma montrant l’influence de la distribution en population dans
les niveaux hyperfins sur les taux de relaxation spin-spin.

croisée sont rapides, la contribution venant de ce processus diminue, et les contributions
venant des relaxations les plus lentes augmentent. Ceci entrainerait une forte réduction
du déphasage sur la transition optique.

Les temps de cohérence optiques de pur déphasage T2,φ les plus longs mesurés dé-
passent 1 ms. Ils figurent parmi les plus longs temps de cohérence optiques observés
dans des ions de terres rares. Des temps comparables ont été mesurés dans Er3+:Y2SiO5

(T2 = 4.4 ms) en appliquant des champs magnétiques intenses (7 T) [33] ainsi que dans
Eu3+:Y2SiO5 [32] (T2 = 2.6 ms). Il serait très intéressant de pouvoir mesurer l’évolution
du temps de cohérence de spin en fonction de la distribution en population. Ce temps de
cohérence étant déjà bien plus élevé que le temps de cohérence optique pour une réparti-
tion de population à l’équilibre thermique, on pourrait imaginer des temps de cohérence
extrêmement longs en vidant les niveaux hyperfins adéquats, supposant qu’on ne soit pas
limité par la diffusion spectrale instantanée. En effet, nous avons vu dans le chapitre IV
que le déphasage apporté par ISD dépend de la concentration en ions. De ce fait, augmen-
ter la population dans le niveau sondé pourrait augmenter l’ISD. Il pourrait également
être possible d’extraire les différents taux de relaxation croisées entre les différents niveaux
hyperfins en préparant le système de différentes manières.

Ce phénomène de pompage global a déja été observé dans le rubis [209]. Il est très
possible que dans d’autres cristaux dopés terres rares, ce phénomène soit présent, dans
certaines conditions. Il faut notamment pouvoir accéder à certaines régions dans le massif
d’absorption optique où les transitions reliant certains niveaux de spin sont isolées. Pour
cela il faut soit des largeurs inhomogènes optiques suffisamment étroites ou bien un spin
nucléaire I pas trop élevé pour ne pas avoir trop de transitions optiques se recouvrant
dans le spectre d’absorption. Il faut également que le temps de relaxation spin-réseau
soit suffisamment long. Cette condition peut être obtenue en baissant suffisamment la
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température, car les phénomènes SLR y sont très sensibles.

V.6 Conclusions

Dans ce chapitre nous avons vu que 171Yb3+:Y2SiO5 possède une structure hyperfine
exceptionnellement simple, composée de seulement 4 niveaux dans le fondamental et 4
niveaux dans l’état excité optique. En cela, le nombre de transitions optiques reliant ces
niveaux hyperfins est bien moins élevé que dans les autres isotopes à spin nucléaire non
nul de terres rares paramagnétiques : 16 transitions optiques pour 171Yb3+:Y2SiO5 contre
64 pour 167Er3+:Y2SiO5 ou bien 145Nd3+:Y2SiO5. De ce fait, le profil d’absorption op-
tique est beaucoup plus simple, permettant même à champ nul d’avoir accès à certaines
de ces transitions de manière isolée. Pour celles qui se recouvrent, seul un nombre limité
de classes d’ions différentes est sélectionné, ce qui rend les mesures de creusement de trous
spectraux bien plus aisées.

L’anisotropie complète des tenseurs g et A de 171Yb3+ dans Y2SiO5 donne une pro-
priété très intéressante aux niveaux d’énergie à champ nul. L’effet sur ces niveaux d’une
perturbation magnétique est nul au premier ordre, ce qui diminue fortement le déphasage
créé par celles-ci (ZEFOZ). Pour la première fois, il a été observé donc une exaltation du
temps de cohérence à la fois pour les transitions de spin mais également pour les transi-
tions optiques avec des temps de cohérence mesurés allant jusqu’à 1 ms pour la transition
de spin et 180 µs pour la transition optique à 3.5 K. C’est également la première fois que
l’effet d’un ZEFOZ est montré dans un ion Kramer.

Un effet de diffusion de polarisation de spin est observé à champ nul dans ce maté-
riau. Cet effet est dû à la combinaison de plusieurs critères : des temps de relaxation SLR
très longs (de l’ordre de la minute), des temps de relaxation spin-spin bien plus courts
que les relaxations SLR et enfin un accès direct optique à certaines transitions de spin.
Cet effet, que l’on a nommé pompage global, montre un changement de distribution de
l’ensemble de la population dans les niveaux hyperfins du fondamental lorsqu’un laser,
même très fin spectralement pompe un groupe d’ions dans le système. En fonction des ni-
veaux résonants avec le laser, le pompage global va changer la distribution de population.
Cette population met alors quelques dizaines de secondes pour revenir à sa distribution
d’équilibre thermique, permettant de pouvoir effectuer des mesures entre temps. En fonc-
tion de cette distribution, il est possible de ralentir les processus de flip-flop entre les
ions 171Yb3+. Ce phénomène pourrait s’expliquer par le fait qu’en vidant un niveau re-
laxant rapidement avec un autre, on diminue la relaxation que subissent les ions dans
cet autre niveau. À l’inverse si on augmente la population dans deux niveaux relaxant
très rapidement ensemble, on exalte les flip-flops. Il a notamment été possible de faire
varier le temps de cohérence de pur déphasage T2,φ de 87.3 µs à 1.12 ms alors qu’on
mesure T2,φ = 311 µs à l’équilibre thermique. Il a également été possible de faire varier
la durée de vie des trous spectraux d’un ordre de grandeur. La valeur de 1.12 ms pour
T2,φ figure parmi les plus longs temps de cohérence mesurés pour une transition optique
d’un ions de terre rare. Notamment aux champs magnétiques faibles, les ions Kramers
tels que Er3+ possèdent des temps de cohérence optiques relativement courts (¥ µs [207]).
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171Yb3+:Y2SiO5 possède donc des propriétés extrêmement intéressantes aux champs
magnétiques faibles qui font de lui un candidat prometteur à la fois en tant que mé-
moire quantique large bande pour la lumière, mais également comme interface micro-
onde/optique pour la transduction de qubits générés par des circuits supraconducteurs.

V.7 Perspectives

Pour la suite de cette étude, des simulations prenant en compte la largeur inhomogène
de spin et la diffusion spatiale de la polarisation des spins pourraient être réalisées afin
d’extraire les taux de flip-flop entre les différents niveaux hyperfins à partir des données
expérimentales.

Des mesures de déclins d’anti-trou spectral à courts délais pourraient donner des infor-
mations supplémentaires sur la dynamique des processus de flip-flop. Il serait notamment
possible que le temps de cohérence de spin mesuré de 1 ms soit limité par ces relaxations
croisées rapides, et donc que T2 soit limité par T1 à zéro champ magnétique.

Il pourrait être intéressant de réaliser des mesures du temps de cohérence de spin avec
différentes distributions de population dans les niveaux hyperfins de la même façon qu’ont
été faites les mesures de cohérence optique.

Pour finir, des mesures à très basse température (¥ mK), pour lesquelles la population
pourrait être stockée dans un seul niveau hyperfin pourraient permettre d’atteindre des
temps de cohérence optique très longs ainsi que pour certaines transitions de spin.

V.8 Points-clefs

• 171Yb3+:Y2SiO5 possède une structure hyperfine exceptionnellement simple et des
largeurs inhomogènes étroites (< 600 MHz). Certaines transitions optiques sont
isolées, même à champ nul, permettant un accès optique à un seul niveau de spin.

• Les transitions de spin et optiques montrent un ZEFOZ pour un champ magnétique
nul, induisant une augmentation de la cohérence de spin (> 1 ms) et optique (200
µs). Cette étude correspond à la première démonstration d’un ZEFOZ dans un ion
Kramers et également pour une transition optique.

• Un effet de diffusion de polarisation de spin (appelé pompage global) est étudié. Cet
effet permet de changer la distribution de population dans les niveaux hyperfins par
pompage optique avec un laser fin spectralement. En fonction de cette distribution
de niveaux, il est possible d’influencer le temps de cohérence optique ainsi que la
durée des trous spectraux.
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Chapitre VI

Vers un contrôle des interactions spin-
spin

Les travaux présentés dans ce chapitre sont publiés dans :
S. Welinski, C.W. Thiel, J. Dajczgewand, A. Ferrier, R.L. Cone, R.M Mac-
farlane, T. Chanelière, A. Louchet-Chauvet, P. Goldner, Opt. Mater. 63 69–75
(2017) [217].
S. Welinski, P.J. Woodburn, N. Lauk, R. L Cone, C. Simon, P. Goldner, C.
W Thiel, arXiv:1802.03354, (article en révision pour Phys. Rev. Lett.) [218].

VI.1 Introduction

Les ions de terres rares paramagnétiques sont des candidats extrêmement intéressants
pour effectuer des transferts d’états quantiques depuis le domaine micro-onde vers le do-
maine optique afin de construire des réseaux de télécommunication quantique [219, 198].
Leurs moments magnétiques importants leur permettent de se coupler efficacement aux
photons micro-ondes [60]. Cependant la conversion micro-onde-optique nécessite égale-
ment un couplage fort avec les photons de la lumière. Deux choix sont alors possibles
pour atteindre un couplage suffisant : travailler avec un ensemble important d’atomes
[198, 61] ou bien utiliser une cavité photonique [62, 84, 87].

Travailler avec un ensemble d’ions de terres rares permet d’augmenter considérable-
ment l’absorption optique. Un autre effet d’ensemble est l’élargissement inhomogène des
transitions optiques et de spin (voir I.5.3). Pour les transitions optiques, cet élargissment
est généralement de l’ordre du GHz [31]. Or, la bande passante optique avec laquelle on
peut adresser les ions reste souvent limitée à quelques MHz 1, ce qui limite la partie des
ions qui vont participer au processus (ions actifs). La majorité des ions restant ne parti-
cipe pas au processus : ce sont des ions spectateurs. Ces ions spectateurs vont en revanche
participer à l’élargissement homogène des transitions optiques et de spin des ions actifs.
En particulier aux bas champs magnétiques 2, ces ions vont participer à des interactions

1. La durée d’un pulse π est généralement de quelques µs (≈ MHz).
2. Dans le cadre cette étude nous nous plaçons dans les conditions permettant le developpement de

143
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spin-spin dont la contribution à la largeur homogène est double:

• Tout d’abord ils peuvent participer à des relaxations croisées avec des spins actifs.
Ces relaxations vont réduire leur T1, et donc leur T2 par l’intermédiaire du terme
1/2fiT1 dans l’équation (I.3).

• Les ions spectateurs peuvent également participer à des relaxations croisées entre
eux, ce qui va créer des fluctuations de champ magnétique dans l’environnement
local des spins actifs. Ces spins actifs vont donc subir de la diffusion spectrale dont
la contribution à la largeur homogène est contenue dans le terme Γφ dans l’équation
(I.3).

Nous avons vu dans le chapitre V qu’il était possible de rendre les transitions moins
sensibles aux processus de déphasage en appliquant un champ magnétique dans des orien-
tations particulières pour lesquelles le gradient Zeeman est fortement réduit. De cette ma-
nière, il est possible de réduire fortement la contribution en Γφ de Γh. Il reste cependant
la composante de relaxation en 1/fiT1 qui peut fortement limiter le temps de cohérence.

La question que nous allons nous poser dans ce chapitre est : comment réduire les
processus de flip-flop sans pour autant réduire la concentration en ions de terres rares ?

Une relaxation croisée entre deux spins n’est possible que s’ils partagent une transition
de même énergie. Un moyen pour limiter les interactions entre les ions actifs et les ions
spectateurs serait donc de les rendre non-résonants. Dans ce chapitre nous verrons deux
façons de limiter ces interactions entre spins en partant de cette idée.

• La première consiste à travailler avec des transitions de spin de l’état excité optique
des ions actifs de façon à décorréler les ions actifs des ions spectateurs. En effet, les
énergies des transitions de spin n’ont pas la même énergie dans l’état fondamental
et sans l’état excité.

• La seconde consiste à augmenter la largeur inhomogène de spin des ions en ajoutant
un désordre contrôlé dans le matériau. En augmentant cette largeur inhomogène,
on baisse la probabilité qu’il y ait deux spins résonants proches l’un de l’autre.

Ces deux études sont réalisées sur l’ion Er3+dans la matrice Y2SiO5. L’erbium est un ion
paramagnétique d’intérêt technologique car il possède une transition optique (4I15/2(0) ¡
4I13/2(0)) à 1.5 µm, la longueur d’onde télécom [71, 220].

VI.2 Intérêt de l’état excité optique

Les résultats présentés dans cette section proviennent d’un travail collaboratif avec
C.W Thiel et R.L Cone de Montana State University, USA.

systèmes hybrides utilisant des circuits supraconducteurs. Ces circuits nécessitent des champs magnétiques
pour fonctionner correctement [185].
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VI.2.1 Introduction

À travers l’exemple de Yb3+:Y2SiO5, nous avons vu dans le chapitre III que le tenseur
g des ions est différent dans l’état fondamental et dans l’état excité optique. Ceci est vrai
pour tous les ions de terres rares paramagnétiques. Pour un champ magnétique donné,
le facteur g ne sera donc pas le même dans l’état fondamental (que l’on notera gg) que
dans l’état excité (que l’on notera ge). De ce fait, les transitions de spin électronique de
ces deux états ne sont pas résonantes. Travailler dans l’état excité avec les spins actifs
permettrait donc de supprimer les effets de relaxations croisées avec les spins spectateurs
et d’augmenter leur temps de cohérence sans pour autant réduire la concentration totale
en ions.

Il y a également un autre avantage à découpler les transitions de spin électronique
des ions actifs et spectateurs : celui de réduire les effets de diffusion spectrale instantanée
(ISD). Ce phénomène, que nous avons déjà abordé dans le chapitre IV (voir IV.6) est
un processus de diffusion spectrale provoqué par l’excitation des ions, notamment par les
pulses de refocalisation (pulses fi) [113, 115]. L’effet du pulse fi sur une transition optique
ou de spin est d’inverser la population dans la transition étudiée, ce qui va changer le
moment dipolaire magnétique et/ou le moment dipolaire électrique en fonction de la na-
ture de la transition. Le déphasage produit par l’ISD dépend de la concentration en ions
résonants, comme le montre l’équation (IV.5) En travaillant dans l’état excité, seuls le
ions actifs sont résonants, à l’inverse de travailler dans l’état fondamental dans lequel les
ions actifs et spectateurs le sont.

L’état excité optique possède un temps de vie radiatif T1,opt qui va limiter le temps
de cohérence des transitions de spin dans ce niveau. Ce temps est en général de l’ordre
de la milliseconde comme par exemple dans Yb3+:Y2SiO5 (voir chapitre III). Un grand
avantage à travailler dans l’état excité optique 4I13/2(0) de Er3+:Y2SiO5 est que le temps
de vie radiatif de la transition 4I13/2(0) ¡ 4I15/2(0) est relativement long, avec une valeur
de T1,opt de 11.4 ms pour le site 1 et 9.2 ms pour le site 2 [64].

Cette section porte sur l’étude de la dynamique de la transition de spin électronique
de l’état excité optique 4I13/2 de Er3+ dans le site 1 de Y2SiO5 dans le but de pouvoir
l’utiliser pour effectuer des protocoles quantiques de transduction micro-onde/optique.
Cette étude montre l’observation pour la première fois d’un écho de spin dans l’état ex-
cité d’un ion de terre rare. Grâce à des mesures d’échos 2- et 3-pulses, les phénomènes
de décohérence agissant sur la transition de spin électronique de l’état excité sont étu-
diés. Nous montrerons alors l’intérêt d’utiliser cette transition plutôt que celle de l’état
fondamental.

VI.2.2 Conditions expérimentales

a) Échantillon

L’échantillon utilisé provient de la boule No. 6-429 de Y2SiO5 fabriquée par Scientific
Material Corp., Bozeman MT. Il est dopé à 0.005 % atomique (50 ppm) en Er3+ en
proportions isotopiques naturelles. Il est orienté selon les directions D1D2b. L’échantillon
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mesure 3.9 mm de longueur selon l’axe b, qui est l’axe de propagation de la lumière pour
ces mesures. La largeur inhomogène optique de ce cristal est de Γinh,opt= 390 MHz et le
coefficient d’absorption est de –0 = 8.1 cm≠1 pour une polarisation de la lumière E || D2

[64].

b) Montage Raman hétérodyne

Le montage expérimental de l’expérience de diffusion Raman hétérodyne (RHS) est
décrit sur la figure VI.1 A). Une diode laser New Focus équipée d’une cavité externe est
utilisée. Elle génère un faisceau à ⁄ = 1536.49 nm amplifié par une fibre dopée erbium. Ce
faisceau d’une puissance de P = 15 mW se propage dans le cristal selon l’axe b. L’échan-
tillon est monté dans un cryostat Oxford Optistat à hélium liquide dont la température est
maintenue à 3 K. Le faisceau du laser est focalisé grâce à une lentille de 150 mm de dis-
tance focale de façon à obtenir un rayon d’environ Ê0 = 90 µm au niveau de l’échantillon.
Une autre lentille, de même distance focale, placée après le cryostat, collimate le faisceau
qui est dirigé vers une photodiode-AC New Focus 1611-AC amplifiée (bande passante de
1 GHz). Un champ magnétique B est produit dans le cryostat selon l’axe D1 du cristal
grâce à des bobines placées à l’extérieur de l’enceinte. L’échantillon est monté sur un
guide d’onde radio-fréquence (RF) en cuivre d’impédance 50 Ω. Lorsque l’onde circule,
elle génère un champ magnétique selon l’axe b du cristal, voir figure VI.1 C) et D). Le
signal de la photodiode est envoyé vers un analyseur spectral HP E4411B. Le signal RF
excitateur est généré par ce même analyseur spectral à une puissance de -10 dBm entre 9
kHz et 1.0 GHz. Il passe dans un amplificateur de 2 W (33 dBm) avant d’être envoyé dans
le guide d’onde allant au cryostat. La transmission RF est terminée par une terminaison
50 Ω à l’extérieur du cryostat pour éviter toute réflexion. Des mesures à des fréquences
plus élevées ont également été réalisées, visible en annexe E.1.

c) Montage écho de spin

Le montage expérimental pour la mesure d’écho de spin par diffusion Raman hétéro-
dyne est visible sur la figure VI.1 B). Les conditions expérimentales sont les mêmes que
pour l’expérience précédente mis à part que différentes températures ont été utilisées au
cours des mesures. Pour des températures en dessous de 2.1 K, l’échantillon est immergé
dans l’hélium superfluide. Au dessus de cette température, l’échantillon est dans le gaz. Le
signal RF est produit par un générateur haute stabilité PTS-500. Les pulses d’excitation
sont créés grâce à un switch RF Minicircuit ZASWA-2-50-DR+ connecté à un générateur
de pulses TTL Stanford Research Systems DG-645. L’onde pulsée est amplifiée (+45 dB)
en utilisant un Minicircuit ZHL-5W-1 avant d’être envoyée dans le cryostat. La détec-
tion est réalisée par la même photodiode que précédemment. Le signal est envoyé dans
une série de filtres passe-bas 450 MHz et passe-haut 400 MHz puis mélangé (Minicircuit
ZLW-2 ) à un oscillateur local issu d’un second générateur RF identique au premier. Les
deux générateurs sont reliés par une horloge de synchronisation à 10 MHz. Un Merri-
mac PSM-3-500B est utilisé pour changer la phase du signal provenant de l’oscillateur
local avant le mélange des ondes. Le signal mélangé est envoyé dans un filtre passe bas
Minicruit BLP-1.9 avant d’être détecté sur un oscilloscope Tektronix TDS-754C.
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Fig. VI.2 Niveaux d’énergie de Er3+ et schémas de RHS dans le niveau fon-
damental et excité optique. Les transitions |1Í ¡ |2Í et |3Í ¡ |4Í représentent
respectivement les transitions de spin électronique dans les niveaux 4I15/2(0) et
4I13/2(0).

VI.2.3 Détection Raman hétérodyne

Les expériences décrites ci-dessous ont été réalisées en utilisant une technique de réso-
nance magnétique détectée optiquement (RHS), voir II.3. Comme il existe une transition
de spin électronique à la fois dans l’état fondamental 4I15/2 et dans l’état excité optique
4I13/2, deux schémas sont possibles. Ils sont visibles figure VI.2. Du fait de facteurs g dif-
férents dans l’état fondamental et dans l’état excité, ces transitions n’ont pas les mêmes
énergies. Ainsi en changeant la fréquence RF, il est possible d’avoir une résonance de
spin dans l’état fondamental ou dans l’état excité optique. Le laser est résonant avec la
transition optique des ions Er3+ dans le site 1. Son excitation continue d’une largeur
spectrale d’environ 1 MHz produit un équilibre de la population entre le niveau excité
optique et le niveau fondamental, voir annexe E.2. Dans le cas du schéma "fondamental",
ce pompage optique induit également une différence de population entre les deux niveaux
Zeeman de l’état fondamental (|1Í et |2Í) pour la classe d’ions résonante avec le laser, ce
qui rend la détection RHS plus efficace, voir section correspondante II.3. Pour le schéma
"état excité", il n’y a des ions que dans un des deux niveaux de spin de l’état excité, celui
résonant avec le laser. La différence de population entre |3Í et |4Í est donc toujours grande.

La figure VI.3 montre les spectres RHS pour des fréquences allant jusqu’à 1 GHz
en fonction de l’intensité du champ magnétique selon l’axe D1. L’excitation RF se fait
de manière continue durant cette expérience, de même que l’analyse du signal sur la
photodiode. Sur la figure VI.3A), quatre lignes droites sont visibles. Elles correspondent
aux transitions de spin électronique dans l’état fondamental 4I15/2(0) et dans l’état excité
4I13/2(0) des isotopes de Er3+ à spin nul (I=0) dans les deux sous-sites du site 1. En
effet, le champ magnétique n’est pas tout à fait selon l’axe D1, ce qui rend les deux sous-
sites non équivalents magnétiquement. Il est possible d’attribuer ces lignes aux différentes
transitions de spin éléctronique connaissant l’orientation du champ magnétique et les
tenseur g dans 4I15/2(0) et 4I13/2(0) pour Er3+:Y2SiO5 [68, 69]. Les fréquences de ces
différentes transitions calculées à partir des Hamiltoniens de spin correspondants sont
tracées sur la figure VI.3 B). Deux d’entre elles correspondent aux transitions de spin
électronique dans l’état fondamental (rouge) et deux autres correspondent à celles de
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Fig. VI.3 A) Mesure RHS à 3 K de Er3+ dans le site 1 de Y2SiO5. B) Niveaux
Zeeman ajustés correspondants aux niveaux 4I15/2(0) et 4I13/2(0). Le cercle vert
correspond aux conditions fréquence/champ magnétique utilisées pour la détec-
tion de l’écho de spin.

l’état excité optique (bleu). Les valeurs correspondantes des facteurs g effectifs sont de
4.75 et 3.85 (± 0.3) pour l’état fondamental et de 4.35 et 3.27 (± 0.3) pour l’état excité
optique. Cela correspond à un champ magnétique de direction ◊ = 86.91 ± 0.01˚et „ =
7.0 ± 0.2˚dans le repère bD1D2 utilisant la même convention d’angles d’Euler que dans
[69]. Les transitions de spin ont toutes des largeurs similaires, de l’ordre de 10 MHz, ce
qui est proche des valeurs déjà publiées [60, 68]. Aucun élargissement de ces raies n’a été
observé en fonction du champ magnétique. Ce type d’élargissement se produit lorsque
les ions n’ont pas tous exactement le même facteur g, mais s’il existe une distribution
de largeur Δg centrée autour de g. La raison à cela peut être la présence de défauts
dans le cristal, nous y reviendrons dans la section VI.3. Sur la figure VI.3 A) il est
également possible de voir d’autres structures moins prononcées dont la dépendance en
champ magnétique n’est pas linéaire. Ces structures proviennent très certainement des
transitions hyperfines de l’isotope 167Er3+ (I = 7/2) présent à 22.9 % dans le cristal.

VI.2.4 Étude de la cohérence et de la diffusion spectrale dans l’état excité
optique

Des échos de spin dans l’état excité optique 4I13/2(0) ont pu être observés en utilisant
une excitation RF pulsée comme décrit dans la section c). Pour ces expériences, le champ
magnétique appliqué est de 8.7 mT selon la même direction que précédemment (B || D1).
La fréquence de transition de spin électronique sur laquelle les échos sont étudiés se situe
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Fig. VI.4 A) Deux exemples d’échos de spin détectés optiquement dans l’état
excité 4I13/2(0) pour deux délais t12 différents (0.5 µs et 1 µs) (T = 1.9 K et
B = 8.7mT ). B) Mesure de l’aire des échos (cercles) en fonction du délai t12

et ajustement à une fonction exponentielle étirée (ligne). L’encart montre la
séquence RF utilisée.

à 400 MHz pour ce champ magnétique, correspondant au point vert sur la figure VI.3 B).

Deux exemples d’échos de spin détectés optiquement sont visibles sur la figure VI.4
A). La durée des pulses pour une intensité d’écho maximale est de 150 ns. Sur la figure, les
delais entre les deux pulses sont de 450 et 950 ns. Le signal d’écho apparait en opposition de
phase par rapport aux pulses RF, ce qui est attendu pour cette séquence (voir II.2.3.a)).
En faisant varier le délai t12 entre les pulses, il est possible de mesurer le déclin de
l’aire de l’écho comme le montre la figure VI.4 B). Ce déclin est ajusté par une fonction
exponentielle étirée, signature de diffusion spectrale agissant à des temps caractéristiques
comparables à la durée de l’expérience 3 [134]:

A(t12) = Ae≠(2t12/T2e)x

Où T2e est le temps de cohérence de la transition de spin |3Í ¡ |4Í décrite dans la fi-
gure VI.2 et x représente le coefficient d’étirement. Le temps de cohérence extrait est
T2e = 1.6 ± 0.2 µs pour le déclin à 1.9 K montré sur la figure VI.4 , ce qui correspond à
une largeur homogène de 200 kHz. Le coefficient x vaut 1.4 ± 0.2.

Aucun écho de spin n’a été observé dans l’état fondamental. Une explication à cela
est donnée dans la partie discussion VI.2.5.

Pour comprendre quels sont les processus qui limitent le temps de cohérence et qui
produisent la diffusion spectrale que subit le système, des mesures d’écho 3-pulses (ou écho
stimulés) ont été réalisées dans les mêmes conditions que les échos 2-pulses. Le principe
de cette mesure est expliqué dans le paragraphe II.2.3.c), la séquence utilisée est montrée
dans la figure VI.5. Le premier pulse prépare le système dans un état cohérent de super-

3. Ce type de forme de déclin d’écho a déja été observé au chapitre IV dans le cadre de l’étude de la
cohérence des transitions de spin électronique et nucléaire de Yb3+:Y2SiO5.
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Fig. VI.5 Aire de l’écho de spin stimulé dans l’état excité 4I13/2(0) mesuré à
2.5 K (cercles) en fonction de t23, délai entre le second et le troisième pulse ainsi
que l’ajustement à un modèle de diffusion spectrale (ligne). L’encart montre la
séquence RF utilisée.

position entre l’état fondamental et l’état excité. Après le temps t12, la phase relative des
différents spins a évolué en fonction de leur fréquence respective. Le second pulse trans-
forme la composante équatoriale du moment magnétique de chaque ion en composante
longitudinale, ce qui a pour effet de créer un réseau fréquentiel de population entre l’état
fondamental et l’état excité. Ce réseau de population va s’effacer peu à peu en fonction de
la diffusion spectrale ainsi que du temps de vie T1. Lorsque le troisième pulse est envoyé,
un écho de spin va être généré dont l’amplitude va être fonction de la profondeur du
réseau de population. Cette mesure permet donc de mesurer à la fois l’effet de la diffusion
spectrale ainsi que le temps de relaxation T1e de la population de la transition de spin
électronique |3Í ¡ |4Í. Un exemple de mesure d’écho 3-pulse en fonction du temps t23

avec t12 fixé à 0.3 µs est montré figure VI.5. Aux courts délais (t23 < 30 µs), le déclin de
l’écho est rapide. Cela est dû à la diffusion spectrale. Le déclin exponentiel plus lent est
dû à la relaxation de la population (terme en exp(-t23/T1e)).

Pour étudier les différentes contributions à la décohérence que subissent les ions Er3+

dans l’état excité 4I13/2(0) (appelés ions 1e), un modèle de largeur effective Γeff variable
en fonction de t12 et t23 est utilisé [47] :

Γeff(t12, t23) = Γ0 +
1
2

ΓSD(Rt12 + 1 ≠ e≠Rt23)

Γ0 représente la contribution à la largeur homogène provenant des processus bien plus
rapides que le temps caractéristique de l’expérience, ΓSD représente la largeur à mi-hauteur
de la distribution dynamique en fréquence de la transition due aux relaxations des spins
environnants et R représente le taux de relaxation des spins environnants. L’amplitude
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de l’écho 3-pulse s’écrit :

A(t12, t23) = A0e
(≠

t23
T1e

)
e(≠2πt12Γeff(t12,t23))

La diffusion spectrale est attribuée aux fluctuations du bain d’ions Er3+ dans le cristal.
En effet le moment magnétique des ions Y3+ étant bien moins important, les fluctuations
qu’ils créent sont négligeables par rapport à celles des ions Er3+ [47]. Plusieurs contribu-
tions différentes peuvent provenir des groupes d’ions Er3+ présents:

• Tout d’abord il y a la population contenue dans l’état excité optique. Cependant
compte tenu du ratio entre la largeur du laser (Γlaser = 1 MHz) et la largeur
inhomogène de la transition optique (Γinh,opt = 390 GHz), la population des ions
1e est environ 800 fois plus petite que celle dans l’état fondamental (le calcul est
effectué en annexe E.2). Il paraît donc acceptable de négliger leur contribution.

• La contributions des ions Er3+ dans l’état fondamental dans le site 1 (appelés ions
1g)

• La contributions des ions Er3+ dans l’état fondamental dans le site 2 (appelés ions
2g)

Dans les paragraphes suivant nous allons estimer la contribution à la diffusion spectrale
de la part des ions 2g et 1g, et ensuite confronter nos calculs aux données expérimentales.

a) Estimation de la décohérence due aux ions 2g

Les ions 2g ont un facteur g effectif g2g ¥ 14 pour cette orientation de champ ma-
gnétique, conduisant à des relaxations spin-spin résonantes (flip-flops) importantes. La
concentration en ions est la même dans les sites 1 et 2. Elle est estimée à n = 4.7 ◊ 1017

ions/cm3. Le taux de flip-flop des ions 2g, Rff,2g peut être calculé grâce à la formule [134]:

Rff,2g =
2fi(ΔÊ1/2,2g≠2g)2

Γinh,spin
sech(

µBg2gB

2kT
)2 (VI.1)

où Γinh,spin représente la largeur inhomogène de spin des ions 2g et ΔÊ1/2,2g≠2g représente
la largeur dipolaire à mi-hauteur des spins 2g provoquée par l’interaction avec les autres
spins 2g. On calcule ΔÊ1/2,2g≠2g en utilisant l’équation (I.15) :

ΔÊ1/2,2g≠2g =
2fi2µ0µBg2

2gn

9
Ô

3h

On calcule Rff,2g = 1.8◊107 s≠1. Ce taux indique que les flip-flops des ions 2g est plus
rapide que le temps caractéristique de l’expérience, qui est de l’ordre de quelques centaines
de ns. La contribution dipolaire sur les ions 1e est donc partiellement réduite par effet
de moyenne, ce que Mims appelle le motionnal narrowing [134]. Et on peut estimer la
contribution à l’élargissement homogène des ions 2g sur les ions 1e par la formule :

Γff,1e≠2g =
(ΔÊ1/2,1e≠2g)2

0.56fiRff,2g
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où

ΔÊ1/2,1e≠2g =
2fi2µ0µBg1eg2gn

9
Ô

3h

Le facteur g effectif des ions Er3+ dans l’état excité du site 1 vaut g1e = 3.3 pour le
sous-site étudié ici.

Du fait de la relaxation très rapide des spins 2g, la contribution Γff,1e≠2g à la largeur
homogène est constante au cours de le l’expérience d’écho 3-pulse, sa valeur est répertoriée
dans le tableau VI.2.

b) Estimation de la décohérence due aux ions 1g

En ce qui concerne les ions 1g, dont le facteur g effectif vaut en moyenne g1g ¥ 3.3, on
s’attend à ce que le taux de flip-flops soit plus petit que celui des ions 2g. Les ions 1g sont
vraisemblablement ceux qui provoquent la diffusion spectrale "lente" visible sur le déclin
de l’écho de spin (voir figure VI.4). Il est possible d’estimer la largeur de la distribution
dynamique en fréquence des ions 1e due aux interactions dipôles-dipôles avec les ions 1g
en utilisant cette formule :

Γ1e≠1g =
ΔÊ1/2,1e≠1g

fi
sech(

µBg1gB

2kT
)2

Les ions 1g relaxent selon deux processus. Tout d’abord par flip-flops, dont on peut calcu-
ler le taux de la même façon que dans l’équation (VI.1), Rff,1g, ainsi que par relaxations
spin-réseau (voir I.6). Pour la condition température/champ magnétique de mesure, on
s’attend à ce que le processus spin-réseau prédominant soit un processus de type Orbach
[122], voir I.6.2.

c) Comparaison avec l’expérience

L’extraction des informations à partir des données expérimentales est réalisée en plu-
sieurs étapes :

• Pour chaque température, le temps de vie T1e est mesuré à partir d’un déclin d’échos
3-pulses aux temps t23 longs. Ces valeurs sont montrées sur la figure VI.7.

• Puis l’ensemble des déclins d’échos 2- et 3-pulses sont ajustés simultanément en
utilisant les modèles :

I(t23) = I3pe
(≠

t23
T1e

)
e(≠2t12π(Γ0+ 1

2
ΓSD[Rt12+1≠e≠Rt23 ])) (VI.2)

pour les déclins d’écho 3-pulses avec t12 = 0.3 µs fixé et en utilisant les valeurs de
T1e déterminées précédemment, et :

I(t12) = I2pe(≠2t12π(Γ0+ 1
2

ΓSDRt12)) (VI.3)

pour les déclins d’écho 2-pulses avec t23 = 0 µs fixé. Un ajustement est visible sur
la figure VI.5 correspondant à une température de 2.5 K. D’autres ajustements sont
visibles sur la figure VI.6. Ils permettent de déterminer les valeurs de Γ0 et ΓSD. Le
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Γ0 ΓSD Rff –O,g ΔO,g

2.7 ◊ 105 Hz 4.3 ◊ 105 Hz 2.1 ◊ 104 s≠1 50 ◊ 1010 s≠1 40 K

Tableau VI.1 – Coefficients ajustés d’après les courbes expérimentales, voir le paragraphe
c).

Γff,1e≠2g Γ1e≠1g Rff,1g

6.3 ◊ 105 Hz 4.4 ◊ 105 Hz 1.6 ◊ 105 s≠1

Tableau VI.2 – Coefficients estimés d’après les équations de Mims [134] dans les para-
graphes a) et b).

taux de relaxation total R a été ajusté sous la forme Rff + RO,g où Rff représente
un taux de flip-flop et RO,g un taux de processus de relaxation à deux phonons de

type Orbach : RO,g = –O,g/(e(
ΔO,g

T
) ≠ 1), voir I.6.2. Ces valeurs sont reportées dans

le tableau VI.2.

D’après les paragraphes précédents, on s’attend à ce que la largeur homogène totale
soit la somme d’une contribution rapide et indépendante du temps d’évolution de la part
des ions 2g (relaxations croisées très rapides) et d’une contribution plus lente de la part
des ions 1g (mélange de relaxations croisées et de relaxations spin-réseau). Dans les pa-
ramètres d’ajustement, Γ0 devrait donc être la contribution rapide des ions 2g, et ΓSD

la contribution des ions 1g dont le taux de relaxation est R. D’après le tableau VI.2,
on remarque effectivement que les paramètres Γ0 et Γff,1e≠2g sont très comparables. De
même pour ΓSD et Γ1e≠1g. Seuls les paramètres Rff et Rff,1g sont différents. Cela vient
probablement du fait que les équations de Mims ne sont qu’approximatives et ne prennent
pas en compte les anisotropies des facteurs g. La valeur trouvée pour ΔO,g = 40 K est
inférieure à sa valeur théorique de 54 K [47]. Cependant, ce paramètre est souvent observé
significativement inférieur à ce que l’on attend [128, 30, 90]. Ces mesures nous permettent
de confirmer notre hypothèse sur les processus de décohérence agissant sur les ions 1e.

Il est possible d’expliquer la variation des valeurs de T1e déterminées grâce aux déclins
d’écho 3-pulses en fonction de la température, visibles figure VI.7, par la combinaison d’un
processus de relaxation spin-réseau de type Orbach combiné à la relaxation optique du
niveau 4I13/2(0), voir annexe E.3. Aux plus basses températures, T1e atteint 1.2 ms, limité
par l’émission et l’absorption due à l’excitation laser continue pendant la séquence d’écho.
Dans une configuration dans laquelle le laser aurait été pulsé, le T1e aurait été limité par
T1,opt = 11.4 ms [48].

La figure VI.7 montre également les valeurs de T2e ajustées pour chaque déclin d’écho
2-pulses à différentes températures. Indépendamment, une estimation de T2e a également
été calculée à partir des paramètres ajustés de diffusion spectrale selon la formule [47]:

T2e =
2Γ0

ΓSDR
◊ (≠1 +

Û

1 +
ΓSDR

fiΓ2
0

) (VI.4)
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Fig. VI.6 Exemples d’ajustements de déclins d’échos 3-pulses (haut) en utili-
sant l’équation (VI.2) et d’échos 2-pulses (bas) en utilisant l’équation (VI.3) à
différentes températures.
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Fig. VI.7 Temps de cohérence T2e(carrés violets) et temps de vie T1e (ronds
oranges) déterminés à partir des données expérimentales. Ligne violette : calcul
de T2e à partir de l’équation (VI.4) et des paramètres détermines par l’ajuste-
ment aux mesures d’échos 2- et 3-pulses. Ligne orange : ajustement des données
aux processus spin-réseau (voir annexe E.3). Ligne verte pointillée : temps de
relaxation par émission stimulée (voir annexe E.4).

Le bon accord entre les valeurs expérimentales ainsi que les valeurs théoriques calculées
avec la formule (VI.4) apportent une confirmation supplémentaire de l’interprétation des
relaxations de populations, ainsi que les processus de déphasage envisagés précédemment.

VI.2.5 Discussion

D’après l’étude précédente, les processus de décohérence dominants agissant sur les
ions dans l’état excité optique sont les relaxations des spins des ions Er3+ dans le niveau
fondamental. Ces relaxations correspondent à la fois à des relaxations spin-spin et des
relaxations spin-réseau. En baissant la température, les processus spin-réseau de type Or-
bach diminuent rapidement car leur dépendance en température est en exp(≠ΔO,g/T ). Le
taux de relaxation des processus spin-spin (flip-flops) diminue d’un facteur sech(ggµBB/2kBT )2,
correspondant à la distribution de type Boltzmann dans les niveaux d’énergies. On s’at-
tend donc à ce que la décohérence soit fortement réduite aux basses températures. Par
exemple, considérant un champ magnétique de 50 mT dans la même direction que pré-
cédemment, la fréquence de spin électronique dans le niveau excité serait de l’ordre de
2 GHz. Ces conditions sont compatibles avec l’utilisation de circuits supraconducteurs
dans le cadre d’une transduction de qubit micro-onde/optique. Pour une température de
20 mK, la décohérence proviendra majoritairement des ions 1g car les spins 2g seraient
totalement polarisés dû à leur grand g effectif (ratio de population calculé de 8 ◊ 10≠6

entre |2Í et |1Í pour le site 2). Il est possible d’extrapoler le taux de flip-flop des spins
1g à 20 mK en multipliant sa valeur mesurée à 2 K avec champ de 8.7 mT par un fac-
teur ¥ 350 (= sech( gµB◊0.0087

2k◊2 )2/sech( gµB◊0.05
2k◊0.02 )2). On peut estimer dans ces conditions le
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temps de cohérence de spin électronique des ions 1e, T2e, en utilisant les paramètres de
fit déterminés précédemment ainsi que l’équation [134]:

T2e =
1.41



Rff,1g1gΓ1g1g

Cette équation provient du modèle de Mims pour évaluer le temps de cohérence d’un
système lorsque la perturbation se fait par des relaxations dont le temps caractéristique
est plus lent que le temps d’évolution du système. On évalue alors un temps de cohérence
de T2e ¥ 1.8 ms, ce qui nous approche des temps caractéristiques où l’on pourrait voir
l’effet des ions Y3+ [47].

Les ions 1g, quant à eux, subissent une décohérence rapide même aux plus basses
températures. En effet, aux très basses températures, à l’équlibre thermique, tous les
spins sont polarisés dans l’état de plus basse énergie |1Í. Lorsque quelques spins sont
excités dans l’état |2Í par l’application d’un pulse mico-onde, ces spins vont voir un grand
nombre de spins voisins dans l’état |1Í avec lesquels ils peuvent relaxer. On s’attend
donc à ce que le temps de cohérence soit limité par T1g < 50 µs (= 1/Rff). De plus, on
s’attend également à ce qu’un pulse fi durant une séquence d’écho apporte du déphasage
par phénomène d’ISD, réduisant T2g à approximativement 1 µs, indépendamment de la
température, voir annexe E.4. Ces considérations peuvent expliquer pourquoi il n’a pas
été possible d’observer d’écho de spin pour les ions 1g pour les mêmes conditions que pour
les ions 1e. De plus, notre analyse est en accord avec les valeurs mesurées de T2g = 5.6 µs
à 30 mK pour un champ magnétique dans une autre orientation [67].

VI.2.6 Conclusions

Pour la première fois, un écho de spin dans l’état excité optique d’un ion de terre
rare a été observé dans un cristal de Er3+:Y2SiO5. Des séquences d’écho 2- et 3-pulses
ont permis de mesurer des temps de cohérence allant jusqu’à 1.6 µs, ainsi que d’étu-
dier les mécanismes de décohérence agissant sur les spins actifs du système. Ces analyses
suggèrent qu’en abaissant la température, le temps de cohérence pourrait atteindre des
valeurs de l’ordre de la milliseconde dans l’état excité tandis que la cohérence resterait
limitée à quelques µs dans l’état fondamental.

L’utilisation des transitions de spin électronique dans l’état excité permet de "protéger"
en quelque sorte les spins actifs des spins spectateurs. Cette protection de la cohérence
pourrait être utile pour certaines applications telles que la conversion micro-onde/optique
d’états quantiques, d’autant plus qu’il est possible de trouver des fréquences compatibles
avec des circuits supraconducteurs à des champs magnétiques convenables à leur utilisa-
tion.

VI.3 Effet du désordre sur les largeurs des raies optiques et de
spin dans Er3+,Sc3+:Y2SiO5

Les résultats présentés dans cette section proviennent d’un travail collaboratif avec
C.W Thiel et R.L Cone de Montana State University, USA et J. Dajczgewand, A. Louchet-
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Chauvet et T. Chanelière du Laboratoire Aimé Coton, Orsay, France. Les mesures de RPE
ont été réalisées à l’IRCP, et les mesures optiques aux USA et à Orsay.

Dans la section précédente nous avons vu qu’une solution pour limiter les relaxations
croisées ions actifs et les ions spectateurs est de travailler dans l’état excité optique. En
effet, les transitions de spin électronique n’étant pas de même énergie dans l’état fonda-
mental et dans l’état excité, les transitions de spin des ions actifs et des ions spectateurs
ne sont pas résonantes.

Une autre approche qui pourrait permettre de limiter les relaxations croisées serait
d’augmenter les largeurs inhomogènes des transitions de spin. En effet, nous avons vu
dans le chapitre I que le taux de relaxations croisées au sein d’un même groupe de spins
A peut se calculer ainsi [135, 47] :

Rff,A =
2fi(ΔÊ1/2,A≠A)2

Γinh,spin,A
sech(

µBgAB

2kBT
)2

Dans cette équation, Γinh,spin,A représente la largeur inhomogène de spin des ions A et
ΔÊ1/2,A≠A représente la largeur dipolaire à mi-hauteur des spins A provoquée par l’inter-
action avec d’autres spins A (voir équation (I.15)).

Il serait donc très utile d’avoir un contrôle de la largeur inhomogène des raies de
spin afin de contrôler les relaxations croisées entre les ions. Il serait également interes-
sant d’avoir un contrôle sur les largeurs inhomogènes optiques, et notamment du rapport
entre la largeur inhomogène et la largeur homogène (Γinh/Γh). En effet, ce rapport est
déterminant dans le calcul de la bande passante maximale d’une mémoire quantique pour
la lumière utilisant un protocole de stockage tel que l’AFC (Atomic Frequency Comb)
[22, 31]. Le contrôle de la largeur inhomogène peut également être utile pour des appli-
cations d’anayse spectrale de signaux radiofréquences [221]. Par exemple, en modulant la
fréquence d’une onde lumineuse monochromatique par un signal radio-fréquence 4, il est
possible d’imprimer le spectre d’un signal RF dans le massif inhomogène de la raie optique
de l’ion de terre rare par creusement de trou spectral (voir II.1.6). Un scan du laser le
long de cette raie d’absorption suffit alors à lire le spectre du signal RF [222]. Dans le cas
de Er3+:Y2SiO5 la largeur inhomogène est relativement petite. Elle vaut typiquement 0.5
GHz [64] (cette valeur varie en fonction de la concentration et des conditions de croissance
[118]), ce qui limite la bande passante pour l’AFC ou bien pour un analyseur spectral.
Pour cette application, il serait donc également intéressant d’augmenter Γinh.

Nous avons vu dans le chapitre I (voir I.5.3) que les largeurs inhomogènes des transi-
tions optiques et de spin des ions de terres rares dépendent de différents paramètres. Elles
dépendent notamment de la quantité de défauts présents dans la matrice cristalline. On
s’attend à ce que l’ajout de désordre dans le cristal augmente les inhomogénéités locales
du champ cristallin, et de ce fait, augmente les largeurs inhomogènes des ions de terres
rares.

4. Cette opération peut être réalisée par un modulateur Mach Zehnder.
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Ajout d'un codopant

Fig. VI.8 Schéma explicatif de l’effet attendu à l’ajout de désordre dans un
cristal.

L’introduction de désordre dans un un cristal pourrait donc avoir un double effet :
augmenter les largeurs inhomogènes et réduire les largeurs homogènes, comme le montre
la figure VI.8.

Certains résultats présents dans la littérature montrent qu’il est possible d’élargir les
raies optiques de Er3+ dans Y2SiO5 de 0.5 à 10 GHz en codopant le crystal avec des ions
Eu3+ à des concentrations de l’ordre du pourcent [223]. En effet, l’introduction d’un ion
ayant un rayon ionique plus élevé que Y3+ tel que Eu3+ va induire des contraintes distri-
buées dans le cristal qui vont êtres ressenties par les ions Er3+ présents dans la matrice.
L’effet du codopage avec Eu3+ montre également une réduction importante de la diffusion
spectrale, notamment aux bas champs magnétiques [48]. Pour un champ magnétique de
0.5 T, le matériau co-dopé à l’Eu3+ montre une largeur homogène plus étroite d’un ordre
de grandeur par rapport au matériau non co-dopé.

L’objet de cette section est d’étudier l’ajout de Sc3+ comme co-dopant dans un cristal
de Er3+:Y2SiO5. L’effet des ions Sc3+ sur la largeur des raies des ions Er3+ est étudié par
spectroscopie RPE et spectroscopie haute résolution optique. L’ion Sc3+ possède un rayon
ionique bien plus petit que Y3+ (0.87 Å pour Sc3+ contre 1.032 pour Y3+ Å [96]). On
peut s’attendre à ce que son effet de déformation de la structure cristalline soit différent
de Eu3+, qui a un rayon ionique plus grand que Y3+. De plus, Sc3+ n’a pas de transition
optique qui pourrait interagir avec celles des ions Er3+. Il a déjà été montré que l’ajout de
Sc3+ dans Eu3+:Y2O3 introduit un désordre qui peut se voir sur les largeurs inhomogènes
de Eu3+ sans effet sur les largeurs homogènes [224]. Dans le cas de ce cristal, le co-dopage
aux ions Sc3+ introduit donc un désordre statique, et non dynamique. Notre étude porte
ici sur l’ion Er3+ qui est un ion paramagnétique, et donc plus sensible aux fluctuations
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dynamiques de champ magnétique. Il est envisageable que l’ion Sc3+, qui possède un
unique isotope stable 45Sc3+ dont le spin nucléaire est I=7/2 (µ = 4.76 µN ), puisse
perturber les ions Er3+.

VI.3.1 Conditions expérimentales

a) Matériau

L’échantillon utilisé pour cette étude est issu d’un cristal de Y2SiO5 dopé nomina-
lement à 0.003 % atomique (30 ppm) à l’erbium et à 1% atomique au scandium dont
la croissance a été faite par la méthode de Czochralski. L’échantillon est taillé selon les
axes b, D1 et D2 avec une incertitude de l’ordre du degré. La plupart des mesures ont été
faites sur les ions Er3+ dans le site 1, le site majoritairement étudié pour les technologies
quantiques.

b) Spectroscopie RPE

Les mesures de résonance paramagnétique électronique ont été réalisées à 7 K avec un
spectromètre Brucker ELEXSYS possédant une sonde Super High Sensitivity dans une
cavité bande X (9.5 GHz). Le champ magnétique B est placé dans le plan D1D2.

c) Spectroscopie Optique

Les largeurs inhomogènes des raies optiques ont été mesurées grâce à des spectres
de transmission en utilisant une source de bande spectrale large amplifiée par une fibre
dopée erbium. La propagation de la lumière est selon l’axe b. La polarisation de la lumière
est réglée telle que E || D2. Le signal transmis est dirigé dans un analyseur de spectre
optique ANDO AQ6317B de résolution 2 GHz. Le cristal est placé dans un cryostat à
hélium liquide Janis Research à 1.8 K.

Pour les mesures de dynamique, le cristal est placé dans un un cryostat à hélium
liquide Janis Research maintenu à 1.7 K dans lequel une bobine supraconductrice peut
générer un champ magnétique entre 0 et 3 T. Le champ magnétique est dirigé à 5˚de
l’axe D2 dans le plan D1D2. Dans cette orientation, les ions Er3+ dans le site 1 possèdent
un g effectif valant g1 = 11 et, dans le site 2, g2 = 4.1. La source de lumière est un
laser fibré NKT Koheras amplifié à 100 mW. Le faisceau est focalisé dans l’échantillon et
passe deux fois au travers afin d’augmenter la longueur effective de l’échantillon, et donc
d’augmenter la profondeur optique. Les pulses sont générés en utilisant un modulateur
acousto-optique contrôlé par un générateur de fonction Tektronix AWG520.

VI.3.2 Élargissement inhomogène des raies RPE

La figure VI.9 montre un spectre RPE de l’échantillon Er3+,Sc3+:Y2SiO5 pour B
proche de l’axe D1 dans le plan D1D2. En comparaison, le spectre d’un échantillon de
Y2SiO5 dopé à 50 ppm en Er3+ non co-dopé (c’est-à-dire sans Sc3+) est également mon-
tré. Pour ce dernier spectre, la direction du champ magnétique est légèrement différente,
ce qui explique que les raies n’apparaissent pas exactement au même champ magnétique.
Les deux raies intenses visibles à 112 et 134 mT pour Er3+,Sc3+, et 126 et 149 mT pour
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Fig. VI.9 Spectre RPE de Er3+ dans le site 1 de Y2SiO5. Bleu : échantillon
dopé à 50 ppm en Er3+. Rouge : échantillon dopé à 30 ppm en Er3+ et 1% en
Sc3+. La température est de 7 K et la direction du champ magnétique est proche
de D1.

l’échantillon Er3+ seul correspondent aux deux sous-sites du site 1, confirmant que le
champ magnétique est légèrement désaxé par rapport au plan D1D2. Ces raies corres-
pondent aux isotopes I = 0 de Er3+. Des raies de plus faible intensité sont également
visibles sur l’échantillon Er3+:Y2SiO5. Elles correspondent à l’isotope 167Er3+ (I = 7/2)
[68]. Les raies RPE de l’échantillon co-dopé au Sc3+ sont beaucoup plus larges que celles
de l’échantillon non co-dopé. Le signal est également bien plus faible. Cela est dû au
fait que la concentration en Er3+ est plus petite (30 ppm nominal pour l’échantillon co-
dopé, 50 ppm nominal pour l’échantillon non codopé). Ce sont les raisons pour lesquelles
les raies des 167Er3+ ne sont pas visibles. La largeur des raies RPE mesurées dans ce
spectre sont de 0.3 mT (20 MHz) pour l’échantillon Er3+:Y2SiO5 et de 4 mT (270 MHz)
pour l’échantillon Er3+,Sc3+:Y2SiO5. Ces raies sont élargies de manière inhomogène dans
les deux échantillons pour cette température : la largeur homogène des ions Er3+ dans
les mêmes conditions pour un échantillon 50 ppm Er3+:Y2SiO5 est environ de 1 MHz
(T2 ¥ 0.3 µs à 6 K [67]).

Les largeurs des raies RPE des deux échantillons ont été mesurées pour différentes
orientations de champ magnétique dans le plan D1D2. Pour l’échantillon Er3+:Y2SiO5

les largeurs varient entre 0.07 mT (4.5 MHz) et 1.1 mT (73 MHz). La résolution du
spectromètre est estimée à 0.05 mT (3.2 MHz). Pour l’échantillon Er3+,Sc3+:Y2SiO5 elles
varient entre 0.6 mT (40 MHz) et 8.4 mT (560 MHz). Il est peu probable que cette grande
différence soit due au fait que les échantillons aient des concentrations en Er3+ différentes.
Cet élargissement est donc l’effet du scandium.

Lorsque le champ magnétique tourne dans le plan D1D2, le facteur g effectif de Er3+
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Fig. VI.10 Variations de la largeur des raies RPE des échantillons
Er3+:Y2SiO5(ronds bleus) et Er3+,Sc3+: Y2SiO5 (carrés rouges) en fonction de
l’angle du champ magnétique dans le plan D1D2.

dans le site 1, que l’on notera g, couvre des valeurs entre 1.5 et 12. Il est possible d’étudier
la largeur des raies en terme de distribution de g. La largeur de cette distribution sera
notée Δg. On peut alors écrire :

Δg = h‹0
ΔB

µBB2

où ‹0 représente la fréquence de la cavité RPE, ΔB est la largeur de la raie sur le spectre
RPE et B est l’intensité du champ magnétique au centre de la raie RPE. La figure VI.10
montre la variation de Δg dans le plan D1D2 pour Er3+ dans le site 1 dans les deux
échantillons. Nous pouvons voir que les valeurs de Δg varient en fonction de l’orientation
du champ magnétique dans ce plan. Les variations angulaires sont relativement iden-
tiques dans les deux échantillons, cependant les valeurs de Δg sont 10 fois plus élevées
dans l’échantillon contenant le scandium. On pourrait donc s’attendre à ce que l’effet de
réduction des flip-flops soit lui aussi dépendant de la direction du champ magnétique, et
qu’il soit maximum pour B || D2 où Δg est le plus grand, car Γinh,spin serait maximal.

Une analyse plus poussée de la dépendance angulaire de la largeur des raies est dé-
crite dans l’annexe F.1. Cette analyse suggère que la largeur des raies de spin électronique
de Er3+ ne peut pas être décrite seulement par une distribution du facteur g. D’autres
contributions indépendantes du champ magnétique semblent être présentes. Une de ces
contributions pourrait provenir d’interactions spin-spin entre ions Er3+. Comme la RPE
travaille à énergie µBgB constante, cette technique ne permet pas d’étudier l’évolution de
la largeur des raies en fonction de l’intensité du champ magnétique pour une orientation
donnée. Cette mesure permettrait de pouvoir chiffrer la proportion de la largeur inhomo-
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gène provenant de la distribution en g effectifs, et des autres contributions. Il serait alors
possible de prédire le comportement des raies sous n’importe quelle orientation de champ,
et donc de trouver les directions optimales pour réduire les processus de flip-flop.

VI.3.3 Élargissement inhomogène des raies optiques

Ces mesures ont été effectuées par J. Dajczgewand d, T. Chanelière et A. Louchet-
Chauvet.

La mesure d’absorption haute résolution de la transition optique 4I15/2(0) ¡ 4I13/2(0)
de Er3+ dans le site 1 dans l’échantillon dopé au scandium est montrée figure VI.11 (courbe
rouge). La largeur inhomogène, de 25 GHz, est bien plus grande que celle d’un cristal non
co-dopé. La courbe bleue montre l’absorption d’un cristal (0.005%) Er3+:Y2SiO5, la lar-
geur inhomogène est de 0.39 GHz pour un coefficient d’absorption maximal de 8 cm≠1

[64]. L’ajout de 1 % de Sc3+ multiplie donc par plus de 60 fois la largeur de la raie optique,
ce qui offre une bande passante spectrale importante pour des applications en tant que
mémoire quantique ou d’analyse spectrale. Malgré ce grand élargissement, la raie garde
une forme lorentzienne (courbe noire pointillée) ce qui indique que l’élargissement est dû
à des défauts ponctuels présents à basse concentration dans le cristal [119]. Cet élargis-
sement de la raie optique est donc attribué à des contraintes statiques introduites par
la distribution aléatoire en ions Sc3+ dans le cristal. L’effet d’élargissement du Sc3+ est
bien supérieur à celui de Eu3+. En effet, l’ajout d’un codopage de 1% en Eu3+ élargit la
raie optique de Er3+ à 11 GHz [223], contre 25 GHz avec 1 % de Sc3+. Il est possible
d’interpréter cela en comparant la différence de rayon ionique par rapport à Y3+. Sc3+ a
un rayon ionique de 0.870 Å, soit 15.7 % inférieur à celui de Y3+ de 1.032 Å, tandis que
Eu3+ a un rayon ionique 5.6 % plus grand que Y3+ (1.09 Å) [96]. Cela explique égale-
ment pourquoi Er3+ a peu d’effet sur les largeurs inhomogènes à basse concentration, son
rayon ionique de 1.021 Å étant très voisin ce celui de Y3+. Il est important d’ajouter que
les conditions de croissance peuvent également avoir beaucoup d’impact sur les largeurs
inhomogènes des ions de terre rares [50, 118].

L’élargissement de la raie est également accompagné d’une forte réduction de l’absorp-
tion. Le coefficient d’absorption maximal de la raie optique de l’échantillon (0.003%)Er3+,
(1%)Sc3+:Y2SiO5 est de –max = 0.14 cm≠1 alors qu’il est de –max = 8 cm≠1 dans
(0.005%)Er3+:Y2SiO5 [64]. La différence de l’aire totale entre les deux raies est en accord
avec la différence de concentration en Er3+ dans les deux échantillons. La force d’oscilla-
teur de Er3+ n’est donc pas changée par l’ajout de Sc3+.

On remarque également que la raie optique de l’échantillon co-dopé par des ions Sc3+

est décalée vers les hautes fréquences de 9.1 GHz par rapport à la raie de l’échantillon
non co-dopé. Pour mesurer précisement ce décalage, les deux échantillons sont montés
ensemble dans le cryostat afin d’effectuer la mesure d’absorption en même temps. Le fais-
ceau laser utilisé est séparé en deux afin de passer à travers les deux échantillons et de
mesurer les deux signaux transmis en même temps. Sc3+ a un effet de décalage vers les
hautes fréquences, tandis que Eu3+ décale la raie vers les basses fréquences (-3.0 GHz
pour 1% de Eu3+[223]), ce qui est dû au fait que le rayon de Sc3+ est plus petit que Y3+
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Fig. VI.11 Spectres d’absorption de la transition 4I15/2(0)¡4I13/2(0) de
Er3+ dans le site 1 à T= 1.8 K de (0.005%)Er3+:Y2SiO5(bleu) et
(0.003%)Er3+,(1%)Sc3+: Y2SiO5 (données : rouge, et ajustement : ligne poin-
tillée noire). La polarisation de la lumière est selon D2 et la propagation selon
b.

alors que Eu3+ est plus grand. Ces valeurs de décalage de raies sont proportionnelles aux
valeurs d’élargissement, ce qui indique que ces deux paramètres sont liés aux différences
de rayon ionique par rapport à Y3+. Des mesures ont également été réalisées dans le site
2, et montrent un décalage de +3.0 GHz pour une largeur inhomogène de 15 GHz. Dans le
cas de Eu3+, le décalage est de -0.9 GHz et la largeur est de 6 GHz. Le site 2 a donc l’air
moins sensible aux effets de champ cristallins que le site 1. Ceci est en accord avec le fait
que les niveaux de champs cristallins sont plus proches les uns des autres dans le site 2 [64].

Si l’on regarde ces mesures et celles de RPE présentées section VI.3.2, nous voyons
qu’il y a dans tous les cas un élargissement conséquent des raies que l’on attribue aux
contraintes apportées par la substitution de certains ions Y3+ par des ions Sc3+, dont le
rayon ionique est très différent. Cependant l’élargissement est plus conséquent que pour
les raies optiques que les raies de spin (◊60 contre ◊13.5 approximativement). Cette
propriété d’élargissement important dans le domaine optique est particulièrement intéres-
sante pour avoir une grande bande passante. Cependant cet élargissement s’accompagne
d’une diminution importante de la profondeur optique. Pour des applications telles que
des mémoires optiques, cela peut être problématique car l’efficacité de la mémoire dépend
de la profondeur des trous spectraux que l’on peut creuser. Cela peut également être
problématique pour l’analyse spectrale de signaux radio-fréquence, car la dynamique est
réduite. Là encore un compromis est à trouver.
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Fig. VI.12 Largeur homogène Γh calculée à partir des données expérimentales
de T2 (cercles noirs) et l’ajustement à ces données du modèle de diffusion spectral
(pour B > 200 mT) décrit dans le l’annexe F.2 (ligne noire). Les différentes
contributions à la largeur homogène totale des ions dans les deux sites de Y2SiO5

sont également montrées (lignes pontillées rouges et bleues).

VI.3.4 Impact sur la cohérence optique

Ces mesures ont été réalisées par C.W. Thiel et R.L Cone.

Des études précédentes ont montré que l’ajout d’un co-dopant pour élargir les raies
pouvait réduire significativement la diffusion spectrale [48]. Dans cette partie, l’effet du
co-dopage par des ions Sc3+ sur la cohérence optique des ions Er3+ est étudié. Pour
cela, le temps de cohérence optique T2 est mesuré par écho de photons en fonction de la
température. Les variations de la largeur homogène, calculée 1/fiT2, sont montrées figure
VI.12. Aux champs magnétiques très faibles (en dessous de 200 mT), la largeur homogène
diminue fortement avec le champ magnétique pour arriver à un minimum vers 200 mT.
Puis, lorsque le champ magnétique continue à augmenter, la largeur homogène subit une
augmentation jusqu’à atteindre 10.7 kHz à 1 T. Aux champs magnétiques supérieurs à 1
T, la largeur homogène diminue progressivement jusqu’à environ 1.8 kHz à 3 T. Ce type
de variation de la largeur homogène en fonction du champ magnétique appliqué a déjà
été observé dans Er3+:Y2SiO5 [207] ainsi que dans d’autres terres rares paramagnétiques
dans d’autres matrices [31, 90].
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a) Explication qualitative des variations de Γh

Les variations de la largeur homogène peuvent s’expliquer de manière qualitative
en analysant les différents processus pouvant apporter de la décohérence. Comme nous
l’avons déjà vu plusieurs fois dans ce manuscrit, la largeur homogène peut s’écrire ainsi :

Γh =
1

fiT2
=

1
fi2T1

+ Γφ (VI.5)

Avec T1 représentant le temps de vie de la transition, et Γφ la contribution des processus
de déphasage à la largeur homogène.

Les processus que nous allons considérer ici sont :

• Les relaxations spin-spin entre ions Er3+(flip-flops)

• Les relaxations spin-réseau

Les relaxations des ions Y3+ sont négligées pour des raisons que nous avons déjà évoquées
dans les chapitres IV et V. Les deux processus énumérés sont susceptibles d’intervenir
dans les deux termes présents dans l’équation (VI.5). Pour l’instant, nous n’allons pas
chercher à savoir quel terme domine, ni quel site des ions Er3+ crée la majeure partie de
la diffusion spectrale.

Le déclin rapide de la largeur homogène à très bas champ magnétique est attribué à
la réduction des interactions spin-spin entre les ions Er3+. En effet, si l’on suppose que
la largeur inhomogène de spin est essentiellement due à une distribution en facteur g
(c’est-à-dire que Γinh,spin Ã BΔg), on peut estimer le taux de flip-flop d’après l’équation
(VI.1) [77]:

Rff =
γff

BΔg
sech2(

ΔE

2kBT
)

Où γff représente le paramètre de couplage effectif des spins dans la direction du champ
magnétique, ΔE représente l’énergie de la transition Zeeman (µBgB) pour un champ B
d’intensité B et de direction donnée. On voit ici que la réduction des flip-flops est d’autant
plus efficace que Δg est grand.

À partir d’un champ de 0.2 T, la largeur homogène se met à augmenter. Cela corres-
pond à une augmentation des processus spin-réseaux, et notamment du processus direct
dont le taux s’exprime ainsi (voir I.6.1):

RD = αDg3B5coth(
µBgB

2kBT
)

Les autres processus spin-réseau : Orbach et Raman ne dépendent pas du champ magné-
tique (voir I.6.2 et I.6.3), et sont très peu présents aux températures en dessous de 3 K.
Ici la température est de 1.7 K.

Aux grands champs magnétiques, ici pour B > 1T , les énergies des transitions Zee-
man µBgB deviennent plus grandes que 2kBT , les spins commencent donc à peupler l’état
Zeeman de plus basse énergie, et le terme coth( µBgB

2kBT ) décroit lorsque B augmente, ce qui
fait que la largeur homogène diminue.
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b) Contribution des flip-flops à Γh

Comme nous l’avons vu dans le paragraphe précédent, si l’on veut regarder l’effet des
relaxations croisées entre les ions Er3+, il faut regarder aux bas champs magnétiques,
avant que les relaxations spin-réseau soient le processus limitant la cohérence.

Nous pouvons voir sur la figure VI.12 que la valeure minimale de Γh mesurée aux bas
champs magnétiques est de 101 kHz pour un champ magnétique de 0.2 T. Cette valeur est
légèrement inférieure à celle mesurée dans un cristal de Er3+:Y2SiO5 dopé également à 30
ppm [207]. Il se pourrait donc qu’il y ait une réduction des processus de flip-flop due au
co-dopage, même s’il est difficile de comparer ces deux mesures sachant qu’elles n’ont pas
été faites pour une même orientation du champ magnétique. En effet B est proche de D2

dans la mesure présentée ici, alors que B || D1 dans [207]. Des mesures complémentaires
de Γh à bas champ magnétique, pour différentes directions de ce champ simultanément
dans (0.003%)Er3+,(1%)Sc3+:Y2SiO5 et (0.003%)Er3+: Y2SiO5 apporteraient plus d’in-
formations sur une réduction éventuelle des processus de flip-flop.

Les résultats obtenus par co-dopage avec Eu3+ décrivent une largeur homogène de
Γh ¥ 50 kHz pour un cristal de 0.2% Er3+,1% Eu3+:Y2SiO5 pour un champ de 0.5 T
proche de D2 à 1.6 K. Si l’on considère que la contribution à la diffusion spectrale de
la part des ions Er3+ dépend linéairement de leur concentration [47], on s’attendrait a
7.5 kHz pour une concentration de 0.003%, qui est celle de l’échantillon utilisé pour nos
mesures. Cette valeur est proche des 6 kHz mesurés ici. On peut donc supposer que l’ajout
de 1% de Sc3+ n’ajoute pas d’effet supplémentaire causant de la décohérence tels que des
modes de désordre appelés TLS (two level systems), que l’on trouve dans certains cris-
taux ayant beaucoup de défauts et également dans des matériaux complètement amorphes
comme les verres [225, 226, 227, 228].

Une étude des processus apportant de la diffusion spectrale limitant Γh aux champs
magnétiques supérieurs à 200 mT est détaillée dans l’annexe F.2. Cette étude explique
les variations de Γh pour ces champs magnétiques. Elle montre également que la diffusion
spectrale due aux Er3+ dans le site 1 est bien plus importante que celle des ions dans le
site 2. Leurs contributions respectives à Γh sont visibles sur la figure VI.12. Cela vient
du fait que pour cette orientation du champ magnétique, le facteur g effectif du site 1
est bien plus grand que celui du site 2 (11 contre 4.1), et que le taux de relaxation du
processus direct à un phonon possède une dépendance en g3, voir I.6.1.

VI.3.5 Conclusions

Cette étude montre que l’ajout de 1% de scandium dans un cristal de Y2SiO5 induit
une distribution de contraintes dans le matériau. Les conséquences de ces contraintes sont
un élargissement important inhomogène à la fois des raies optiques (X 60) et des raies de
spin électroniques visibles en RPE (X 13.5) par rapport à un cristal sans co-dopage. Ce
large effet est notamment dû à la grande différence de rayon ionique entre Sc3+ et Y3+,
l’ion substitué par Sc3+. Une étude RPE en fonction de la direction du champ magnétique
dans le plan D1D2 montre une variation d’un facteur 4 dans la largeur des raies de spin
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électronique, dont une part peut être interprétée comme une distribution de tenseurs g.
Ces variations suggèrent également qu’un autre phénomène agit sur cette anisotropie de
largeur de raies.

Des mesures de largeur homogène de la transition optique en fonction du champ ma-
gnétiques (entre 0 et 3 T) ont également été réalisées par technique d’écho de photons.
Leur variations en fonction de l’intensité du champ sont celles attendues pour un ion de
terre rare paramagnétique dans ce type de matrice. À bas champs, les processus spin-spin
(flip-flops) limitent le temps de cohérence, tandis qu’aux champs plus élevés, la diffusion
spectrale est apportée par des relaxations spin-phonons (processus direct). Pour l’orienta-
tion de champ magnétique étudiée, un modèle simplifié de diffusion spectrale permet de
montrer que ce sont les ions Er3+ présents dans le site 1 qui apportent la majeure partie
de la décohérence entre 200 mT et 2 T.

En outre, ces mesures montrent que l’ajout de Sc3+ n’ajoute pas de processus sup-
plémentaire causant de la décohérence. Des largeurs homogènes telles que 1.5 kHz ont
pu être mesurées à bas champ magnétique. Des mesures de la largeur homogène à bas
champs magnétiques et selon différentes orientations pourraient permettre de conclure
sur un l’effet de l’élargissement inhomogène de spin sur la réduction des flip-flops. Ces
résultats montrent que Er3+,Sc3+ :Y2SiO5 possède un ratio Γinh/Γh 50 fois plus grand
qu’un cristal Er3+:Y2SiO5. Cette propriété est d’un intérêt certain pour des applications
de mémoire quantique à large bande spectrale ou bien d’analyse hyperfréquence.

VI.4 Conclusions du chapitre et résumé

Le contrôle des interactions spin-spin est un enjeux important pour l’utilisation des
ions de terres rares paramagnétiques pour des applications de traitement quantique de
l’information. Ces interactions sont problématiques car elles limitent le temps de cohé-
rence, notamment aux bas champs magnétiques, faisant obstacle au développement de
systèmes quantiques hybrides basés sur un couplage avec des qubits supraconducteurs.

Dans ce chapitre, deux approches ont été abordées afin d’essayer de contrôler ces inter-
actions spin-spin. La première consiste à utiliser les transitions de spin électronique dans
l’état excité optique afin d’isoler les spins actifs et de découpler des spins spectateurs que
l’on n’utilise pas, mais qui normalement participent à des flip-flops avec les spins actifs.
Un écho de spin dans l’état excité d’un ion de terre rare a été observé pour la première
fois, et un temps de cohérence de l’ordre de 1.6 µs mesuré. Une étude de la diffusion spec-
trale a également été réalisée afin de déterminer quels étaient les mécanismes limitant la
cohérence dans l’état excité. Ces informations ont permis d’extrapoler les temps caracté-
ristiques de décohérence dans l’état fondamental, et leur interprétation montre que, même
aux très basses températures, la cohérence y est fortement limitée par la présence de ces
spins spectateurs.

La seconde approche se base sur le fait que le flip-flop entre deux spins n’est efficace
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que si leur fréquence de Larmor est suffisamment proche. Si l’on élargit la distribution en
fréquence des spins, on s’attend à limiter ces processus, et donc atteindre des temps de
cohérence plus élevés. Un moyen efficace d’élargir les raies de manière inhmomogène est
d’introduire un désordre contrôlé dans la matrice cristalline afin d’induire des différences
locales en terme de contraintes. Dans ce chapitre, nous avons étudié un co-dopage à 1%
de scandium dans un cristal de Er3+:Y2SiO5. Un élargissement inhomogène important, à
la fois sur les transitions optiques et sur les raies de spin électronique, a été mesuré sans
aucun impact négatif sur la cohérence optique des ions Er3+. En raison de la complexité
du système, il est difficile de savoir si les interactions spin-spin sont réduites sans effectuer
des mesures complémentaires, et notamment à bas champs magnétiques.

VI.5 Points clefs

Intérêt de l’état excité optique:

• Première observation d’un écho de spin dans l’état excité optique d’un ion de terre
rare.

• Temps de cohérence de la transition de spin électronique de l’état excité optique
4I13/2(0) de Er3+ dans le site 1 de Y2SiO5 mesurés allant jusqu’à 1.6 µs à bas
champ magnétique.

• Le temps de cohérence de spin électronique peut atteindre des valeurs de l’ordre de
la milliseconde dans l’état excité, tandis que la cohérence reste limitée à quelques
µs dans l’état fondamental.

Effet du désordre sur les largeurs des raies optiques et de spin dans Er3+,Sc3+:Y2SiO5:

• Co-dopage par 1% de Sc3+ : élargissement inhomogène des raies de l’Er3+ de 60 fois
pour l’optique et de 13.5 fois pour la RPE.

• Pas d’impact négatif sur la cohérence optique de Er3+.

• Des mesures complémentaires sont nécessaires pour conclure sur l’effet de l’élargis-
sement inhomogène des raies de spin sur la réduction des relaxations croisées entre
Er3+.
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L’étude de cristaux dopés par des terres rares paramagnétiques pour l’information
quantique a connu un essor important ces dernières années car ces systèmes sont promet-
teurs pour la réalisation d’interfaces quantiques entre le domaine optique et micro-onde
[198]. Certains isotopes fournissent également des transitions de stockage dont les temps
de cohérence peuvent excéder la milliseconde [30]. Du fait de leurs grands moments magné-
tiques, les ions de terres rares paramagnétiques sont relativement sensibles aux couplages
avec d’autres spins électroniques ou nucléaires présents dans leur environnement chimique.
Ainsi, leurs temps de cohérence sont en général inférieurs à ceux des terres rares ne pos-
sédant pas de spin électronique. Bien souvent, ce sont les ions de terres rares eux-mêmes
qui provoquent la majeure partie du déphasage qu’ils subissent. Une solution triviale à
cela serait de réduire la densité en ions dans la matrice, mais cela a un effet direct sur
l’absorption optique, et donc le couplage aux photons. Or, il est important de maintenir
un couplage important à la lumière afin de garder de bonnes efficacités pour le stockage
quantique de la lumière.

L’objet de ce travail de doctorat est de fournir des solutions afin de pouvoir aug-
menter ces temps de cohérence tout en gardant un bon couplage avec la lumière. Pour
cela différentes investigations ont été réalisées à la fois d’un point de vue matériau par
l’investigation d’un nouveau système ou bien en travaillant sur la composition chimique
mais également d’un point de vue spectroscopique en essayant de contrôler optiquement
les relaxations des spins.

La première partie de ce travail porte sur l’étude de l’ion Yb3+ dans un cristal de
Y2SiO5, un système connu pour les applications laser mais qui n’avait encore jamais été
utilisé pour les technologies quantiques. Une étude de spectroscopie optique haute réso-
lution a été réalisée sur ce matériau sur la transition 2F7/2(0) ¡ 2F5/2(0) à 980 nm. Elle
montre qu’il possède de très bonnes propriétés optiques en comparaison à d’autres sys-
tèmes similaires, notamment de grandes forces d’oscillateurs, des taux de branchements
optiques favorables ainsi que de faibles largeurs inhomogènes. Ces propriétés réunies font
de Yb3+:Y2SiO5 un des meilleurs cristal dopé terres rares du point de vue des propriétés
optiques. Du point de vue des propriétés magnétiques, les tenseurs g de Yb3+ du niveau
fondamental 2F7/2(0) ont été déterminés pour les deux sites occupés dans Y2SiO5 par une
étude de résonance paramagnétique électronique en onde continue. Les valeurs maximales
(6.1 et 6.5) se situent entre celles de Nd3+ (3.8 et 4.2) et celles de Er3+ (14.8 et 15.5).
Les tenseurs g de l’état excité 2F5/2(0) sont déterminés optiquemement pour les deux
sites. La connaissance des tenseurs g dans 2F7/2(0) et 2F5/2(0) permet de déterminer la
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position en énergie des raies optiques reliant les différents niveaux Zeeman pour un champ
magnétique arbitraire. Les Hamiltoniens de spin de l’isotope 171Yb3+ ont également été
déterminés avec précision dans les deux sites en combinant des mesures de creusement de
trous spectraux, de diffusion Raman hétérodyne à bas champ magnétique et des mesures
de résonance paramagnétique électronique.

Dans un second temps, les propriétés dynamiques de spin de Yb3+ ont été étudiées
par résonance paramagnétique électronique pulsée en bande X (résonance 9.7 GHz). Les
mécanismes de relaxation des transitions de spin électronique sont analysés en fonction
de la température ainsi que de l’orientation du champ magnétique. Aux basses tempéra-
tures, les relaxations sont dominées par un processus d’absorption/émission de phonons
résonants avec la transition de spin. Selon certaines orientations, des temps de relaxation
de l’ordre de quelques secondes ont pu être mesurés. Des temps de cohérence de spin
électronique jusqu’à 73 µs ont été mesurés par la technique de Hahn, et 550 µs en utili-
sant une séquence de découplage dynamique. Une analyse des processus de déphasage est
réalisée, montrant que les temps de cohérence sont limités par de la diffusion spectrale
crée par les relaxations des ions Yb3+ eux-mêmes. Pour une orientation de champ magné-
tique donnée, la contribution des ions dans les deux sites est différente, car elle dépend
fortement de la valeur du facteur g. Pour les isotopes à spin nul, naturellement présents
en plus grande proportion, une contribution non négligeable au déphasage provient de
la diffusion spectrale instantanée, provoquée par les excitations micro-ondes des ions lors
des séquences. Des temps de cohérence jusqu’à 352 µs ont été mesurés pour les transitions
de spin nucléaire de l’isotope 173Yb3+ (I = 5/2) par la technique ENDOR. Ce temps de
cohérence est lui aussi limité par la diffusion spectrale créée par les relaxations des ions
Yb3+ environnants. Cette étude montre qu’en baissant la concentration et en utilisant
un cristal isotopiquement enrichi en isotope 171Yb3+, ce système pourrait montrer des
propriétés remarquables en terme de cohérence. De ce fait, un échantillon isotopiquement
enrichi en 171Yb3+ a été fabriqué.

Dans une troisième partie, l’étude porte sur cet échantillon enrichi en isotope 171Yb3+.
Cet isotope représente un intérêt particulier car c’est le seul ion de terre rare paramagné-
tique ayant un spin nucléaire I = 1/2. De ce fait, il possède donc une structure hyperfine
bien plus simple que tous les autres isotopes paramagnétiques à spin nucléaire non nul.
Cette structure hyperfine est adéquate au couplage avec des résonateurs supraconducteurs
afin d’effectuer des transferts de qubits depuis le domaine micro-onde vers le domaine op-
tique. Ces résonateurs fonctionnent préférentiellement à bas champ magnétique. Il s’avère
que 171Yb3+:Y2SiO5 possède des propriétés remarquables à zero champ magnétique. Pre-
mièrement, certaines transitions optiques reliant les niveaux de spin de l’état fondamental
à l’état excité apparaissent de manière isolée dans le spectre d’absorption, permettant à
un laser d’interagir avec un seul niveau de spin. Cette propriété est également intéres-
sante du point de vue mémoire quantique large bande pour la lumière. Nous avons vu
que 171Yb3+ possède une transition d’horloge pour les transitions de spin ainsi que les
transitions optiques à zero champ magnétique, lui conférant une grande baisse de la sen-
sibilité vis à vis des perturbations magnétiques. Une nette augmentation des temps de
cohérence de spin et optique est mesurée à zero champ magnétique, donnant des valeurs
de l’ordre de 1.5 ms pour les transitions de spin et de 200 µs les transitions optiques.
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Ces valeurs sont très longues pour un ion Kramers à bas champ magnétique, faisant de
171Yb3+ un candidat idéal à la fois d’un point de vue structure hyperfine et temps de
cohérence pour les applications mentionnées ci-dessus. Enfin, une propriété très surpre-
nante de diffusion de polarisation de spin est observée lorsqu’un pompage optique est
appliqué sur le système. Grâce à ce phénomène, il est possible de changer la distribution
de population dans les niveaux hyperfins. La relaxation de la population est supérieure
à une minute pour des températures inférieures à 3 K. En fonction des distributions de
population induites, il est possible de mesurer une augmentation conséquente ou bien
une diminution du temps de cohérence optique. Un temps de cohérence de 1.12 ms est
mesuré en supprimant la composante de relaxation optique. Cette valeur figure parmi les
plus longs temps de cohérence optiques mesurés dans des cristaux dopés terres rares. Une
augmentation dans la relaxation des trou spectraux est également mesurée, montrant une
diminution de certains processus de relaxation spin-spin.

Dans une dernière partie, nous avons vu deux approches afin de contrôler les inter-
actions entre les spins des ions de terres rares sans baisser leur concentration. Dans une
première approche, nous avons vu que l’on peut utiliser les transitions de spin dans l’état
excité optique de la terre rare fin de découpler les ions actifs (ions utiles) des ions spec-
tateurs. En effet, les transitions de spin n’ont pas la même énergie dans l’état excité que
dans l’état fondamental. Cette étude a été réalisée sur un cristal de Er3+:Y2SiO5. Pour
la première fois, un écho de spin est observé dans l’état excité d’un ion de terre rare.
Des temps de cohérence de l’ordre de la microseconde ont été mesurés. Une étude des
processus limitant ce temps de cohérence a été réalisée, montrant qu’une grande partie
du déphasage est issue de la diffusion spectrale créée par les relaxations des ions Er3+

dans l’état fondamental. D’après ces résultats, il est possible d’extrapoler des temps de
cohérence de spin de l’ordre de la milliseconde dans l’état excité, alors que celui de l’état
fondamental reste limité à quelques microsecondes de par les relaxations croisées rapides
ainsi que la diffusion spectrale instantanée. Cette approche pourrait permettre d’effectuer
des protocoles de transduction de qubits micro-onde/optique avec de meilleures efficacités.

La seconde approche consiste à travailler sur la composition chimique du matériau
lui-même. En ajoutant un co-dopant, ici du Sc3+, il est possible d’apporter du désordre
dans le cristal, et de ce fait d’élargir les largeurs inhomogènes de spin et optiques. L’élar-
gissement inhomogène des raies de spin peut réduire les relaxations croisées entre les ions
de terres rares, de par le fait qu’on diminue la probabilité qu’il y ait deux ions résonants
proches l’un de l’autre dans le cristal. L’étude montre que l’ajout de 1% de Sc3+ permet
d’élargir les raies inhomogènes optiques de Er3+ d’un facteur 60 et de spin d’un facteur
13.5. Aucun élargissement de la largeur homogène n’a été observé. Il y a donc une aug-
mentation conséquente du rapport Γinh/Γh pour les transitions optiques, ce qui permet
d’augmenter la bande spectrale pour des applications de mémoire large bande pour la
lumière ou bien d’analyse spectrale radio-fréquence.

Du point de vue des perspectives, des inversigations supplémentaires sur les propriétés
de 171Yb3+:Y2SiO5 à champ nul pourraient permettre de mesurer plus précisément les
taux de relaxations croisées entre les différents niveaux hyperfins de l’état fondamental.
Ces relaxations représentent des limitations à la fois pour creuser des structures fines
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telles que des peignes AFC mais également une limitation pour la cohérence des transi-
tions de spin et optiques. Le phénomène de diffusion de polarisation de spin par pompage
optique pourrait être utilisé afin de déterminer ces taux de relaxation en effectuant des
mesures de déclins d’anti-trous spectraux (pour ne pas être géné par la relaxation de l’état
excité optique) aux temps courts. De la même façon qu’on été faites les mesures de la
cohérence optique, la mesure des temps de cohérences des différentes transitions de spin
pour des distributions de population différentes apporterait beaucoup d’informations sur
les relaxations des spins. Certaines transitions de spin ont des fréquences de l’ordre de
2 GHz, rendant une excitation micro-onde directe relativement difficile. En effet l’effica-
cité de transition à travers les bobines RF chûte très rapidement avec la fréquence. Il
serait très utile de pouvoir mesurer cette cohérence de spin de manière tout-optique en
générant des échos de spins par une excitation à deux couleurs comme l’ont réalisé J. Kin-
dem et al. dans l’étude de 171Yb3+:YVO4 [52]. Cette technique est utilisée pour mesurer
les temps de cohérence de spin dans des matériaux dopés Eu3+ tels que des céramiques
[229] ou bien des nanoparticules [230]. L’étude d’un échantillon de 171Yb3+:Y2SiO5 moins
concentré pourrait donner des résultats très prometteurs, surtout si un travail sur la syn-
thèse du matériau est réalisé afin de réduire les largeurs inhomogènes optiques, de façon
à réduire les processus de flip-flops tout en gardant une absorption optique convenable.
Des mesures à très basses températures, pour lesquelles seul un niveau hyperfin serait
peuplé, permettraient de supprimer les effets de déphasage dûs aux relaxations croisées.
Pour finir, il serait intéressant de regarder les propriétés de l’ion 171Yb3+ dans d’autres
matrices de basse symétrie (pour bénéficier du ZEFOZ à champ nul) présentant peu de
spins nucléaires.

En ce qui concerne l’étude de l’introduction du désordre par co-dopage, l’effet d’autres
espèces capables de substituer les ions Y3+ dans Y2SiO5 pourrait être étudié. Pour une
réduction efficace des relaxations croisées tout en évitant de diminuer l’absorption op-
tique, il faudrait trouver un co-dopant ayant un effet d’élargissement plus conséquent sur
les raies de spin que sur les raies optiques. On pourrait par exemple imaginer co-doper le
cristal avec des espèces paramagnétiques telles que Er3+ ou bien Yb3+ afin de créer du
désordre magnétique. En descendant suffisamment la température, ces espèces cesseraient
de créer du bruit dynamique, ne créant que du désordre magnétique statique. On pourrait
également regarder l’effet du désordre sur différentes terres rares, ou encore sur les diffé-
rentes transitions optiques d’un même ion afin de trouver des corrélations. Cette étude
pourrait se réaliser en faisant croître un cristal dopé avec plusieurs espèces différentes.
De cette façon, il serait possible d’avoir une description plus générale de l’influence du
désordre cristallin sur les largeurs inhomogènes optiques des ions de terres rares, et ainsi
pouvoir designer des matériaux aux largeurs de raies contrôlées.

Des mesures à très basses températures du temps de cohérence de spin électronique
dans l’état excité de Er3+ dans Y2SiO5 permettraient de valider nos prévisions sur l’effet
des relaxations croisées développées dans le chapitre VI. Atteindre des temps de cohé-
rence de l’ordre de la miliseconde tout en utilisant une concentration en Er3+ suffisante
permettant un couplage fort avec des résonateurs micro-ondes pourrait alors apporter de
nombreux avantages pour des applications telles que la transduction micro-onde/optique
de qubits. On pourrait également imaginer utiliser des nano-matériaux afin d’augmenter



Conclusion générale 175

le temps de vie radiatif optique de l’ion de terre rare 5 [231, 232], et de ce fait augmen-
ter la limite intrinsèque du temps de cohérence dans l’état excité. Il serait alors possible
d’envisager l’utilisation d’autres espèces dont le T1 optique est plus court que celui de
Er3+.

5. Le temps de vie radiatif dépen de l’indice de refraction. Cet indice de refraction change en fonction
de la densité d’états, et donc de la taille de la paticule.
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Annexe A

Complément : Spectroscopie optique
haute résolution et magnétique de Yb3+

dans Y2SiO5

A.1 Définition des Hamiltoniens

Les tenseurs g et A sont donnés sous leurs formes diagonales dans le manuscrit. Pour
retrouver leurs expressions dans le repère du cristal D1D2b, il faut appliquer les matrices
de rotation correspondantes :

g = R(–, —, γ) ·

Q

c

a

gx 0 0
0 gy 0
0 0 gz

R

d

b
· R(α, β, γ)T

A = R(α, β, γ) ·

Q

c

a

Ax 0 0
0 Ay 0
0 0 Az

R

d

b
· R(α, β, γ)T

Les matrices de rotations sont définies par les angles d’Euler en convention zxz :

R(α, β, γ) = Rz(α) · Rx(β) · Rz(γ)

=

Q

c

a

cos(α) ≠sin(α) 0
sin(α cos(α 0

0 0 1

R

d

b
·

Q

c

a

0 cos(β) ≠sin(β)
1 0 0
0 sin(β) cos(β)

R

d

b
·

Q

c

a

cos(γ) ≠sin(γ) 0
sin(γ cos(γ 0

0 0 1

R

d

b

Pour les deux sous-sites d’un même site, les tenseurs sont reliés par une rotation de π

autour de l’axe b : Rz(π) · g · Rz(π)T et Rz(π) · A · Rz(π)T .

A.2 Détermination par RPE des tenseurs g de 2F7/2(0)

L’ajustement aux variations angulaires des raies RPE des isotopes I=0 donnent les
tenseur g suivants :
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gsite1 =

Q

c

a

5.85 ≠2.23 ≠0.02
≠2.23 ≠0.70 0.50
≠0.02 0.50 ≠0.52

R

d

b

(D1D2b)

gsite2 =

Q

c

a

≠0.63 0.54 1.26
0.54 ≠0.69 ≠0.82
1.26 ≠0.82 5.75

R

d

b

(D1D2b)

Ces tenseurs sont donnés dans la base (D1, D2, b).

A.3 Determination optique des tenseurs g de 2F5/2(0)

Le tenseur g de l’état fondamental a d’abord été comparé aux valeurs expérimentales
afin de déterminer les angles de rotations exacts dans les trois plans. Ces angles ont été
utilisés pour ajuster un Hamiltonien de spin aux données correspondant à l’état excité
2F5/2(0) et donner les tenseurs suivants :

gsite1 =

Q

c

a

3.19 ≠0.91 0.31
≠0.91 ≠0.54 0.15
0.31 0.15 1.00

R

d

b

(D1D2b)

gsite2 =

Q

c

a

≠0.32 ≠0.86 ≠1.21
≠0.86 ≠0.05 1.10
≠1.21 1.10 ≠2.57

R

d

b

(D1D2b)

Ces tenseurs sont donnés dans la base (D1, D2, b).

A.4 Structure hyperfine de 171Yb3+ dans 2F7/2(0)

L’ajustement aux variations angulaires des raies RPE de l’isotope 171Yb3+ (I=1/2)
donne les tenseurs hyperfins A suivants :

Asite1 =

Q

c

a

≠3844 1356 1909
1356 ≠2257 162
1909 162 ≠1340

R

d

b

(D1D2b)

Asite2 =

Q

c

a

1054 ≠503 ≠894
≠503 232 660
≠894 660 ≠4554

R

d

b

(D1D2b)

Ces tenseurs sont donnés en MHz dans la base (D1, D2, b).

A.5 Structure hyperfine de 173Yb3+ dans 2F7/2(0)

Les tenseurs hypefins pour 173Yb3+ (I=5/2) ont été extrapolés à partir de ceux de
l’isotope Yb3+ en multipliant par le ratio ( gN,173

gN,171
) = ≠0.27 où gN,171 et gN,173 sont les

facteurs gyromagnétiques nucléaires de 171Yb3+ et 173Yb3+. Les variations ainsi calculées
reproduisent très correctement les valeurs expérimentales comme le montrent les figures
A.1 et A.2. Sur ces figures, seules les transitions les plus intenses ont été relevées. Comme
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nous le voyons sur la figure III.8, il est possible parfois de voir des transitions ΔmI ”= 0.
Cela peut être dû à l’interaction quadrupolaire, non inclue dans notre modèle d’Hamilto-
nien de spin, ou bien un léger mélange des niveaux hyperfins.

A.6 Raffinement de la structure hyperfine de 171Yb3+ dans 2F7/2(0)

L’ajustement aux mesures de SHB et ODMR sur l’isotopes 171Yb3+ (I=1/2) donne
les tenseurs hyperfins A suivants :

Asite1 =

Q

c

a

4847 ≠1232 ≠244
≠1232 1425 ≠203
≠244 ≠203 618

R

d

b

(D1D2b)

Asite2 =

Q

c

a

686 ≠718 492
≠718 509 ≠496
492 ≠496 4729

R

d

b

(D1D2b)

Ces tenseurs sont donnés en MHz dans la base (D1, D2, b).

A.7 Structure hyperfine de 171Yb3+ dans 2F5/2(0)

L’ajustement aux mesures de SHB et ODMR sur l’isotope 171Yb3+(I=1/2) donne les
tenseurs hyperfins A suivants :

Asite1 =

Q

c

a

6715 ≠1413 449
≠1413 2233 ≠143

449 ≠143 1513

R

d

b

(D1D2b)

Asite2 =

Q

c

a

2802 ≠379 661
≠379 2652 ≠532
661 ≠532 6277

R

d

b

(D1D2b)

Ces tenseurs sont donnés en MHz dans la base (D1, D2, b).
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Fig. A.1 Valeurs du champ magnétique correspondant aux transitions RPE
pour les isotopes I=5/2 dans les plans : bD1, bD2 et D1D2 de Yb3+ dans le site
1 (mauve) et site 2 (orange) dans Y2SiO5. Croix : valeurs expérimentales ; lignes
: calcul à partir de l’Hamiltonien de spin.



A.7 Structure hyperfine de 171Yb3+ dans 2F5/2(0) 181

0 50 100 150
Angle depuis b dans le plan bD

1
 (degrés)

0

200

400

600

800
C

h
a

m
p

 M
a

g
n

é
ti
q

u
e

 (
m

T
)

0 50 100 150

Angle depuis b dans le plan bD
2
 (degrés)

0

200

400

600

800

C
h
a
m

p
 M

a
g
n
é
ti
q
u
e
 (

m
T

)

0 50 100 150
Angle depuis D

1
 dans le plan D

1
D

2
 (degrés)

0

500

1000

1500

C
h
a
m

p
 m

a
g
n
é
ti
q
u
e
 (

m
T

)

Fig. A.2 Valeurs du champ magnétique correspondant aux transitions RPE
pour les isotopes I=5/2 dans les plans : bD1, bD2 et D1D2 de Yb3+ dans le site
2 (mauve) et site 2 (orange) dans Y2SiO5. Croix : valeurs expérimentales ; lignes
: calcul à partir de l’Hamiltonien de spin.
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Annexe B

Complément 2 : Spectroscopie optique
haute résolution et magnétique de Yb3+

dans Y2SiO5

B.1 À la recherche des transitions d’horloges

Les gradients Zeeman au premier ordre minimuma ainsi que les gradients au second
ordre calculés pour -150 mT< Bi <150 mT et N3 = 20 ◊ 20 ◊ 20 sont montrés figure B.1
en fonction de la norme du champ magnétique appliqué.

183



184Annexe B. Complément 2 : Spectroscopie optique haute résolution et magnétique de Yb3+

10
-2

10
0

10
2

10
4

10
6

Hz/ T

0

100

200

300

|B
| 
(m

T
)

Fig. B.1 Haut : gradients Zeeman au premier ordre ; Bas : gradients Zeeman
au second ordre minima. Bleu : Site 1 ; Rouge : Site 2.



Annexe C

Complément : Étude de la dynamique
des spins électroniques de Yb3+ dans
Y2SiO5 par RPE

C.1 Relaxations spin-réseau

Afin de compléter l’étude de la relaxation spin-réseau dans Yb3+:Y2SiO5, des mesures
de T1e ont été réalisées en fonction de la température pour les différents isotopes avec la
même orientation de champ magnétique. La figure C.1 compare les isotopes 171Yb3+et
173Yb3+dans le site 1, et la figure C.2 compare les isotopes I = 0 avec 171Yb3+ dans le site
2. Pour les mesures présentées dans la figure C.2, les expériences ont été faites durant la
même session tandis que les mesures présentées dans C.1 ont été réalisées dans différentes
conditions pas totalement reproductibles (température légèrement ou bien orientation du
champ magnétique différente).

Ces mesures montrent que les relaxations SLR des différents isotopes sont très simi-
laires. Cette propriété surprenante est discutée dans le texte. Les paramètres SLR ajustés
à partir de ces mesures sont donnés dans le tableau IV.1

C.2 Estimation du temps de cohérence de spin électronique li-
mité par la diffusion spectrale

Dans notre cas, la diffusion spectrale est due aux relaxations des ions Yb3+ eux-mêmes.
Nous allons donc considérer la diffusion spectrale créée par les Yb3+ dans le site 1 et dans
le site 2. D’après l’équation IV.5, si on néglige la contribution Γ0, on trouve :

fiΓφ,SD =
1

TSD,1,1
+

1
TSD,1,2

=
Ô

fiΓ1≠1R1

2
+

Ô
fiΓ1≠2R2

2
(C.1)

Γi≠j représente la largeur dipolaire des Yb3+ dans le site i créée par les relaxations (de
taux Rj) des Yb3+ dans le site j.
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Fig. C.1 Taux de relaxation SLR en fonction de la température pour 171Yb3+

et 173Yb3+ dans le site 1 pour B||b.
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Fig. C.2 Taux de relaxation SLR en fonction de la température pour 171Yb3+

et Yb3+ (I=0) dans le site 2 pour B||D1D2, 100˚à partir de D1.
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Il est possible d’estimer cette largeur dipolaire d’interaction Γi≠j en utilisant les g
effectifs (geff,i, geff,j) dans la direction du champ magnétique :

Γi≠j =
2fiµ0µBgigjn

9
Ô

3h
sech(

µBgjB

2kT
)2

Cependant cette équation ne prend pas en compte la forte anisotropie des tenseurs g.

Pour prendre en compte, il est possible d’utiliser des facteurs gyromagnétiques effectifs
γ. Ces facteurs sont calculés ainsi [233] :

γ =

ˆ

ı

ı

Ù

µ2
B

h2g2
eff

3
ÿ

i

g4
i cos2(∠(i, B)) (C.2)

Où gi sont les valeurs propres du tenseur g et i correspondant à leur direction propre.
∠(i, B) représente l’angle entre B et i.

En utilisant l’équation (C.2), pour B || b, on trouve un facteur gyromagnétique γ1 =
2.0µB/h pour le site 1 et γ2 = 6.0µB/h pour le site 2. On peut, en utilisant ces valeurs,
estimer une nouvelle fois la largeur dipolaire d’interaction Γi≠j :

Γi≠j =
πµ0hγiγjn

9
Ô

3
sech(

hf

2kT
)2

f correspond à la fréquence de la transition de spin électronique. On trouve une contri-
bution (Γ1≠1 + Γ1≠2) ¥ 200 kHz, ce qui est proche de la valeur extraite des expériences
d’échos 3-pulses où on mesure ΓSD = 180 kHz.

C.3 Échos 3-pulses

Afin d’étudier plus précisément la diffusion spectrale une série de mesure d’écho 3-
pulses a été réalisée sur 171Yb3+ dans le site 1 pour un champ magnétique orienté selon
l’axe b (mêmes conditions que pour les mesures des temps de cohérence). Comme expliqué
dans le paragraphe c), ces mesures permettent d’identifier les temps caractéristiques aux-
quels la largeur homogène s’élargit. Le déclin de l’amplitude de l’écho peut être modélisé
par les équations [47]:

A(τ, τW ) = A0e
≠

τW
T1 e≠2πτΓeff(τ,τW ) (C.3)

avec
Γeff = Γ0 +

1
2

ΓSD(Rτ + 1 ≠ e≠RτW ) (C.4)

Les figures C.3 présentent plusieurs exemples de déclins d’échos 3-pulses en fonction de Tw

la durée entre le pulse 2 et 3 pour plusieurs valeurs de τ (durée entre les deux premiers
pulses) et pour deux températures différentes. Ces déclins sont ajustés en utilisant les
équations (C.3) et (C.4) et les paramètres déduis sont répertoriés dans le tableau C.1.

Les valeurs de temps de relaxation T1e,E3P tirés de ces mesures sont très proches de
celles mesurées par inversion récupération, T1e,IR, comme le montre le tableau C.1. Les
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Fig. C.3 Déclins d’échos trois pulses en fonction du temps Tw et du temps ·
entre les deux premiers pulses pour des températures de 4.5 K et 5.5 K. Les
points experimentaux sont fittés aux équations (C.3) et (C.3) de façon à extraire
les paramètres dans le tableau C.1 Les mesures sont effectuées dans 171Yb3+pour
un champ magnétique B = 1046.6 mT orienté proche de l’axe b.

Température (K) Γ0 (kHz) ΓSD(kHz) R (kHz) T ≠1
1e,E3P (s≠1) T ≠1

1e,IR (s≠1)

4.5 3(1) 181(2) 1.8(1) 203.2 210
5.5 3.7(4) 192(4) 2.3(1) 1.331 ◊103 1.24 ◊103

6.0 4.4(3) 187(6) 3.2(1) 3.663 ◊103 3.58 ◊103

Tableau C.1 – Valeurs des paramètres (Γ0, ΓSD, R, T ≠1
1e,E3P ) fittés à partir des mesures

montrées sur la figure C.3. Les temps de relaxations mesurés par les mesures d’écho 3-
pulses T ≠1

1e,E3P sont comparées aux valeurs mesurées par inversion recovery IV.4, T ≠1
1e,IR.
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valeurs de ΓSD sont similaires aux valeurs de largeur dipolaire estimées dans C.2 en pre-
nant en compte l’anisotropie des tenseurs g. Les valeurs de R également sont comparables
à celles estimées dans C.2, à un facteur 2 près. Ces différences peuvent s’expliquer par le
fait que les temps de relaxation pour le site 2 ont été extrapolés à partir des paramètres
SLR déterminés dans le chapitre IV.4.

Ces mesures permettent également de déterminer un paramètre Γ0 qui est la contribu-
tion à la largeur homogène des processus dont les relaxations sont beaucoup plus rapides
que le temps caractéristique de l’expérience. Comme le montre le tableau C.1, les va-
leurs de Γ0 sont bien plus petites que ΓSD. Ce paramètre pourrait représenter l’effet de la
diffusion spectrale instantanée, cependant les valeurs déterminées de Γ0 correspondent à
des largeurs homogènes plus grandes que celles attendues par ISD d’après les estimations
faites au paragraphe IV.6. Ces estimations de Γ0 ne sont également pas compatibles avec
certaines valeurs de T2,DD mesurées dans le chapitre IV.7. En effet pour une température
de 4.5 K on mesure T2,DD = 0.3 ms, tandis ce que la valeur de Γ0 calculée donne une
limitation 1/fiΓ0 = 0.1 s. Il est possible qu’un autre processus de décohérence soit inclus
dans Γ0, et que ce même processus soit éliminé lors de l’application de découplage dyna-
mique. Il est possible que la valeur du terme Γ0 anormalement élevée vienne du modèle
utilisé, qui reste approximatif.

C.4 Étude de la diffusion spectrale instantanée

Pour calculer la probabilité moyenne de changer l’état mS d’un spin, il faut considérer
à la fois la fréquence de Rabi correspondante à l’excitation ‹ et la largeur inhomogène de
spin Γinh = 2σ. La probabilité moyenne se calcule par la formule [115]:

Èsin2 θ

2
Í =

⁄ +Œ

≠Œ

sin2( θ
2

Ò

(1 + σ2

ν2 s2)ds

π(1 + s2)(1 + σ2

ν2 s2)
(C.5)

où l’angle θ = ν ◊ δt correspond à l’angle de rotation, avec δt la durée du pulse.

La valeur de σ = 15 MHz est extraite d’un spectre RPE pris dans la même orientation
de champ magnétique (raie à 1312.0 mT pour les isotopes I=0 de largeur 1.8 mT). La
valeur de ν/2π est de 16.6 MHz ce qui rend le ratio σ2

ν2 proche de l’unité.

Pour un pulse θ = π d’une durée est de 32 ns, on calcule Èsin2 θ
2Í ¥ 0.3. En fonction

de la durée des pulses choisie, les valeurs de Èsin2 θ
2Í présentées dans la figure IV.8 ont été

calculées en utilisant l’équation (C.5).
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Annexe D

Complément : Contrôle de la cohé-
rence des ions 171Yb3+ à bas champ
magnétique

D.1 Détermination des taux de branchement optiques pour le
site 2

Ces mesures ont été réalisées par Alexey Tiranov, à l’Université de Genève.

La matrice de taux de branchement à zéro champ magnétique de 171Yb3+:Y2SiO5

dans le site II a été mesurée par creusement de trou spectral. Un trou spectral est brûlé
dans la transition (4g ≠ 1e) à 306262.9 GHz (seul un très léger recouvrement avec la
transition (3g ≠ 1e) est présent), voir figures D.1 A) et B). L’ensemble des trous et anti-
trous sont alors identifiés comme le montre la figure D.1 C). La classe principale (tous
les trous/anti-trous provenant de la classe d’ion pour laquelle le pompage optique s’est
effectué dans le niveau |4gÍ) n’est pas utilisée. Seules les amplitudes provenant d’autres
structures (contenant |3gÍ, |2gÍ et |1gÍ) ont été utilisées pour produire trois lignes dans le
tableau de rapport de branchement. La quatrième ligne pour l’état |4gÍ a été produite par
normalisation de la colonne. Cette mesure a été réalisée pour deux polarisations différentes
D1 et D2. Ces matrices sont de la forme:

γ =

Q

c

c

c

a

γ1e,1g γ2e,1g γ3e,1g γ4e,1g

γ1e,2g γ2e,2g γ3e,2g γ4e,2g

γ1e,3g γ2e,3g γ3e,3g γ4e,3g

γ1e,4g γ2e,4g γ3e,4g γ4e,4g

R

d

d

d

b

On a :

γII,D1 =

Q

c

c

c

a

0.15 0.15 0.05 0.64
0.16 0.19 0.63 0.02
0.01 0.61 0.22 0.16
0.69 0.05 0.09 0.18

R

d

d

d

b

γII,D2 =

Q

c

c

c

a

0.15 0.06 0.08 0.71
0.06 0.16 0.70 0.04
0.07 0.73 0.15 0.05
0.73 0.05 0.07 0.19

R

d

d

d

b
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Fig. D.1 Détermination des taux de branchement optiques par mesure de creu-
sement de trous spectraux. A) Diagramme d’énergie de 171Yb3+ dans Y2SiO5

pour le site 2. La transition orange correspond à la transition dans laquelle le
trou spectral est creusé à 306262.9 GHz. B) Spectre d’absorption de 171Yb3+

dans Y2SiO5 pour le site 2, la position du laser lors du creusement de trou spec-
tral est montré par la flèche jaune. C) Spectre après creusement de trou soustrait
par un spectre à l’équilibre de sorte à faire ressortir les trous et anti-trous. Ici le
champ électrique de la lumière est polarisé selon D2, la température est de 3.2 K
et il n’y a pas de champ magnétique. Chaque trou/anti-trou est identifié et son
amplitude est determinée afin de construire la matrice des taux de branchement.
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D.2 Diagonalisation de l’Hamiltonien de spin à champ nul

L’Hamiltonien de spin de 171Yb3+ dans Y2SiO5 à champ nul peut s’exrpimer :

Hspin = A1Ix · Sx + A2Iy · Sy + A3Iz · Sz (D.1)

Où A1, A2 et A3 représentent les valeurs propres du tenseur hyperfin A.

Les opératuers Sx et Ix peuvent s’exprimer en fonction des opérateurs S+,≠ et I+,≠

de cette façon :

Sx =
1
2

(S+ + S≠)

Sy =
1
2i

(S+ ≠ S≠)

Ix =
1
2

(I+ + I≠)

Iy =
1
2i

(I+ ≠ I≠) (D.2)

On peut donc écrire l’équation (D.1) en utilisant (D.2) :

Hspin =
A1

4
(S+·I++S≠·I++S+·I≠+S≠·I≠)+

A2

4
(≠S+·I++S≠·I++S+·I≠≠S≠·I≠)+A3Iz·Sz

En utilisant les matrices de Pauli on trouve :

Hspin =
1
4

Q

c

c

c

a

A3 0 0 A1 ≠ A2

0 ≠A3 A1 + A2 0
0 A1 + A2 ≠A3 0

A1 ≠ A2 0 0 A3

R

d

d

d

b

Ce qui, en diagonalisant, nous donne les vecteurs propres et les énergies propres :

|4gÍ =
1Ô
2

(| ø, »Í + | ¿, «Í) æ E4g =
A3 + (A1 ≠ A2)

4

|3gÍ =
1Ô
2

(| ø, »Í ≠ | ¿, «Í) æ E3g =
A3 ≠ (A1 ≠ A2)

4

|2gÍ =
1Ô
2

(| ø, «Í + | ¿, »Í) æ E2g =
≠A3 + (A1 ≠ A2)

4

|1gÍ =
1Ô
2

(| ø, «Í ≠ | ¿, »Í) æ E1g =
≠A3 ≠ (A1 ≠ A2)

4

D.3 Complément : Contrôle de la cohérence optique par polari-
sation des spins hors équilibre

D.3.1 Pulse d’excitation court

Quelques millisecondes après le pulse d’excitation court, l’état excité |1AeÍ a relaxé et
la population est redistribuée de la façon suivante :
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Y

_

_

_

_

_

]

_

_

_

_

_

[

A1g = (1 + γ1e,1g)Atot

4

A2g = (1 + γ1e,2g)Atot

4

A3g = (1 + γ1e,3g)Atot

4

A4g = γ1e,4g
Atot

4

B1g = B2g = B3g = B4g = Btot

4

Le système va relaxer par processus de flip-flop selon les équations :

I

dAig

dt =
q

j ”=i
Wij

Btot
(AjgBig ≠ AigBjg)

dBig

dt =
q

j ”=i
Wij

Atot
(BjgAig ≠ BigAjg)

À l’équilibre stationnaire, on a:

I

dAig,eq

dt = 0 =
q

j ”=i
Wij

Btot
(Ajg,eqBig,eq ≠ Aig,eqBjg,eq)

dBig,eq

dt = 0 =
q

j ”=i
Wij

Atot
(Bjg,eqAig,eq ≠ Big,eqAjg,eq)

Une solution à ce système d’équations non-linaires est :

Ó

Aig,eq

Big,eq
= Atot

Btot

On peut donc écrire :

Y

_

_

_

]

_

_

_

[

A1g,eq + B1g,eq = (1 + γ1e,1g)Atot

4 + Btot

4

A2g,eq + B2g,eq = (1 + γ1e,2g)Atot

4 + Btot

4

A3g,eq + B3g,eq = (1 + γ1e,3g)Atot

4 + Btot

4

A4g,eq + B1g,eq = γ1e,4g
Atot

4 + Btot

4

Combinant ces deux systèmes d’équations, on trouve :

Y

_

_

_

_

_

_

_

_

_

_

_

_

_

_

_

_

_

_

_

_

_

_

_

_

_

_

_

_

]

_

_

_

_

_

_

_

_

_

_

_

_

_

_

_

_

_

_

_

_

_

_

_

_

_

_

_

_

[

A1g,eq =
(1+γ1e,1g)

Atot
4

+
Btot

4

1+
Btot
Atot

= (1 + βA,1g)Atot

4

A2g,eq =
(1+γ1e,1g)

Atot
4

+
Btot

4

1+
Btot
Atot

= (1 + βA,2g)Atot

4

A3g,eq =
(1+γ1e,1g)

Atot
4

+
Btot

4

1+
Btot
Atot

= (1 + βA,3g)Atot

4

A4g,eq =
γ1e,4g

Atot
4

+
Btot

4

1+
Btot
Atot

= βA,4g
Atot

4

B1g,eq =
(1+γ1e,1g)

Atot
4

+
Btot

4

1+
Atot
Btot

= (1 + βB,3g)Btot

4

B2g,eq =
(1+γ1e,1g)

Atot
4

+
Btot

4

1+
Atot
Btot

= (1 + βB,2g)Btot

4

B3g,eq =
(1+γ1e,1g)

Atot
4

+
Btot

4

1+
Atot
Btot

= (1 + βB,3g)Btot

4

B4g,eq =
γ1e,4g

Atot
4

+
Btot

4

1+
Atot
Btot

= βB,4g
Btot

4

avec βA,ig =
1+β1e,ig

Btot
Atot

1+
Btot
Atot

et ΓB,ig =
1+γ1e,ig

Atot
Btot

1+
Atot
Btot
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D.3.2 Pulse optique long

Considérons maintenant que le pulse d’excitation est bien plus long que le temps de
vie radiatif. Nous allons donc pouvoir considérer que la population dans le niveau |4AgÍ va
rester nulle durant la durée du pompage. En effet, chaque ion A qui va relaxer depuis |1AeÍ
dans |4AgÍ va immédiatement être re-pompé. Les populations A vont donc se répartir de
la façon suivante :

Y

_

_

_

]

_

_

_

[

A1g,eq = (1 + Γ1g)Atot

4

A2g,eq = (1 + Γ2g)Atot

4

A3g,eq = (1 + Γ3g)Atot

4
A4g,eq = 0

avec :
Γig =

γ1e,ig

γ1e,1g + γ1e,2g + γ1e,3g

Si on considère ces populations fixées par le pompage optique, on peut écrire le système
d’équations régissant le système :

I

dAig

dt = 0
dBig

dt =
q

j ”=i
Wij

Atot
(BjgAig,eq ≠ BigAjg,eq)

À l’équilibre effectif, on a:

I

dAig,eq

dt = 0
dBig,eq

dt = 0 =
q

j ”=i
Wij

Atot
(Bjg,eqAig,eq ≠ Big,eqAjg,eq)

Une solution à ce système d’équations non-linaires est donc toujours:

Ó

Aig,eq

Big,eq
= Atot

Btot

On trouve donc :
Y

_

_

_

]

_

_

_

[

B1g,eq = (1 + Γ1g)Btot

4

B2g,eq = (1 + Γ2g)Btot

4

B3g,eq = (1 + Γ3g)Btot

4
B4g,eq = 0

D.4 Simulation numérique

Script (langage Matlab):

clear all

%%% Simulation numérique : pompage global

OBR = [0.14 0.07 0.05 0.74;

0.06 0.19 0.71 0.04;

0.08 0.68 0.17 0.07;

0.72 0.06 0.07 0.15]; % matrice de taux de branchements
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T_o = 1.3e-3; % T1 optique

Rpump = 1e5; % Taux de pompage optique

Tz = [100e-3, 100e-3, 100e-3]; % 1/Wij : flip-flops

TSLR=60; % spin-phonon

ntot=1000000; % nombre de spins

ratio = 0.001; % ratio A/B

%%

Tburns = 2; % temps de pompage

Tburns2 = 100; % temps de relaxation

% matrice sélectionnant la transition résonante avec le laser

% 1g 2g 3g 4g

matpump=[0 0 0 1 ; %1e

0 0 0 0 ; %2e

0 0 0 0 ; %3e

0 0 0 0 ];%4e

% population initiale :

n0=[ratio ratio ratio ratio 1-ratio 1-ratio 1-ratio 1-ratio 0 0 0 0].*ntot/4;

[tinit,ninit]=simulate_rate_equantions_4levels_Sacha(n0,ratio,Tburns,Tz,TSLR, Rpump,matpump);

% population après pompage :

n1=ninit(end,:);

Rpump=0; % On arrête le pompage optique

[tinit2,ninit2]=simulate_rate_equantions_4levels_Sacha(n1,ratio,Tburns2,Tz,TSLR, Rpump,matpump);

%% Figures

for j=5:8

nchange(j-4)=(ninit(end,j))/((1-ratio)*ntot);

end

colorstring = ’kbgr’;

h=figure(1)

hold on

plot(tinit,4*ninit(:,5)/((1-ratio)*ntot),’Color’, colorstring(1))

plot(tinit,4*ninit(:,6)/((1-ratio)*ntot),’Color’, colorstring(2))

plot(tinit,4*ninit(:,7)/((1-ratio)*ntot),’Color’, colorstring(3))

plot(tinit,4*ninit(:,8)/((1-ratio)*ntot),’Color’, colorstring(4))

legend(’B_{1g}’,’B_{2g}’,’B_{3g}’,’B_{4g}’)

plt1=Plot(h)

%%

for j=5:8

nchange2(j-4)=(ninit2(end,j))/((1-ratio)*ntot);

end

colorstring = ’kbgr’;

g=figure(2)

hold on

plot(tinit2,4*ninit2(:,5)/((1-ratio)*ntot),’Color’, colorstring(1))

plot(tinit2,4*ninit2(:,6)/((1-ratio)*ntot),’Color’, colorstring(2))

plot(tinit2,4*ninit2(:,7)/((1-ratio)*ntot),’Color’, colorstring(3))

plot(tinit2,4*ninit2(:,8)/((1-ratio)*ntot),’Color’, colorstring(4))

legend(’B_{1g}’,’B_{2g}’,’B_{3g}’,’B_{4g}’)

plt2=Plot(g)

Fonction simulate_rate_equantions_4levels_Sacha.m:

function [t1,n1] = simulate_rate_equantions_4levels_Sacha(n0,ratio,timespan, Tz,TSLR, Rpump,matpump)

% T1 optique;

Ro = 1/1.3e-3;
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% Taux de branchements

OBR = [0.14 0.07 0.05 0.74;

0.06 0.19 0.71 0.04;

0.08 0.68 0.17 0.07;

0.72 0.06 0.07 0.15];

% Pompage

R = Rpump.*matpump.*(OBR’);

Br = OBR.*Ro;

% Matrice des processus flip-flops , spin-phonons , pompage optique ,

% declins optiques

%

% 1gA 2gA 3gA 4gA 1gB 2gB 3gB 4gB 1e 2e 3e 4e

A=[0 1/TSLR 1/TSLR 1/TSLR 0 1/Tz(1) 1/Tz(2) 1/Tz(3) Br(1,1) Br(1,2) Br(1,3) Br(1,4);

1/TSLR 0 1/TSLR 1/TSLR 1/Tz(1) 0 1/Tz(3) 1/Tz(2) Br(2,1) Br(2,2) Br(2,3) Br(2,4);

1/TSLR 1/TSLR 0 1/TSLR 1/Tz(2) 1/Tz(3) 0 1/Tz(1) Br(3,1) Br(3,2) Br(3,3) Br(3,4);

1/TSLR 1/TSLR 1/TSLR 0 1/Tz(3) 1/Tz(2) 1/Tz(1) 0 Br(4,1) Br(4,2) Br(4,3) Br(4,4);

0 1/Tz(1) 1/Tz(2) 1/Tz(3) 0 1/TSLR 1/TSLR 1/TSLR 0 0 0 0 ;

1/Tz(1) 0 1/Tz(3) 1/Tz(2) 1/TSLR 0 1/TSLR 1/TSLR 0 0 0 0 ;

1/Tz(2) 1/Tz(3) 0 1/Tz(1) 1/TSLR 1/TSLR 0 1/TSLR 0 0 0 0 ;

1/Tz(3) 1/Tz(2) 1/Tz(1) 0 1/TSLR 1/TSLR 1/TSLR 0 0 0 0 0 ;

R(1,1) R(1,2) R(1,3) R(1,4) 0 0 0 0 0 0 0 0 ;

R(2,1) R(2,2) R(2,3) R(2,4) 0 0 0 0 0 0 0 0 ;

R(3,1) R(3,2) R(3,3) R(3,4) 0 0 0 0 0 0 0 0 ;

R(4,1) R(4,2) R(4,3) R(4,4) 0 0 0 0 0 0 0 0 ];

%%

dt=1e-5; % increment temporel

tspan = 0:dt:timespan; % vecteur temps

[t1,n1] = ode45(\@eight_levels_pump,tspan,n0); % equation différentielle

function dndt = eight_levels_pump(t,n)

% flip-flops

dnff = [(A(2,5)*n(2)*n(5)-A(1,6)*n(1)*n(6)+A(3,5)*n(3)*n(5)-A(7,1)*n(1)*n(7)+A(4,5)*n(4)*n(5)-A(8,1)*n(1)*n(8))...

./(n(5)+n(6)+n(7)+n(8));

(A(6,1)*n(1)*n(6)-A(2,5)*n(2)*n(5)+A(6,3)*n(3)*n(6)-A(2,7)*n(2)*n(7)+A(6,4)*n(4)*n(6)-A(2,8)*n(2)*n(8))...

./(n(5)+n(6)+n(7)+n(8));

(A(7,1)*n(1)*n(7)-A(3,5)*n(3)*n(5)+A(7,2)*n(2)*n(7)-A(3,6)*n(3)*n(6)+A(7,4)*n(4)*n(7)-A(3,8)*n(3)*n(8))...

./(n(5)+n(6)+n(7)+n(8));

(A(8,1)*n(1)*n(8)-A(4,5)*n(4)*n(5)+A(8,2)*n(2)*n(8)-A(4,6)*n(4)*n(6)+A(8,3)*n(3)*n(8)-A(4,7)*n(4)*n(7))...

./(n(5)+n(6)+n(7)+n(8));

(A(6,1)*n(1)*n(6)-A(2,5)*n(2)*n(5)+A(7,1)*n(1)*n(7)-A(3,5)*n(3)*n(5)+A(8,1)*n(1)*n(8)-A(4,5)*n(4)*n(5))...

./(n(1)+n(2)+n(3)+n(4));

(A(2,5)*n(2)*n(5)-A(1,6)*n(1)*n(6)+A(2,7)*n(2)*n(7)-A(3,6)*n(3)*n(6)+A(2,8)*n(2)*n(8)-A(4,6)*n(4)*n(6))...

./(n(1)+n(2)+n(3)+n(4));

(A(3,5)*n(3)*n(5)-A(1,7)*n(1)*n(7)+A(3,6)*n(3)*n(6)-A(2,7)*n(2)*n(7)+A(3,8)*n(3)*n(8)-A(4,7)*n(4)*n(7))...

./(n(1)+n(2)+n(3)+n(4));

(A(4,5)*n(4)*n(5)-A(1,8)*n(1)*n(8)+A(4,6)*n(4)*n(6)-A(2,8)*n(2)*n(8)+A(4,7)*n(4)*n(7)-A(3,8)*n(3)*n(8))...

./(n(1)+n(2)+n(3)+n(4));

0;

0;

0;

0];

% spin-phonons

dnSLR = [A(1,2)*n(2)+A(1,3)*n(3)+A(1,4)*n(4)-(A(2,1)+A(3,1)+A(3,1))*n(1);

A(2,1)*n(1)+A(2,3)*n(3)+A(2,4)*n(4)-(A(1,2)+A(3,2)+A(4,2))*n(2);

A(3,1)*n(1)+A(3,2)*n(2)+A(3,4)*n(4)-(A(1,3)+A(2,3)+A(4,3))*n(3);

A(4,1)*n(1)+A(4,2)*n(2)+A(4,3)*n(3)-(A(1,4)+A(2,4)+A(3,4))*n(4);

A(1+4,2+4)*n(2+4)+A(1+4,3+4)*n(3+4)+A(1+4,4+4)*n(4+4)-(A(2+4,1+4)+A(3+4,1+4)+A(3+4,1+4))*n(1+4);

A(2+4,1+4)*n(1+4)+A(2+4,3+4)*n(3+4)+A(2+4,4+4)*n(4+4)-(A(1+4,2+4)+A(3+4,2+4)+A(4+4,2+4))*n(2+4);



198 Annexe D. Complément : Contrôle de la cohérence des ions 171Yb3+...

A(3+4,1+4)*n(1+4)+A(3+4,2+4)*n(2+4)+A(3+4,4+4)*n(4+4)-(A(1+4,3+4)+A(2+4,3+4)+A(4+4,3+4))*n(3+4);

A(4+4,1+4)*n(1+4)+A(4+4,2+4)*n(2+4)+A(4+4,3+4)*n(3+4)-(A(1+4,4+4)+A(2+4,4+4)+A(3+4,4+4))*n(4+4);

0

0

0

0];

% Excitation et relaxation optique

dnOpt=[A(1,9)*n(9)+A(1,10)*n(10)+A(1,11)*n(11)+A(1,12)*n(12)-A(9,1)*n(1)-A(10,1)*n(1)-A(11,1)*n(1)-A(12,1)*n(1);

A(2,9)*n(9)+A(2,10)*n(10)+A(2,11)*n(11)+A(2,12)*n(12)-A(9,2)*n(2)-A(10,2)*n(2)-A(11,2)*n(2)-A(12,2)*n(2);

A(3,9)*n(9)+A(3,10)*n(10)+A(3,11)*n(11)+A(3,12)*n(12)-A(9,3)*n(3)-A(10,3)*n(3)-A(11,3)*n(3)-A(12,3)*n(3);

A(4,9)*n(9)+A(4,10)*n(10)+A(4,11)*n(11)+A(4,12)*n(12)-A(9,4)*n(4)-A(10,4)*n(4)-A(11,4)*n(4)-A(12,4)*n(4);

0;

0;

0;

0;

A(9,1)*n(1)+A(9,2)*n(2)+A(9,3)*n(3)+A(9,4)*n(4)-A(1,9)*n(9)-A(1,10)*n(9)-A(1,11)*n(9)-A(1,12)*n(9);

A(10,1)*n(1)+A(10,2)*n(2)+A(10,3)*n(3)+A(10,4)*n(4)-A(2,9)*n(10)-A(2,10)*n(10)-A(2,11)*n(10)-A(2,12)*n(10);

A(11,1)*n(1)+A(11,2)*n(2)+A(11,3)*n(3)+A(11,4)*n(4)-A(3,9)*n(11)-A(3,10)*n(11)-A(3,11)*n(11)-A(3,12)*n(11);

A(12,1)*n(1)+A(12,2)*n(2)+A(12,3)*n(3)+A(12,4)*n(4)-A(4,9)*n(12)-A(4,10)*n(12)-A(4,11)*n(12)-A(4,12)*n(12)];

dndt = (dnff+dnSLR+dnOpt);

end

end
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Scan

Temps de pompage

Pompage global Initialisation

Pompage

Fig. D.2 Haut : Séquence de repompage. Bas : spectres d’absorption mesurés
après 10 s de pompage global suivit d’un pulse d’initialisation contenant n scans
du laser au travers du massif d’absorption. Les nombres n correspondant à chaque
courbe sont visibles dans la légende placée à la droite de la figure.

D.5 Initialisation du système

Le système est initialisé avant chaque séquence (comme par exemple V.19 A) et B)
ou bien V.20). Pour cela, le laser scanne 50 fois le massif d’absorption en entier. La figure
D.2 montre l’effet du nombre de scan sur le changement de distribution de population.
La séquence utilisée consiste en un pulse de pompage global de 10 s, puis le pulse d’ini-
tialisation avec n scans est envoyé. Ensuite on réalise un scan du massif d’absorption
avec le laser. On voit qu’au bout de 50 scans, le système a retrouvé une distribution de
population très proche de celle de l’équilibre thermique. Cette séquence permet d’avoir
un système toujours dans le même état en début de chaque séquence, de façon à pouvoir
comparer les différentes mesures.
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Annexe E

Complément : Intérêt de l’état excité
optique

E.1 Mesure de RHS au-delà de 1 GHz

Des mesures de RHS ont été réalisées à plus hautes fréquences. Pour ces mesures, un
analyseur spectral HP 70001A combiné à une source RF HP 70904A ont été utilisés. La
puissance RF en sortie de source est de -10 dBm. L’onde est amplifiée (+33 dB) avant
d’être envoyée dans le cryostat.

F
ré

q
u
e
n
c
e
 (

M
H

z
)

Champ magnétique (mT)

Fig. E.1 A) Mesure RHS à 3 K de Er3+dans le site 1 de Y2SiO5. La direction
du champ magnétique est proche de l’axe D1.
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E.2 Population dans l’état excité

Durant les mesures de diffusion Raman Hétérodyne ainsi que d’échos de spin, le laser
est envoyé sans interruption dans l’échantillon. Sur la durée de l’expérience, la bande
spectrale d’excitation du laser Δ‹ ¥ 1 MHz est bien supérieure à la largeur homogène
des ions Er3+ (T2,opt ¥ 3 µs aux champs magnétiques faibles) [207].

L’intensité du laser est donnée par :

Ip =
2P

fiÊ2
0

Avec P la puissance du laser et Ê0 le rayon du faisceau laser au niveau de l’échantillon.

Pour estimer la section efficace des ions Er3+ résonnants avec le laser, on calcule la
section efficace totale des ions dans le site 1 :

σtot =
πΓinh,optα0

2

Cette section efficace correspond à l’intégrale d’une Lorentzienne de largeur Γinh,opt et de
maximum α0.

Ce qui donne une section efficace par ion de [234] :

σ0 =
πΓinh,optα0

2N
= 1.1 ◊ 10≠8cm2Hz

avec N le nombre d’ions Er3+ dans le site 1, et Γinh,opt = 390 MHz la largeur inhomogène
optique.

Le nombre d’ions dans l’état excité se calcule :

ne =
1

2 + hνΔν
σ0IpT1,opt

¥ 0.5

avec T1,opt le temps de vie de l’état excité optique.

Pour les ions Er3+ résonants avec le laser, on a donc la moitié de la population dans
l’état excité du fait de l’excitation laser. La proportion de population entre l’état excité
optique et l’état fondamental est donc de :

2Γinh,opt

Δν
¥ 800

E.3 Relaxation des spins dans l’état excité en fonction de la tem-
pérature

Les variations de T1e en fonction de la température déterminées expérimentalement
(visibles sur la figure VI.7) peuvent être modélisées par la contribution d’un processus
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Tableau E.1 – Paramètres ajustés pour T1e.

–O,e Δe Rs T1,opt

1.0 ◊ 1012 s≠1 50 K 840 s≠1 9 ms

spin-réseau et d’une excitation optique tel que :

1
T1e

= –D,e g3
eB5coth(

h‹

2kBT
) + –R,eT 9 + –O,ee(≠ Δe

kT
) + Ropt

Les deux premiers termes représentent la contribution des processus direct et Raman. Ils
sont négligeables dans les conditions de température et de champ magnétique utilisées ici.
Les variations de T1e ont pu être ajustées en utilisant seulement les deux derniers termes
qui correspondent au processus Orbach, et au taux d’émission et d’absorption de photons
de l’état excité.

Les paramètres ajustés sont répertoriés dans le tableau E.1. Ropt représente le taux
de relaxation optique total du niveau. Il peut s’écrire :

Ropt = Rs +
1

T1,opt

où Rs représente la contribution de relaxation induite par l’excitation laser.

Il est possible de calculer une estimation de Rs = 540 s≠1 = 1
1.8 ms . Ce calcul est

détaillé dans [218].

E.4 Diffusion spectrale instantanée

La diffusion spectrale instantanée est un phénomène de décohérence dû à l’application
du pulse fi lors de la séquence d’écho de spin. Lorsque la bande spectrale du pulse envoyé
est plus large que la largeur inhomogène de spin, ce qui est le cas dans notre mesure (pulse
de 150 ns ¥ 42 MHz contre Γinh,spin = 10 MHz), une estimation du temps de cohérence
peut être faite à partir de la largeur dipolaire :

T2,ISD =
1

ΔÊ1/2

Si l’on reprend les mêmes conditions que pour l’estimation de la diffusion spectrale due
aux flip-flops, on calcule :

• T2,ISD,1e Æ 1.5 ms

• T2,ISD,1g Æ 1.1 µs

• T2,ISD,2g Æ 100 ns

Nous voyons ici, que pour une excitation RF telle que celle que l’on utilise ici, le temps
de cohérence est sévèrement impacté pour les ions dans l’état fondamental du fait de la
grande population.
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Annexe F

Complement : Effet du désordre sur
les largeurs des raies optiques et de
spin dans Er3+,Sc3+:Y2SiO5

F.1 Analyse de la dépendance angulaire des largeurs de raies
RPE dans Er3+:Y2SiO5 et Er3+,Sc3+:Y2SiO5

Dans cette section, l’analyse de la dépendance angulaire des largeurs de raies RPE est
traitée en considérant une distribution de facteurs g des ions Er3+ dans le cristal. L’ion
Er3+ a un spin effectif 1/2 dont le facteur g peut s’écrire [109]:

g2 = nT (ggT )n (F.1)

n représente le vecteur direction unitaire du champ magnétique B.

Quand le champ magnétique effectue une rotation d’un angle ◊ dans un plan fixe, les
valeurs de g peuvent s’écrire sous la forme :

g2(◊) = a · cos2(◊) + 2b · sin(◊) · cos(◊) + c · sin2(◊) (F.2)

Les paramètres a, b et c sont des constantes déterminées à partir du tenseur g. La fi-
gure F.1 montre l’ajustement à l’équation (F.2) des valeurs expérimentales de g2 pour les
deux échantillons avec et sans scandium. Les valeurs de a, b et c sont répertoriées dans
le tableau F.1. Les légères différences viennent du fait que le plan de rotation du champ
magnétique n’est pas exactement le même pour les deux échantillons.

Imaginons maintenant qu’on ait un tenseur de perturbations Δg qui décrive les distri-
butions de g induite par des environnements locaux différents dans la matrice cristalline.
En se servant de l’équation (F.1), on a :

(g + Δg)2 = nT [(g + Δg)(g + Δg)T ]n

205
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Fig. F.1 Variations angulaires de g2 et ajustement correspondant à l’équation
(F.2). Les paramètres sont répertoriés dans le tableau F.1.

Échantillon Paramètre a b c

Er3+:Y2SiO5 g2 24 ± 3 -49 ± 2 123 ± 3
Er3+,Sc3+:Y2SiO5 g2 33 ± 3 -60 ± 3 124 ± 3

Er3+:Y2SiO5 gΔg (◊ 100) 5 ± 1 -8 ± 1 21 ± 1
Er3+,Sc3+:Y2SiO5 gΔg (◊ 100) 12.5 ◊ 5 12.5 ◊ -8 12.5 ◊ 21

Tableau F.1 – Paramètres décrivant les variations angulaires de g2
eff et gΔg pour les deux

échantillons dans le plan D1D2. Ces paramètres sont ajustés à partir des équations (F.2)
et (F.4).
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que l’on peut simplifier au premier ordre :

gΔg =
1
2

nT (gΔgT + ΔggT)n (F.3)

De la même façon que dans l’équation (F.2), en utilisant (F.3) on trouve que dans le
plan D1D2, gΔg peut s’écrire :

gΔg(◊) = aÕ · cos2(◊) + 2bÕ · sin(◊) · cos(◊) + cÕ · sin2(◊) (F.4)

Si notre hypothèse d’un tenseur de perturbation Δg causant l’élargissement des raies
est vraie, les variations angulaires de gΔg devraient suivre l’équation (F.4). La figure F.2
montre les variations de gΔg(◊) mesurées dans le plan D1D2 pour les deux échantillons.
L’équation (F.4) donne un ajustement relativement satisfaisant aux données expérimen-
tales pour les deux échantillons sauf dans la région située entre 90˚et 140˚(entre les
barres verticales) qui a été exclue de cet ajustement. Les coefficients aÕ, bÕ et cÕ ainsi
déterminés sont répertoriés dans le tableau F.1. Seul un coefficient de proportionnalité
de 12.5 sépare les valeurs pour Er3+:Y2SiO5 et pour Er3+,Sc3+Y2SiO5. La zone située
entre 90˚et 140˚correspond aux plus grandes valeurs de g pour les Er3+dans le site 1.
Dans cette zone, l’équation (F.4) ne semble pas décrire les variations de gΔg dans aucun
des deux échantillons. L’élargissement prédit par cette équation est bien supérieur à celui
mesuré. Une étude complémentaire faisant varier le champ magnétique dans les plans
bD1 et bD2 pourrait apporter des informations supplémentaires sur les tenseurs ggT et
(gΔgT + ΔggT).

Pour conclure, une partie de l’élargissement observé provient d’un terme de distribu-
tion de tenseur g, Δg, dû aux distributions de contraintes. En revanche, d’autres contri-
butions semblent exister. Une étude plus poussée sur ces phénomènes d’élargissement de
raies de spin pourrait être réalisée dans d’autres orientations de champ magnétique, ou
bien pour une autre fréquence RPE.

F.2 Étude de la diffusion spectrale pour B > 200 mT

Il est possible de comprendre les variations de la largeur homogène à champs plus élevés
(> 0.2 T) grâce à un modèle de diffusion spectrale similaire à celui décrit au paragraphe
VI.2.4 ainsi que dans d’autres études précédentes [64, 90]. Ce modèle est décrit par une
largeur homogène effective composée de Γ0, la contribution intrinsèque, ainsi que de ΓSD,
la largeur spectrale dynamique provoquée par les relaxations de taux R des ions créant
la diffusion spectrale. De la même façon que dans la section VI.2.4, on peut calculer le
temps de cohérence (VI.4):

T2 =
2Γ0

ΓSDR
◊ (≠1 +

Û

1 +
ΓSDR

fiΓ2
0

) (F.5)

Afin de déterminer correctement ces paramètres Γ0, ΓSD et R, il est nécessaire de mesurer
des déclins d’échos 3-pulses. En revanche il est possible d’estimer le produit ΓSDR à partir
de l’équation (F.5). On s’attend à ce que ΓSDR soit décrit de cette façon [90, 235] :

ΓSDR =
ÿ

i

aig
3
i B5coth(

giµBB

2kBT
)sech2(

giµBB

2kBT
)
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Fig. F.2 Variations angulaires de gΔg et ajustement correspondant à l’équation
(F.4). Les paramètres sont répertoriés dans le tableau F.1.

Avec i œ{1,2} qui représente le site cristallographique, car les ions Er3+ dans les deux
sites contribuent à la diffusion spectrale. ai est un paramètre décrivant l’amplitude de
cette diffusion spectrale de la part de chacun d’entre eux et gi représente le facteur g
effectif de Er3+ dans le site correspondant pour un champ magnétique orienté à 5˚de D2

dans le plan D1D2 (g1 = 11, g2 = 4.1). À ces températures, concentrations et champs
magnétiques, on s’attend à ce que le phénomène de relaxation prédominant pour les spins
d’Er3+ soit le processus spin-phonon direct (comme nous l’avons vu dans le chapitre IV
pour Yb3+:Y2SiO5). L’ajustement à ce modèle (légèrement modifié 1) aux données ex-
périmentales est présenté figure VI.12 avec les différentes contributions venant des Er3+

dans les deux sites. Il permet de déterminer les paramètres a1, a2 et Γ0. L’ajustement aux
données expérimentales est correct, cependant il reste très approximatif entre 500 mT et
1.5 T. Ceci peut être dû au fait que le modèle de diffusion spectrale utilisé ici ne prend
pas en compte la forte anisotropie des tenseurs g. Les valeurs ainsi déterminées sont Γ0 =
70 Hz, a1 = 57 kHz2/T5 et a2 = 0.33 kHz2/T5. La diffusion spectrale due aux Er3+ dans
le site 1 est donc bien plus importante que celle de ceux dans le site 2, comme on le voit
également d’après leurs contributions respectives sur la figure VI.12. Cela vient du fait
que pour cette orientation du champ magnétique, le facteur g effectif du site 1 est bien
plus grand que celui du site 2 (11 contre 4.1) et que le taux de relaxation par le processus
direct à un phonon possède une dépendance en g3.

1. Dans ce modèle est incorporé un facteur supplémentaire augmentant artificiellement l’énergie Zee-
man (×1.4), qui peut être également vu comme un abaissement de l’énergie d’activation thermique. Ce
facteur permet un meilleur accord avec les données expérimentales. Le point à 70 mT est exclu de l’ajus-
tement.
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ABSTRACT 
 
Rare-earth-doped crystals are one of the most promising system to be used as light-matter interfaces for the development 
of quantum networks and technologies. Some of those are paramagnetic, which makes them particularly attractive, as 
their electronic structure allows the realization of quantum interfaces between the optical and microwave domains. 
However, their coherence times are often limited by the interactions with nuclear and electron spins present in their local 
chemical environment. It is therefore necessary to find adequate solutions to reduce their impact. This is the context of 
this Ph.D. work. First, it focuses on the study of Yb3+ ions in a single crystal of Y2SiO5 (YSO). High resolution optical 
spectroscopy and low temperature electron paramagnetic resonance measurements show the high potential of ytterbium 
for quantum technologies. The isotope 171Yb3+ is particularly interesting because it is the only rare earth ion that combines 
an electronic spin S = 1/2 with a nuclear spin I = 1/2, showing a hyperfine structure of great simplicity. An isotopically 
pure sample show exceptional properties at zero magnetic field. 

The sensitivity to magnetic disturbances is greatly reduced there, and thus the coherence times are strongly increased. 
Moreover, it is possible to strongly polarize the 171Yb3+ spins by optical pumping, allowing to control cross-relaxations 
between them (flip-flops), having an impact on the optical coherence time. This work shows that 171Yb3+:YSO is an ideal 
candidate as a light-matter quantum interface in which efficient and fast optical spin control is possible and that could 
connect quantum electronic systems to long-distance communication networks. 

In parallel, this work also gives two alternatives to control the cross relaxations between rare earth ions in order to reduce 
decoherence. The ion studied here is erbium, an ion of technological interest because of its optical transition at 1.5 μm, 
the telecom window of optical fibers. One of these solutions is to modify the chemical composition of the materials in 
order to introduce a controlled disorder that broaden the spin frequency distribution to reduce resonant interactions. The 
second one suggests the use of the optically excited state's spin transitions in order to make the active spins non resonant 
anymore with the spin bath. 

 

MOTS CLÉS 

 
Terres rares, Spectroscopie optique haute résolution, Dynamique des cohérences, RPE, Cristaux, Mémoires 
quantiques 

RÉSUMÉ 

 
Les cristaux dopés terres rares sont des systèmes prometteurs en tant qu'interfaces lumière-matière nécessaires au
développement de réseaux et processeurs quantiques. Certains d'entre eux sont paramagnétiques, ce qui les rend 
attractifs car leur structure électronique permet la réalisation d'interfaces quantiques entre le domaine optique et micro-
onde. Cependant, ils sont très sensibles aux interactions avec les spins présents dans leur environnement chimique 
local. Il est donc nécessaire de trouver des solutions adéquates pour réduire leur impact. Ce doctorat s'inscrit dans ce 
contexte. Il porte tout d'abord sur l'investigation de l'ion Yb3+ dans un cristal de Y2SiO5 (YSO). Une étude de ce matériau 
par spectroscopie optique haute résolution et par résonance paramagnétique électronique montre que Yb3+:YSO est un 
candidat prometteur pour les technologies quantiques. 
L'isotope 171Yb3+ est particulièrement intéressant, car il est le seul ion de terre rare à combiner un spin électronique S=1/2 
et un spin nucléaire I=1/2, lui conférant une structure hyperfine d'une grande simplicité. Un échantillon isotopiquement 
enrichi en 171Yb3+ montre des propriétés exceptionnelles à champ magnétique nul. La  sensibilité aux perturbations 
magnétiques y est fortement réduite, ce qui induit une augmentation considérable des temps de cohérence. De plus, il 
est possible de polariser fortement les spins de 171Yb3+ par pompage optique et de modifier ainsi leur temps de cohérence 
optique. 
171Yb3+:YSO apparaît comme un candidat idéal pour développer une interface quantique spin-lumière dans lequel un 
contrôle optique des spins efficace et rapide est possible et pouvant connecter des processeurs quantiques électroniques 
aux réseaux de communication longues distances. 
En parallèle, ce travail propose des alternatives pour contrôler les relaxations croisées entre les ions de terres rares eux-
mêmes. L'ion actif utilisé ici est Er3+, un ion d'intérêt technologique car il présente une transition à 1.5 μm, la fenêtre 
télécom des fibres optiques.  Deux solutions sont proposées : introduire un désordre contrôlé dans le cristal pour élargir 
la distribution fréquentielle des transitions de spin et inhiber les interactions résonantes ou bien utiliser les transitions de 
spin dans l'état excité optique pour découpler les ions actifs des autres ions. 

KEYWORDS 
 
Rare earths ions, High resolution optical spectroscopy, EPR, Coherence dynamics, Single crystals, 
Quantum memories 


