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Introduction

Au cours des vingt dernières années, les boîtes quantiques ont permis à la physique des
semiconducteurs d’explorer et de rendre compte de nouveaux phénomènes. Cela est dû, en
premier lieu, au fort confinement des porteurs dans une région de dimension nanométrique et au
spectre électronique discret qui en résulte. Ces caractéristiques fondamentales sont au coeur de
nombreuses recherches, allant de l’opto-électronique à l’information quantique.

Ce travail de thèse s’inscrit clairement dans la deuxième thématique. Le spin d’un électron
piégé dans une boîte quantique constitue une observable bien protégée des mécanismes de
relaxation fonctionnant dans matériaux massifs et puits quantiques1 ; il est alors suffisamment
isolé des sources de décohérences pour permettre l’observation des délicates superpositions entre
les états "up" et "down" 2. Les boîtes quantiques apparaissent donc comme un système attrac-
tif pour la réalisation de portes logiques quantiques, utilisant le spin électronique comme "Q-bit".

Cependant le fort confinement exalte d’autres mécanismes dépendant du spin limitant le
temps de cohérence, notamment l’interaction hyperfine avec les noyaux. L’interaction hyperfine,
équivalente à un champ magnétique aléatoire agissant sur le spin de l’électron est à l’origine
d’un mécanisme de déphasage, en un temps typique de la nanoseconde. L’un des objectifs de
ce travail de thèse consistait justement à mettre en lumière le rôle fondamental du couplage
hyperfin par spectroscopie optique de boîtes quantiques uniques.

L’étude des effets nucléaires a pris une place très importante, dans la communauté des
physiciens travaillant sur les boîtes quantiques ; le nombre croissant de publications depuis
l’année 2005, traitant de ce sujet en témoigne. Au cours de ce travail de thèse, nous avons
eu la possibilité d’examiner divers aspects relatifs à ces effets, principalement la polarisation

1M. Kroutvar et al., Nature 432, 81 (2004)
2A. Greilich et al., Science 313, 341 (2006)
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dynamique des noyaux (Chap. 5) et la relaxation du spin électronique induite par l’interaction
hyperfine (Chap. 6). L’abondance de résultats récents dans la littérature nous a conduit, parfois,
à les reproduire dans ce manuscrit, afin d’étayer nos propres expériences et les conclusions qui
en découlent.

Ce manuscrit est organisé autour de six chapitres :

Nous exposerons les notions essentielles du pompage optique orienté dans les structures
semiconductrices (Chap. 1). Aussi, nous verrons que l’orientation optique du spin, dans une boîte
quantique, nécessite de former des états trions, caractérisés par la présence d’une configuration
singulet de spin.
La partie suivante (Chap. 2) sera consacrée à la caractérisation du dispositif permettant le
contrôle de la charge des boîtes quantiques. Les observations menées aussi bien sur boîtes
uniques que sur un ensemble de boîtes, permettront d’identifier clairement la luminescence des
trions positifs et négatifs.
L’orientation optique des trions (Chap. 3), pour un ensemble de boîtes, permettra de mettre en
évidence, notamment, l’influence de l’interaction hyperfine sur la relaxation du spin électro-
nique. Cette première appréhension du phénomène, menée par des expériences de luminescence
résolue en temps, sera fortement complétée dans le chapitre 6, qui décrira les expériences
réalisées sur boîtes quantiques uniques.
Enfin, le chapitre 4 servira à introduire les éléments et le formalisme nécessaires à la description
de l’interaction électron/noyaux dans les semiconducteurs, dont une manifestation sera détaillée
dans le chapitre 5 qui traitera de la polarisation dynamique des spins nucléaires.
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Chapitre 1

Les boîtes quantiques auto-assemblées

Sommaire
1.1 Croissance auto-organisée des boîtes quantiques InAs sur substrat GaAs 5

1.2 Structure électronique et orientation optique du spin : des matériaux
massifs aux boîtes quantiques . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 7

1.2.1 Etude dans le massif . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 7

1.2.2 La couche de mouillage des boîtes quantiques : un puits quantique . . 15

1.2.3 Structure électronique d’une boîte quantique d’InAs/GaAs . . . . . . 18

1.3 Structure fine excitonique et conséquences . . . . . . . . . . . . . . . . . 22

1.3.1 Structure fine de l’exciton neutre . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 23

1.3.2 Orientation optique des porteurs dans la boîte quantique . . . . . . . 25

Ce chapitre va permettre d’introduire les notions essentielles relatives aux boîtes quantiques
InAs/GaAs. Nous verrons qualitativement, de quelle manière le confinement des porteurs dans les
trois directions de l’espace, isole suffisamment leur spin, afin d’observer des temps de relaxation
beaucoup plus longs que dans les matériaux massifs. Il sera aussi question de bien caractériser les
états électroniques, pour comprendre comment les expériences d’optique résolues en polarisation
permettent d’étudier l’orientation du spin. Dans ce travail, nous nous sommes intéressés princi-
palement à la relaxation du spin de l’électron et du trou, qui obéit à des mécanismes différents de
celle du spin (moment angulaire) des excitons (c.f thèse d’Ivan Favero [1]).
Enfin, ce chapitre d’introduction commencera par la description du mode de croissance des boîtes
quantiques auto-organisées, dont la maîtrise doit beaucoup à J.M. Gérard, travaillant alors au
CNET de Bagneux.

1.1 Croissance auto-organisée des boîtes quantiques InAs sur sub-
strat GaAs

La croissance auto-organisée des boîtes selon le mode de croissance dit de Stanski/Krastanov,
utilise les méthodes d’épitaxie par jet moléculaire. Cette dernière consiste à déposer une couche

5



6 CHAPITRE 1. LES BOÎTES QUANTIQUES AUTO-ASSEMBLÉES

solide A sur un substrat cristallin B, en prolongeant son ordre atomique. Cependant, si les maté-
riaux A et B présentent un grand désaccord de paramètres de maille, comme c’est la cas pour le
couple InAs et GaAs 1, une nouvelle organisation de surface apparaît, formant des îlots de taille
nanométrique.
La formation de ces îlots se fait en deux étapes. La première monocouche d’InAs est épitaxiée
sur GaAs, en compression dans le plan, et adapte son paramètre de maille à celui du GaAs [2].
Ensuite, à partir d’une certaine épaisseur critique, ∼ 1.7 monocouche, il y a relaxation de la
contrainte, et la croissance devient tri-dimensionnelle : il y a nucléation d’îlots sur la première
monocouche d’InAs, qu’on appelle couche de mouillage, ou en anglais "Wetting Layer". La fi-
gure 1.1 donne une illustration de la formation de ces îlots, qu’on nomme plus généralement
boîtes quantiques.
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FIG. 1.1: Mode de croissance Stranski/Krastanov dans un bâti d’épitaxie par jet moléculaire

Les boîtes quantiques ont alors des dimensions typiques de 5 nm selon l’axe de croissance et
environ 30 nm dans le plan. Elles sont distribuées aléatoirement sur la couche de mouillage, avec
une densité surfacique de ∼ 2.1010 cm−2. Néanmoins, il est possible d’obtenir, sous certaines
conditions de croissance (température, vitesse de croissance), une densité surfacique de l’ordre
de 5.109 cm−2, sur une région de quelques millimètres de longueur sur le substrat, appelée "zone
frontière". La spectroscopie d’objets uniques nécessite de travailler justement dans la région de
faible densité. Les boîtes sont très généralement de forme pyramidale [3, 4, 5](dont la base peut
être rectangulaire ou en forme de losange, avec un allongement dans la direction [11̄0]), comme
le montrent les images 1.2 a et b. La figure 1.2b mérite sans doute quelques commentaires. Il

1a(InAs) = 6.058 Ȧ et a(GaAs) = 5.653 Ȧ à température ambiante, soit une différence relative de 7%



1.2. STRUCTURE ÉLECTRONIQUE ET ORIENTATION OPTIQUE DU SPIN : DES MATÉRIAUX
MASSIFS AUX BOÎTES QUANTIQUES 7

s’agit d’une image AFM d’une boîte dans la zone frontière (faible densité). On remarque alors
que la nucléation de la boîte s’est faite au détriment de la couche de mouillage, qui a disparu
à proximité. Ceci illustre en particulier les fluctuations de l’environnement des boîtes, qui sont
peut-être plus importantes dans la zone frontière. En conséquence, toute observation réalisée sur
une boîte quantique unique devra être répétée sur d’autres boîtes uniques, afin de légitimer le
résultat.
Cependant, les boîtes quantiques des images AFM ne sont pas optiquement actives : les liaisons
pendantes laissées à la surface des boîtes sont des centres de recombinaison non radiatifs très
efficaces pour les porteurs. Il faut donc les encapsuler dans une matrice de GaAs, ce qui a aussi
comme conséquence une modification morphologique. Les boîtes enterrées prennent alors une
forme de lentilles[6] très aplaties de hauteur ∼ 2nm et de dimension transverse environ 20 nm,
comme le montre la figure 1.2c. En plus de cela, la composition s’en trouve modifiée : les boîtes
ne sont certainement plus pures en InAs, en raison de l’interdiffusion du Gallium : seul le coeur
est en InAs, et la périphérie est composé d’un alliage ternaire In1−xGaxAs, avec un possible
gradient de composition en Gallium [7].

Le contrôle du positionnement des boîtes quantiques auto-assemblées reste encore actuel-
lement un véritable challenge pour les épitaxieurs. Ceci serait, par exemple, fort utile pour la
physique des émetteurs en cavités optiques, pour optimiser le couplage entre l’émission de la
boîte et un mode du champ électromagnétique confiné. Pour cela, il existe plusieurs méthodes
expérimentales. Le substrat peut être "patterné" afin de contrôler le champ des contraintes en
surface, pour localiser en des régions préférentielles, la croissance des boîtes. Aussi, comme
le montre la figure 1.2c, il est possible d’empiler plusieurs boîtes quantiques, en les séparant
d’une couche de GaAs, suffisamment fine pour permettre un auto-alignement vertical induit par
le champ de contrainte. La localisation de la dernière boîte empilée, sur la surface permet alors
de connaître l’emplacement des boîtes enterrées [8].

1.2 Structure électronique et orientation optique du spin : des ma-
tériaux massifs aux boîtes quantiques

Dans cette section nous présenterons les idées maîtresses de ce qu’on appelle le pompage
optique orienté, dans les structures semiconductrices. Ceci nous conduira à une analyse fine de
la structure de bande des matériaux massifs, afin de comprendre les différents phénomènes de
relaxation du spin.

1.2.1 Etude dans le massif

1.2.1.1 Éléments de la théorie k.p[9]

Afin de calculer la structure de bandes électroniques dans un cristal semiconducteur, nous
rappelons qu’il faut résoudre l’équation de Schrödinger pour un électron dans le potentiel cris-



8 CHAPITRE 1. LES BOÎTES QUANTIQUES AUTO-ASSEMBLÉES

a) b)

c)

FIG. 1.2: a) et b) Images AFM réalisée par J.M. Moison c) Image STM sur le bord clivé d’un
échantillon (par B. Legrand à l’IEMN) constitué d’une succession de plan de boîtes quantiques
montrant leur corrélation spatiale sous l’effet des contraintes.

tallin (cas non relativiste) :

HΨ
n,~k

(~r) =

(
p̂2

2m0
+ Vcristal(~r)

)
Ψ

n,~k
(~r) = E

n,~k
Ψ

n,~k
(~r) (1.1)

où Vcristal(~r) est le potentiel périodique du cristal, m0 la masse de l’électron libre et les fonctions
Ψ

n,~k
(~r) sont les ondes de Bloch de vecteur d’onde ~k, délocalisées sur l’ensemble du matériau :

Ψ
n,~k

(~r) = u
n,~k

(r)ei~k·~r (1.2)

et n est l’indice de bande (associée à la représentation irréductible du groupe de symétrie du
matériau au point ~k = ~0).
L’action de l’opérateur p̂2 sur les fonctions Ψ

n,~k
(~r) : p̂2(Ψ

n,~k
(~r)) = [(p̂ + ~k)2u

n,~k
(r)] permet

de donner une nouvelle formulation de l’équation 1.1 :
(

p̂2

2m0
+

~
2k2

2m0
+

~

m0

~k · p̂ + Vcristal(~r)

)
u

n,~k
(r) = E

n,~k
u

n,~k
(r) (1.3)
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La théorie ~k · ~p utilise maintenant les fonctions de Bloch en centre de zone un,~0 comme base
complète, sur laquelle sont développées les fonctions u

n,~k
, en traitant en perturbation le terme

~k · ~p. On obtient alors :

u
n,~k

= un,~0 +
~

m0

∑

m6=n

〈un,~0|~k · p̂|um,~0〉
En,~0 − Em,~0

un,~0 (1.4)

E
n,~k

= En,~0 +
~

2k2

2m0
+

~
2

m2
0

∑

m6=n

|〈un,~0|~k · p̂|um,~0〉|2

En,~0 − Em,~0

(1.5)

L’équation de dispersion (1.5) réécrit sous la forme E
n,~k

= En,~0 + ~
2k2

2mn
permet de définir la

masse effective mn de l’électron sur la bande n. La masse effective permet, dans un formalisme
à une bande, de tenir compte de l’ensemble des perturbations ~k · ~p de toutes les bandes m 6= n.
Ici, nous nous intéressons aux excitations optiques au voisinage du gap correspondant à la promo-
tion d’un électron de la dernière bande de valence occupée vers la première bande de conduction
vide ; la désexcitation radiative correspondante, donne lieu à la luminescence. On peut donc ré-
duire la base de travail à une bande de conduction et trois bandes de valence, à priori toutes
dégénérées en spin. De plus en ~k = ~0, les fonctions un,~0 sont solution de :

(
p̂2

2m0
+ Vcristal(~r)

)
un,~0(r) = En,~0un,~0(r) (1.6)

Ĥ(~k = ~0) commute avec l’opérateur de moment cinétique orbital L̂, si bien que l’on peut repré-
senter les un,~0 par les notations |n,L, mL; sz〉, ou de manière plus condensée, par les notations
"atomiques".

Les fonctions un,~0 possèdent les symétries des orbitales atomiques qui donnent naissance à
la bande de valence (états liants issus du recouvrement des orbitales atomiques p) et à la bande
de conduction (états non-liants issus du recouvrement des orbitales atomiques s).

pour la bande de conduction :
fonction de Bloch notation

u1,~0 |S〉 ⊗ | ↑〉
u2,~0 |S〉 ⊗ | ↓〉

pour la bande de valence :
fonction de Bloch notation

u3,~0 |X〉 ⊗ | ↑〉
u4,~0 |X〉 ⊗ | ↓〉
u5,~0 |Y 〉 ⊗ | ↑〉
u6,~0 |Y 〉 ⊗ | ↓〉
u7,~0 |Z〉 ⊗ | ↑〉
u8,~0 |Z〉 ⊗ | ↓〉
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L’étude précédente ne permet pas de décrire complètement la structure complexe de la bande
de valence. Par exemple, la perturbation ~k · ~p, conserve la dégénérescence des états de valence en
~k = ~0.

Interaction Spin-Orbite
En tenant compte de l’interaction spin-orbite ĤS.O. = ~

4m2
0c2

Ŝ · (~∇V × p̂), le mouvement
de l’électron et son spin sont couplés, avec comme conséquence que l’opérateur de spin ne
commute plus avec l’hamiltonien total Ĥ + ĤS.O. Il en résulte une levée de dégénérescence
des états de valence au centre de la première zone de Brillouin entre une bande Γ8 (quatre
fois dégénérée à ~k = ~0) correspondant aux états de trous lourds et de trous légers, et une
bande Γ7 (dégénérée deux fois) dite bande "split-off", se situant à une énergie ∆SO en
dessous des premiers. Maintenant les nouveaux états stationnaires sont les fonctions propres
de l’opérateur Ĵ2 et Jz , où Ĵ = L̂ + Ŝ est le moment angulaire total. On peut donc les
désigner par la notation |n, J, Jz〉, et sont des combinaisons linéaires des fonctions de base :
|S, ↑〉, |S, ↓〉, |X, ↑〉, |X, ↓〉, |Y, ↑〉, |Y, ↓〉, |Z, ↑〉, |Z, ↓〉

|J, Jz〉 Développement sur les fonctions |S〉, |X〉, |Y 〉, |Z〉 bande

|1/2, 1/2〉 i|S, ↑〉 Γ6

|1/2,−1/2〉 i|S, ↓〉 Γ6

|3/2, 3/2〉 1/
√

2|(X + iY ), ↑〉 ΓH.H
8

|3/2,−3/2〉 −1/
√

2|(X − iY ), ↓〉 ΓH.H
8

|3/2, 1/2〉 −
√

2/3|Z, ↑〉 + 1/
√

6|(X + iY ), ↓〉 ΓL.H
8

|3/2,−1/2〉 −
√

2/3|Z, ↓〉 − 1/
√

6|(X − iY ), ↑〉 ΓL.H
8

|1/2, 1/2〉
√

1/3|Z, ↑〉 + 1/
√

3|(X + iY ), ↓〉 Γ7

|1/2,−1/2〉
√

1/3|Z, ↓〉 − 1/
√

3|(X − iY ), ↑〉 Γ7

Kohn et Luttinger ont montré que l’action due à l’interaction spin-orbite dans le sous espace
des états Γ8, pouvait être paramétrée, en tenant compte des symétries du cristal blende de zinc
(groupe de symétrie Td), par un jeux de trois coefficients γ1, γ2, γ3 [10] . Les masses effectives
des trous lourds et légers sont données : mz

h = m0 (γ1 − 2γ2)
−1 et mz

l = m0 (γ1 + 2γ2)
−1. Le

tableau suivant rappelle les valeurs des structures de bandes pour GaAs et InAs :

Paramètres GaAs InAs
gap (eV) 1.42 0.41
∆S0 (eV) 0.341 0.38
γ1 7.0 19.67
γ2 2.25 8.37
γ3 2.9 9.29

Nous pouvons d’ores et déjà mettre en avant l’importance de l’interaction spin-orbite, sur
les états de valence de moment orbital L = 1 : la levée de dégénérescence des bandes Γ7 et Γ8
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permet de sélectionner uniquement les transitions optiques faisant intervenir les états trous lourds
et légers. Ceci constitue la clé du pompage optique orienté dans les semiconducteurs III − V ,
qui repose sur une sélection de spin des porteurs photocrées grâce à une sélection en énergie
facile à mettre en oeuvre.
Les états de conduction de moment orbital L = 0 ne devraient pas a priori être affectés par le
couplage spin-orbite. Cependant, l’absence de centre d’inversion dans les composés III − V

autorise certains couplages avec les bandes de valence, et les bandes de conduction de plus haute
énergie. Ces effets conduisent à l’ajout d’un terme supplémentaire dans la dispersion de la bande
de conduction :

E
Γ6,~k

=
~

2k2

2me
+ δ(~κ · ~S) (1.7)

où ~κ est un vecteur dont les composantes sont cubique en k : κz = kz(k
2
x − k2

y) ; les autres com-
posantes sont obtenues par permutation circulaire sur les indices (x, y, z). δ dépend notamment
de la structure fine des bandes de valences. Ce terme dit de Dresselhaus lève la dégénérescence
de spin des états de conduction, d’autant plus qu’on s’écarte du centre de la première zone de
Brillouin. Ce "spin-splitting" sera à l’origine d’un mécanisme de relaxation du spin de l’électron
photocrée.

1.2.1.2 Orientation optique [11]

L’absorption inter-bande d’un photon conduit à la création d’une paire électron/trou. Si l’ex-
citation optique est polarisée circulairement, le photon possède un moment angulaire dont la
projection sur l’axe de propagation vaut ±1. Ce moment angulaire est distribué entre le spin de
l’électron et du trou, selon les règles de sélection optique, que nous allons voir.
Les règles de transitions optiques peuvent être déterminées à partir des probabilités de transition
d’un état de valence vers un état de conduction, sous l’effet de l’interaction dipolaire électrique :

Ĥdip = − e

m0

~A.p̂ (1.8)

où ~A est le potentiel vecteur du champ électromagnétique.
Considérons une onde plane polarisée circulairement (~ex ± i~ey), se propageant suivant la di-

rection cristallographique [0 0 1]. Alors les forces d’oscillateur des transitions (état de valenceÃ
état de conduction) sont proportionnelles au carré de l’élément de matrice :

|〈c|(p̂x ± ip̂y)|v〉|2 (1.9)

où par convention le signe + correspond à une polarisation σ− et le signe − à σ+.
En se rappelant que seuls les éléments de matrice du type 〈S, ↑ |p̂x|X, ↑〉 = 〈S, ↑ |p̂y|Y, ↑〉 =

〈S, ↑ |p̂z|Z, ↑〉 sont non nuls par symétrie, on peut aisément calculer les forces d’oscillateur
relatives de chaque transition, qui sont reportées sur le schéma 1.3.

Nous voyons que les forces d’oscillateur des transitions ΓH.H
8 Ã Γ6 et ΓL.H

8 Ã Γ6 ne
sont pas identiques. Cette dissymétrie permet à l’excitation optique polarisée circulairement de
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FIG. 1.3: Règles de sélection optique pour les transitions interbandes d’un semiconducteur massif
III/V .

photocréer en moyenne trois fois plus l’électron de conduction dans un état de spin "up" que dans
l’état "down", comme le souligne le schéma 1.3.

La polarisation électronique est définie par Pe =
n↑−n↓

n↑+n↓
. Si seules les transitions Γ8 Ã Γ6

sont excitées, Pe = 50%, par contre si l’énergie d’excitation est supérieure à Eg +∆S0, la contri-
bution des transitions Γ7 Ã Γ6 font que Pe s’annule.
Les mécanismes de relaxation du spin vont faire en sorte, qu’au cours du temps, la polarisation
de spin électronique, initialement à 50% décroît. On définit alors le temps caractéristique des mé-
canismes de relaxations du spin τs, et le temps de vie radiatif de l’électron τr. Si τs ≪ τr, alors
la polarisation de spin électronique est détruite ; par contre si τs ∼ τr, on peut espérer que la lu-
minescence garde la mémoire de la polarisation de spin électronique, et donc qu’elle soit partiel-

lement polarisée circulairement. Le taux de polarisation circulaire est défini par Pc = Iσ+−Iσ−

Iσ+
+Iσ− ,

pour une excitation polarisée circulairement σ+. Dans le cas limite où τs ≫ τr, on trouve fa-
cilement que Pc atteint alors 25% 2, correspondant à une polarisation de spin électronique de
50%. La polarisation circulaire de la recombinaison radiative, peut s’exprimer de manière plus
générale :

Pc =
0.25

1 + τr/τs
(1.10)

Ainsi la mesure du taux de polarisation circulaire est un indicateur pertinent, pour comprendre
les processus de relaxation du spin, et comment ces derniers se trouvent modifiés par des
contraintes externes (champ magnétique, contraintes, etc...). Ceci sera par exemple mis à profit
pour comprendre le mécanisme de relaxation du spin électronique, dans une boîte quantique via
l’interaction hyperfine, dans le dernier chapitre de cette thèse.

2un électron de spin "up", par exemple, peut se recombiner par deux chemins donnant soit un photon σ+, soit
un photon σ−, mais pondérés dans le rapport des forces d’oscillateur correspondantes ; idem pour l’électron de spin
"down".
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Mécanismes de relaxation de spin dans les matériaux massifs
Rapidement, nous allons passer en revue certains mécanismes types de relaxation de spin dans

les semiconducteurs [11].
Mécanisme de D’yakonov-Perel (D-P)

Ce mécanisme agit dans un cristal semiconducteur sans centre d’inversion. Dans ce cas, le
terme anisotrope en k3 corrigeant la relation de dispersion des électrons de conduction, couple les
états de spins opposés. Cette interaction peut se concevoir comme un champ magnétique effectif,
qui dépend du vecteur ~k : pour ~k donné, le spin précesse autour de ce champ effectif ~B(~k). On
comprend alors que si l’électron subit des processus diffusifs, le champ magnétique va fluctuer
causant la relaxation de spin. Il est prédit que le temps de relaxation du spin, par ce mécanisme,
est proportionnel à fréquence de "collision" 1/τ~k

, où τ~k
est le temps moyen de relaxation du mo-

ment. Ce mécanisme est alors prépondérant dans le régime des hautes températures, conduisant
à un effet de "rétrécissement par le mouvement". On peut aisément comprendre la dépendance
de τs avec τ~k

, en considérant une analogie avec la marche au hasard, comme le montre la figure
1.4

k
t �τ=∆

Marche au hasard : tnltx   )( 22

=∆

Précession aléatoire 

du spin : ttt
k

k

k

�

�

� τ
τ

τθ 222 1
)()( Ω=Ω=∆

l : pas

n : nombre de pas/temps

� : fréquence de précession

FIG. 1.4: Mécanisme de D’yakonov-Perel

Le temps de relaxation de spin est alors défini lorsque la moyenne quadratique de l’angle de

rotation de la composante suivant z du spin ∆θ2 est de l’ordre de 1 , ce qui donne 1/τs ∼ Ω(~k)2τ~k

Mécanisme de Elliot-Yaffet (E-Y)

En raison de l’interaction spin-orbite, les états de Bloch de l’électron de conduction ne sont
pas purs en spin ; en effet, en toute rigueur la perturbation k · p avec les états Γ8 et Γ7 fait
que la fonction d’onde de l’électron de conduction n’est pas factorisable en une composante
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orbitale et une composante de spin 3. Il en résulte que l’état de spin de l’électron n’est pas
préservé au cours d’un processus de diffusion, même si ce dernier n’est pas dépendant du

spin. Considérons un potentiel diffuseur de l’électron U(~r). Celui peut être l’interaction avec
le potentiel coulombien d’une impureté ionisée (contribution de Elliot), ou encore l’interaction
avec les phonons - acoustiques ou optiques - (contribution de Yaffet). Alors 1/τs est lié à
l’élément de matrice |〈~k, ↑ |U(~r)|~k′, ↓〉|2, qui est proportionnel à 1/τ~k

. Ainsi, pour le mécanisme
de Elliot-Yaffet τs évolue comme τ~k

. La dépendance avec τ~k
constitue une différence majeur,

par rapport au mécanisme D-P : l’augmentation des fréquences de "collision" exalte l’efficacité
du mécanisme E-Y et inhibe celle de D-P. On peut voir alors les choses de la manière suivante :
pour le mécanisme de E-Y, la précession est gelée entre chaque collision, et se produit suivant
une direction aléatoire uniquement pendant le temps très bref de la collision. Donc, plus il y
a de collisions, plus la mémoire sur l’orientation originale du spin se dissipe. Par contre, pour

le mécanisme D-P, dans le régime où τkΩ(~k) ≫ 1, ce déphasage similaire a lieu entre deux
collisions, puisque le spin de l’électron continue de précesser autour de ~B(~k).

Interaction hyperfine

Il s’agit de l’interaction entre le spin électronique et les spins des noyaux. L’environment
nucléaire, équivalent à un champ magnétique aléatoire, participe à un mécanisme de relaxation
du spin électronique similaire à celui de D’yakonov-Perel. Les chapitres 4, 5 et 6 de ce manuscrit
seront exclusivement consacrés à cette interaction.

Influence d’un champ magnétique appliqué
L’efficacité comparée de ces mécanismes, en fonction du matériau, du dopage et de la tem-

pérature, a fait l’objet de nombreuses études, dans les années 70-80, notamment en utilisant
l’effet Hanle. Il consiste à observer la dépolarisation de la luminescence en fonction de l’inten-
sité du champ magnétique transverse à l’axe optique et sous excitation polarisée circulairement.
Le champ a pour effet de faire précesser le spins des électrons entraînant une dépolarisation de
la luminescence et ce d’autant plus rapidement que le temps de vie du spin est long. On montre
facilement que :

Pc(B) =
Pc(0)

1 + (ΩLTs)2
(1.11)

où ΩL = geµBB/~, 1/Ts = 1/τs + 1/τr est le temps de vie effectif du spin électronique et
Pc(0) = 0.25/(1 + τs/τr). La dépendance Lorentzienne des courbes Hanle Pc = f(B) permet
alors de remonter au temps de relaxation de spin τs :

τs =
0.25

0.25 − Pc(0)

~

geµBB1/2
(1.12)

τr =
0.25

Pc(0)

~

geµBB1/2
(1.13)

3C’est pourquoi ce mécanisme est prépondérant dans les matériaux de petit gap
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où B1/2 est défini par Pc(B1/2) = Pc(0)/2.

Par contre, l’effet d’un champ magnétique longitudinal est en général, de limiter les processus
de relaxation du spin électronique, si la fréquence de Larmor ΩL est supérieure à la fréquence de
collision 1/τ~k

. Examinons l’effet du champ longitudinal pour le mécanisme D-P. Dans le régime
où ΩLτ~k

≫ 1, l’angle de rotation du spin ∆θ(B) est de l’ordre Ω(~k)/ΩL. Ainsi en reprenant
les considérations vues plus haut, on trouve que 1

τs(B) ∼ 1
τs(0)

1
(ΩLτ~k

)2
. De plus il est clair que

lorsque ΩLτ~k
tend vers zéro, alors τs(B) tend vers τs(0), ce qui nous amène à une formulation

plus générale de la dépendance du temps de relaxation du spin en fonction du champ magnétique
4 :

1

τs(B)
=

1

τs(0)

1

1 + (ΩLτ~k
)2

(1.14)

L’effet du champ magnétique longitudinal peut révéler alors des signatures de certains mé-
canismes de dépolarisation. Sera-t-il supprimé pour des champs magnétiques faibles ou forts ?
Ces considérations seront par exemple invoquées pour identifier la signature de l’interaction
hyperfine sur la relaxation du spin confiné dans une boîte quantique au chapitre 6.

Dans cette partie, nous avons effectué un rapide tour d’horizon des mécanismes de relaxation
de spin. Ils sont tous liés à l’existence et la complexité de la structure de bande des matériaux
massifs. Dans les boîtes quantiques, le confinement quantique des porteurs dans les trois direc-
tions de l’espace, conduisant à une densité d’états électroniques discrètes s’accompagnerait alors
d’une inhibition quasi-complète de ces mécanismes, faisant ainsi des boîtes quantiques un objet
prometteur pour assurer un temps de relaxation du spin très long.
De plus, une autre question se pose. Comment dépasser la limite théorique d’une polarisation
de spin électronique de 50% ? Nous allons voir maintenant que l’action du confinement et des
effets de contraintes sur les bandes de valence, vont permettre d’accéder à une polarisation de
spin théorique de 100%.

1.2.2 La couche de mouillage des boîtes quantiques : un puits quantique

Pour les hétérostructures semiconductrices, le calcul des états électroniques se font dans l’ap-
proximation de la fonction enveloppe. Cette approximation consiste à découpler les variations
lentes du potentiel des variations rapides, à l’échelle des distances inter-atomiques. L’équation
de Schrodinger est alors :

(
p̂2

2m0
+ Vcristal(~r) + Vheterostructure(~r)

)
Ψ

n,~k
(~r) = E

n,~k
Ψ

n,~k
(~r) (1.15)

où Ψn(~r) est prise sous la forme χn(~r)u
n,~k

(~r) avec χn(~r) la fonction enveloppe. Remarquable-
ment, elle est solution de :

(
−~∇ ~

2

2mn(~r)
~∇ + Vheterostructure(~r)

)
χn(~r) = (En − En,~0)χn(~r) (1.16)

4Cette formule sera démontrée rigoureusement dans le cadre de la polarisation dynamique des spins nucléaires.
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où mn(~r) prend en compte la variation de la masse effective d’un matériaux à l’autre, et En est
l’énergie de confinement.
L’équation 1.16 n’est valable que dans le cas d’une bande simple où la masse effective ne dépend
pas de ~k, c’est-à-dire dans l’approximation parabolique. Le calcul des fonctions enveloppes des
états de valence nécessite un formalisme à plusieurs bandes, et donne donc une équation de
Schrodinger pour la fonctions enveloppe plus difficile à obtenir [9].
De manière générale, pour le puits quantique, les états quantiques sont de la forme |nc,~k⊥〉 pour
les états de conduction et |nv,~k⊥〉 pour ceux de valence, où nc/v est relatif aux nombres d’états
confinés dans le puits. Ils sont alors représentés par une fonction d’onde spatiale de la forme :

Ψ
nc/v ,~k

(~r) = χnc/v
(z) · ei~k⊥·~ru

nc/v,~k
(~r) (1.17)

où le confinement des porteurs est selon la direction de croissance [0 0 1]. Du fait de l’invariance
par translation dans la direction perpendiculaire à l’axe de croissance, pour chaque valeur du
nombre entier nc/v est associé le continuum 2D de la densité d’état :

ρ2D
nc/v

=
mnc/v

S

2π~2
Hnc/v

(E) (1.18)

où Hnc(E) = H(E − Eg − Enc)
5 pour les états de conduction et Hnv(E) = H(Env − E)

pour ceux de valence. Cependant, nous avons déjà vu que la couche de mouillage possède de
nombreux défauts. Nous savons seulement qu’au seuil de nucléation des boîtes, son épaisseur
vaut en moyenne ∼ 1.7 monocouches. Récemment, P. Koenraad a montré la ségrégation partielle
de l’indium, composant la couche de mouillage dans la matrice de GaAs, comme le montre
le cliché STM de la figure 1.5 6. A. Catellani et al. ont calculé que la prise en compte des
défauts d’épaisseur d’un tel puits quantique, conduisait à une redistribution des états 2D au seuil
d’absorption du fait de la présence d’états faiblement localisés (c.f 1.6).

N’oublions pas que la couche de mouillage est en compression dans le plan, et en
élongation suivant la direction de croissance. Les contraintes ont pour effet de changer les
énergies relatives du haut de la bande de valence et du bas de la bande de conduction. Il
n’est pas question ici de reproduire l’hamiltonien des contraintes de Bir et Pikus, néan-
moins on peut donner les conséquences principales. Pour la bande de conduction, seule la
composante hydrostatique du champ des contraintes a un effet ; la renormalisation du bas
de bande est donnée par ∆Ec = ac(εxx + εyy + εzz), où ¯̄ε est le tenseur de déformation,
et ac est lié aux valeurs des constantes élastiques. Pour le haut de la bande de valence, les
contraintes de cisaillements vont contribuer à la levée de dégénérescence trou lourd et léger :

∆EH.H − ∆EL.H =
√

α
(
(εzz − εxx)2 + 12ε2

xy

)
+ β

(
ε2
zx + ε2

zy

)
où α, β sont des constantes

du matériau, et εxx = εyy pour une contrainte symétrique dans le plan (biaxiale) 7.
La prise en compte des effets de contraintes permet alors de calculer les masses effectives au
centre de zone de Brillouin et selon la direction de croissance [0 0 1] du puits d’InAs contraint :

5H(E) est la fonction de Heavyside.
6Contrairement aux images AFM au début du chapitre, ici les boîtes son enterrées
7le gap de l’InAs contraint est de 0.53 eV alors que pour l’InAs non-contraint, il est de 0.42 eV
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QDs WL

FIG. 1.5: Image X-STM de P. Koenraad illustrant la ségrégation de l’indium de la couche
de mouillage vers le GaAs. On notera au passage l’irrégularité de l’interface couche de
mouillage/GaAs [12]

Bande (en ~k = ~0) masse effective (en unité de m0)
Γ6 0.067

ΓH.H
8 -0.34

ΓL.H
8 -0.086

Le rapport des masses effectives selon la direction de croissance pour les trous lourds et
légers, est de l’ordre de quatre. L’effet important du confinement (qui dépend de la masse) va
lever la dégénérescence en ~k = ~0 : il est maintenant possible de sélectionner uniquement la
transition ΓH.H

8 Ã Γ6. La différence d’énergie entre trous lourd et légers n’est pas déterminée
pour les boîtes quantiques, cependant ∆(HH − LH) a été mesuré à environ 30 meV pour un
puits quantique contraint d’InAs/GaAs [13], de quelques monocouches d’épaisseurs. De ce fait,
la polarisation électronique théorique Pe peut atteindre alors 100%.

Orientation optique des porteurs dans la couche de mouillage
Les probabilités de transition interbandes se généralisent, dans le formalisme de la fonction

enveloppe, en Pv→c ∝ |〈χc|χv〉〈uc|p̂|uv〉|2. Comme pour les matériaux massifs, 〈uc|p̂|uv〉 dé-
termine les sélections optiques en polarisation alors que le produit scalaire 〈χc|χv〉 interdit le
changement de symétrie des fonctions enveloppes, lors d’une transition optique. Nous avons
donc des transitions du type Sv ↔ Sc, Pv ↔ Pc, etc...
Comme on le verra par la suite, on ne peut décrire la structure électronique des boîtes indépen-
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FIG. 1.6: Conséquence des défauts d’épaisseur sur la densité d’états 2D. En tiret, densité d’états
du puits quantique idéal.

damment des états 2D de la couche de mouillage. Une question que l’on peut soulever, est l’injec-
tion des porteurs de spins orientés dans les boîtes quantiques, en excitant la couche de mouillage.
Pour répondre à cette question importante, on peut par exemple se référer aux études menées
sur les puits quantiques GaAs/AlGaAs, dont la direction de croissance est selon l’axe [0 0 1].
Les expériences de photoluminescence résolue temporellement [14] montrent que le temps de
relaxation du spin de l’électron, à température cryogénique, est de l’ordre d’une centaine de
picosecondes et pour le trou, seulement de quelques picosecondes, en raison du mélange non né-
gligeable entre trou lourd et léger malgré la levée de dégénérescence, qui conduit à un mécanisme
similaire à celui d’Elliot-Yaffet. Ces temps de vie du spin sont de l’ordre, voire même plus courts
que pour les matériaux massifs : le degré de liberté k⊥ des porteurs dans le plan perpendiculaire à
l’axe de croissance rend toujours les processus de relaxation de spin énoncés pour les massifs ef-
ficaces. Le temps de capture des porteurs, créés initialement dans la couche de mouillage, dans la
boîte est mesuré à une dizaine de picosecondes, ainsi on peut considérer que le spin de l’électron
conserve son orientation optique pendant les processus de relaxation sur le niveau fondamental
de la boîte quantique, alors que le trou, photocréé dans la couche de mouillage a perdu son spin,
une fois relaxé sur le niveau fondamental de valence de la boîte.

1.2.3 Structure électronique d’une boîte quantique d’InAs/GaAs

Dans cette section, nous nous limiterons à décrire les états électroniques d’une boîte
possédant une symétrie de révolution autour de l’axe de croissance. Dans cette hypothèse,
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le confinement des porteurs dans la boîte quantique peut être modélisé par un confinement
intense de type puits quantique rectangulaire selon la direction de croissance, et un confinement
parabolique plus lâche dans le plan perpendiculaire. Nous verrons plus loin les conséquences
importantes de la brisure de cette symétrie. Les fonctions d’onde des états confinés χn(~r)un,~0

sont bien sûr construits à partir des états de Bloch |1/2,±1/2〉 pour les états de conduction et
|3/2,±3/2〉 pour les états de valence : seuls les trous lourds seront pris en considération, du fait
de la séparation des états lourds et légers de plusieurs dizaines de meV. En raison de la symétrie
cylindrique d’une boîte modèle, l’opérateur L̂z commute avec l’hamiltonien "enveloppe", ainsi
les états confinés sont décrits avec la notation |nc/v, L, mL〉, ou en reprenant les notations
atomiques usuelles |S〉, |P 〉, etc...

BV

BC

)(Eρ

E

c
S

c
P

v
P

v
S

FIG. 1.7: Densité d’états pour une boîte quantique de symétrie cylindrique.

Spectre d’absorption d’une boîte quantique
La figure 1.7 montre la densité d’état discrète d’une boîte possédant deux états confinés.

En absence d’asymétrie du potentiel de confinement dans le plan, les états |P 〉 sont deux
fois dégénérés, correspondants aux valeurs mL = ±1. Contrairement à l’atome de symétrie
sphérique, la boîte quantique possède un rapport de forme très faible (lentille aplatie), de ce fait
l’état "pz" est projeté très haut en énergie, et n’est pas confiné dans la boîte. La distance entre les
états de conduction S et P est typiquement de 50 meV, alors que pour ceux de valence, seulement
une dizaine de meV. L’effet de masse effective tient un rôle cruciale sur ces valeurs typiques.
La densité d’états est directement liée au spectre d’absorption. Celui-ci a été calculé par
A. Vasanelli pour une boîte quantique unique [15]. Son calcul d’absorption fait apparaître
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plusieurs quasi-continuum qui s’étendent entre la transition fondamentales Sv Ã Sc et la
queue d’absorption de la couche de mouillage [15], comme le montre la figure 1.8. Il s’agit des
transitions mixtes entre états confinés de la boîte et les états 2D de la couche de mouillage. A.

FIG. 1.8: Calcul de l’absorption d’une boîte quantique, faisant apparaître les transitions mixtes.

Vasanelli prédit que la transition mixte de plus basse énergie est du type CMh Ã Se, ce qui
paraît bien naturel en raison de l’offset de la bande de valence pour le système InAs/GaAs qui est
seulement de 288 meV alors que celui de la bande de conduction 697 meV. De plus la transition
entre état discret Pv Ã Pc peut être excitée simultanément avec les premières transitions
mixtes. Néanmoins il semblerait que les positions relatives de certaines transitions mixtes
varient suivant la boite étudiée. Ces résultats sont corroborés par les mesures d’excitation de la
photoluminescence 8 réalisée par C. Kammerer [16], et par la spectroscopie de photocourant
menée par R. Oulton [17, 18]. Cette dernière technique nécessite que la boîte quantique soit
insérée dans une structure électrique. Nous la décrirons en détail dans le chapitre suivant.
Comme on le verra par la suite, les transitions mixtes auront pour nous une grande importance,
pour orienter optiquement le spin des porteurs.

États excitoniques d’une boîte quantique et règles de sélection optique
L’excitation optique conduit à l’injection d’une paire électron/trou dans la boîte quantique.

Le confinement extrême des porteurs (plusieurs centaines de meV [19]) est bien plus grand que
l’interaction coulombienne, de l’ordre quelques dizaines de meV [15]. La paire électron/trou est
dite faiblement corrélée, et ceci permet avantageusement de conserver la vision "à une particule"
des états quantiques 1.7. En toute rigueur, nous ne pouvons pas appeler la paire électron/trou
"exciton", car c’est bien le confinement qui assure, en premier lieu, la cohésion du système à
deux particules dans la boîte. Cependant on conservera la terminologie d’exciton pour qualifier
les états de paires électron/trou.

8les spectres de PLE ne donne pas directement stricto sensu le spectre d’absorption, puisque l’intensité de PLE
dépend en plus de la relaxation entre l’état excité par le laser et celui dont on regarde la recombinaison radiative.
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Du fait de la discrétisation totale des états électroniques, la notion de trou [20] possède sans
doute un caractère encore plus fort pour les boîtes quantiques. Notamment la promotion de
l’électron de l’état de valence |Sv〉 vers l’état excité de conduction |Sc〉 (excitation résonnante)
laisse, dans l’espace réel, un trou dans la bande de valence clairement identifié par le fait que
l’état |Sv〉 n’est plus occupé que par un seul électron. Ainsi, dans ce manuscrit nous adopterons
les termes spécifiques à la pseudo-particule de trou. L’état de valence vacant |Sv〉 ⊗ |3/2, +3/2〉
sera noté |Sh,⇓〉 avec un pseudo-spin Jh

z = −3/2, de même |Sv〉 ⊗ |3/2,−3/2〉 est équivalent
à |Sh,⇑〉 de pseudo-spin +3/2.

Les états excitoniques 9 de la boîte quantique sont construits à partir des états quantiques à
une particule : |Se, ↑〉, |Se, ↓〉, |Sh,⇑〉 et |Sh,⇓〉. En utilisant les lois de composition du moment
cinétique [21], on peut former, à priori, quatre états excitoniques dégénérés : les états dont
Jz = Je

z +Jh
z = ±1 qu’on nomme les excitons brillants |+1〉 et |−1〉, puis ceux dont Jz = ±2,

les exciton noirs | + 2〉 et | − 2〉. Les qualificatifs "brillant" indiquent les états tels que |Jz| = 1

pouvant se coupler à la lumière et et "noir" ceux dont |Jz| = 2 qui ne peuvent pas être crées
optiquement et émettre de photons.

Les règles de sélection optique pour les boîtes quantiques se déduisent de la même façon que
celles vues pour la couche de mouillage à la section précédente. On peut donc les illustrer par le
schéma 1.9 en terme de transitions excitoniques .�-�+

�↓=+
he

SS ,1

�↓=−
he

SS ,2�↑=+
he

SS ,2

�↑=−
he

SS ,1

0

0
∆

FIG. 1.9: Règles de sélection optique d’une boîte quantique à symétrie de révolution.

Le confinement exalte les interactions d’échange électron/trou. Pour une boîte à symétrie de
révolution, ce terme d’échange est responsable de la levée de dégénérescence excitons noir et
brillant (c.f figure 1.9) . Les excitons noirs, de plus basse énergie, sont donc les états fondamen-
taux de la boîte. Le splitting noir/brillant ∆0 est de l’ordre de 0.5 meV [22].
Cependant, la brisure de la symétrie de révolution va complètement changer les conclusions

9ou états de paires électron/trou...
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qu’on pouvait tirer à partir du schéma 1.9 : les états propres optiquement actifs de la boîte quan-
tique ne seront plus polarisés circulairement.

FIG. 1.10: Photoluminescence résolue en polarisation circulaire d’un ensemble de boîtes. L’ex-
citation est polarisées circulairement à 1 LO de la transition fondamentale (quasi-résonnant).

Nous pouvons d’ores et déjà donner une signature expérimentale de ce qui vient d’être en-
noncé. L’expérience réalisée dans le groupe de X. Marie [23] consiste en l’excitation quasi-
résonnante d’un ensemble de boîtes quantique, en polarisation circulaire σ+. La polarisation de
la luminescence suivie temporellement (voir résultat 1.10) montre des oscillations de période ∼
140 ps. Ces battements quantiques prouvent que l’état brillant Jz = +1, initialement préparé par
l’impulsion optique, n’est pas état stationnaire de la boîte.
Nous allons maintenant donner les éléments de compréhension, dans la section suivante.

1.3 Structure fine excitonique et conséquences

Nous avons déjà mentionné que le confinement extrême des porteurs renforce considérable-
ment l’interaction d’échange électron/trou. L’intégrale d’échange s’écrit alors :

Eexc. =
1

4πǫ

∫ ∫
d3~r1d

3~r2
Ψ∗

X0(~re = ~r1, ~rh = ~r2)ΨX0(~re = ~r2, ~rh = ~r1)

|~r1 − ~r2|
(1.19)

où ΨX0 est la fonction d’onde de l’exciton noté X0, et ~re/h sont respectivement les posi-
tions de l’électron et du trou [22]. La symétrie du confinement peut modifier la fonction d’onde
excitonique et remet alors en cause la description que nous avons détaillé concernant une boîte
à symétrie de révolution. La réduction de symétrie va alors conduire à une structure fine excito-
nique via l’interaction d’échange électron/trou, dont la conséquence principale est une levée de
dégénérescence des états brillants 10.

10La réduction de symétrie lève la dégénérescence des états Pe d’environ 5 meV. Ceci a été confirmé par des
mesures d’absorption intrabandes sur un ensemble de boîtes dopées à un électron [24], par l’équipe de Y. Guldner.
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1.3.1 Structure fine de l’exciton neutre

Le calcul des termes d’échange se sépare en deux : le terme dit "à courte portée" (c.p) qui
quantifie l’interaction d’échange lorsque l’électron et le trou sont dans la même cellule unité
(il est alors fortement lié à la symétrie à l’échelle atomique), puis le terme "à longue portée"
(l.p). Ce dernier introduit l’effet de réduction de symétrie du potentiel de confinement sur des
fonctions enveloppes électrou/trou, qui perdent alors partiellement la symétrie S.

Bir et Pikus ont montré en utilisant des considérations sur la théorie des groupes [25], que
l’expression générale de l’échange électron/trou est donnée par :

Ĥexc. = −
∑

i∈x,y,z

(
aiĴ

i
h + bi(Ĵ

i
h)3

)
· σ̂i

e (1.20)

où les Ĵ i
h sont les opérateurs du moment angulaire associé au pseudo-spin du trou 3/2 et σ̂i

e les
matrices de Pauli du spin 1/2. En toute rigueur l’expression 1.20 est valide pour les contributions
courtes portées, néanmoins M. Bayer montre [22] qu’on peut inclure les contributions longues
portées en gardant ce même formalisme.
Dans la base excitonique | + 1〉, | − 1〉, | + 2〉 et | − 2〉, l’hamiltonien d’échange s’écrit :

Ĥexc. =
1

2




∆0 δ1 0 0

δ1 ∆0 0 0

0 0 −∆0 δ2

0 0 −δ2 −∆0


 (1.21)

où ∆0 = δc.p
0 + δl.p

0 et δ1 = δc.p
1 + δl.p

1 avec δc.p
0 = 1.5(az + 2.25bz), δc.p

1 = 0.75(bx − by),
δ2 = 0.75(bx + by) et δl.p

1 = γx − γy.

Les termes hors-diagonaux nous incitent grandement à reconsidérer les états excitoniques de
la boîte, comme sur la figure 1.11.

La levée de dégénérescence pour les excitons brillants δ1 se nomme couramment le splitting
d’échange anisotrope électron/trou. Les états brillants sont alors couplés à la lumière polarisée
linéairement, suivant les direction [1 1 0] et [1 1̄ 0] . Les oscillations de la polarisation circulaire
de l’expérience 1.10 sont donc directement reliées à δ1 par τ = h/δ1, ce qui donne un splitting
d’échange anisotrope pour cet ensemble de boîtes de l’ordre de 30 µeV .

Comme il est communément admis que les effets à longue portée sont dominants quant à la
valeur de δ1 (i.e δl.p

1 ≫ δc.p
1 )11, nous pouvons brièvement exposer les causes d’ une réduction de

symétrie de la boîte quantique et ayant des conséquences sur la fonction enveloppe (effet sur les
termes d’échange longue portée) :

– Les boîtes quantiques possèdent généralement une anisotropie de forme : la base des boîtes
est allongée suivant une direction cristallographique, formant une ellipse dont les axes
principaux sont suivant [1 1 0] et [1 1̄ 0].

11les effets à courte portée contribuent majoritairement à la levée de dégénérescence des états noirs et brillants
(δc.p

0 ≫ δl.p
0 )
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FIG. 1.11: Evolution de la structure fine excitonique avec la symétrie de la boîte quantique.

– L’inhomogénéité de composition due à l’interdiffusion du gallium conduit alors à une asy-
métrie des contraintes localisées aux interfaces de la boîte quantique, pouvant déformer les
fonctions enveloppes de l’électron et du trou [26].

Une très belle illustration de l’échange anisotrope est donnée par une expérience d’absorption
sur boîte quantique unique (c.f. 1.12a), réalisée par A. Hogele [27].

a) b)
X0

2X0

�
1 =70 µeV

✁X✁Y

FIG. 1.12: a) Spectres de transmission d’une boîte quantique unique en fonction de la polarisation
linéaire du laser. b) Spectres de luminescence analysés en polarisation linéaire.
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Quand la polarisation linéaire du laser est selon les directions X = [1 1 0] et Y = [1 1̄ 0],
on ne voit qu’une seule raie d’absorption ; suivant l’état de polarisation linéaire de la lumière,
l’absorption est décalée de δ1 ∼ 30µeV . Lorsque la polarisation linéaire est à 45˚ des axes
propres, les deux raies d’absorption sont observées simultanément. De plus la présence de la
structure fine est couramment observée en spectroscopie de luminescence de boîtes quantiques
uniques, comme le montre la figure 1.12b. L’analyse de la polarisation linéaire de la lumines-
cence suivant les axes X et Y fait clairement apparaître le splitting d’échange anisotrope. Il est
pour cette boîte d’environ 70 µeV . La valeur de δ1 peut bien sûr varier d’une boîte à l’autre ;
pour nos échantillons, elle varie de quelques µeV à une centaine de µeV . Ces résultats montrés
soit en absorption, soit en émission, montrent clairement que les états excitoniques brillants sont
couplés au champ lumineux polarisé linéairement.
Sur le spectre de luminescence 1.12b, nous voyons à environ 1 meV en dessous de l’exciton

1δY

0

X

°X2

FIG. 1.13: Cascade radiative du biexciton, montrant la corrélation de polarisation dûe aux règles
de conservation du moment angulaire.

neutre une raie, moins intense, possédant aussi une structure fine, mais dont les composantes
X et Y sont inversées par rapport à l’exciton neutre : il s’agit alors de la luminescence du
biexciton de la même boîte quantique (deux paires électron/trou). En accord avec le schéma
1.13 qui illustre la cascade radiative associée au biexciton , il est alors aisé de comprendre le
renversement caractéristique des composantes polarisées linéairement. Ceci constitue une aide
précieuse pour l’identification des raies de luminescence.

1.3.2 Orientation optique des porteurs dans la boîte quantique

L’échange anisotrope électron/trou a pour conséquence de moyenner à zéro le spin de l’ex-
citon, photocrée par une excitation polarisée circulairement, en un temps typique h/δ1 ∼ 50 ps,
comme le révèle l’expérience 1.10. La vision classique est de décrire ceci, en considérant une
précession simultanée des spins des deux particules dans un champ magnétique transverse,
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associé au terme d’échange.

1.3.2.1 Influence d’un champ magnétique longitudinal

Nous allons voir ici qu’un champ magnétique longitudinal peut "restaurer" la symétrie de la
boîte quantique. Nous limiterons l’étude au sous-espace des états brillants.
En présence d’un champ magnétique longitudinal, l’hamiltonien qui décrit les états excitoniques
brillants devient alors :

Ĥb =
1

2

[
∆0 + δz δ1

δ1 ∆0 − δz

]
(1.22)

où δz = gXµBBz . La figure 1.14 montre le spectre d’énergie en fonction du champ magnétique.
Les états brillants de la boîte quantique s’exprime alors dans la base {| + 1〉, | − 1〉} :

|EL1〉 = αBz
+

(
| + 1〉 +

(
δz/δ1 +

√
1 + (δz/δ1)2

)
| − 1〉

)
pour la branche haute énergie et

|EL2〉 = αBz
−

(
| + 1〉 +

(
δz/δ1 −

√
1 + (δz/δ1)2

)
| − 1〉

)
pour la branche basse énergie,

où α+/− sont des constantes de normalisation dépendant du champ magnétique.
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FIG. 1.14: Evolution du spectre excitonique en fonction du champ magnétique longitudinal. Pour
la modélisation δ1 = 30µeV et gX = 3 [22]

Dans la limite où δz ≫ δ1, les états elliptiques |EL1〉 et |EL2〉 tendent respectivement vers
les états circulaires |+ 1〉 et | − 1〉. Autrement dit, l’orientation optique de l’exciton nécessite un
champ magnétique longitudinal supérieur au Tesla.
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L’orientation optique de l’exciton en fort champ magnétique a été utilisé par M. Kroutvar et

al. [28] pour préparer l’électron sur le niveau fondamental de conduction d’une boîte quantique
unique, dans un état de spin donné. Dans cette expérience, les boîtes quantique sont insérées
dans une structure p-i-Schottky permettant de contrôler l’échappement du trou hors de la boîte,
par un champ électrique. A l’instant t = 0, l’excitation polarisée circulairement crée la paire
électron/trou confinée dans la boîte, puis une impulsion électrique permet au trou de quitter la
boîte. Le système se réduit alors à un électron préparé dans un état de spin par l’orientation
optique, sur le sous niveau Zeeman de conduction. Après un temps de capture de l’électron
dans la boîte ∆t , une autre impulsion électrique recharge la boîte avec un trou autorisant la
recombinaison radiative. La polarisation circulaire de l’électroluminescence permet alors de
sonder les mécanismes de relaxation du spin électronique entre les sous niveaux Zeeman. Ils ont
ainsi pu mesurer un temps de relaxation du spin électronique entre les deux sous niveaux de 20
ms pour un champ de 4 Tesla.

Cette expérience illustre les difficultés techniques afin de préparer le spin de l’électron
confiné dans la boîte quantique et la nécessité d’utiliser de forts champ magnétique, pour
écranter le champ d’échange anisotrope. Ce protocole permet alors l’étude de la relaxation du
spin uniquement dans des régimes de forts champs magnétiques, et de fait l’interdit en champ nul.

1.3.2.2 Luminescence des trions

Le protocole que nous avons utilisé permet d’"écrire" optiquement le spin de l’électron et du
trou sans utiliser de champ magnétique. Il consiste à former dans la boîte quantique un complexe
excitonique chargé une fois - trion - afin de bloquer l’échange électron/trou. On s’intéressa
dorénavant à la luminescence des trions.
Le trion positif noté X+ est constitué de deux trous appariés de spins antiparallèles sur le
niveau fondamental de valence |Sh〉 et d’un électron sur le niveau |Se〉. Cette configuration
de spin annule les termes d’échange électron/trou deux à deux. L’état fondamentale du trion
X+ = |Se; Sh ⇑, Sh ⇓〉 est dégénéré en spin en raison des deux orientations possibles du
spin électronique. La polarisation circulaire de la luminescence est donc directement liée à
l’état de spin du porteur non apparié, ici l’électron. Il en sera de même avec le trion négatif
X− = |Se ↑, Se ↓;Sh〉 composé de deux électrons appariés et d’un trou, dont la polarisation
circulaire de luminescence sonde l’état du spin du trou.
Par exemple, une polarisation circulaire forte associée à X− indiquerait que la recombinaison
radiative a laissé un électron de spin orienté dans l’état opposé à celui qui a contribué à la
luminescence. Ceci montre qu’ aussi bien l’état initial que l’état final sont à considérer pour
orienter en spin les porteurs.

L’étude des trions demande de charger électriquement les boîtes avec un porteur unique.
L’injection optique d’une paire électron/trou forme ainsi dans la boîte chargée un état trion. Pour
cela plusieurs méthodes existent.
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(i) Dopage chimique : un plan de dopage se situant à quelques dizaines d’Angstrom en des-
sous du plan de boîtes.
Si la concentration surfacique de dopage est proche de celle des boîtes, alors on peut es-
pérer doper les boîtes avec un porteur. Cependant le transfert de charge du dopant vers les
boîtes n’étant jamais de un pour un, on a alors affaire à une distribution de boîtes chargées
à 0, 1 ou 2 porteurs.

(ii) Dopage commandé électriquement.
Cette méthode consiste à insérer le plan de boîtes dans une structure Schottky, où la tension
de grille permet de contrôler le transfert tunnel entre le contact arrière fortement dopé et les
boîtes. Cette procédure permet, d’une part de contrôler exactement le nombre de dopants,
et d’autre part de travailler sur boîte unique.

Le dispositif à contrôle électrique de la charge est l’une des pierres angulaires de ce travail de
thèse. Nous allons détailler dans le chapitre suivant ses caractéristiques électriques, et les effets
de "chargement" observés en spectroscopie optique.
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Chapitre 2

Dispositif pour contrôler la charge des
boîtes quantiques
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Nous allons aborder maintenant la description du dispositif servant à contrôler la charge dans
les boîtes quantiques. Dans ce chapitre, nous verrons les propriétés électriques de tels échantillons
et les spectres de luminescence confirmant de manière claire les effets de chargement. Nous avons
étudié deux types d’échantillons, l’un pouvant contrôler le nombre de trous, et l’autre le nombre
d’électrons. Le développement de ce dernier doit énormément aux travaux de thèse de Sabine
Laurent, conseillée par Aristide Lemaître, qui ensemble ont établi une procédure technologique
fiable et reproductible au LPN.
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FIG. 2.1: a) Structure de bande de la diode n-i-Schottky. b) Echantillon après les différentes
étapes technologiques. Les flèches indiquent la direction de croissance.

2.1 Diodes Schottky

2.1.1 Principes

Les premières diodes Schottky incluant des boîtes quantiques furent développées dans
l’équipe de P.M Petroff [1] afin de déterminer, par spectroscopie de la capacité électrique, les
niveaux électroniques des états confinés dans les boîtes quantiques. Le principe consiste à appli-
quer une tension de grille pour mettre en résonance le niveau confiné de la boîte quantique avec
le potentiel chimique de l’électrode dopée, qui fait office de contact arrière de la diode Schottky.
Un schéma de structure de bande d’une telle diode est représenté sur la figure 2.1a. Le dispo-
sitif permettant le contrôle de l’occupation des trous possède une structure identique, hormis le
contact arrière qui est dopé p. Leur fonctionnement est donc tout à fait similaire et dans la suite
nous nous limiterons à décrire le fonctionnement des diodes de type n.

Le contact métal-semiconducteur (où contact Schottky) provoque un transfert de charge
du semiconducteur vers le métal afin d’égaliser spatialement les potentiels chimiques. La
distribution de cette charge ainsi que les énergies d’ionisation du métal et du semiconducteur dé-
terminent la hauteur de la barrière Schottky. Pour les matériaux employés ici (métal=Ni0.5Cr0.5

et semiconducteur = GaAs) le niveau de Fermi du métal se positionne à peu près à la moitié
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du gap de GaAs donnant une hauteur de barrière d’environ 0.8 eV. 1 L’épaisseur de la zone
de charge d’espace ainsi créée est donnée par

√
2εVB/eN où VB est la hauteur de barrière

Schottky et N la densité de charge dans la zone désertée du semicondcuteur. Elle est de l’ordre
du µm pour le dopage résiduel des couches épitaxiées de sorte que le champ électrique est
essentiellement constant jusqu’au contact n de la structure. Celui-ci est constitué d’une couche
de GaAs fortement dopé et déposé à 25 nm sous le plan de boîtes. La réalisation d’un contact
sur cette couche nécessite plusieurs étapes technologiques, que nous décrirons plus loin. Du
fait de la très forte densité de dopage (GaAs dopé à 1018 cm−3), la longueur de déplétion de
cette couche pour se raccorder au champ électrique produit par la barrière Schottky est très
faible de l’ordre de quelques nm. On peut donc considérer que le champ électrique au niveau
du plan de boîte est uniquement imposé par le contact métal/semiconducteur et l’épaisseur de
semiconducteur intrinsèque, comme représenté sur la figure 2.1
La barrière d’AlGaAs assure un couplage capacitif entre le plan de boîte et le contact Schottky et
limite l’injection de courant lorsque le champ diminue. Seul le contact arrière et les boîtes sont
ainsi couplés par effet tunnel. En appliquant une tension entre la grille Schottky et le contact ar-
rière, on peut alors modifier les positions relatives du potentiel chimique du réservoir d’électrons
(la couche n-GaAs) et des niveaux quantifiés de conduction dans les boîtes, permettant ainsi le
chargement de ces niveaux par un transfert tunnel résonnant.

2.1.2 Etapes technologiques

Pour réaliser ce genre d’échantillon, on peut distinguer deux étapes technologiques princi-
pales :

(i) Contact "arrière" de l’électrode dopée n. Comme celui-ci nécessite un recuit à une tempé-
rature de 400˚c, il est préférable de commencer par cette étape, pour ne pas altérer la grille
Schottky de très faible épaisseur.

(ii) Face avant : évaporation de la grille Schottky semi-transparente, puis dépôt d’un masque
optique nécessaire pour sélectionner spatialement un nombre réduit de boîtes quantiques.

2.1.2.1 Reprise du contact arrière

Le contact arrière est enterré à environ 200 nm sous la surface de l’échantillon. La première
phase consiste à dessiner en lithographie UV négative un quadrillage (c.f. figure 2.3) afin de
localiser la reprise de contact pour ne pas risquer de provoquer un court-circuit avec le contact
face avant.
Ensuite la gravure humide par une solution H3PO4 : 3/H202 : 1/H20 : 40 permet d’atteindre
la zone fortement dopée. Ce procédé de gravure fait intervenir un processus d’oxydation réalisé
par H202 qui oxyde la surface du semiconducteur. Cette couche oxydée est ensuite attaquée par

1Il est possible de déposer aussi une couche Ti/Au : 50/100 Å. La hauteur de la Barrière Schottky n’est que
très faiblement affectée du fait de la très forte densité d’électrons libres dans les métaux 1022−23 cm−3, quasiment
identique pour l’or et le Ni0.5Cr0.5.
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l’acide [2]. L’eau joue le rôle de solvant et permet de contrôler la cinétique de gravure. Pour la
solution employée, elle est typiquement de 1000 Å/mn.
La dernière phase consiste à faire diffuser une "couche tampon dopé n++" à l’endroit gravé, de
Ni 100 Å, Ge 600 Å, Au 1200 Å, Ni 200 Å, Au 2000 Å. Lors du recuit, il se forme un eutectique
Or-Germanium 2, dont la température de fusion est 361˚. Le germanium joue le rôle de dopant à
l’interface contact ohmique/semiconducteur. Le recuit rapide (40s) à une température de ∼ 400˚c
(> TF ) permet d’une part de former l’eutectique AuGe et d’autre part de le faire diffuser dans le
GaAs dopé n. La longueur de diffusion est typiquement de l’ordre de 1000 Å[3], c’est pourquoi
la gravure n’a pas besoin d’être très précise. Il résulte de ce surdopage local n++ (représenté sur
la figure 2.1a) une augmentation des probabilités de franchissement des barrières par effet tunnel,
favorable à l’obtention d’un contact faiblement résistif 3, comme le montrent les schémas 2.2.

a) b)

FIG. 2.2: a) Structure de bande d’un contact ohmique métal/semiconducteur dopé type n. b) type
p

Pour les échantillons p-i-Schottky nous ne bénéficions malheureusement, pas de contact oh-
mique diffusif de type p 4. Nous avons alors décidé simplement de déposer à l’endroit gravé, une
couche de Ti :200 Å/Au :2000 Å réalisant un contact Schottky dont la très faible épaisseur de
déplétion (en raison du dopage p à 1019 cm−3) permet un transport tunnel très efficace.

2avec un rapport massique 88% en or et 12% en Ge
3typiquement, on obtient ainsi des résistances de contact de l’ordre de 10−7Ω.cm−2 pour du GaAs dopé n à

1018 cm−3.
4Il existe pourtant l’eutectique ZnAu pour les contacts p, qui a l’avantage d’avoir une température de fusion de

200˚c.
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2.1.2.2 Process de la face avant

Une fois la reprise de contact de la zone dopée terminée, il suffit juste d’évaporer une épais-
seur de 5 nm de NiCr faisant office de grille Schottky (c.f. image 2.3a) tout en restant semi-
transparente aux longueurs d’onde voisine du µm. La taille des plus grandes surfaces actives
définies par le masque que nous avons utilisé est de 300 µm de côté. En fait, une couche aussi
fine ne supporterait pas la micro-soudure par thermo-compression (ou "bonding") nécessaire pour
se raccorder à une source de tension. C’est pourquoi nous évaporons une deuxième couche plus
épaisse de Ti :300 Å/Au :3000 Å qui sert de report de contact, suffisamment solide pour résister
à l’opération de bonding.
Par la suite, nous étudierons deux types d’échantillons : ceux possédant une forte densité de
boîtes quantiques et ceux qui ont été fabriqués sur la zone frontière (c.f. Chap. 1). Pour les pre-
miers, il n’y a pas nécessité de recourir à une sélection spatiale du nombre de boîtes. Dans ce cas,
le report de contact est simplement décalé par rapport à la grille Schottky, laissant un champ de
quelques dizaines de µm pour l’excitation laser avec un montage standard de photoluminescence
(c.f figure 2.3b).

Grille Schottky

5nm Ni-Cr

Contact ohmique

diffusif
Report de contact

30/300nm Ti/Au

Fil de bonding

a) b)

FIG. 2.3: Photos des échantillons après les différentes étapes.

Mais pour les échantillons à faible densité, il est nécessaire de faire une sélection spatiale
du nombre de boîtes que l’on va exciter et dont on doit collecter la luminescence. Pour cela, on
dépose des micro-billes de latex de diamètre 1 µm (c.f image MEB 2.4b), avant le dépôt de la
couche métallique servant au report de contact. Comme l’épaisseur de ce dernier est plus faible
que le rayon des micro-billes, il est possible de les retirer par ultrasons dans un bain de toluène,
qui est en principe un solvant efficace pour dissoudre le latex réticulé. Il se forme ainsi des trous
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a) b)

FIG. 2.4: Images MEB réalisées par Luc Le Gratiet au LPN. a) Trou laissé par une microbille de
1 µm. b) Microbille de latex sur la surface d’or, éjectée du trou par les ultrasons.

circulaires parfaitement définis d’un micron de diamètre sélectionnant ainsi un petit nombre de
boîtes(c.f image MEB 2.4a).

L’échantillon est maintenant prêt. L’ultime étape consiste à coller l’échantillon sur une em-
base en céramique avec de la laque d’argent assurant un bon contact thermique, puis de procéder
au cablâge des diodes par bonding, sur les contacts "macroscopiques" déposés sur la céramique.
Il suffit alors de connecter ces derniers aux fils du cryostat, pour les caractérisations électriques
et optiques du dispositif.

2.1.3 Caractéristiques électriques

La première mesure électrique, la plus simple, est une mesure I(V). La caractéristique I =

f(V ) atteste bien du caractère redresseur du dispositif, et confirme que, à basse température, le
seuil de la diode est proche de 0.8 V comme attendu (figure 2.5).

En pratique, nous sélectionnons les diodes qui possèdent un courant noir (en polarisation
inverse à -1 V), le plus petit possible afin que les courants de fuites ne participent pas au charge-
ment des boîtes. Comme il se doit les caractéristiques I(V) sont inversées pour les échantillons p
et n.

Spectroscopie de la capacité C(V)
Une première mise en évidence du chargement des boîtes peut être menée par spectroscopie de

capacité. Cette technique permet de sonder la densité d’état en mesurant la capacité de l’échan-
tillon, en fonction de la tension de grille. Le plan de boîtes est modélisé comme étant un plan
intermédiaire entre les deux armatures du condensateur, portant une charge −Ne où N = M〈n〉
(M est le nombre total de boîtes et 〈n〉 le nombre moyen d’électrons par boîte). La capacité totale
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FIG. 2.5: a) Caractéristique I(V) pour un échantillon n-i-Schottky. b) Caractéristique I(V) pour
un échantillon p-i-Schottky.
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FIG. 2.6: a) Modélisation du chargement des boîtes par un condensateur avec un plan de charge
intermédiaire. b) Chargement du nime électron.

de ce système est définie par C = −∂QG
∂V

5, que l’on peut exprimer par :

C =
εS

d
− Mαe

∂〈n〉
∂V

(2.1)

où le rapport des distances α−1 = d/d′ agit comme un bras de levier sur la tension appliquée
à la structure (pour nos échantillons, il est de l’ordre de 7) et εS/d = C0 est la capacité
géométrique en absence du plan intermédiaire de boîtes quantiques.
Cette spectroscopie est effectuée en fonction de la tension V à laquelle on rajoute une tension
alternative dans la gamme du kHz et d’amplitude δV (faible devant l’échelle de variation de
C). Le courant mesuré en quadrature de phase de cette modulation nous permet d’accéder

5V est la tension appliquée entre les deux armatures de la capacité.
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directement à la valeur de la capacité. En introduisant le potentiel chimique µ des électrons
de l’électrode n l’intérêt de cette mesure apparaît immédiatement. En effet, la variation de
capacité C − C0 = −Meα ∂µ

∂V
∂〈n〉
∂µ se trouve être directement liée à la densité d’état moyenne

ρ(µ, 〈n〉) = ∂〈n〉
∂µ . Comme les boîtes se remplissent au fur et à mesure que la tension décroît,

il s’agit là d’une densité d’état à une particule des boîtes quantiques déjà remplies par 〈n〉
électrons. La succession des niveaux quantiques des boîtes renormalisés par les interactions à
n particules doit se manifester dans un spectre C(V ) de la capacité. De plus, si la distribution
des niveaux quantiques des boîtes n’est pas trop étendue cela doit aussi mettre en évidence
le régime du blocage de Coulomb. Par exemple, en considérant le remplissage du niveau
fondamental des boîtes par deux électrons, la variation de capacité C(V ) − C0 doit être
nulle quand le potentiel chimique se trouve entre les états à 1 ou 2 électrons, c’est à dire
µBQ(〈n〉 = 1) ≤ µ < µBQ(〈n〉 = 1) + Jss

ee . Ici µBQ(n) est le potentiel chimique des boîtes
quantiques remplies avec n électrons (i.e. l’énergie du nime électron dans une boîte quantique
qui en contenait n−1) et Jss

ee est l’interaction de Coulomb entre les deux électrons sur l’état
fondamental S. En pratique, l’importante distribution en énergie des niveaux quantiques (sur
plusieurs dizaines de meV) d’un ensemble de boîtes rend difficile l’observation de ce régime de
Coulomb.

Nos résultats sont reportés sur la figure 2.7 pour un échantillon possédant une grande densité
de boîtes. La dérivée du spectre de capacité permet plus facilement de révéler trois singularités à
∼ 0, ∼ 750 puis ∼ 1250 mV.
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FIG. 2.7: Spectre de capacité et sa dérivée, pour un échantillon possédant une forte densité de
boîtes quantiques, réalisé dans l’obscurité. Température de 10 K.

La première peut être attribuée à l’augmentation de capacité due à l’occupation des boîtes
quantiques en électrons sans distinction du régime de Coulomb ni des différents niveaux quan-
tiques. Cette interprétation a été confirmé par la même expérience sur un échantillon zone fron-
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tière, qui ne présentait pas cette singularité au voisinage de 0 V. La deuxième bosse de la capacité
concernerait l’occupation des états de conduction de la couche de mouillage. La différence de
tension ∆V = 750 mV correspond à une différence d’énergie α∆V de ∼ 107 meV, compatible
avec un écart en énergie entre le fondamental de conduction des boîtes et le bas des niveaux de
la couche de mouillage. En luminescence, cette dernière apparaît à une énergie de 1.42 eV, par
conséquent la première bosse à 0 mV serait associée aux boîtes ayant une énergie moyenne de
1.29 eV, ce qui correspond d’ailleurs au maximum de luminescence de l’échantillon. Et enfin la
dernière augmentation de capacité à 1250 mV se rapporte au chargement de la bande de conduc-
tion du GaAs. Nous remarquons que le spectre de capacité ne résout pas le chargement des boîtes
à un électron puis à deux électrons. Ceci semblerait traduire le fait que la distribution inhomo-
gène des boîtes quantiques est de l’ordre ou supérieure à la valeur typique de Jss

ee valant environ
20 meV. Par ailleurs, on peut noter que le spectre de capacité inclut l’effet de déplétion au niveau
du contact ohmique, qui contribue à un background linéaire avec la tension [4], et qui n’était pas
pris en compte dans la modélisation présentée au-dessus.

Pour essayer de sonder un peu mieux les niveaux quantiques des boîtes par cette technique,
nous avons mené quelques mesures de capacité sous illumination par un laser hélium-néon. L’ob-
jectif est de modifier le peuplement moyen des niveaux en créant des paires électron-trou, et donc
la densité d’état accessible par les électrons du réservoir. Les effets produits par l’excitation op-
tique dépendent en fait assez peu de l’énergie d’excitation (couche de mouillage à 1.42 eV ou
GaAs massif)). On voit sur la figure 2.8a que la structure du spectre de capacité devient plus
complexe. A notre connaissance, il n’y a pas, dans la littérature, d’expérience de capacité menée
sous une excitation conduisant à des transitions interbandes 6. La bosse que nous avons attribuée
au remplissage des niveaux de boîtes, en absence d’illumination, semble se scinder en deux, fai-
sant apparaître une nouvelle singularité à -100 mV. L’écart entre ces deux bosses augmente avec
la puissance d’excitation (c.f figure 2.8b). On note aussi l’apparition d’un pic de capacité à -500
mV, uniquement sous très forte puissance d’excitation (à partir de quelques mW).

L’interprétation de ce phénomène s’avère assez délicate. Néanmoins, un mécanisme qua-
litatif pourrait l’expliquer. Sous excitation lumineuse, la mesure de capacité sonde deux types
de boîtes : celles qui ont capturé une paire électron-trou et les autres. Lorsque l’échantillon est
polarisé en inverse, l’échappement des électrons photo-créés dans la boîte est rapide et on peut
admettre que le chargement en électron reste imposé par le potentiel chimique du réservoir. Les
trous photo-créés ont quant à eux un temps d’échappement beaucoup plus grand, du fait de
leur masse effective plus élevée. En régime stationnaire, l’illumination est donc susceptible de
maintenir une population de trous importante, lesquels produisent un abaissement de l’énergie
du niveau fondamental de conduction en raison de l’interaction de Coulomb. De ce fait, les boîtes
contenant un trou, voire plusieurs, dans la bande de valence doivent se charger en électrons
à des tensions plus basses que les boîtes vides. Cet effet pourrait expliquer l’apparition de la
deuxième bosse à -100 mV. En plus de cela, l’augmentation de la puissance d’excitation accroît
la population des boîtes chargées en trou, avec comme conséquence une meilleure résolution
de ce pic [5]. Néanmoins, il faut reconnaître que cet argumentaire qualitatif repose sur peu de

6Par contre, la spectroscopie de capacité a été couplée avec des excitations intra-bandes



40 CHAPITRE 2. DISPOSITIF POUR CONTRÔLER LA CHARGE DES BOÎTES QUANTIQUES

-500 0 500 1000 1500
70,0p

75,0p

80,0p

85,0p

90,0p

95,0p

100,0p

105,0p

Tension - mV -

C
a
p
a
c
it
é
 -

 F
a
ra

d
 -

-40,0f

0,0

40,0f

80,0f

120,0f

b
c

d
C

/d
V

 - F
.m

V
-1 -

a

a)

-200 0 200 400 600 800 1000

cb

0.1 mW

0.3 mW

0.6 mW

4 mW

40 mWd
C

/d
V

 -
 F

.m
V

-1
 -

Tension - mV -

a

b)

FIG. 2.8: a) Spectre de capacité effectué sous illumination par un laser He-Ne (pour une puissance
de 4 mW). b) Evolution de la dérivée dC/dV en fonction de la puissance d’excitation. Les
spectres ont été décalés en hauteur. Température de 10 K.

certitudes et par exemple n’interprète pas vraiment le pic de capacité à -500 mV, si ce n’est peut
être par une accumulation importante de trous dans les boîtes et contre la barrière d’AlGaAs.
D’ailleurs, les mesures I-V sous excitation optique révèlent (voir section suivante) qu’à cette
tension correspond une forte augmentation du photocourant, lequel pourrait interférer avec la
mesure de la capacité.
Bien que le chargement des boîtes ait été démontré ici par des mesures purement électriques,
il le sera de manière plus probante encore par des mesures de photoluminescence de boîtes
quantiques uniques. La partie qui va suivre va nous familiariser davantage avec le dispositif.

2.1.4 Effet du champ électrique sur la luminescence

Le champ électrique de la structure influence fortement l’intensité de la luminescence en
favorisant notamment l’échappement des porteurs par effet tunnel hors de la boîte quantique. Il
semble donc tout à fait instructif d’essayer de quantifier le temps d’échappement tunnel. En rame-
nant le problème à celui d’un électron devant traverser une barrière tunnel triangulaire (produite
par le champ électrique) on peut utiliser l’approximation WKB à 1 dimension :

τ−1 =
~π

2m⋆L2
exp

[ −4

3~eF

√
2m⋆E3

i

]
(2.2)
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Nous pouvons tracer le graphique pour l’électron avec les paramètres suivants L = 1.4nm,
m⋆

e = 0.067m0, et les énergies de ionisation Ei pour l’état S : 140 meV et pour l’état P : 80 meV.
Nous constatons que l’électron confiné sur le niveau fondamental de la boîte peut s’échapper
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FIG. 2.9: Temps d’échappement tunnel pour l’électron en fonction du champ électrique

en des temps inférieurs au temps typique de durée de vie radiative (∼ 1ns), si le champ élec-
trique est suffisamment fort (à partir de 70 kV/cm), diminuant alors l’intensité de luminescence.
Comme nous l’avons déjà dit, le mécanisme d’échappement pour les trous est beaucoup plus lent,
en raison d’une masse effective plus grande [5]. Dans le régime des forts champs électriques, la
durée de vie de la luminescence est alors principalement dominée par l’échappement des élec-
trons. Ceci est notamment illustré par la figure 2.10a, où l’intensité de macrophotoluminescence
s’affaiblit grandement quand la tension diminue, jusqu’à extinction. De plus nous observons que
le maximum de luminescence se décale vers les hautes énergies avec la tension. Nous détaillerons
cela dans la partie suivante, mais nous pouvons d’ores et déjà associer cet effet au chargement
des boîtes quantiques.

La compétition entre la luminescence et le photocourant est clairement visible en comparant
les figures 2.10a et b. Sur cette dernière est reporté en plus du photocourrant en fonction de l’éner-
gie d’excitation pour différentes tensions négatives, le spectre de macrophotoluminescence (à 0
V). Quand l’excitation crée des paires électron-trou dans les boîtes quantiques de manière réson-
nante, le photocourant associé à l’échappement des porteurs augmente avec le champ électrique
interne (i.e la tension diminue), ce qui correspond bien à une chute du signal de luminescence.
La spectroscopie du photocourant s’avère donc une technique assez simple afin de mesurer le
spectre d’absorption d’un ensemble de boîte ; cette technique a pu être employée avec succès par
R. Oulton et al. [6] sur boîtes quantique uniques pour sonder la densité d’état des transitions et
mettre en évidence les transitions mixtes.
Nous remarquons qu’aussi bien en photocourant qu’en luminescence (excité à forte puissance),
il est difficile d’identifier des transitions de type P − P . La raison à cela est à nouveau le fort
élargissement inhomogène de ces transitions pour cet échantillon.
Enfin le dernier point qui sera discuté ici, concerne la caractéristique I(V) sous illumination.
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FIG. 2.10: a) Spectres de macro-photoluminescence de l’échantillon n-i-Schottky en fonction
de la tension b) Photocourant en fonction de l’énergie de l’excitation optique pour différentes
tensions c) Courbes I(V) en fonction de la puissance d’excitation.

La figure 2.10c montre l’évolution des caractéristiques en fonction de la puissance d’excitation.
Comme on s’y attend, le dispositif fonctionne en photodétecteur lorsqu’on le polarise en inverse.
Le photocourant augmente notablement au voisinage de -0.4 V, correspondant à un champ élec-
trique de 70 KV/cm 7, pour lequel le temps d’échappement de l’électron S, devient comparable au
temps de vie radiatif (2.9). Expérimentalement, la réponse en photocourant du dispositif est mise
à profit pour asservir (manuellement) l’excitation du spot laser sur les ouvertures micrométriques
laissées par les micro-billes.

7Cette valeur est calculée en utilisant les caractéristiques nominales de l’échantillon 2.1
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2.2 Effets de chargements sur boîtes quantiques uniques

2.2.1 Montage de micro-photoluminescence

Un schéma du montage expérimental de micro-photoluminescence est montré sur la fi-
gure 2.11. La source est un laser Ti :Saphir couvrant une plage spectrale de 1.3 à 1.5 eV. Un
polariseur de Glan-Thomson et une lame quart d’onde achromatique sont placés sur le chemin
de l’excitation pour polariser circulairement l’excitation. Le cube séparateur, conçu pour ne pas
altérer la polarisation de la lumière réfléchie ou transmise, permet l’excitation et la collection de
la luminescence, via un microscope ×50 de longue frontale. Les échantillons sont placés dans un
cryostat à doigt froid monté sur des déplacements motorisés, l’axe optique étant définitivement
fixé. Le système d’analyse de la polarisation de la luminescence (lame λ/4+analyseur) est placé
sur le chemin de détection, avant la dispersion spectrale par un double monochromateur de focale
0.6 m.
La détection peut être soit monocanale en plaçant une diode à avalanche sur l’une des sorties du
monochromateur, soit assurée par une caméra CCD refroidie à l’azote liquide, permettant une
résolution spectrale de 30 µeV . La CCD permet alors d’explorer un intervalle spectral d’environ
10 meV. Pour obtenir des spectres avec un bon rapport signal sur bruit, la durée d’acquisition
est typiquement de 20 secondes. Les puissances d’excitation dépendent largement de l’énergie.
Elle peuvent varier de quelques dizaines de µW à l’énergie de la couche de mouillage (1.42
eV) à 10 mW pour une excitation intraboîte. L’énergie lumineuse est focalisée par l’objectif de
microscope sur un spot de ∼1µm de diamètre.
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FIG. 2.11: Description du montage de micro-photoluminescence.
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2.2.2 Echantillon n-i-Schottky

2.2.2.1 Etude en fonction de l’énergie d’excitation

Pour se familiariser avec les propriétés de luminescence de l’échantillon n-i-Schottky, nous
pouvons examiner le cas typique d’une boîte luminescant à une énergie de 1.26 eV. Cette boîte
sera précisément celle étudiée dans les chapitres V et V I qui aborderont les effets nucléaires.
La figure 2.12 représente en échelle de couleur les spectres de la luminescence obtenus avec la
caméra CCD de cette boîte quantique en fonction de la tension appliquée, et ce pour différentes
énergies d’excitation, à savoir 1.31, 1.34 puis 1.42 eV (i.e. au seuil de la couche de mouillage).
Les excitations à 1.31 eV et 1.34 eV correspondent à une excitation "intraboîte". Cependant nous
ne pouvons affirmer avec certitude quelles transitions mixtes sont impliquées. Il faudrait pour cela
analyser les spectres de l’excitation de la photoluminescence (PLE). Il semble évident que les
spectres de luminescence se complexifient en augmentant l’énergie d’excitation. Commençons
par détailler le spectre le plus simple pour l’excitation à 1.31 eV.

Formation des trions pour une excitation intraboîte
Entre 0 et 0.15 V, la raie X0 est clairement identifiée par l’analyse linéaire de la polari-

sation de la luminescence, révélant la structure fine associée. A 0.3 mV, la raie de lumines-
cence de X− apparaît à une énergie de 6 meV en dessous de l’exciton neutre. L’énergie de
liaison du trion négatif voisine de −6meV s’avère être une constante assez robuste des boîtes
quantiques InAs, d’ailleurs relevée par toutes les équipes travaillant sur ce type de structure
[7, 8, 9, 10]. Notons qu’elle correspond au premier ordre à la différence des énergies de Cou-
lomb ∆EX−−X0 = Jss

ee + Jss
eh. Par ailleurs, l’analyse en polarisation linéaire de cette raie X−

ne montre pas de structure fine comme l’on s’y attend. Toutefois, il est notable que sur notre
échantillon, X− et X0 coexistent dans un large domaine de tensions contrairement à la majorité
des références citées ci-dessus. Ceci confirme qu’entre 0.15 et 0.35 mV, la boîte est chargée avec
un électron résident ; l’électron photocréé peut alors soit relaxer dans la boîte, et contribuer à la
luminescence de l’état X−, soit s’échapper par effet tunnel, auquel cas seul l’état X0 donne lieu
à la luminescence. Ce mécanisme explique ainsi la coexistence de X0 et X−.
A partir de 0.35 V, la raie relative à X0 disparaît, et seule la luminescence de X− demeure. Ceci
confirme le chargement de la boîte avec deux électrons résidents. L’électron photocréé sur l’état
excité ou sur le continuum associé à la couche de mouillage s’échappe rapidement, laissant au
trou photocréé la possibilité de former l’état X− avec les deux électrons. Nous pouvons alors dé-
terminer les zones de stabilité à un puis deux électrons de dopage de la boîte quantique (espaces
entre les traits verticaux). Il est à noter que la différence de tension entre le régime à un électron
stable (0.15 mV) puis le régime à deux électrons stables (0.35 mV), correspond une énergie α∆V

proche de Jss
ee ∼ 20meV . Ces mécanismes de formation de X− contrôlés par la tension auront

une grande importance au chapitre suivant pour expliquer l’évolution de la relaxation du spin du
trou avec la tension.
Remarquablement, pour des tensions négatives, il apparaît au détriment de la raie X0 la lumines-
cence du trion positif X+ situé environ 2 meV au dessus de l’exciton neutre. L’énergie de liaison
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FIG. 2.12: Spectres de la luminescence d’une boîte unique représentés sur une échelle de couleur,
en fonction de la tension appliquée. Trois énergies différentes ont été utilisées pour l’excitation
comme indiqué sur les graphes.

de X+, ∆EX+−X0 = Jss
hh + Jss

eh est donc positive. En considérant les énergies de liaison X+ et
X−, nous pouvons déduire les inégalités relatives aux intégrales de Coulomb :

Jss
hh > |Jss

eh| > Jss
ee (2.3)

Ce résultat est en accord avec l’idée naïve que la fonction enveloppe du trou dans la boîte est
moins étendue que celle de l’électron en raison de sa plus forte masse effective.
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FIG. 2.13: Mécanisme de formation de X+ pour une excitation intraboîte.

Le mécanisme de formation de X+ est largement dépendant du choix de l’énergie d’exci-
tation ; sa luminescence disparaît progressivement lorsque l’énergie d’excitation augmente. La
figure 2.13 montre un schéma des processus de relaxation qui probablement interviennent dans
ce mécanisme. Un premier processus d’absorption d’un photon crée une paire électron-trou dans
la boîte. Cependant, l’électron s’échappe de la boite en raison du fort champ électrique aux-
quelles on se trouve, alors que le trou une fois relaxé sur le fondamental peut rester suffisamment
longtemps pour qu’au cycle d’absorption suivant, l’électron photocréé soit stabilisé par la pré-
sence de deux trous, formant ainsi l’état de charge X+. Ce mécanisme à deux photons permet
ainsi d’expliquer d’une part que le trion positif ne luminesce qu’à forte puissance d’excitation
et d’autre part, souligne l’importance de l’excitation intraboîte qui est nécessaire pour créer des
trous directement dans la boîte.
Sur cet échantillon, toutes les boîtes observées montrent qualitativement un comportement simi-
laire à celui que nous venons de décrire, pour une excitation intraboîte.

Excitation de la couche de mouillage
Nous constatons qu’en excitant à plus haute énergie, les spectres de luminescence laissent ap-

paraître de nouvelles raies associées aux excitons multi-chargés. Leur structure fine sera détaillée
plus loin. En plus de cela, les zones de stabilité en tension pour la boîte chargée à un puis à deux
électrons sont décalées vers les tensions négatives, par rapport au cas de l’excitation intraboîte
(1.31 et 1.34 eV). Les porteurs photocréés dans la couche de mouillage et séparés par le champ
électrique de la structure, participent à écranter ce dernier.

2.2.2.2 Effet de l’environnement électrostatique sur les raies de luminescence

Pour l’échantillon n-i-Schottky, l’écrantage du champ électrique est principalement dû à la
formation d’un gaz bidimensionnel de trous, se formant contre la barrière d’AlGaAs (c.f figure
2.14). Des effets similaires ont été observés par J.M Smith, étudiant un échantillon de même
structure que le notre [11].
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FIG. 2.14: a) Formation du gaz 2D de trous créé par l’excitation optique. b) Position en énergie
d’une raie de luminescence (X+) en fonction de la tension de grille.

En plus de ce qui vient d’être mentionné plus haut sur les effets de chargement, nous avons
observé un effet tout-à-fait singulier concernant la présence de ce gaz de trous. Nous avons suivi
la position d’une raie de luminescence en fonction de la tension, pour une excitation à 1.42 eV
(couche de mouillage) et à forte puissance (1.6 mW). Nous avons effectué un cycle en tension
de -200 mV à +100 mV, coupé l’excitation optique à 100 mV, puis terminé le cycle de 0 à -
200 mV. La figure 2.14b montre que l’effet Stark n’est pas le même à l’aller puis au retour.
L’arrêt de l’illumination a pour conséquence la destruction du gaz de trous et le champ électrique
effectif au niveau de la boîte est donc plus intense. Le gaz de trou se reforme progressivement en
augmentant la courbure de la bande de valence vers les tensions négatives ; la position de la raie
revient donc à sa position d’origine à -200 mV. Une telle hystérésis révèle que le champ effectif
et éventuellement le chargement des boîtes ne sont pas complètement déterminés par la tension
appliquée. C’est là un effet assez indésirable qui heureusement ne se manifeste quasiment plus
en excitation sous la couche de mouillage, mais qu’il faut bien sûr garder à l’esprit.

2.2.2.3 Effets de chargement observés sur ensemble de boîtes quantiques

Maintenant que nous nous sommes familiarisés avec le comportement d’un échantillon à
faible densité de boîtes en étudiant les effets de chargement sur boîtes quantiques uniques, nous
pouvons profiter de l’expérience acquise pour interpréter les spectres de luminescence d’un
ensemble de boîtes à charge contrôlable.
Les graphiques 2.15a et 2.15b montrent les intensités de luminescence en fonction de la tension
pour la boîte unique, que nous avons vue plus haut, et pour notre échantillon "ensemble de
boîtes" dont on a mesuré la capacité, dans le régime d’excitation intraboîte. La luminescence
de l’ensemble de boîtes est intégrée sur une fenêtre spectrale de 10 meV (c.f. spectre2.16a).
En comparant qualitativement l’évolution présentée sur ces deux graphiques, il est visiblement
possible de corréler l’intensité de photoluminescence de l’ensemble de boîtes à des zones de
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FIG. 2.15: a) Evolution de l’intensité de photoluminescence en fonction de la tension pour les
états de charges X+, X0 et X−. Excitation à 1.31 eV. b) Evolution de la photoluminescence d’un
ensemble de boîtes en fonction de la tension. Energie des boîtes à 1.26 eV et excitation à 1.34
eV.

tensions pour lesquelles la luminescence est majoritairement issue de la recombinaison de trions
X+ (entre -500 et ∼ −100 mV), d’excitons neutres X0 (entre ∼ −100 et ∼ 200 mV), de trions
X− (boîtes chargées avec un électron de ∼ 200 mV à ∼ 400 mV, puis à deux électrons de
∼ 400 mV à 750 mV) et enfin d’états multichargés au delà. Nous verrons au chapitre suivant
que l’évolution de la polarisation circulaire de l’ensemble de boîtes, en fonction de la tension
donne également une très bonne indication sur l’état de charge qui participe majoritairement à la
luminescence. Celle-ci s’avèrera conforme à cette première analyse.

En plus de cela, l’analyse fine des spectres d’ensemble de boîtes permet d’extraire facilement
des informations d’ordre statistique sur ces échantillons. En divisant en quatre zones le spectre
acquis à la CCD (voir 2.16a), nous sélectionnons ainsi quatre familles de boîtes dont l’énergie
de luminescence est centrée respectivement sur 1.258, 1.2605, 1.2625 et enfin 1.265 eV. Les
variations relatives de l’intensité de luminescence en fonction de la tension appliquée sont
reportées sur le graphique 2.16b pour chaque famille de boîtes considérée. Dans le domaine
de tension (200mV - 400mV), correspondant au chargement des boîtes avec un électron, les
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FIG. 2.16: a) Spectre acquis à la CCD. b) Variations relatives de l’intensité en fonction de la
tension pour les quatres zones.

courbes sont clairement décalées, traduisant un chargement plus facile des boîtes émettant à plus
basse énergie. Cette corrélation évidemment attendue est d’ailleurs confirmée par l’observation
sur boîtes quantiques uniques.

2.2.3 Echantillon p-i-Schottky

Comme on l’a vu, les échantillons n-i-Schottky permettent le chargement des boîtes quan-
tiques avec la tension de grille de manière très contrôlée. Inversement, l’échantillon p-i-Schottky
que nous avons étudié montre un comportement général tout-à-fait différent. Il se distingue de
deux façons. Tout d’abord, les diodes processées s’avèrent très fragiles, dans le sens où une ex-
citation de quelques mW à l’énergie de la couche de mouillage peut l’endommager de manière
irréversible, ou même parfois un simple éclairage avec une lampe de poche. De plus, pour la
majorité des diodes, les effets de chargement avec la tension sont beaucoup moins bien marqués.
Nous avons ainsi observé que des états de charge positif (X+, X2+, etc) pouvaient coexister avec
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des états de charge négative sur de large plage de tension. Cette différence significative de com-
portement a sans doute pour origine la plus grande masse des trous qui rend leur couplage tunnel
avec le réservoir de trous moins efficace. Il est également possible qu’un gaz d’électrons se forme
contre la barrière d’AlGaAs comme dans le cas de l’excitation à haute énergie des échantillons
n-i-Schottky (c.f schéma 2.17).

GaAs – p

7.1018 cm-3

Boîtes quantiques

Barrière AlGaAs

Contact Schottky

FIG. 2.17: Structure de bande de la diode p-i-Schottky.

La structure actuelle (c.f. 2.1) pourrait être notablement améliorée en rapprochant le plan
de boîtes de l’électrode dopée p, pour optimiser le couplage tunnel, et en éloignant la barrière
d’AlGaAs, pour s’affranchir des effets parasites d’un éventuel gaz d’électrons.

2.3 Structures fines des excitons multichargés

En excitant à plus haute énergie nous avons vu que d’autres raies de luminescence relatives à
des complexes excitoniques multichargés pouvaient apparaître. Ceux-ci se caractérisent par des
structures assez complexes de leur spectre d’émission, qui constituent une signature permettant
de les identifier. En principe ces états devraient pouvoir se former sous le seul contrôle de la ten-
sion de grille qui détermine le remplissage des boîtes. En fait, la clé pour générer ces complexes
excitoniques repose sur l’efficacité du couplage tunnel, soit avec le gaz de porteurs obtenu par
dopage, et soit avec le gaz de porteurs photo-créés (électrons ou trous). Récemment, il a ainsi été
démontré l’obtention d’états chargés X−6 à X+8 sur une même boîte quantique [12]. Générale-
ment la formation d’excitons doublement chargés X2− est assez commune. Ce n’est pas le cas
avec notre échantillon n-i-Schottky, et nous allons voir dans ce qui suit pourquoi.

2.3.1 Exciton doublement chargé X
2− et X

2+

Prenons comme cas d’école l’exciton doublement chargé X2−. L’état fondamental est consti-
tué d’un électron sur un niveau P de la boîte, deux électrons sur le niveau fondamental S et un
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trou sur le niveau fondamental de valence. Ainsi l’état fondamental de X2−, comme pour le
cas de l’exciton neutre, possède un moment angulaire totale Jz = ±1 ou Jz = ±2 8. Ces
deux états sont séparés par le terme d’échange électron P/trou S noté ∆sp

he. Cependant l’état
Jz = ±2 n’est pas "noir", puisque quelque soit l’état de spin du trou, celui ci peut toujours se
recombiner avec l’un des deux électrons S. La recombinaison radiative laisse dans la boîte un
électron S et un électron P formant soit un état singulet S0 = 1/

√
2(| ↓, ↑〉 − | ↑, ↓〉)SePe,

soit un des trois états triplets dégénérés T0 = 1/2(| ↓, ↑〉 + | ↑, ↓〉) (Se(1)Pe(2) − Se(2)Pe(1)),
T+1 = 1/

√
2| ↑, ↑〉(Se(1)Pe(2)−Se(2)Pe(1)) et T−1 = 1/

√
2| ↓, ↓〉(Se(1)Pe(2)−Se(2)Pe(1)).

Les transitions optiques entre états initiaux et états finaux (c.f schéma 2.18a) déterminent alors
la structure fine observée sur les spectres de photoluminescence. B. Urbaszek et al. ont ainsi ré-
solu entièrement cette structure fine associée à X2− [9] (spectre 2.18b). Comme caractéristique
remarquable, on peut noter la faible intensité et la largeur de raie assez forte de la transition c,
dont l’état final est un état singulet S0. Ce dernier possède une durée de vie très faible, puisqu’il
peut relaxer rapidement vers l’état |Se ↑, Se ↓〉 sans mettre en jeu de retournement de spin. Cette
faible durée de vie de quelques ps explique alors la largeur de raie de l’ordre du meV observée.

1±=zJ

2±=zJ

0
S

1,1−T

sp

he
∆
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ee
∆

hee SPS 1;1,2

ee PS 1,1

a
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0
T
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ee∆
sp

he∆

a) b)

FIG. 2.18: a) Schéma des transitions optiques de X2−. b) Structure fine de X2− [9]

Qu’en est-il pour notre échantillon n-i-Schottky ?

En augmentant la tension, il apparaît du côté basse énergie de X− une raie de luminescence
assez large (∼ 160µeV ) que nous attribuons aux transitions a et b du X2− (spectres 2.19).
L’écart énergétique attendu entre X− et X2−

T est de l’ordre de ∆(X−, X2−
T ) = Jps

ee + Jps
eh , soit

dans le présent cas 0.5 meV, compatible avec les calculs de G. Bester et al. [13] confirmant
que 0 < ∆(X−, X2−

T ) < 0.7meV . A l’évidence, nous ne résolvons pas les transitions a et b,
cependant un zoom permet de mettre en évidence un épaulement correspondant à la transition a.
Un ajustement réalisé avec deux Lorentziennes permet alors de donner une estimation de ∆sp

he de

8On ne considère ici que le moment angulaire lié à la partie de Bloch et au spin des états à une particule. L’électron
sur une orbitale P pourrait en toute rigueur contribuer par un moment angulaire supplémentaire ±1 mais la symétrie
des boîtes conduit généralement à des états orbitaux de type Px, Py et de toute façon n’a que peu d’importance car
l’électron P reste spectateur dans le processus de recombinaison optique
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FIG. 2.19: A droite : évolution avec la tension. A gauche : zoom sur X2−.

l’ordre de 100 µeV . De plus, nous ne voyons pas la transition c, sans doute noyée dans le bruit
de fond.
Toutes les boîtes étudiées montrent le même comportement : la largeur de raie du trion négatif
augmente avec la tension quand la boîte passe progressivement du régime à deux électrons
résidents, vers le régime à trois électrons, et les raies de luminescence de X2−

T sont alors très
larges, sans doute en raison du temps de vie faible de l’électron P, qui peut s’échapper vers le
continuum si la barrière tunnel n’est pas assez bloquante.

L’exciton chargé X2+ présente une structure fine équivalente. Les composantes X2+
T appa-

raissent à une énergie supérieure à celle de X+, et la composante singulet à plus basse énergie
que l’exciton neutre, en accord avec [13]. La distance X+-X2+

T permet d’estimer Jsp
hh + Jss

eh à
environ -2.2 meV, et pour les termes d’échange ∆sp

eh ∼ 120µeV et ∆sp
hh ∼ 6meV .

2.3.2 Biexcitons chargés 2X
− et 2X

+

Prenons comme exemple le cas du biexciton chargé négativement. L’état initial est constitué
de deux paires électron/trou et d’un électron P. Comme il ne peut y avoir d’interaction d’échange
avec l’électron P, l’état initial est dégénéré Jz = ±1/2. La recombinaison radiative de la paire
électron/trou va laisser dans la boîte un trion chaud X⋆−, constitué de deux électrons S et P et
d’un trou S. L’interaction d’échange électron S/électron P ∆sp

ee ∼ 5meV lève la dégénérescence
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FIG. 2.20: Structure fine de X2+ (échantillon p-i-Schottky)

entre états singulet et triplets. Les états triplets T±1 subissent alors une nouvelle levée de dé-
générescence induite par le terme d’échange électron/trou ∆sp,s

ee,h = (∆sp
he + ∆ss

he)/2. Les états
T−1

⊗ |Sh ⇓〉 et T+1
⊗ |Sh ⇑〉 ne sont pas couplé à la lumière. La structure fine de 2X− a

donc deux composantes "triplet" et une composante "singulet". Les états finaux S0
⊗ |Sh ⇑〉 et

S0
⊗ |Sh ⇓〉 ont une durée de vie faible car ils peuvent thermaliser très rapidement vers l’état

relaxé X− sans processus flip-flop. Comme pour X2−, la composante singulet sera caractérisée
par une forte largeur de raie. Les spectres de luminescence en fonction de la tension de grille sont
reportés sur la figure 2.22, pour l’échantillon n-i-Schottky. La séparation entre états triplet ∆sp,s

ee,h

est de 360µeV . Or la structure fine de X2− nous informe que ∆ps
eh vaut environ 150 µeV ; on

peut donc en conclure que ∆ss
eh > ∆ps

eh.
2X+ a aussi été identifié sur l’échantillon p. Nous montrons ici un seul spectre (voir 2.23),

car la luminescence des complexes X2+, 2X+ dépend d’avantage de la puissance et de l’énergie
d’excitation que de la tension de grille. L’écart en énergie des états triplets ∆sp,s

hh,e est ici mesuré
à 105 µeV , et on peut en conclure que ∆ss

eh est proche de ∆sp
eh. ∆sp

ee n’a pu être estimé car 2X+
S

n’est pas identifié.
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2.4 Bilan

Au cours de ce chapitre, nous avons décrit les principales caractéristiques des échantillons p
et n. Sur ce dernier, le contrôle de la charge par la tension de grille a été remarquablement mis
en évidence par spectroscopie optique. Cependant, nous n’avons jamais observé la luminescence
d’états de charge plus élevés tels que 2X2− et X3−.
Malheureusement, l’échantillon p ne présente pas les mêmes facilités. De nouveaux procédés
sont en cours d’expérimentation pour trouver un contact ohmique diffusif type p, notamment
Mg/Au.
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Chapitre 3

Orientation optique et relaxation de
spin des trions
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Au chapitre précédent, nous nous sommes familiarisés avec le dispositif à contrôle de la
charge. Pour l’échantillon n-i-Schottky, nous avons clairement identifié les zones de tensions
correspondant à la luminescence des trions positifs et négatifs. Dans le présent chapitre, nous
allons voir les conditions qui permettent d’optimiser l’orientation optique du spin des porteurs
photo-créés. Nous verrons alors que le régime de luminescence des trions X− (X+) permet
d’estimer le temps de vie du spin des trous (électrons) photo-créés dans les boîtes quantiques.

3.1 Orientation optique du spin d’un ensemble de boîtes

Dans les boîtes quantiques que nous étudions, les niveaux électroniques sont discrétisés de
manière similaire à ceux d’un atome, mais sur une échelle en énergie beaucoup plus modeste
de quelques dizaines de meV. De plus ces niveaux, peuvent être couplés de manière résonnante
au continuum d’états électroniques du GaAs massif sous l’effet d’un champ électrique, et dans
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tous les cas restent peu éloignés du continuum 2D associé à la couche de mouillage. Ce dernier
joue d’ailleurs un rôle important pour les propriétés optiques puisqu’il donne lieu aux transi-
tions mixtes, état confiné vers état du continuum ou inversement. C’est cependant bien cette
discrétisation qui doit ralentir les processus de relaxation du spin associés aux fluctuations de
l’environnement, dues par exemple à l’interaction aux phonons ou au bruit électrique au voisi-
nage des boîtes. Pour en tirer parti, il est nécessaire de déterminer en premier lieu les conditions
d’excitation qui seront les plus favorables à l’orientation optique des trions.

3.1.1 Choix de l’énergie d’excitation

Pour mettre en évidence le rôle de l’énergie d’excitation des boîtes, nous avons réalisé la
spectroscopie d’excitation de la photoluminescence (PLE) résolue en polarisation circulaire [1].
Cette mesure a été faite sur un ensemble de boîtes d’un échantillon n-i-Schottky. Les boîtes
observées sont à une énergie de 1.26 eV et sont excitées par le laser polarisé σ+. Les spectres de
PLE sont reportés sur la figure 3.1. Ils ont été normalisés par la puissance d’excitation du laser
qui varie avec sa longueur d’onde. Notons que le signal parasite produit par la luminescence
large bande du laser (faible mais polarisée à 100%) a pu être retranché des mesures brutes grâce
à un spectre pris à -1V, situation pour laquelle la luminescence de l’échantillon est complètement
supprimée (c.f. Chap. 2).

Commentons tout d’abord les intensités des spectres de PLE. Pour les tensions négatives, il
apparaît deux fronts d’absorption situés à une énergie Raman de 55 meV et 90 meV. On peut les
interpréter comme étant liés respectivement aux transitions mixtes CMh Ã Se et CMe Ã Sh.
Leur position correspond qualitativement aux prédictions théoriques d’A. Vasanelli [2]. Il se
superpose, sans doute, à la première l’absorption phonon assistée à deux LO du fondamental
(≈70 meV). Un fait remarquable est qu’à partir de la tension 300 mV correspondant au charge-
ment de la boîte avec un électron, on ne voit plus qu’un seul front d’absorption toujours situé à
65 meV, suivi comme précédemment de l’absorption de la couche de mouillage (à +120 meV).
Une interprétation possible serait que l’interaction de Coulomb avec l’électron résident déplace
l’énergie des transitions CMh Ã Se en l’augmentant et CMe Ã Sh en la diminuant ; le maxi-
mum local observé pour des tensions où l’occupation d’un électron résident est effectif, cor-
respondrait à leur chevauchement. Notons par ailleurs que sur la plupart des spectres on peut
identifier une résonance au voisinage de 36 meV correspondant à l’excitation résonnante à 1
phonon optique.
La polarisation circulaire de la luminescence en fonction de l’énergie d’excitation est reportée
sur la figure 3.1, pour chaque tension. La tendance générale est que plus l’énergie d’excitation est
proche du fondamental des boîtes, plus la polarisation circulaire est forte. Celle-ci atteint ainsi
des valeurs extrêmement élevées de l’ordre de 85% aux tensions de +500 mV (X−) et -300 mV
(X+) et pour des énergies d’excitation situées à moins de 40 meV de l’énergie des boîtes. En
soi, ce seul résultat est très intéressant puisqu’il démontre que les états de trou fondamentaux
de la boîte quantique sont bien essentiellement de type lourd. L’évolution avec l’énergie d’exci-
tation laisse quant à elle supposer que soit des mécanismes de relaxation du spin interviennent
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durant le processus de thermalisation des porteurs sur le fondamental de la boîte, soit les règles de
sélection optiques sont profondément modifiées lorsque l’on s’éloigne de la transition fondamen-
tale en raison d’une contribution progressive de niveaux trous légers. Cette dernière hypothèse
est d’ailleurs conforme à l’observation d’une transition "légère" par des mesures d’absorption
dans le plan des couches en polarisation TM [3]. De ces expériences, on retiendra donc qu’une
excitation intra-boîte permet en général de générer des polarisations de spin très élevées des tri-
ons. A l’inverse, quand les porteurs sont photocréés essentiellement dans la couche de mouillage
(1.42 eV, soit à +160 meV ici), la polarisation circulaire chute à environ 15%. On constate
toutefois que pour la tension très négative de V =-500 mV correspondant à la fin du régime de
luminescence des trions positifs avant que le signal de luminescence ne s’effondre, cette valeur
remonte à 30%. Cette augmentation pourrait s’expliquer par un raccourcissement de la durée de
vie des trions comparée à leur temps de vie de spin, en accord avec les mesures dynamiques
discutées à la fin de ce chapitre.
Une analyse plus approfondie de cette expérience réalisée sur ensemble de boîtes s’avère déli-
cate. Par exemple, à la tension 100 mV correspondant à la luminescence de l’exciton neutre, la
polarisation circulaire est de l’ordre de 20% en excitant à l’énergie de la couche de mouillage.
Ceci n’est absolument pas corroboré par l’étude sur boîte unique, où la polarisation circulaire de
X0 est est essentiellement zero. L’inhomogénéité d’un ensemble de boîte autorise évidemment
la coexistence d’états de charge différents et donc de telles mesures peu sélectives (malgré la
sélection de l’énergie de luminescence) sur un ensemble mélangent nécessairement différentes
situations physiques.
Nous retiendrons de cette étude, qu’une excitation intra-boîte à environ 60-70 meV du fonda-
mental des boîtes, réalise un compromis entre un fort signal de luminescence et un fort taux de
polarisation circulaire de la luminescence, en particulier des trions positifs et négatifs. Dans la
section suivante, nous allons analyser plus en détail le rôle de la tension électrique.

3.1.2 Influence du champ électrique

Nous avons mesuré la polarisation circulaire de la photoluminescence sous excitation pola-
risée circulairement d’un ensemble de boîtes en fonction de la tension appliquée aux bornes de
l’échantillon n-i-Schotkky. Les résultats sont présentés sur la figure 3.2, pour une énergie d’exci-
tation fixe située environ 70 meV au dessus du fondamental des boîtes observées.
La polarisation circulaire semble qualitativement corrélée aux différents domaines de tension qui,
d’après les caractérisations électrique et en micro-photoluminescence discutées dans les deux
chapitres précédents, correspondent à différents états de charge. En particulier,

– De -500 mV à -150 mV, la polarisation circulaire attribuée à la luminescence de X+ est
assez élevée, jusqu’à 45%, mais chute progressivement quand le champ diminue.

– De -150 mV à 150 mV, la polarisation circulaire n’est plus que de quelques pourcents. Ce
domaine correspond vraisemblablement à celui des excitons neutres.

– De 150 mV à 350 mV, la polarisation circulaire remonte, signifiant le chargement des
boîtes avec un seul électron et donc l’apparition de trions négatifs, mais toujours en concur-
rence avec des excitons neutres.
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– De 350 mV à 600 mV, les boîtes se chargent avec deux électrons résidents et l’on observe
un maximum de polarisation circulaire de ∼ 40%.

– Au delà de 600 mV, la polarisation circulaire chute rapidement quand des complexes plus
chargés Xn− (n ≥2) sont susceptibles de se former.
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FIG. 3.2: Polarisation circulaire en fonction de la tension. Détection à 1.27 eV, excitation à 1.34
eV

Ces résultats qui reproduisent évidemment l’évolution aperçue sur les spectres de PLE,
révèlent le rôle central que joue la tension sur l’efficacité d’orientation optique par le biais
du chargement des boîtes, lequel active ou désactive la relaxation de spin due à l’interaction
électron-trou. Les mesures sur boîte uniques, présentées dans la section suivante, montreront
que, dans le régime de luminescence de X−, le champ électrique agit également sur la relaxation
de spin dans la phase de relaxation des porteurs photo-créés.

3.1.3 Influence de la température

La figure 3.3 montre le déclin du maximum de la polarisation circulaire à V =500 mV avec
la température. L’expérience a été réalisée dans les mêmes conditions que précédemment. La
polarisation circulaire de X− reste relativement élevée jusqu’à une température de ∼50 K, puis
chute définitivement à 0% pour la température de 100 K, correspondant à une énergie thermique
de ∼ 10 meV . Cet effet est compatible avec une énergie d’activation de la relaxation de spin des
trous d’une dizaine de meV, correspondant à l’écart typique des états confinés dans la bande de
valence.
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Détection à 1.27 eV, excitation à 1.34 eV

3.2 Orientation optique dans des boîtes quantiques uniques

Dans cette section, nous allons discuter les mesures d’orientation optique sur boîtes uniques
et pour différents états de charge des excitons. Nous verrons que les résultats obtenus confortent
les interprétations faites sur ensemble de boîtes et permettent d’aller un cran plus loin dans la
compréhension des mécanismes qui agissent sur la dynamique de spin des électrons et trous. Ces
mêmes expériences seront rediscutées aux chapitres suivants, quand nous nous focaliserons sur
les effets liés à l’interaction hyperfine avec les noyaux. Pour cette raison, nous ne traiterons pas
ici le cas des trions positifs. Dans cette section, les résultats présentés ont été obtenus avec une
excitation optique polarisée circulairement, continue et correspondant aux transitions intra-boîte.
Commençons par aborder le cas des complexes excitoniques possédant une structure fine.

3.2.1 Excitons neutres et doublement chargés

3.2.1.1 Excitons neutres

La polarisation circulaire de l’exciton neutre mesurée en spectroscopie stationnaire ne peut
être très forte en raison de l’interaction d’échange anisotrope électron/trou δ1. Si à l’instant initial
t=0, on prépare la boîte quantique dans un état Jz=+1, les intensités co- et contra-polarisées sont
données par :

I±(t) =
1

2
exp(− t

τrad
)

(
1 ± exp(− t

Tc
) cos(

δ1

~
t)

)
(3.1)
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où τrad est le temps de vie radiatif et Tc le temps de cohérence pendant lequel la superposition
cohérente sur les états d’exciton |X〉 et |Y 〉 persiste. En fait, la valeur moyenne obtenue en in-
tégrant temporellement les intensités résolues en polarisation dépend avant tout du rapport entre
durée de vie radiative τrad et période des battements quantiques δ1/h. Pour une boîte typique
caractérisée par δ1 = 30µeV , τrad ≈800 ps, la polarisation circulaire de X0 reste inférieure à
1 % quelque soit la valeur du temps de cohérence 1. Le graphe 3.4a montre les intensités co- et
contra-polarisées d’un exciton neutre, et l’on constate que la polarisation circulaire est effective-
ment très faible (<5%). Ce résultat est extrêmement robuste dans le sens où il a été observé sur
tous les excitons neutres identifiés comme tels.
Une question adjacente à celle de la relaxation de spin dans les boîtes quantiques, est celle de
la relaxation entre les deux niveaux excitoniques |X〉 et |Y 〉 séparés par l’interaction d’échange
δ1. Des mesures assez indirectes tendraient à démontrer l’existence d’une relaxation très rapide
entre ces niveaux, qui conduirait à égaliser les populations compte tenu de ce que kT est encore
largement supérieur à δ1 à 5 K [4]. Un tel effet serait fort ennuyeux pour les applications envisa-
gées de ce système dans le domaine de la photonique quantique. Par ailleurs, une telle conclusion
est plutôt surprenante face à nos résultats sur les trions. Pour trancher la question, on pourrait en-
visager des expériences d’alignement des excitons réalisées sous excitation quasi-résonnante en
polarisation linéaire (par exemple excitation à 1 phonon LO) Dans le domaine temporel, mesurer
directement les battements quantiques d’une boîte quantique unique comme cela a déjà pu être
réalisé avec des boîtes quantiques II-VI [5] offriraient une autre mesure directe du temps de co-
hérence de ce système qui ne peut être supérieur au temps de relaxation.

3.2.1.2 Excitons doublement chargés

Dans le cas des complexes excitoniques deux fois chargés X2− (ou X2+), on s’attend en
principe à une situation équivalente à celle de l’exciton neutre, en raison de l’échange anisotrope
électron P/trou S (ou électron S/trou P). Une très faible polarisation circulaire est en effet consta-
tée pour X2− (voir spectres 3.4). Notons toutefois, que si un tel état se forme ou relaxe dans une
configuration de moment angulaire | Jz |=2 pour laquelle les battements quantiques produits par
l’interaction d’échange deviennent beaucoup plus lents, alors le spin du trou peut rester orienté.
Cet effet a été discuté pour un système un peu différent, celui de boîtes chargées par dopage de
type n des barrières, dans les références [6] et [7]. Une étude dédiée au cas des excitons dou-
blement chargés serait manifestement souhaitable pour mettre en évidence un tel effet , mais ce
point nécessite pour cela un échantillon où la formation de ce complexe est mieux contrôlée que
dans ceux que nous avons étudiés.

1Notons toutefois qu’un champ magnétique longitudinal peut assez rapidement écranter cet effet : pour un champ
de seulement 50 mT, la polarisation circulaire théorique remonte à 5%. les mesures sous champ magnétiques présen-
tées aux chapitres 5 et 6 démontrent cet effet.
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FIG. 3.4: Mise en évidence de la faible polarisation circulaire (a) d’un exciton neutre pour une
excitation à 1.31 eV et (b) du complexe X2− pour une excitation à 1.32 eV. On peut noter sur (b)
que le trion X− est lui aussi très peu polarisé, fondamentalement pour la même raison que X2−

à cette tension.

3.2.2 Trions négatifs

Du fait de la configuration singulet des deux électrons qui forment un trion négatif, la po-
larisation circulaire des photons émis lors de la recombinaison est en principe une mesure de
l’orientation de spin du trou dans ce complexe. Nous allons voir que cette prédiction qui repose
sur l’hypothèse d’un trou purement lourd (du moins pour ce qui concerne la partie optiquement
active vers l’état de conduction S) est relativement bien vérifiée.

Influence du champ électrique :
La figure 3.5a montre l’évolution des spectres de la luminescence co- et contra-polarisée d’un

trion négatif en fonction de la tension. A partir de 200 mV, le trion X− apparaît et coexiste avec
X0, indiquant que la boîte se charge avec un électron résident. Dans ce régime la polarisation
circulaire de X− est quasiment nulle (c.f 3.5a). Puis à partir de ∼ 300 mV, la luminescence de X0

disparaît et seule la raie X− demeure, tandis que sa polarisation circulaire croît progressivement
avec la tension appliquée. Cette dernière atteint un maximum proche de 70 % à ∼ 450 mV,
tension qui correspond aussi au maximum de luminescence de la raie X− (non montré ici).
Ensuite, la polarisation circulaire chute brutalement pour des tensions supérieures à 500 mV : la
boîte quitte alors le régime de stabilité à deux électrons, pour rentrer dans le régime X2−. Ceci
est en assez bon accord avec les observations sur ensemble de boîtes (c.f figure 3.2).
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FIG. 3.5: a) Spectres de photoluminescence co- et contra-polarisée pour différentes tensions ap-
pliquées. b) Evolution du taux de polarisation circulaire. Excitation à 1.32 eV

Comme le montre le graphe 3.5b, il est assez remarquable que la valeur de la polarisation
circulaire d’une même raie de luminescence de l’état X− ait comme paramètre de contrôle la
tension appliquée. Évidemment on pressent bien que former un complexe excitonique ayant un
long temps de vie de spin, ne garantit pas une forte polarisation de son spin. Encore faut-il que
les conditions de pompage, qui ici sont non résonnantes, assurent la formation de ce complexe
avec un spin bien défini. Nous allons voir ci-dessous comment le champ électrique influence cette
efficacité de pompage. Mais avant cela examinons le rôle de l’énergie d’excitation.

Influence de l’énergie d’excitation
La figure 3.6 présente pour quatre autres boîtes quantiques la polarisation circulaire de la

luminescence des trions négatifs ainsi que leur intensité, en fonction de l’énergie d’excitation
(en unité Raman). La tension appliquée est fixée entre 400 mV et 500 mV, correspondant au
maximum de la polarisation circulaire. L’énergie de luminescence des trions se situe quant à elle
autour de 1.26 eV pour les quatre boîtes. L’objectif de cette mesure était de démontrer le caractère
faiblement résonnant des conditions de pompage optique du spin, et pour cette raison l’énergie
d’excitation du laser était variée de manière assez discontinue. Plusieurs points sont à noter :

(i) Les graphiques 3.6a et 3.6b sont parfaitement compatibles avec les spectres de PLE réa-
lisés sur ensemble de boîtes : l’excitation à environ 60 meV au dessus de l’énergie de
luminescence observée, correspond à une forte absorption et à une forte polarisation cir-
culaire.
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FIG. 3.6: Etude de quatre trions X− a) Polarisation circulaire en fonction de l’énergie d’excta-
tion. b) Intensité totale (V = +500mV )

(ii) On voit clairement que la fenêtre d’excitation pour obtenir une forte excitation de la
luminescence n’est pas très sélective (60 mV ± 10 meV) : ceci conforte l’idée que cet
intervalle d’énergie d’excitation correspond à une transition mixte faisant intervenir un
continuum.

(iii) De plus, la forte polarisation circulaire constatée pour certaines raies X− pourrait vrai-
semblablement laisser penser à la transition mixte Sh Ã CMe, où le trou est directement
photocréé sur l’état confiné de la boîte quantique2. Si ce scénario n’était pas le bon, il
faudrait alors invoquer une thermalisation du trou sur l’état fondamental de la boîte sans
relaxation du spin, ce qui peut sembler difficile à concevoir si le trou est créé plusieurs di-
zaines de meV au dessus. Par ailleurs pour les tensions voisines de 500 mV, il est possible
d’exclure la transition CMh Ã Se, puisqu’elle est bloquée par l’occupation de la boîte par
deux électrons.

Interprétation
Nous allons maintenant analyser deux cas limites de la formation des trions afin de comprendre

comment la tension électrique est susceptible de contrôler l’efficacité de l’orientation optique des
trions.
Considérons pour commencer le seuil en tension auquel apparaît le trion X− et qui se caractérise
par une polarisation circulaire essentiellement nulle. Dans ce régime, la boîte est chargée avec un
seul électron résident, que l’on peut légitimement supposer comme non polarisé. Comme nous
l’avons vu précédemment l’excitation optique à environ 60 meV au dessus du fondamental, crée
un trou Sh de spin orienté et un électron dans le continuum CMe. Ce dernier peut soit s’échapper,
auquel cas la boîte peut émettre un photon dans l’état X0 avant qu’un électron ne revienne du

2Il est vrai que pour deux des trions étudiés, la polarisation circulaire reste modeste. Il est probable que le masque
optique altère la polarisation si la boîte n’est pas centrée par rapport au trou laissé par la micro-bille. A 500 mV, les
raies de luminescence observées en dehors d’une telle ouverture exhibent un taux de polarisation proche de 100%

sous certaines conditions d’excitation et de tension.
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réservoir, soit relaxer sur le fondamental pour former le trion X− (c.f schéma 3.7 cas N = 1).
La coexistence des raies de luminescence X0 et X− indique que le temps de thermalisation du
trion doit finalement être du même ordre de grandeur que le temps de vie radiatif de l’exciton
neutre ∼ 1ns, donc relativement long. Pendant ce processus de thermalisation, le trou photocréé
est susceptible de perdre son orientation initiale par l’interaction d’échange anisotrope avec les
deux électrons non appariés en singulet sur le fondamental, ou bien plus simplement avec l’élec-
tron laissé seul dans la boîte. Le second cas particulier à considérer est celui du régime à deux

1=N 2=N

+σ +σ

FIG. 3.7: Processus de thermalisation du trion négatif dans le cas d’un électron résident (N = 1)
puis de deux électrons résidents (N = 2)

électrons résidents correspondant à la tension V ≈0.5 V (c.f schéma 3.7 cas N = 2). Dans ce
cas, le temps de thermalisation du trion photocréé avec un électron sur un niveau P ou dans le
continuum de la couche de mouillage, n’est plus limité que par l’échappement de cet électron
"chaud" qui, tant que le champ électrique demeure assez fort, peut être très rapide (∼ qq ps).
L’interaction d’échange du trou avec les deux électrons dans une configuration singulet de spin
étant nulle, on comprend que le spin du trou garde alors son orientation initiale.
Pour les tensions intermédiaires, le temps de thermalisation du trion diminue en augmentant la
tension, ce qui a pour conséquence de limiter de plus en plus l’action de l’interaction d’échange
anisotrope électron/trou, qui est bloquée dès que X− a relaxé sur son état fondamental. C’est
pourquoi nous observons une croissance continue de la polarisation circulaire avec la tension
de grille. De la même manière, augmenter la tension au delà de 500 mV ralentit le processus
d’échappement de l’électron chaud et de ce fait ouvre un canal de relaxation du spin du trou par
interaction d’échange avec cet électron.
Le rôle fondamental de l’interaction d’échange anisotrope est souligné dans l’expérience sui-
vante (figure 3.8). Pour la même boîte quantique, nous avons tracé l’évolution de la polarisation
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circulaire en fonction de la tension, avec et sans un champ magnétique longitudinal de 0.2 T. Les
conditions expérimentales (puissance et énergie d’excitation) ont été conservées pour les deux
configurations.
Manifestement, les résultats mettent en évidence deux régimes. Entre 200 mV et 350 mV, plage
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FIG. 3.8: Evolution de la polarisation circulaire de X− avec et sans champ magnétique longitu-
dinal. Détection à 1.26 eV, excitation à 1.34 eV.

de tension pour laquelle il y a luminescence simultanée des raies X0 et X−, la polarisation cir-
culaire du trion négatif est nettement plus forte sous champ magnétique. Le champ magnétique
longitudinal diminue l’amplitude des battements quantiques entre les états |+ 1〉 et | − 1〉, car la
séparation par effet Zeeman de ces niveaux d’environ 28 µeV commence à écranter appréciable-
ment leur couplage par l’interaction d’échange anisotrope δ1 mesurée pour cette boîte à 45 µeV.
Au delà de 400 mV, la polarisation circulaire à B = 0.2 T rejoint la polarisation déjà élevée en
l’absence de champ, indiquant que la relaxation par l’interaction d’échange anisotrope est déjà
essentiellement bloquée par la thermalisation "instantanée" du trion.
Les mécanismes énoncés au dessus décrivent qualitativement assez bien la dépendance de la po-
larisation circulaire du trion négatif avec la tension. Comme cette phénoménologie est observée
aussi bien sur boîtes uniques et que sur ensemble de boîte, nous avons entrepris d’effectuer des
mesures résolues en temps de la photoluminescence et de sa polarisation sur un ensemble de
boîtes. L’objectif est de valider l’hypothèse que la relaxation de spin des trous pour les trions
négatifs est essentiellement bloquée à l’échelle du temps de vie radiatif.
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3.3 Dynamique de la polarisation circulaire photo-induite

Les expériences de photoluminescence résolue en temps ont été réalisées sur un banc
relativement classique de macro-photoluminescence. Un laser Ti :Saphir à verrouillage de mode
délivre des impulsions optiques picosecondes avec un taux de répétition de 82 MHz. L’énergie
d’excitation intra-boite est choisie à 1.34 eV et le signal de photoluminescence sélectionné à
1.27 eV par un simple monochromateur est détecté par une "streak" caméra synchronisée sur la
fréquence de répétition du laser. Compte tenu de la faible intensité de luminescence pour une
excitation intra-boîte, la collection du signal est dispersée sur toute l’ouverture angulaire du
monochromateur limitant la résolution temporelle à environ 60 ps. Comme pour la spectroscopie
d’un ensemble de boîtes on a pu tirer parti de l’extinction totale du signal de photoluminescence
à la tension de -1 V pour supprimer des spectres bruts tout signal parasite comme la forte
diffusion du laser aux temps courts.

3.3.1 Blocage de la relaxation de spin du trou dans les trions X
−

Nous allons commenter la dynamique de la luminescence en fonction de la tension.
Pour V = −100 mV (c.f spectre 3.9), la polarisation circulaire chute à zéro, en un temps ty-
pique inférieur à la centaine de picoseondes (masqué par la diffusion du laser). A cette tension, la
luminescence est majoritairement due à la recombinaison radiative des excitons neutres. L’inter-
action d’échange anisotrope électron/trou explique cette chute de polarisation en un temps court
en raison du brouillage des battements quantiques de chacune des boîtes quantiques produit par
la distribution inhomogène des splittings associés [8]. Le déclin de l’intensité de luminescence
montre quant à lui un comportement bi-exponentiel avec un temps long de plusieurs ns 3 qui se-
rait la signature d’une population d’excitons noirs, lesquels contribuent faiblement mais sur une
longue échelle de temps au signal de luminescence. La formation de cette population d’excitons
noirs a été récemment discutée en termes d’effet Kondo haute température associé au couplage
avec le réservoir d’électrons pour des mesures sur un échantillon de boîtes quantiques tout à fait
similaire au notre [9].
Pour V = +300 mV (c.f spectre 3.10), le régime de luminescence est plus complexe puisqu’il y
a coexistence des états X0 et X−. Contrairement à la tension précédente, la polarisation intégrée
temporellement est proche de 15%. Celle-ci augmente continûment jusqu’à la tension de +500
mV. On note que cette polarisation est quasiment constante au cours du temps, ce qui est bien ac-
cord avec notre modèle précédent . Une fois que les trions négatifs ont relaxé sur le fondamental,
ce qui est vraisemblablement le cas après 100 ps, comme en témoigne le signal de photolumines-
cence, leur polarisation de spin reste inchangée durant le temps de vie radiatif. Dans le régime de
tension où le trion négatif est formé "directement" dans son état fondamental (V = +500 mV), la
dynamique de la polarisation circulaire montre un profil assez différent comme l’illustre la figure
3.11. La polarisation moyennée temporellement vaut 45 %, valeur encore une fois compatible

3Un signal aux temps négatifs correspondant à un délai effectif de 7 ns environ est en fait clairement visible sur
les images de la streak caméra.
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FIG. 3.9: Spectres de photoluminescence résolus en temps pour V = −100 mV. Détection à 1.27
eV, excitation à 1.34 eV. τspin fait uniquement référence au déclin au temps courts. Il en sera de
même pour tous les graphiques montrant la dynamique de la polarisation circulaire.

0 300 600 900 1200 1500 1800

100

1000  + +

 + -

spin
 = 967 ps

Temps - ps -

P
ho

to
lu

m
in

es
ce

nc
e

rad
 = 1033 ps

V = + 300 mV

-0.2

0.0

0.2

0.4

0.6

0.8

P
olarisation C

irculaire

FIG. 3.10: Spectres de photoluminescence résolus en temps pour V = +300 mV. Détection à
1.27 eV, excitation à 1.34 eV.

avec les mesures stationnaires. La dynamique de la polarisation montre d’abord un déclin partiel
sur les 500 premières picosecondes qui peut être attribué à la fraction de boîtes pour lesquelles
la formation du trion par échappement de l’électron chaud est déjà ralentie, voire même bloquée
donnant lieu alors à des excitons doublement chargés X2−. Toujours est-il qu’un plateau de po-
larisation persistant aux temps longs est clairement visible et directement imputable aux trions
négatifs créés dans l’état Jz = +3/2 par le pompage optique σ+. Il n’est pas possible de mesurer
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la durée de vie de cette polarisation de spin étant donné que la mesure est limitée à environ 2ns,
mais une estimation raisonnable déduite d’un "fit" bi-exponentiel donne une valeur supérieure à
20 ns pour le temps de vie du spin des trous dans cette configuration.
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FIG. 3.11: Spectres de photoluminescence résolus en temps pour V = +500 mV. Détection à
1.27 eV, excitation à 1.34 eV.

En soi, c’est un résultat tout à fait frappant qui contraste nettement avec la situation des ma-
tériaux massifs ou même des puits quantiques pour lesquels le temps de vie de spin des trous
est inférieur à 10 ps. Cet effet résulte directement du confinement quantique 0D et de son carac-
tère fortement anisotrope : l’état fondamental de valence de type trou lourd se trouve isolé de
plusieurs dizaines de meV des niveaux de trous légers. Renverser un moment angulaire de +3/2
à -3/2 apparaît dans ces conditions comme un processus extrêmement peu efficace. Pour cette
même raison (moment angulaire 3/2) l’interaction hyperfine qui n’est pas strictement nulle pour
les trous s’avérerait tout à fait inefficace pour la relaxation de spin puisqu’elle ne permet pas de
coupler des états de moments cinétiques orbitaux différents. Ce n’est pas le cas pour les électrons
comme nous allons en avoir un aperçu dans la section suivante.
Poursuivons d’abord avec l’évolution de la dynamique de polarisation aux tensions plus élevées
quand la structure approche du régime de bandes plates. Dans ce cas, la luminescence est préfé-
rentiellement attribuée aux complexes chargés X2− et plus généralement Xn− avec n ≥ 2. Pour
une tension de 800 mV, la polarisation circulaire est caractérisée par un déclin rapide qui révèle
l’action du terme d’échange anisotrope entre un ou plusieurs électron(s) sur un niveau P ou dans
le continuum de la couche de mouillage et le trou S (c.f figure 3.12). Pour autant, la polarisation
initiale est tout à fait appréciable, ce qui démontre bien que le trou est toujours créé optiquement
sur un niveau profond de la boîte avec un spin bien défini. En fin de luminescence, la polarisation
circulaire est nulle ce qui illustre une situation très différente de celle observée à 300 mV, où la
polarisation moyenne était en fait tout à fait comparable.
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FIG. 3.12: Spectres de photoluminescence résolus en temps pour V = +800 mV. Détection à
1.27 eV, excitation à 1.34 eV.

3.3.2 Relaxation du spin des électrons pour les trions X
+

Le mécanisme de formation du trion positif pour une excitation intra-boîte résulte de la
capture d’un premier trou, sans lequel l’électron ne pourrait être stabilisé et s’échapperait sous
l’effet du champ électrique. Comme on l’a vu pour les boîtes uniques un exciton neutre ne
peut pas coexister (d’un point de vue statistique) avec un trion positif dès lors que le champ
électrique est suffisamment fort : l’électron s’échappe pour laisser un trou, ou alors un second
photon est absorbé et c’est le biexciton ainsi créé qui se transforme en trion positif. On peut donc
légitimement admettre que sous un champ assez fort on ne récolte plus que la luminescence
de trions positifs. Dans ces conditions, le terme d’échange anisotrope n’agit plus, comme dans
le cas des trions négatifs, que pendant la relaxation sur son niveau fondamental de l’électron
photocréé jusqu’à la formation d’un trion X+. Cette phase de la relaxation qui s’étend sur
quelques dizaines de ps tout au plus n’apparaît pas sur nos mesures qui débutent à un délai de
100 ps. La dynamique de la polarisation circulaire de X+ qui s’ensuit reflète alors celle du spin
électronique, en présence des deux trous. Le suivi temporel de la luminescence est montré sur la
figure 3.13, pour une tension appliquée de −300 mV. Comme attendu pour ce régime de tension
où le champ électrique est fort, le temps de vie de la luminescence devient relativement court,
montrant que celle-ci est en compétition avec le processus non radiatif d’échappement tunnel
des porteurs. La polarisation de la photoluminescence intégrée redonne la valeur de 20 %, en
accord avec les résultats de la figure 3.2.
La polarisation circulaire résolue en temps révèle une dynamique très différente de celle des
trions négatifs. Elle se caractérise par un déclin partiel en un temps T∆ ≈450 ps, suivi d’un
plateau qui sort difficilement du bruit mais que l’on peut estimer à environ 10%, soit ≈1/3
de la valeur initiale obtenue en prolongeant l’approximation exponentielle du déclin à t=0.
Ce comportement très particulier pourrait être la signature de l’interaction hyperfine sur la
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FIG. 3.13: Spectres de photoluminescence résolus en temps pour V = −300 mV. Détection à
1.27 eV, excitation à 1.34 eV.

dynamique de spin électronique d’un ensemble de boîtes comme cela a été prédit en 2002 par
I. A. Merkulov et al. [10]. Notons qu’une cinétique de polarisation tout à fait comparable à celle
montrée ici a été obtenue en 2005 pour un ensemble de boîtes avec un dopage de type p par
P.-F. Braun et al. [11], expérience que nous commenterons plus en détail au chapitre 6. Notons
cependant tout de suite que la théorie de I. A. Merkulov et al. prédit pour les boîtes d’InGaAs
une relaxation de spin partielle au tiers de sa valeur initiale avec un temps caractéristique
compris entre 100 ps et 1 ns.

3.4 Bilan

La convergence des études réalisées sur boîtes uniques et sur ensemble de boîtes en
fonction de la charge électrique a permis dans ce chapitre de bien identifier les mécanismes
qui gouvernent l’orientation optique dans les boîtes quantiques. Nous avons mis en évidence
la quasi-absence de mécanisme de relaxation du spin du trou, lorsque l’interaction d’échange
est supprimée, faisant de ce dernier un candidat alternatif aux électrons pour la réalisation
d’opérations quantiques avec des spins. De plus, le contrôle électrique de la relaxation du spin
du trou a été démontré : la tension contrôlant le temps de thermalisation du trion X− sur son
état fondamental, permet de "pondérer" l’action du terme d’échange anisotrope électron/trou,
jusqu’à le rendre inopérant quand la boîte est chargée avec deux électrons résidents.
Les trois chapitres qui vont suivre s’attaquent principalement à la physique de l’interaction
hyperfine qui semble jouer un rôle important pour la dynamique du spin électronique dans les
boîtes quantiques. Dans le dernier de ces chapitres, nous verrons que la mise en parallèles des
observations menées sur ensemble de boîtes et sur boîtes uniques, mets en lumière le rôle majeur
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de ce couplage hyperfin, déjà entr’aperçu ici, sur la relaxation du spin électronique dans une
boîte quantique.
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Chapitre 4

Interaction hyperfine dans les
semiconducteurs
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4.1 Introduction

Dans les années 1970-1980, le pompage optique des spins nucléaires dans les semiconduc-
teurs a fait l’objet d’études poussées aussi bien sur le plan théorique (M. D’yakonov)[1] que sur
le plan expérimental, avec notamment les travaux de D. Paget et G. Lampel [2, 3].
Ces derniers ont clairement mis en évidence des effets nucléaires associés aux électrons localisés
sur des donneurs, en faible concentration, dans des semiconducteurs massifs. Le confinement
de la fonction d’onde électronique est un paramètre crucial ; en effet si l’électron est délocalisé
dans le cristal, le transfert de moment angulaire sur chaque site nucléaire tend vers zéro. Pour
mettre en évidence un effet de polarisation nucléaire, l’électron doit interagir avec un nombre
limité de noyaux. Pour les impuretés hydrogénoïdes dans un semiconducteur massif étudiées
par D. Paget et G. Lampel, le volume d’interaction électron/noyaux est défini par le rayon de
Bohr aB ∼10 nm englobant donc quelques 105 noyaux. En comparaison, l’électron confiné dans
une boîte quantique auto-assemblée d’InAs/GaAs interagit avec un nombre de spins nucléaires
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de même ordre de grandeur. La différence principale se situe sur la polarisation moyenne
des électrons photocréés 〈Se〉 ; on s’attend légitimement à ce que les effets de polarisation
nucléaire soient proportionnels au "terme de pompage", c’est-à-dire à la polarisation moyenne
des spins électroniques 〈Se〉. Comparons cette grandeur dans les deux systèmes. Dans les
semiconducteurs massifs, les mécanismes de relaxation de spin sont extrêmement efficaces, la
polarisation circulaire de la luminescence dans les conditions de pompage optique orienté 1 est
Pc = |〈Se〉| ∼ 1%, alors que pour les boîtes quantiques d’InAs, les mécanismes de relaxation
du spin électronique sont gelés et l’on peut obtenir assez facilement Pc = 2|〈Se〉| ≥50%. En
conséquence, la polarisation nucléaire atteinte dans les semiconducteurs massifs reste un phé-
nomène d’intensité très faible et les boîtes quantiques semblent réaliser un système prometteur
pour atteindre une polarisation nucléaire forte. A cet égard, mentionnons que des propositions
théoriques ont été avancées pour coder l’information quantique sur les spins nucléaires de boîtes
quantiques [4, 5, 6].
Par ailleurs, l’observation d’objets uniques va se révéler fort appréciable puisqu’elle donnera
une information directe sur la polarisation nucléaire via la mesure du déplacement (ou "shift")
Overhauser ainsi que sur celle des électrons par l’analyse de la Photoluminescence. Ceci
constitue une différence majeure par rapport aux études antérieures sur les matériaux massifs, ou
principalement les effets "indirects" du couplage hyperfin sur la relaxation du spin électronique
étaient observables.
Dans ce chapitre, nous allons nous focaliser sur les effets nucléaires dans le régime stationnaire,
c’est-à-dire que nous considérerons uniquement les paramètres qui décrivent l’état stationnaire
du système couplé (électron+noyaux). Nous verrons au chapitre 6 que les fluctuations des
configurations de spin nucléaire participent à un nouveau mécanisme de relaxation du spin
électronique.

4.2 Dynamique des spins nucléaires dans les semiconducteurs III-V

4.2.1 Interaction hyperfine avec les électrons

Dérivation de l’Hamiltonien hyperfin [7] Considérons un noyau particulier de la matrice se-
miconductrice ainsi qu’un électron délocalisé. Ces deux particules portent un moment dipolaire
magnétique associé à leur spin2 ; la structure interne du noyau joue ici un rôle négligeable, on
peut donc considérer le moment magnétique nucléaire comme un dipôle rigide 3.

µ̂e = ~γeŜ = −2µBŜ (4.1)

µ̂I = ~γI Î = µI
Î

I
(4.2)

1en champ magnétique nul
2le semiconducteur considéré ici est différent du silicium qui ne porte pas de spin nucléaire.
3l’approximation d’ordre supérieure consisterait à considérer la distribution de charge interne au noyau.
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où γk est le rapport gyromagnétique de la particule considérée et Ŝ, Î sont les opérateurs de
spin respectivement de l’électron et du noyau ; µB est le magnéton de Bohr et µI le magnéton
nucléaire du noyau considéré.
Nous allons établir ici l’Hamiltonien d’interaction du champ magnétique induit par le dipôle
nucléaire sur le moment magnétique de l’électron4.

Nµ�

r
�

( )rB
�

�

L’électromagnétisme classique donne le potentiel vecteur associé au dipôle rigide et donc le
champ en tout point de l’espace :

~A =
µ0

4π

~µI × ~r

r3
=

µ0

4π
~Rot(

~µI

r
) (4.3)

et
~B = ~Rot( ~A) =
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4π
~Rot
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~Rot(
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(4.4)

soit
~B =

µ0

4π

(
− ~µI△(

1

r
) + ∇(~µI .∇)(

1

r
)
)

(4.5)

Dans ce champ l’énergie d’interaction avec le moment dipolaire magnétique de l’électron
vaut −~µe. ~B ce qui donne l’expression suivante pour l’Hamiltonien d’interaction électron-noyau
en fonction des opérateurs de moment dipôlaire magnétique :

Ĥ =
µ0

4π

{
2

3
µ̂e.µ̂I△(

1

r
) −

[
(µ̂e.∇)(µ̂I .∇) − 1

3
µ̂I .µ̂e△

](1

r

)}
(4.6)

Pour r 6= 0 , △(1
r ) = 0 l’Hamiltonien se réduit donc à l’interaction hyperfine dipôle-dipôle :

r 6= 0, Ĥ = Ŵdip =
µ0

4π

[ µ̂e.µ̂Ir
2 − 3(µ̂e.r̂)(µ̂I .r̂)

r5

]
(4.7)

En r = 0, △(1
r ) = −4πδ(~r) l’interaction possède une singularité. Celle-ci est physique

puisque contrairement au dipôle classique i.e une boucle de courant d’extension finie, les mo-
ments magnétiques associés au spin ne résultent pas d’une distribution spatiale de courants. Cette

4Ce calcul a éte fait par T. Fermi en 1930
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singularité en r = 0 est portée par le premier terme de l’équation 4.6 qui est appelé interaction
de contact de Fermi :

Ŵcontact = −2µ0

3
µ̂e.µ̂Iδ(~r) (4.8)

L’interaction de contact moyenne est obtenue en intégrant sur tout l’espace occupé par l’élec-
tron :

〈Ψe|Ŵcontact|Ψe〉 = −
∫

Ψ∗
e(~r)

2µ0

3
µ̂e.µ̂Iδ(~r)Ψe(~r) r2drdΩ (4.9)

Il vient immédiatemment :

〈Ψe|Ŵcontact|Ψe〉 = −8

3
πµ0|Ψe(0)|2µ̂e.µ̂I (4.10)

A partir de la relation 4.10, on définit l’Hamiltonien hyperfin entre un spin nucléaire et un
spin électronique que l’on peut écrire sous forme d’un Hamiltonien d’ Heisenberg, en remplaçant
les opérateurs moments magnétiques par les opérateurs de spin :

Ĥh.f. = a|Ψe(0)|2Ŝ.Î (4.11)

où a = 16
3I πµ0µIµB

Dans le cristal semiconducteur, la fonction d’onde électronique est représentée par le produit
d’une fonction enveloppe ψe(~r) lentement variable à l’échelle de la maille élémentaire et d’une
partie de Bloch u(~r) (c.f. Chap.1) :

Ψe(~r) = ψe(~r)u(~r) (4.12)

En raison de la symétrie p de la partie de Bloch décrivant les états de valence, l’interaction
hyperfine de contact est en principe négligeable pour ces états. En revanche, la symétrie s de la
partie de Bloch des états de conduction va exalter le recouvrement de la fonction d’onde sur le
site atomique, si bien que seuls les électrons de conduction interagissent notablement avec les
noyaux via l’interaction de contact.

Reformulation de l’Hamiltonien hyperfin dans une approche de champ moyen
En prenant comme condition de normalisation de la partie de Bloch

∫
v0
|u(~r)|2 d3~r = v0 où v0

est le volume de la cellule unité, on introduit la constante hyperfine A normalisée sur la cellule
unité. Les variations de |ψe(~r)|2 étant négligeables sur une distance 3

√
v0, on obtient :

Ĥh.f. = v0A|ψe(0)|2Ŝ.Î avec A =
16π

3I

µ0µBµI

v0
η (4.13)

où η = |u(0)|2 est l’amplitude de la partie de Bloch sur le site atomique. La valeur de A dépend
donc du choix de la cellule unité. Dans la structure Zinc-blende, elle contient conventionnelle-
ment deux atomes.
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Quelques propriétés remarquables de Ĥh.f. :
– L’Hamiltonien hyperfin est scalaire, de sorte que la somme Iz + Sz des projections des

deux spins le long de l’axe de quantification est conservée (voir Ref. [8] p. 994). Le spin
nucléaire moyen Iz ne sera modifié d’une unité que par un échange simultané avec celui
de l’électron.

– Les valeurs du paramètres η sont globalement du même ordre de grandeur dans tous les
semiconducteurs III − V .

Site atomique ηi/v0 en cm−3

Ga dans GaAs 5.8 · 1025

As dans GaAs 9.8 · 1025

In dans InSb 9.25 · 1025

Sb dans InSb 15.9 · 1025

TAB. 4.1: D’après [2] et [9]. Dans un cristal, la fonction |u(~r)|2 des électrons de conduction est
très piquée sur les sites atomiques, ce qui conduit à η/v0 ≫ 1.

– L’intensité du couplage hyperfin quantifiée par la valeur de la constante hyperfine A dé-
pend du paramètre nucléaire µI

I . On remarque sur le tableau 4.2.1 que ce ratio possède une
valeur voisine de 1 pour la plupart des semiconducteurs III/V ; comme les ηi ont tous le
même ordre de grandeur, les valeurs des constantes hyperfines sont faiblement dispersées
et valent environ 50µeV (pour une cellule unité à 2 atomes) :
Ces valeurs sont quasiment indépendantes de la variété isotopique [2].

– Le signe de µi détermine la nature du couplage ferro ou anti-ferromagnétique ; étant
positif pour les III/V , le couplage hyperfin est de nature antiferromagnétique.

– Tous les noyaux des semiconducteurs III/V portent un spin non nul (ils ont tous un
nombre de nucléons impairs), ce n’est pas le cas des semiconducteurs II/V I où seuls
quelques isotopes d’un même élément possède un moment dipôlaire magnétique. Le cas
du Cadmium en est l’illustration : seuls les isotopes 111 et 113 ayant une abondance totale
de 25% ont un spin nucléaire. Il en résulte de manière générale que les effets hyperfins
sont plus intenses dans les semiconducteurs III/V que dans les II/V I .

Noyau Ai en µeV
Ga dans GaAs 43
As dans InAs 47
In dans InAs 56

TAB. 4.2: Les données sont issues de [10]
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FIG. 4.1: Abondance naturelle, spin nucléaire I , et moment magnétique µI des isotopes de ma-
tériaux ou alliages semiconducteurs. Les valeurs de µI sont données en unité de magnéton nu-
cléaire µN = e~

2mp
où mp est la masse du proton. D’après " American Institute of Physics Hand-

book, Third Edition, McGraw-Hill,1972

Terminons cette introduction en revenant sur le terme dipôlaire hyperfin donné par l’équation
4.6. Ce terme "longue portée" couple le spin nucléaire et le spin de l’électron quand ce dernier
n’est pas localisé sur le même site atomique que le noyau considéré. Mais il est aussi légitime de
penser qu’il peut coupler le spin nucléaire au spin du trou de la bande de valence puisqu’alors la
symétrie de la fonction n’intervient plus ici. Il faut le comparer avec la valeur de A. Pour une
distance noyau/électron de l’ordre du rayon de Bohr, l’énergie d’interaction dipôlaire hyperfin
est de l’ordre de ∼ 0.1µeV soit 500 fois plus faible que l’énergie de contact hyperfin.

4.2.2 Couplage dipôlaire entre noyaux

Après avoir donné quelques ordres de grandeur sur le couplage hyperfin {électron-noyau},
nous allons nous intéresser au système de spins nucléaires seul. La dynamique intrinsèque de ce
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dernier doit en effet être considérée pour comprendre, dans sa globalité, les mécanismes fins de la
polarisation nucléaire. Il est usuel de décrire un tel système de spins nucléaires par sa température
(ou température réciproque). Celle-ci doit déterminer la valeur moyenne du spin 〈Iz〉 acquise à
l’équilibre dans un champ magnétique externe Bz causé par l’effet Zeeman sur les noyaux. En
l’absence d’interaction mutuelle entre les spins nucléaires, il est clair que les noyaux ne peuvent
acquérir de polarisation finie : chacun des spins effectuerait une précession "éternelle" autour du
champ magnétique sans s’aligner le long du champ. L’interaction moteur de cette orientation des
spins va être l’interaction dipôle-dipôle qui va permettre de redistribuer l’énergie à l’intérieur de
ce système. Cette interaction joue donc un rôle primordial pour comprendre nombre des effets
qui vont être décrits plus loin. C’est elle entre autre qui fournit le temps caractéristique T2 du
déclin de la polarisation nucléaire en champ nul. Elle définit aussi le champ magnétique effectif
local BL que ressent un noyau particulier au sein du cristal semiconducteur. L’ordre de grandeur
de T2 est alors donné par la période de précession de Larmor des spins nucléaires dans ce champ
local et vaut typiquement 100 µs. Dans une expérience de refroidissement de spin par désaiman-
tation adiabatique 5 c’est ce champ local qui sert de référence pour redéfinir une température
lorsque le champ externe est coupé. Le point qui peut paraître un peu troublant est que ce champ
n’ayant pas de direction privilégiée, conduit inexorablement à une disparition de la polarisation
nucléaire dans un temps ∼ T2 (en l’absence de champ externe) quand bien même la température
de spin reste très basse. Pour finir de décrire l’évolution d’un système de spins nucléaires, on
introduit donc le temps T1 qui est celui du retour à la température du réseau ; ce temps de relaxa-
tion s’avère être extrêmement long, allant de la seconde à plusieurs jours. Il dépend fortement
de la température du réseau et de la concentration d’impuretés paramagnétiques. Dans une large
mesure, on peut donc considérer les spins nucléaires comme découplés du réseau et on peut se
contenter de prendre en compte l’interaction dipôle-dipôle entre noyaux pour décrire la dyna-
mique de ce système sur une échelle de temps inférieure à la seconde.
Pour un ensemble de spins nucléaires, l’Hamiltonien dipôlaire s’écrit sous la forme :

Ĥdip =
∑

i<k

Ŵik =
µ0

4π

∑

i<k

~
2γiγk

r3
jk

{Îj · Îk − 3
(Îj · r̂jk)(Îk · r̂jk)

r2
jk

} (4.14)

Ordre de grandeur : L’énergie caractéristique du couplage dipôlaire entre deux noyaux 1 et

2 est de l’ordre de : µ0

4π
µ2

I

r3
12

. Pour le GaAs, le moment magnétique le plus fort est celui de 71Ga

qui vaut 2.562µN
6 et la distance entre deux plus proches sites est 0.24 nm ; ce qui donne une

énergie d’interaction de 7.6 10−6µeV. Le spin nucléaire 1 précesse dans le champ dipôlaire de
son voisin (2), Bdip ∼ 0.15mT avec une période de précession T2 ∼ 10−4 seconde. Bdip donne
une estimation du champ local BL sur un noyau particulier, induit par le proche voisinage.

5Expérience qui consiste à couper brutalement le champ magnétique appliqué à un cristal dans lequel, par pompage
optique, on est parvenu à générer une forte polarisation de spin nucléaire. Les populations des différents sous-niveaux
Zeeman restant tout d’abord inchangées, on aboutit à une température de spin extrêmement basse de l’ordre de 10−6 K,
laquelle est définie par le rapport de la polarisation nucléaire initiale au champ local BL.

6µN ∼ 0.03µeV/T
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Examinons plus en détail le couplage dipôlaire entre deux spins nucléaires Î et Î ′ séparés de
~r. En introduisant les angles polaires θ et ϕ qui définissent la position relative des deux dipôles,
cette interaction se met sous la forme d’une somme de termes :

Ŵii′ =
~

2γiγi′

r3

{
Â + B̂ + Ĉ + D̂ + Ê + F̂

}
(4.15)

où

Â = Îz Î
′
z

[
1 − 3 cos2(θ)

]

B̂ =
1

2
[1 − 3 cos2(θ)][Îz Î

′
z − Î · Î ′]

Ĉ = D̂∗ = −3

2
sin(θ) cos(θ)eiϕ[Îz Î

′
− + Î ′z Î+]

Ê = F̂ ∗ = −3

4
sin2(θ)e2iϕÎ+Î ′+

Ces termes agissent de manière différente sur les états de spin nucléaire suivant qu’ils
respectent la symétrie sphérique ou non. En introduisant les valeurs propres m et m′ des
opérateurs Îz et Î ′z ainsi que leur somme M ; on peut dresser un tableau des règles de sélection
pour chacun de ses termes :

A ∆m = 0 ∆m′ = 0 ∆M = 0

B ∆m = ±1 ∆m′ = ∓1 ∆M = 0

C ∆m =
{

0
1

}
∆m′ =

{
1
0

}
∆M = 1

D ∆m =
{

0
−1

}
∆m′ =

{−1
0

}
∆M = −1

E ∆m = 1 ∆m′ = 1 ∆M = 2

F ∆m = −1 ∆m = −1 ∆M = −2

Il apparaît donc clairement que l’interaction dipolaire ne conserve pas le moment angulaire total :
les opérateurs Â et B̂ conservent le spin total alors que Ĉ, D̂, Ê, F̂ mélangent les états propres de
Îz . Par conséquent les états de spin selon l’axe de quantification z ne sont plus les états propres
de Îz . En absence de champ magnétique, le couplage dipôlaire entre proches voisins entraîne
donc une dépolarisation d’un ensemble de spins sans coût énergétique. Le spin moyen s’annule
dans le temps caractéristique T2.
Appliquons maintenant un champ magnétique suivant z. Le champ local peut alors se décompo-
ser en une composante selon z B

‖
L et une composante perpendiculaire au champ extérieur B⊥

L .
Si le champ magnétique extérieur est tel que B ≫ BL ∼ 0.15mT , il peut alors "écranter" B⊥

L

qui devient trop faible pour induire à un rythme soutenu des transitions entre les sous niveaux
Zeeman nucléaires. Néanmoins, la composante de champ B

‖
L subsiste et peut donner lieu à un

mécanisme de dépolarisation activé par les fluctuations temporelles du champ externe Bz .
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4.2.3 Approche thermodynamique de la polarisation des spins nucléaires

Nous allons établir maintenant la relation fondamentale entre la polarisation nucléaire et la
polarisation de spin électronique. La démarche suivie ici s’inspire largement de la présentation
faite par M. D’yakonov et V. I. Perel dans l’ouvrage de référence Optical Orientation [1].
Dans un premier temps, nous nous plaçons dans la situation où le champ magnétique appli-
qué au système {électrons + noyaux} est grand devant le champ local BL. De plus, on sup-
pose que la température de spins nucléaires est bien supérieure à une température critique Tc où
les interactions d’échange entre spins nucléaires induiraient un ordre ferromagnétique ou anti-
ferromagnétique. Le système nucléaire se réduit donc à un réseau paramagnétique et le spin
nucléaire moyen suit la loi de Curie qui dans l’approximation des hautes températures ( 〈I〉I ≪ 1)
se linéarise pour donner :

〈I〉 =
1

3
(I + 1)

µIB
kBTN

(4.16)

Nous allons raisonner sur les deux systèmes de spin en interaction :
(i) le réservoir de spins électroniques. Il est couplé au réseau cristallin considéré comme un

thermostat imposant sa température T

(ii) le réservoir associé aux spins des noyaux, couplés uniquement aux spins électroniques.
(Comme discuté ci dessus on se place à une échelle de temps courte devant T1)

Les variables internes de ces réservoirs, à savoir l’ensemble des {Ŝi} et {Îj} sont libres de
fluctuer et doivent être décrites par une distribution statistique. Cependant, nous considérons ici
que ces 2 systèmes sont constitués d’un très grand nombre de particules pour que les fluctuations
relatives en 1√

N
soient négligeables. Ce passage à la limite thermodynamique ne sera pas

immédiat pour les boîtes quantiques constituées de 104−5 noyaux et contenant un seul électron.
En particulier, on verra que les fluctuations jouent un rôle important à l’égard des mécanismes
de relaxation [10, 11].
Quand on ne "branche" pas le couplage hyperfin, le réservoir des électrons est caractérisé par
la température du thermostat T et un spin moyen 〈ST 〉 alors que celui des noyaux l’est par sa
température TN et son spin moyen 〈ITN

〉.

B

�

Thermostat T

TS
NTI

B
�

Thermostat T

S
*
NTI

fhH .

FIG. 4.2: Représentation des différents réservoirs avec et sans couplage hyperfin.

Branchons le couplage électrons/noyaux. L’interaction hyperfine conservant le spin total, un
transfert de spin est alors possible entre les deux systèmes. Le réservoir des électrons est toujours
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à la température T mais le spin moyen une fois l’équilibre atteint est maintenant noté 〈S〉. De
même le réservoir des noyaux est à la température T ∗

N et le spin moyen nucléaire devient 〈IT ∗
N
〉,

noté simplement 〈I〉 par la suite.
En régime stationnaire, le bilan détaillé correspondant au transfert de spin entre les différentes
populations s’écrit [12] :

W(m,−)→(m−1,+)Nmn− = W(m−1,+)→(m,−)Nm−1n+ (4.17)

où m est la projection du spin nucléaire sur la direction du champ magnétique appliqué ; n± =
1
2 ± 〈S〉 est la population des électrons de spin up (+) et down (-) respectivement ; Nm est la
population des spins nucléaires du niveau m et enfin WA→B est la probabilité de transition de
A vers B qui représentent les configurations de spin (m,±). Cette probabilité de transition est
reliée à l’Hamiltonien hyperfin Î · Ŝ qui peut se décomposer en deux termes :

ÎzŜz +
1

2

(
Î+Ŝ− + Î−Ŝ+

)

︸ ︷︷ ︸
Ĥf.f

Le premier terme, qui couple les composantes de spin parallèles au champ B ne produit qu’un
déplacement des niveaux d’énergie sans modifier les populations Nm ou n±. C’est lui qui pro-
duira le shift Overhauser des niveaux électroniques qui peut être mesuré expérimentalement. Le
deuxième terme de l’Hamiltonien, dit "flip-flop" ou terme d’échange, couple les opérateurs de
création et annihilation des deux spin. Il est à l’origine du transfert de moment angulaire entre
l’électron et le noyau. Le taux de transitions par unité de temps W est proportionnel au module
carré de l’élément de matrice flip-flop |〈m, s|Ĥf.f |m′, s′〉|2. Ces transitions ont lieu entre des ni-
veaux d’énergie différente (dans le champ magnétique externe). En conséquence, les probabilités
associées obéissent à la relation suivante :

W(m,−)→(m−1,+) = e
−∆E
kBT W(m−1,+)→(m,−) (4.18)

où ∆E est l’écart en énergie des deux niveaux (m,−) et (m − 1, +) et la température T qui
intervient ici est celle du thermostat qui libère ou reçoit l’énergie nécessaire aux transitions. On
peut légitimement considérer qu’il s’agit de celle du réseau qui est très efficacement couplé au
bain d’électrons. Notons par ailleurs que le splitting Zeeman nucléaire est négligeable devant
celui des électrons. On ne retient donc que la contribution électronique, soit ∆E = geµBB.
En remarquant que le facteur de Boltzman traduit aussi le rapport des populations électroniques
up et down quand le réservoir électronique est indépendant du réservoir nucléaire, c’est à dire
〈ST 〉 = −1

2 tanh(geµBB
2kBT ) on obtient la relation suivante :

1
2 + 〈S〉
1
2 − 〈S〉

×
1
2 − 〈ST 〉
1
2 + 〈ST 〉

=
Nm

Nm−1
≡ e

µIB

kBT∗
N (4.19)

L’expression 4.19 définit la température de spin nucléaire T ∗
N en présence du champ magné-

tique B par le rapport des populations sur les différents niveaux. On voit ici que tout écart à
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l’équilibre thermodynamique du réservoir des électrons, i.e 〈S〉 6= 〈ST 〉, résulte en une tempéra-
ture de spin nucléaire finie qui traduit bien un transfert de spin vers les noyaux. En pratique, c’est
le pompage optique du spin électronique qui permet de réaliser la condition 〈S〉 6= 〈ST 〉 et le
champ magnétique externe restant généralement modeste, on peut la plupart du temps négliger la
population à l’équilibre thermodynamique 〈ST 〉 devant 〈S〉. Maintenant on peut calculer le spin
nucléaire moyen 〈I〉 à l’aide de la fonction de Brillouin BI pour un spin I :

〈I〉 = IBI

(
µIB

kBT ⋆
N

)
(4.20)

Dans l’hypothèse des hautes températures de spin nucléaire (〈I〉/I ≪ 1) la fonction de Brillouin
se linéarise pour donner à l’ordre le plus bas en 〈S〉 : 7,8

〈I〉 =
4

3
I(I + 1)〈S〉 =

I(I + 1)

S(S + 1)
〈S〉 (4.21)

ou encore

〈I〉 = Q〈S〉 avec Q =
I(I + 1)

S(S + 1)
(4.22)

Le facteur Q pour une population de spins nucléaires 3/2 vaut 5. Q étant largement supérieur
à l’unité, la relation 4.21 est bien valide uniquement dans le régime des hautes températures de
spins nucléaires, c’est-à-dire 〈I〉 ≪ I : pour s’en convaincre, si 〈S〉 = 1/2, alors 〈I〉 = 5/2,
ce qui est impossible pour une population de spins 3/2. Une autre remarque qualitative peut être
faite : à 〈S〉 constant, la polarisation nucléaire est d’autant plus forte que Q est grand. Concrète-
ment, cela signifie que si l’on polarise les noyaux d’une matrice inhomogène en composition, le
noyau de plus fort spin contribue majoritairement à la polarisation nucléaire moyenne ; ce serait
par exemple, le cas de l’Indium (spin 9/2) dans la matrice d’InxGa1−xAs où les noyaux de Gal-
lium et d’Arsenic possèdent des spins plus petits 3/2 9. Ceci étant, il est clair que l’équation 4.21
décrit uniquement le régime stationnaire et ne prend pas en compte les différents temps caracté-
ristiques du problème. Nous aborderons plus loin cette question pour intégrer la dynamique de la
polarisation des noyaux au chapitre 5, section 2.
De manière plus générale, 〈~S〉 n’est pas nécessairement orienté suivant le champ magnétique
appliqué. La relation précédente se généralise facilement puisque seule la composante 〈S〉 ~B par-
ticipe à l’établissement de la polarisation des noyaux, d’où

−→〈I〉 = Q
(
−→〈S〉 · −→B )

−→
B

B2
(4.23)

7L’hypothèse des hautes températures de spin nucléaire supppose que l’argument de la fonction de Brillouin BI(x)

est petit devant l’unité
8Sans négliger 〈ST 〉 devant 〈S〉, le résultat serait 〈I〉 = Q (〈S〉 − 〈ST 〉)
9Toutefois, cette conclusion ne tient pas compte des effets quadrupolaires qui peuvent être source de dépolarisation

importante dans un champ externe faible.
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Maintenant, considérons que le champ extérieur est de l’ordre du champ local BL, ne permettant
plus de négliger ce dernier. La relation 4.23 ne prend pas en compte le couplage dipolaire noyau-
noyau , qui conduit comme on l’a vu plus haut à une dépolarisation des noyaux. Pour prendre en
compte cet effet, on peut écrire l’équation cinétique, de manière phénoménologique, décrivant la
compétition entre la polarisation induite par l’interaction hyperfine et devant aboutir à 4.21 et la
dépolarisation provoquée par l’interaction dipôlaire [13] :

d〈I〉 ~B

dt
= − 1

T1e

[
〈I〉 ~B − Q〈S〉 ~B

]
− 1

Tdepol
〈I〉 ~B (4.24)

où on l’a introduit deux temps caractéristiques T1e et Tdepol. A. Abragam a montré qu’en absence
de toute autre interaction T1e

Tdepol
= ξ(BL

B )2 [7]. En régime stationnaire on obtient alors :

−→〈I〉 = Q
(
−→〈S〉 · −→B )

−→
B

B2 + B̃2
L

(4.25)

où le champ B̃L est défini par B̃2
L = ξB2

L et ξ est un coefficient proche de l’unité carac-
térisant la nature exacte de l’interaction entre noyaux [2]. La relation 4.25 montre le résultat
important que les noyaux ne peuvent pas être polarisés si le champ appliqué est très inférieur
au champ local dipôlaire. Dans la pratique, il doit suffir cependant d’appliquer un champ de
quelques mT pour écranter ce dernier.

Nous venons de voir ici une première approche théorique, montrant que l’écart à l’équilibre
de la population des spins électroniques "pilote" la polarisation nucléaire. Cependant, cette des-
cription consistant à considérer un réservoir électronique et un réservoir nucléaire qui s’échangent
des quantas de moment angulaire semble pouvoir s’appliquer difficilement au cas d’une boîte
quantique. Concrètement, il va falloir définir correctement les valeurs moyennes pour la boîte
quantique de 〈Iz〉 et 〈Sz〉 et leur couplage à un thermostat. Pour 〈Iz〉 on peut assez naturellement

considérer la moyenne d’ensemble des spins nucléaires de la boîte : 〈Iz〉 =
∑

j
〈Ij

z〉N
N , mais pour

〈Sz〉 le problème est clairement plus délicat.

4.2.4 Une interaction duale

Il est très commode de considérer l’interaction hyperfine en terme de champs magnétiques
effectifs. Cependant comme des particules différentes sont en jeux (1 électron et N noyaux), il
est nécessaire d’introduire deux champs effectifs :

(i) le champ nucléaire ou Overhauser ~Bn, qui traduit l’interaction des N noyaux sur l’élec-
tron.

Ĥh.f. = −µ̂SŜ · ~Bn = geµBŜ · ~Bn avec ~Bn =
v0

∑
j Aj

I |ψe(~rj)|2〈Îj〉
geµB

(4.26)

Si la polarisation nucléaire est nulle, le champ Overhauser l’est aussi.
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(ii) le champ Knight qui est le champ magnétique effectif que produit l’électron sur le noyau
considéré.

Ĥh.f. = −
∑

j

µI Î
j · ~Bj

e avec ~Bj
e = −ν0A

j |ψe(~rj)|2〈Ŝ〉
µI

(4.27)

Étant donné que |geµB
~γI

| ∼ 500, le champ Knight est plus de deux ordres de grandeur inférieur
au champ Overhauser. De plus, il y a une différence de "nature" entre ces deux champs venant du
fait que l’électron interagit avec N spins nucléaires tandis qu’un noyau "voit" un unique électron.
D’ailleurs, le champ Knight est inhomogène à l’échelle de variation de la fonction d’onde élec-
tronique : chaque noyau ressent un champ effectif différent de son voisin du fait de la modulation
du couplage par le poids de la fonction d’onde au carré.

Champ nucléaire sous pompage optique [1]
On peut estimer ce champ par sa contribution moyenne en considérant que la fonction en-

veloppe de l’électron est normalisée sur le volume V = N/2ν0 contenant l’ensemble des N
noyaux [2]. L’équation 4.26 devient :

~Bn =
1

geµB

∑

j

2Aj 〈Ij〉
N

(4.28)

En général, la somme dans 4.28 porte sur plusieurs espèces nucléaires α. L’hypothèse d’unifor-
mité de la fonction d’onde conduit en fait à une polarisation uniforme de chacune de ces espèces
isotopiques. Ainsi, en introduisant la fraction moyenne xα de l’espèce α dans le semiconducteur,
on aboutit à une relation un peu plus simple :

~Bn =
2

geµB

∑

α

xαAα〈Iα〉 (4.29)

En utilisant l’équation 4.25, le champ Overhauser résultant de l’interaction hyperfine avec des
électrons de spin moyen 〈S〉 vaut :

~Bn =
2

geµB

(
∑

α

xαAαQα

)
〈S〉B2

B2 + B̃2
L

(4.30)

Champ Knight
Pour estimer le champ Knight qui affecte un noyau particulier, il suffit en principe de préciser la

valeur moyenne du spin électronique 〈S〉 qui agit sur ce noyau. Dans le cas d’un semiconducteur
massif ou d’un puits quantique la densité d’électrons doit donc intervenir. Dans le cas des noyaux
atomiques d’une boîte quantique unique, l’estimation de 〈S〉 nécessite de prendre en compte la
fraction du temps fl qu’un électron passe sur un niveau l de la boîte quantique lequel est décrit
par la fonction enveloppe ψl. En considérant le cas particulier, où seul l’état fondamental de la
boîte est notablement peuplé par un électron polarisé en spin, le champ Knight vu par le noyau j

s’exprime simplement par :
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~Bj
e = −2

Aj〈S〉
µIN

(4.31)

Nous pouvons donner un ordre de grandeur de ce champ Knight. Pour une boîte quantique
constituée de ∼105 atomes, Aj ∼50µeV et un spin moyen 〈S〉 ∼ 0.1, on obtient Be ∼2 mT.
Ce résultat est assez remarquable puisqu’il montre que pour une boîte quantique dans laquelle
on serait capable de maintenir une polarisation de spin importante d’un électron sur son niveau
fondamental, l’interaction hyperfine conduit à un champ magnétique effectif suffisant pour
écranter l’interaction dipôle-dipôle entre noyaux. Les conséquences de cet effet seront discutées
plus en détails au chapitre suivant.

4.3 Mise en évidence de la polarisation nucléaire : des semiconduc-
teurs massifs aux boîtes quantiques

Nous avons déjà évoqué ce point en introduction de ce chapitre : l’observation de boîtes
quantiques uniques permettra de mettre en évidence, de manière directe, la polarisation des spins
nucléaires ainsi que la relaxation du spin électronique induite par les fluctuations du champ
nucléaire.
De manière très générale, la polarisation nucléaire induite par l’orientation optique de l’électron
agit en retour comme un champ effectif (le champ Overhauser) sur le spin électronique, de la
même façon que le champ magnétique appliqué. Le spin électronique évolue donc dans le champ
total ~B + ~Bn. Cette rétroaction du champ Overhauser sur les niveaux d’énergie de l’électron est
la signature du pompage optique des spins nucléaires.

4.3.1 Expériences révélant le champ Overhauser

Nous allons ici évoquer différentes expériences de magnéto-optique qui ont mis en évidence
le couplage entre l’électron de conduction et les spins nucléaires dans les semiconducteurs. Elles
ont toutes le point commun de mettre en évidence les modifications de la relaxation du spin
électronique sous l’effet du champ Overhauser. Elles peuvent être classées principalement en
deux catégories :

Techniques utilisant un champ magnétique "tournant"
– Détection optique de la Résonance de Spin Électronique (RSE) : quand un champ magné-

tique parallèle à l’excitation optique polarisée circulairement est associé à un petit champ
tournant transverse de pulsation ω, il apparaît pour la condition de résonance geµBB = ~ω

une chute de la polarisation circulaire. Dans les conditions où le champ Overhauser ~Bn

existe, la condition de résonance est modifiée et devient : geµB(B + ~Bn) = ~ω. La chute
de la polarisation circulaire est donc décalée en fréquence ; c’est le "shift" Overhauser.
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Ces expériences ont été réalisées dans les années 1970 par C. Hermann et V. L. Berkovits
dans les semiconducteurs massifs dopés [1].

– Le pendant de la RSE pour les noyaux est bien évidemment la RMN . Le domaine des fré-
quences de résonance passe alors des très hautes fréquences (plusieurs centaines de MHz)
pour la RSE au domaine des radio-fréquences (de l’ordre du Mhz). Quand la condition
de résonance associée à une espèce nucléaire est remplie, la diminution de la composante
selon l’axe optique de ~Bn entraîne alors une diminution de la polarisation circulaire de la
luminescence. On peut ainsi repérer à chaque résonance d’une espèce nucléaire particu-
lière, une baisse de la polarisation électronique. L’existence du champ Overhauser permet
ainsi une détection optique de la RMN.

Techniques utilisant uniquement un champ statique
– L’effet Hanle en champ oblique : la configuration oblique du champ magnétique par rap-

port à l’axe optique permet de ne pas détruire la polarisation de spin électronique et ainsi
conserver des effets nucléaires. 10 Dans ces conditions, la polarisation circulaire est donnée
par l’expression (c.f. Ref. [1] p.62) :

Pc(B) = Pc(0)

(
sin2 θ

1 + (ΩTs)2
+ cos2 θ

)

où Ω = geµB| ~B + ~Bn|/~, θ est l’angle entre la direction du champ magnétique appliqué
et l’axe optique et Ts le temps de vie effectif du spin de l’électron. La présence du
champ nucléaire va considérablement altérer la forme Lorentzienne des courbe Hanle
Pc = f(B). Comme le champ nucléaire possède une direction imposée par le spin moyen
des électrons, il s’ajoute ou se retranche au champ magnétique externe suivant son sens,
ce qui a pour effet de décaler le maximum de Pc au champ magnétique ~B = − ~Bn qui
minimise Ω [14].

– Les expériences décrites précédemment furent réalisées dans les années 1970-1980. On
peut citer des expériences plus récentes de type pompe-sonde utilisant l’effet Kerr ou l’ef-
fet Faraday en champ magnétique transverse. Elles permettent de mettre en évidence une
dérive dans le temps de la période de précession électronique quand le champ Overhauser
se construit selon l’axe transverse [15, 16].

4.3.2 Expériences types et résultats quantitatifs

Dans cette section nous allons décrire deux expériences, une réalisée sur le semiconducteur
massif AlGaAs et l’autre sur les boîtes quantiques de fluctuation d’interface de GaAs. Le but, ici,
est de quantifier, pour les deux systèmes, la polarisation nucléaire résultant du pompage optique.

10Cette affirmation est vraie si le champ transverse est beaucoup plus intense que le champ local BL
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AlGaAs massif V. L. Berkovits et al. ont mis en évidence la polarisation des spins nucléaires
sur un échantillon de GaAlAs. La figure 4.3 montre l’évolution de la polarisation circulaire de

Polarisation circulaire

FIG. 4.3: Evolution de la polarisation circulaire en fonction du champ magnétique appliqué,
pour une excitation polarisée circulairement σ+ (◦) ou σ− (•). Les points intermédiaires corres-
pondent à une mesure faite immédiatement après le branchement de l’excitation, donc a priori
sans polarisation des spins nucléaires.

la luminescence en fonction du champ magnétique appliqué dans la configuration Faraday (i.e.
~B parallèle à l’axe optique). La courbe en tirets a été réalisée au démarrage de l’excitation op-
tique de l’échantillon, ne laissant pas le temps à la polarisation nucléaire de se construire dans
l’échantillon. Elle sert donc de référence. Manifestement, l’expérience montre une dissymétrie
de la polarisation circulaire de la luminescence en fonction de l’hélicité de l’excitation (σ+ ou
σ−) : l’intensité du champ effectif qui limite la relaxation du spin électronique n’est pas équi-
valente pour les deux excitations. Ceci démontre que le sens du champ Overhauser dépend du
signe de 〈Sz〉, conduisant à un champ effectif total sur l’électron est ~B ± ~Bn(σ±). La polarisa-
tion nucléaire est ici révélée de manière indirecte par l’effet qu’il induit sur la relaxation du spin
électronique.
Néanmoins on peut quand même tirer une valeur du champ nucléaire produit lors de cette ex-
périence et donc de la polarisation des spins nucléaires. Un premier ordre de grandeur peut être
facilement déduit de l’écart horizontal entre les courbes de la figure 4.3. Par exemple, la polarisa-
tion de 20% est obtenue pour des champs appliqués séparés de ∆B=0.6 T (entre une excitation
σ+ ou σ−). En supposant que le champ nucléaire ne dépend que faiblement du champ externe
(c.f. Eq. 6.11), on en déduit tout de suite que le champ nucléaire qui s’ajoute ou se retranche au
champ appliqué vaut ∆B/2=0.3 T.
On peut reproduire les mesures de la figure 4.3 à l’aide d’un modèle qui décrit, la relaxation d’un
ensemble de spins électroniques dans un champ magnétique longitudinal, couplé au modèle du
pompage optique des noyaux présenté dans ce chapitre. En régime stationnaire, le spin moyen est
donné par 〈S〉 = S0

1+ τ
τs

où τ est le temps de vie des électrons photocréés, τs le temps de relaxation

du spin électronique et enfin S0 le spin initial de l’électron. Le temps de relaxation en fonction
du champ magnétique est donné par τs(B) = τs(0)(1 + Ω2τ2

c ) qui est la forme générale d’un
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processus de relaxation dynamique 11. τc est le temps de corrélation des fluctuations du champ
magnétique effectif qui produit la relaxation de spin, et Ω vaut geµB

~
| ~B + ~Bn|. La valeur de la

polarisation circulaire à champ nul et l’ajustement de la courbe en absence de champ nucléaire
permettent de tirer τ/τs(0) et τc. Connaissant ces paramètres, l’équation 6.11 permet de calculer
le champ Overhauser Bn pour chaque valeur du champ magnétique appliqué. On retrouve bien
une valeur de ∼0.3T à 1 Tesla.

On peut en déduire que la polarisation nucléaire moyenne 〈I〉
I est de l’ordre de 4%, c’est

à dire relativement faible par rapport à celle des électrons photocréés. C’est un résultat assez
généralement observé :la polarisation nucléaire est souvent bien inférieure à ce qu’elle pourrait
être d’après l’équation 4.25. Comme on le verra au chapitre suivant, cet effet est décrit phéno-
ménologiquement par un facteur de fuite.

Boîtes quantiques GaAs A la fin des années 90, D. Gammon et al. [17] furent les premiers
à mettre en évidence des effets nucléaires dans des boîtes quantiques auto-assemblées de se-
miconducteur. Il s’agissait alors de boîtes quantiques dites "de fluctuations d’interface", c’est à
dire formées par des fluctuations locales de l’épaisseur d’un puits quantique de GaAs avec des
barrières d’AlGaAs. La spectroscopie de boîtes quantiques individuelles en champ magnétique
permet de montrer directement la construction d’une polarisation nucléaire.

FIG. 4.4: Spectres de luminescence de
l’exciton pour différents champs longitudi-
naux, (a) excitation σ+, (b) excitation σ−.

FIG. 4.5: Évolution du splitting excito-
nique en fonction du champ magnétique
appliqué.

La figure 4.4 représente une série de spectres de photoluminescence d’un exciton piégé dans
une boîte quantique unique, en fonction du champ magnétique longitudinal, et ce pour des po-

11On donnera une dérivation de cette expression au chapitre suivant pour décrire la dynamique de polarisation des
spins nucléaires induites par les électrons
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larisations d’excitation σ+ et σ−. Comme attendu, il y a une augmentation du splitting Zeeman
des excitons ∆E = |E|+1〉 − E|−1〉| avec le champ magnétique. Cependant pour l’excitation σ+

le splitting est résolu dès 0.5 Tesla alors que pour l’excitation σ− il devient notable qu’à partir
de 2 Tesla. La figure 4.5 montre clairement la dissymétrie du splitting excitonique pour les deux
excitations. Cet écart est la contribution du champ Overhauser dont le sens dépend de l’hélicité
du pompage optique et qui donc peut être directement lu par cette mesure.
Là aussi on peut évaluer la polarisation nucléaire moyenne. La différence de splitting entre les
deux configurations d’excitation est liée au shift Overhauser δn = geµBBn par la relation :

∆Eσ+ − ∆Eσ−
= 2δn

Celle-ci est valable dans l’hypothèse où ~B
(σ+)
n = − ~B

(σ−)
n ce que nous supposerons pour l’ins-

tant. Nous discuterons plus loin la validité de cette hypothèse. Pour le champ B = 3T , le déplace-
ment Overhauser mesuré est δn=90µeV, ce qui correspond à une polarisation nucléaire moyenne
de l’ordre de 60%, en prenant comme valeur maximale δmax

n = 2
∑

α AαIα = 135µeV pour
GaAs. L’effet observé ici est largement plus important que lors des études menées avec des ma-
tériaux massifs dans les années 70-80 ou même plus récemment sur des puits quantiques. Les
boîtes quantiques s’avèrent avoir en effet des propriétés très particulières qui renforcent le rôle
de l’interaction hyperfine, comme par exemple une polarisation de spin électronique très élevée,
la forte localisation des fonctions d’onde électroniques, ou encore une grande aptitude à cap-
turer des excitons et donc de maintenir un taux d’occupation électronique élevé sur un même
ensemble de noyaux en nombre limité. Ces différents aspects vont être décrits dans le cas des
boîtes InAs/GaAs dans le chapitre qui vient.
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Chapitre 5

Polarisation dynamique des spins
nucléaires dans une boîte quantique où
l’on contrôle l’état de charge
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Nous allons maintenant présenter nos résultats obtenus sur les échantillons à contrôle de
la charge, essentiellement l’échantillon n-i-Schottky. L’excitation optique sera dans ce chapitre
exclusivement continue en particulier en ce qui concerne la polarisation de la lumière.
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QUANTIQUE OÙ L’ON CONTRÔLE L’ÉTAT DE CHARGE

5.1 Mise en évidence du déplacement Overhauser

Nous avons effectué une série d’expériences de micro-photoluminescence sur boîtes uniques
en présence d’un faible champ magnétique longitudinal. Le rôle de ce dernier est d’écranter
l’interaction dipôlaire entre noyaux pour percevoir la construction d’une polarisation nucléaire.
Nous avons utilisé pour cela un aimant permanent, inséré dans une mortaise creusée directement
dans le doigt froid du cryostat. Il se trouve donc à une distance de quelques millimètres de
l’échantillon et délivre un champ magnétique de ∼0.2 Tesla au niveau de la boîte quantique
étudiée.

FIG. 5.1: Intensité de la photo-luminescence en fonction de la tension appliquée et de l’énergie
de détection. Excitation à 1.31 eV.

La figure 5.1 construite à partir d’une succession de spectres de photoluminescence acquis
par une caméra CCD refroidie montre les différents états de charge de la boîte quantique étudiée.
Chacun de ces états peut manifestement être étudié séparément sous excitation intra-boîte (c.f.
Chap. 3) et en ajustant la tension pour qu’un seul type d’exciton (X0, X− ou X+) luminesce.
Les spectres de photoluminescence qui vont être analysés dans cette section ont été obtenus pour
une excitation à 1.34 eV. Les tensions retenues pour lesquelles X+, le couple X0 et 2X0 et X−

luminescent de manière isolée, sont respectivement -200 mV, 0 mV et 450 mV.

Champ magnétique nul : l’identification des raies reportée sur la figure 5.1 est confirmée par
l’observation des structures fines en analysant la photoluminescence en polarisation linéaire. La
figure 5.2 montre clairement un splitting d’échange anisotrope pour le biexciton et l’exciton de
δ1 = 46µeV. Le renversement des composantes polarisées X et Y atteste bien de la relation
exciton-biexciton entre ces deux doublets séparés de ∼2.5 meV. Les excitons chargés X+ et X−

ne présentent pas de telle structure fine, comme attendu. On remarque une nette différence d’in-
tensité des composantes X et Y pour l’exciton, le biexciton et let trion X−. L’origine physique
de cet effet n’est pas clairement identifié mais révèle, au même titre que la structure fine ani-
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sotrope, la symétrie réduite des boîtes quantiques. Il est probable qu’une différence des forces
d’oscillateur entre les directions de polarisation [110] et [1̄10], résultant d’un mélange d’états de
trou lourd et léger dans la bande de valence [1, 2], soit responsable de cet effet quand bien même
une expérience de photoluminescence ne constitue une mesure de la force d’oscillateur que sous
certaines conditions [3].

1.25235 1.25240 1.25245 1.25250 1.25255

B=0

 X

 Y

Energie - eV -

X-

1.25585 1.25590 1.25595 1.25600 1.25605 1.25610 1.25615

B=0
X+

Energie - eV -

 

1.25835 1.25840 1.25845 1.25850 1.25855

B=0 = 46 µeV X0

Energie - eV -

1.25560 1.25565 1.25570 1.25575 1.25580

Energie - eV -
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FIG. 5.2: Zoom des spectres de photoluminescence montrant la structure fine des différents états
de charge de la même boîte quantique. Puissance d’excitation ∼ 0.25kW cm−2. Excitation à
1.34 eV polarisée linéairement. Analyse linéaire suivant deux directions orthogonales X et Y
parallèles au bord de clivage de type 〈110〉. Pas de champ magnétique appliqué.

Sous champ magnétique B=0.2 Tesla : La figure 5.3 montre la levée de dégénérescence
induite par le champ magnétique sur les composantes σ+ et σ−. En excitant linéairement σX ,
on s’affranchit des effets nucléaires, de sorte que les splittings Zeeman mesurés en résolvant
les raies polarisées σ+ et σ− sont uniquement induits par le champ magnétique extérieur. Il
vaut δz = |gX |µBB où gX est le facteur de Landé de l’exciton. La valeur de ce dernier est
supposée indépendante de l’état de charge de la boîte [4, 5]. Bien que pour cette boîte, il ne soit
pas mesuré en appliquant un champ magnétique plus important, le splitting Zeeman des trions
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FIG. 5.3: Zoom des spectres de photoluminescence résolues en polarisation circulaire pour une
excitation polarisée linéairement σX à 1.34 eV. Champ magnétique appliqué de 0.2 Tesla.

de ∼ 28µeV conduit à une valeur de gX proche de 3[6]1. Quant à l’exciton neutre, le champ
magnétique appliqué accroît le splitting des deux composantes de spin qui vaut maintenant√

δ2
1 + δ2

z = 54µeV. Pour les trions X± on peut noter que les raies sont parfaitement polarisées
circulairement tandis que pour l’exciton les raies gardent une polarisation elliptique en raison du
terme d’échange anisotrope initialement présent.

Quelques mots sur la mesure des splittings : Pour mesurer avec grande précision les split-
tings nous utilisons une déconvolution par une fonction Lorentzienne des raies de luminescence :
cet ajustement donne un meilleur χ2 que celui donné par un ajustement Gaussien. L’erreur statis-
tique sur la position du maximum est de l’ordre de ∼ 1µeV. Cependant, on remarque par exemple
sur la figure 5.3, que les splittings Zeeman de X+ et de X− montrent une différence de 5µeV.
Même si l’on ne peut exclure une variation du facteur de Landé en fonction de la charge (ou sim-
plement du champ électrique) cette valeur correspond en fait à la fourchette de reproductibilité
de nos mesures. Plusieurs raisons expérimentales peuvent expliquer ces fluctuations :

– Le champ électrique local sur la boîte peut être modifié par les porteurs photocréés. Les
fluctuations du champ électrique pourraient alors expliquer de petites variations sur la
position du maximum de la raie de luminescence en particulier si entre deux spectres
consécutifs, les conditions d’excitation ont un peu varié.

– Le doigt froid du cryostat peut lentement se déplacer autour d’une position centrale. En
effet, il est couplé aux vibrations extérieures par la canne du transfert continu d’hélium,
et subit en permanence des contraintes thermiques. Cet effet est généralement observé di-
rectement dans l’espace réel sur les variations du photocourant qui dépend fortement de la
focalisation du laser sur les ouvertures mircrométriques de l’échantillon (c.f. Chap. 2). Un
tel déplacement dans le plan focal du microscope a un effet direct dans le plan de Four-
rier du monochromateur. Sur la ligne de détection optique, le grandissement transverse est
d’environ 10, par conséquent un petit déplacement transverse du cryostat de 1 µm peut

1M. Bayer a montré que la valeur de gX varie finalement très peu d’une boîte quantique InAs/GaAs à l’autre.
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faire bouger la position de la raie de luminescence de ∼ 10µm sur la CCD, soit un dé-
placement d’un demi-pixel (1 pixel = 14µeV). A cet égard, l’utilisation d’ouvertures de
1µm est donc un précieux garde-fou, même s’il nous contraint à réaligner l’échantillon de
temps à autre.

5.1.1 Déplacement Overhauser relevé sur les trions

Trion positif X+ : La figure 5.4 montre le changement de la valeur du splitting des raies
polarisées circulairement du trion positif X+ pour les trois configurations d’excitation σ−, σX

et σ+.
⋄ Sous excitation σ−, on note une diminution du splitting de 14µeV par rapport au seul effet

Zeeman observé au paragraphe précédent.
⋄ Sous excitation σ+, l’effet inverse se produit avec une augmentation de 11µeV.

La différence ainsi relevée est tout à fait significative puisqu’elle s’élève à 25 µeV. Comme nous
l’avons vu au chapitre précédent, cet écart au splitting Zeeman mesuré sous excitation linéaire est
une mesure directe du déplacement Overhauser causé par la polarisation des noyaux. D’ailleurs
la polarisation circulaire de X+ de l’ordre de +50% atteste bien qu’une forte orientation op-
tique du spin électronique est réalisée lors de l’excitation intra-boîte. Ce résultat est parfaitement
conforme aux conclusions du chapitre 3 tirées des mesures sur ensemble de boîtes. La construc-
tion de la polarisation nucléaire, rendue possible grâce au petit champ magnétique de 0.2 Tesla,
résulte donc du transfert de spin de l’électron polarisé vers les noyaux avant que le trion X+ ne
se recombine radiativement.

1.25990 1.25995 1.26000 1.26005
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 +

 -

 = 26 µeV

Energie - eV -
1.25995 1.26000 1.26005

Energie - eV -
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1.25995 1.26000 1.26005

Energie - eV -

 = 12 µeV
Exc. -

X+

FIG. 5.4: Spectres de photoluminescence de X+ montrant l’évolution du splitting Zeeman pour
les polarisations circulaires σ± de l’excitation. Champ magnétique appliqué de 0.2 Tesla.

Trion négatif X− : Maintenant, nous allons nous intéresser au trion négatif. La formation de
l’état singulet électronique dans l’état initial de X− (le spin total électronique est nul) nous invite
à penser que la polarisation des spins nucléaires de la boîte quantique n’est plus possible dans
cette configuration.
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FIG. 5.5: Spectres de photoluminescence de X− montrant l’évolution du splitting Zeeman en
fonction de la polarisation de l’excitation. Excitation à 1.34 eV. Champ magnétique appliqué de
0.2 Tesla.

Cependant la figure 5.5 montre manifestement une modification du splitting de X− avec la
polarisation de l’excitation, avec toutefois une différence notable par rapport à X+ :

⋄ Sous excitation σ− le splitting augmente de 15µeV alors que précédemment pour X+ il
diminuait.

⋄ De la même manière, sous excitation σ+ on constate une diminution du splitting de
26µeV, alors que la même configuration d’excitation donnait lieu à une augmentation
pour X+.

Cette observation, en apparence assez troublante, s’interprète sans difficulté en réalisant que
l’électron laissé seul dans la boîte après l’émission d’un photon, est lui-même susceptible de
polariser les noyaux. La polarisation circulaire de X− est ici extrêmement élevée de l’ordre de
+80%. Elle traduit en premier lieu celle du trou créé optiquement dans le complexe X−, mais
détermine aussi en principe celle de l’électron dans l’état final de la recombinaison optique.
Le schéma 5.6 permet de comprendre aisément l’inversion du déplacement Overhauser avec

FIG. 5.6: Configuration électronique des états initiaux et finaux de X+ et X− correspondant à
l’émission d’un photon σ+
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l’état de charge de la boîte pour la même polarisation d’excitation : la photoluminescence ayant
la même hélicité dans les deux cas, il s’ensuit que le spin électronique dans l’état initial de
X+ est anti-parallèle à celui de X− dans son état final. Le champ Overhauser induit par la
polarisation électronique reflète donc simplement cette inversion. En corollaire, cela démontre
que c’est bien principalement l’électron confiné dans la boîte quantique qui polarise les noyaux.
Tout se passe donc comme si la tension contrôlait le sens du champ magnétique nucléaire. Au
passage, nous confirmons de "manière originale" l’identification des raies de luminescence des
excitons chargés.
A ce titre, nos résultats révèlent une différence notable avec ceux de A.S. Bracker et al. [7]. Ces
auteurs ont mis en évidence le pompage optique des spins nucléaires sur une boîte unique de
fluctuation d’interface GaAs où l’état de charge est aussi contrôlé par une tension de grille. La
figure 5.7 montre l’évolution en fonction de la tension, de la polarisation circulaire et du shift
Overhauser des trions X+ et X−. Dans ces expériences le champ appliqué était de 5 Tesla.
La polarisation négative de X− traduit un mécanisme de spin-flip du trou avant thermalisation
du trion, qui dépend fortement des conditions d’excitation (énergie, puissance) mais aussi de
la tension. Pour des conditions d’excitation et de tension donnant une polarisation circulaire de
même signe pour les deux trions (positive ici), le signe du shift Overhauser correspondant à X−

ne montre pas de changement de signe par rapport à celui de X+. Ceci indique clairement que la
polarisation nucléaire n’est pas uniquement induite par l’électron confiné dans la boîte quantique,
mais en fait par les électrons délocalisés dans le puits quantique, au voisinage de la boîte (figure
5.8).
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FIG. 5.7: Données expérimentales de A.S Bracker [7]. Évolution en fonction de la tension de
grille, de la polarisation circulaire et du shift Overhauser pour X+ et X−. Excitation σ+.

5.1.2 Effets sur l’exciton neutre et le biexciton

De manière générale, on ne constate pas d’effet Overhauser notable induit par l’exciton neutre
X0 ou le biexciton 2X0. Cette absence d’effet contraste avec les résultats précédents issus de [8].
Pour comprendre cette différence, on peut invoquer le fait que nous sommes dans un régime de
champ magnétique faible (0.2 Tesla) alors que le champ magnétique des expériences décrites
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FIG. 5.8: Schéma d’une boîte quantique de fluctuation d’interface d’un puits quantique. Les exci-
tons piégés sondent la polarisation nucléaire sur un volume qui n’est pas isolé du puits quantique.
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FIG. 5.9: Evolution du spitting Zeeman de l’exciton et du bi-exciton en fonction de la polarisation
de l’excitation. Excitation à 1.34 eV. Champ magnétique appliqué de 0.2 Tesla.

dans [8] est de l’ordre du Tesla. Ainsi, dans notre cas, la polarisation circulaire de la lumines-
cence de l’exciton neutre n’est que de quelques pourcents (voir Fig. 5.9) ; ceci en raison du terme
d’échange anisotrope δ1 ∼ 46µeV qui demeure plus grand que le splitting Zeeman (∼ 28µeV).
Cependant, D. Gammon et al. [9] ont démontré, en étudiant plus finement une boîte quantique de
fluctuation d’interface, l’effet Overhauser pour un champ appliqué de seulement ∼ 80mT dans
l’état X0. Ils ne mentionnent cependant pas la valeur de la polarisation circulaire obtenue pour
un tel champ, d’autant plus qu’ils attribuent le pompage optique des noyaux aux excitons noirs,
non détectables en luminescence, et qui se trouveraient fortement polarisés. Or, il est certain que



5.1. MISE EN ÉVIDENCE DU DÉPLACEMENT OVERHAUSER 107

les effets nucléaires induit par l’électron d’un exciton neutre sont grandement dépendants de la
structure fine excitonique : le spin-flip de l’électron avec un noyau passe en effet par le couplage
des excitons brillants aux noirs par l’interaction hyperfine. Ce mécanisme est donc inhibé par la
différence d’énergie δ0 entre états brillants et noirs, de l’ordre de 100 µeV pour les boîtes GaAs.
Cela fait donc deux raisons qui plaident contre la possibilité d’orienter efficacement les spins des
noyaux à partir d’excitons neutres.
Néanmoins, ceux-ci doivent rester sensible à la polarisation nucléaire du système. La figure 5.9
montre en effet une diminution de ∼10µeV des splittings de X0 et 2X0 pour l’excitation σ−(par
rapport à l’excitation σX ). Ceci peut se comprendre de la manière suivante : en excitant à 1.34 eV
il y a en fait coexistence dans un petit domaine de tension centré sur 0 Volt de X+, X0 et de 2X0

comme le montre la figure 5.10. On constate que la polarisation circulaire du trion positif X+ est
de ∼27%. L’exciton neutre subit alors le champ nucléaire qui est produit par X+ et qui effective-
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FIG. 5.10: Spectres de luminescence résolu en polarisation circulaire montrant la coexistence de
2X0, X0 et X+ à 0 Volt pour une excitation à 1.34 eV. Champ appliqué de 0.2 Tesla.

ment s’oppose au champ appliqué sous excitation σ− (c.f. Fig. 5.4). Il n’est donc pas surprenant
d’observer cette même signature pour l’exciton neutre.
On peut alors se demander pourquoi le splitting de l’exciton neutre ne montre pas de déviation
pour l’excitation σ+, comparée à l’excitation linéaire. Dans les deux cas on mesure un splitting
d’environ 54µeV. Pour expliquer cela, revenons sur les effets observés pour les trions et résumés
dans le tableau 5.1.2. On constate une dissymétrie du déplacement Overhauser par rapport aux
polarisations d’excitation σ+ σ− qui montre que l’hélicité de l’excitation influence nettement
l’intensité du champ Overhauser optiquement créé2. Le signe de δn fait ici référence au signe
du splitting Zeeman δz , donc du champ magnétique. Avec ces valeurs, on peut estimer le split-
ting attendu pour l’exciton neutre par la formule

√
δ2
1 + (δz + δn)2. Il n’apparaît en fait qu’une

2Peu de temps après nos mesures, C. W. Lai et al.[10] ont confirmé cette dissymétrie sur boîte unique d’InAs pour
un champ magnétique encore plus faible de 20 mT.
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état de charge X+ X−

excitation σ− δn = −14µeV δn = +15µeV
excitation σ+ δn = +11µeV δn = −26µeV

TAB. 5.1: Valeurs des déplacements Overhauser mesurés pour les deux trions d’une même boîte
quantique.

hausse de 4 µeV du splitting de l’exciton neutre en prenant la valeur du trion positif pour δn,
valeur sans doute surévaluée à la tension où X0 est mesuré. Donc finalement, l’anomalie reste
assez marginale, dans l’incertitude de la mesure. On notera toutefois que l’asymétrie reportée
dans le tableau 5.1.2 pour les trions est bien réelle, et repose sur un aspect fondamental du mé-
canisme microscopique qui construit la polarisation nucléaire, qui apparaîtra naturellement dans
la description théorique présentée plus loin.

5.1.3 Influence de la puissance d’excitation

Les résultats montrés plus haut sont issus de l’échantillon n-i-Schottky où le contrôle de la
charge des boîtes quantiques est effectif. Chronologiquement, nous avons mis en évidence l’effet
Overhauser d’abord en étudiant l’échantillon p-i-Schottky. Sur cet échantillon nous n’avons pas
obtenu le contrôle déterministe de la charge des boîtes par la tension de manière probante (c.f.
Chap. 3). Cependant, nous avons pu extraire une information qualitative importante concernant
l’influence de la puissance d’excitation sur la polarisation nucléaire. La figure 5.11 présente la
mesure du splitting d’un trion positif 3 X+ dans un champ magnétique de 0.2 Tesla en fonction
de la puissance d’excitation.

De manière très claire, le shift Overhauser croît avec la puissance d’excitation. Ce résultat
est en accord avec une expérience similaire effectuée par D. Gammon [8]. De plus l’asymétrie
de la polarisation nucléaire mentionnée au-dessus apparaît maintenant de manière très significa-
tive. Pour l’échantillon n-i-Schottky, l’effet de la puissance est présent mais moins prononcé. On
atteint probablement plus rapidement un niveau de saturation du champ nucléaire photo-induit.
La figure 5.12 montre que la polarisation circulaire de X− est constante, démontrant que l’aug-
mentation du splitting Zeeman est bien imputable à l’augmentation de la puissance en tant que
telle.

5.1.4 Valeur de la polarisation nucléaire construite

Pour terminer cette première description de mesures montrant le pompage optique des spins
nucléaires dans les boîtes quantiques InAs, nous allons estimer la valeur de la polarisation nu-
cléaire. Le déplacement Overhauser maximum que nous avons pu mesurer est ∼25µeV corres-
pondant à un champ nucléaire sur l’électron de ∼0.54 Tesla, en prenant |ge| = 0.8. Nous avons

3Raie identifiée comme telle par sa position en énergie relativement à un couple exciton-biexciton, son absence de
structure fine et sa forte polarisation circulaire



5.2. MISE EN ÉQUATION DE LA POLARISATION DYNAMIQUE DES NOYAUX 109

0.0 0.5 1.0 1.5 2.0 2.5

0

10

20

30

40

50

60

n(
+)

 Exc -

 Exc X

 Exc +

S
pl

itt
in

g 
- µ

eV
 -

Puissance d'excitation - mW -

B= 0.2 T

n(
-)

FIG. 5.11: Évolution du splitting Zeeman
de X+ en fonction de la puissance d’ex-
citation. Echantillon p-i-Schottky. Champ
magnétique appliqué de 0.2 Tesla

0.0 0.2 0.4 0.6 0.8 1.0
36

37

38

39

40

41

42

43

44

Puisssance d'excitation - mW -

S
pl

itt
in

g 
 - 

µe
V

 -

X-

50

60

70

80

90

100

P
olarisation C

irculaire - %
 -

FIG. 5.12: Échantillon n-i-Schottky. Champ
magnétique appliqué de 240 mT. Excitation
circulaire.

vu au chapitre précédent que la polarisation nucléaire moyenne est donnée par :

〈I〉
I

=
δn

2
∑

α xαAαIα

Pour une boîte d’InAs qui en raison de l’interdiffusion des atomes lors de la croissance a une com-
position réaliste donnée par xIn=0.3, xGa=0.2 et xAs=0.5, nous trouvons que 2

∑
α xαAαIα ∼

250µeV. La polarisation nucléaire que l’on a mesurée s’élève donc à ∼10%. Cette valeur est
supérieure à celle obtenue généralement dans les matériaux massifs mais contraste tout de même
nettement avec les 60% mesurés dans les boîtes de fluctuation d’interface en GaAs. Elle laisse
donc présager l’existence de mécanismes de dépolarisation efficaces dans notre cas, d’autant plus
que la polarisation des électrons créée optiquement avoisine les 100%.

5.2 Mise en équation de la polarisation dynamique des noyaux

Le but de cette partie est d’établir une équation dynamique pour la composante Îz du spin
des noyaux d’une boîte quantique sous l’effet du pompage optique orienté des trions. Plus pré-
cisément, dans le formalisme de la matrice densité, nous allons caractériser l’évolution de la po-
larisation nucléaire "macroscopique" de la boîte, c’est-à-dire décrire l’évolution de la moyenne
d’ensemble 〈Iz〉N . Ceci permettra de comprendre très finement les paramètres qui contrôlent la
construction de la polarisation nucléaire.

5.2.1 Description du Hamiltonien dépendant du temps

Nous allons considérer comme système un noyau j de la boîte et l’électron qu’elle contient.
On peut dénombrer les interactions sur ce système : le champ magnétique interagissant sur le
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spin de l’électron et du noyau (effet Zeeman), le champ dipôlaire local sur le noyau et le terme
de couplage hyperfin. Mais pour décrire le système de manière réaliste, on ne peut oublier que
l’électron est couplé au champ électromagnétique (émission/absorption de photons) et au conti-
nuum 3D de GaAs (échappement tunnel vers l’électrode dopée). Ce couplage à des continuums
va tenir lieu de couplage au thermostat que l’on avait considéré au chapitre précédent pour un
matériau massif. La situation physique à décrire est donc loin d’être simple. En particulier, un des
point délicat sera de prendre en compte le fait que l’électron peut quitter la boîte et y "revenir"
(au cycle radiatif suivant). C’est évidemment ce "va-et-vient" qui permet de polariser les spins
nucléaires en assurant un renouvellement de la polarisation de spin électronique.
Simplement, pour illustrer cet argument, on peut imaginer un électron de spin initialement orienté
↑ mais restant indéfiniment dans la boîte. Un événement "flip-flop" peut avoir lieu entre le noyau
j et l’électron. L’état de spin du système couplé électron-noyau devient par exemple |mj + 1, ↓〉.
Comme on a supposé que l’électron a un temps de vie extrêmement long dans la boîte, rien n’in-
terdit un nouveau mécanisme "flip-flop" avec un autre noyau k. Cette nouvelle configuration est
décrite par un état de spin : |mk − 1, ↑〉 et ainsi de suite. En bref, un seul électron ne peut céder
qu’une fois son spin au système de noyaux.
Par contre, la situation optimale serait que l’électron quitte la boîte juste après avoir transféré
son spin à un noyau puis, qu’au cycle radiatif suivant, un autre électron de spin orienté répète
cet échange avec un autre noyau. Dans ce cas, chaque événement "flip-flop" contribue de ma-
nière constructive à établir une polarisation nucléaire finie dans la boîte. Pour obtenir un effet
cumulatif, il suffit cependant que l’électron ait une probabilité de flip-flop non nulle et qu’il soit
renouvelé au cours du temps avec un spin bien orienté. C’est le principe de la polarisation dyna-
mique des noyaux.
Pour décrire quantitativement cet effet commençons par écrire l’Hamiltonien de spin du système
en le décomposant en une partie statique et une partie dépendant explicitement du temps :

Ĥ(t) = Ĥ0 + Ĥ1h1(t) (5.1)

L’Hamiltonien statique Ĥ0 du système électron-noyau dans un champ magnétique B parallèle à
l’axe optique z s’écrit :

Ĥ0 = µI(B + Bj
e)Î

j
z + geµB(B + Bn)Ŝz (5.2)

ou sous une forme plus compacte :

Ĥ0 = ~ωIj Îj
z + ~ωSŜz (5.3)

Dans cette expression on a pris en compte le champ Knight moyen de l’électron sur le noyau
Bj

e = −2Aj〈Sz〉/NµIj ainsi que le champ Overhauser sur l’électron produit par l’ensemble

des noyaux de la boîte quantique, c’est à dire Bn = 2
∑

α xαAα〈Iα
z 〉/geµB . Les composantes

transverses de ces deux champs ont des valeurs moyennes nulles, mais c’est leurs fluctuations
temporelles qui vont donner lieu aux transitions entre états propres de Ĥ0 et donc modifier les
populations associées. L’hamiltonien de perturbation Ĥ1h1(t) se compose donc de deux termes :
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⋄ le terme "flip-flop" associé aux fluctuations transverses de l’interaction hyperfine de l’élec-
tron avec le noyau j :

Ĥf.f.(t) =
Aj

N

[
Îj
+Ŝ− + Îj

−Ŝ+

]
h1(t)

Comme on l’a mentionné au chapitre précédent c’est ce terme qui va gouverner la polari-
sation dynamique des noyaux.

⋄ les fluctuations du champ Knight :

ĤKnight(t) =
2Aj

N

(
Ŝz − 〈Sz〉

)
Îj
zh1(t)

Cet opérateur seul n’a en fait guère d’effet étant donné qu’il commute avec l’Hamiltonien
Ĥ0 que nous avons posé. En prenant en compte l’interaction dipôlaire entre noyaux qui
se manifeste par un champ local BL pour le noyau j, il faut rajouter à Ĥ0 un terme
perturbatif 4 indépendant du temps5 et de la forme Ĥ2 = µIjBLÎj

x. Dans ces conditions,

l’opérateur
(
Ŝz − 〈Sz〉

)
Îj
z n’a plus une représentation diagonale dans la base propre de

l’Hamiltonien total Ĥ0 + Ĥ2 ; il induit alors des transitions entre sous niveaux Zeeman et
participe donc à un phénomène de dépolarisation [9].

La dépendance temporelle des fluctuations de l’interaction hyperfine est représentée ici par la
fonction aléatoire h1(t). De manière simplifiée on peut la concevoir comme décrivant la présence
de l’électron dans la boîte, égale à 1 quand l’électron est présent et 0 sinon comme illustré sur
la figure 5.13. Cette fonction aléatoire est principalement caractérisée par sa fonction d’auto-
corrélation :

g(τ) ≡ h1(t)h1(t − τ) (5.4)

que l’on peut prendre par exemple sous la forme g(τ) ≃ fee
−|τ |/τc où :

(i) τc est le temps de corrélation de h1(t), intimement lié au temps de vie de l’électron sur
l’état de conduction |S〉 de la boîte.

(ii) fe est la fraction du temps pendant lequel l’électron est dans la boîte.

Pour prendre en compte le fait que l’électron que l’on considère peut interagir avec le noyau j

en étant sur différents niveaux de la boîte quantique (lors de la relaxation vers le niveau fon-
damental), elle même dans différents états de charge, il faudrait généraliser l’expression de
la fonction g(τ). Par exemple, en considérant la situation où dans la boîte se forme aléatoi-
rement deux états différents X0 et X+ la fonction de corrélation pourrait s’écrire : g(τ) =

fX0e−|τ |/τX0

c + fX+e−|τ |/τX+

c .
Pour simplifier, nous avons choisi de prendre g(τ) comme une simple fonction mono-

exponentielle, mais rien n’interdirait de considérer une dépendance plus complexe, bi-
exponentielle. Par exemple, on pourrait imaginer faire intervenir un temps de corrélation associé

4dans le sens où BL ≪ B, Bj
e

5car variant sur le temps caractéristique T2 beaucoup plus long que le temps de corrélation de h1(t)
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t0

1

FIG. 5.13: h1(t) : fonction aléatoire décrivant l’occupation de l’électron dans la boîte

à la relaxation de l’électron sur le niveau fondamental et un deuxième temps de corrélation
relatif au déclin radiatif. En pratique, il s’avère que si ces deux temps sont très différents, un
seul de ces temps intervient (généralement le plus court) dans la dynamique de polarisation.
Finalement, le couplage de l’électron avec les continuums optique et électronique des états 3D
du GaAs massif, qui semblait difficile à prendre en compte, est décrit phénoménologiquement
par la fonction d’auto-corrélation g(τ).

5.2.2 Méthode de calcul

Nous allons présenter ici la méthode très générale de résolution de l’équation maîtresse asso-
ciée à l’Hamiltonien 5.1 en suivant l’approche développée par A. Abragam [11] pour décrire la
polarisation dynamique des noyaux dans les liquides. Cela nous permettra d’expliciter l’évolution
de la valeur moyenne de l’observable Îz qui est la grandeur directement reliée au déplacement
Overhauser mesuré.
L’évolution de la matrice densité σ(t) qui décrit l’état du système précédent est régie par l’équa-
tion de Liouville :

dσ

dt
= − i

~

[
Ĥ(t), σ(t)

]
(5.5)

La première étape consiste à isoler l’effet de la perturbation dépendante du temps en utilisant
la représentation d’interaction qui revient à se placer dans le "référentiel tournant" associé à
Ĥ0. A tout opérateur Q̂ dans la représentation initiale de Schrödinger, on fait correspondre en
représentation d’interaction, l’opérateur Q⋆ défini par

Q⋆(t) = e
i
~

H0tQ̂e−
i
~

H0t

Dans cette représentation l’équation d’évolution de la matrice densité devient :

dσ⋆

dt
= − i

~

[
Ĥ1

⋆
(t), σ⋆(t)

]
(5.6)

En intégrant 5.6 au deuxième ordre en perturbation, il vient :

dσ⋆

dt
= − i

~

[
Ĥ⋆

1 (t), σ⋆(0)
]
− 1

~2

∫ t

0

[
Ĥ⋆

1 (t),
[
Ĥ⋆

1 (t′), σ⋆(0)
]]

dt′ (5.7)
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Il faut maintenant prendre la moyenne d’ensemble de 5.7. Ceci peut sembler étonnant car la
notion d’opérateur densité est déjà attachée à une moyenne statistique du système. Mais c’est
là la simple prise en compte du caractère probabiliste de la mécanique quantique. Dans notre
cas, l’opérateur de perturbation Ĥ1(t) est lui-même aléatoire, avec des histoires différentes pour
chaque mesure, ce qui confère à la matrice densité σ⋆ un caractère tout aussi aléatoire. En par-
ticulier, la composante transverse du spin électronique, qui est non nulle car Pc < 100%, n’est
pas contrôlée lors de la relaxation de l’électron photocréé, vers l’état fondamental de la boîte
quantique. On peut en particulier considérer que le spin de l’électron précesse autour du champ
total auquel contribue l’ensemble des noyaux de la boîte. La composante transverse de ce champ
a clairement une nature aléatoire (avec un temps de corrélation long de l’ordre de T2) avec une
moyenne nulle.
Une conséquence de cette nouvelle moyenne d’ensemble est que le terme du premier ordre[
Ĥ⋆

1 (t), σ⋆(0)
]

disparaît puisqu’alors Ĥ1(t) a une moyenne nulle. Par ailleurs en faisant l’hy-

pothèse d’un temps de corrélation court de h1(t) par rapport au temps typique d’évolution des
éléments de matrice de l’opérateur densité, on peut intégrer la perturbation au deuxième ordre
jusqu’à l’infini puisque l’intégrale donne une contribution non négligeable uniquement pour la
condition |t − t′| ≤ τc. Il vient alors :

dσ̄⋆

dt
= − 1

~2

∫ ∞

0

[
Ĥ⋆

1 (t),
[
Ĥ⋆

1 (t − τ), σ⋆(t)
]]

dτ (5.8)

De cette expression, on peut d’ores et déjà dégager un temps d’évolution caractéristique du mé-
canisme de polarisation dynamique des noyaux produit par le terme flip-flop en considérant que
l’intégrande de 5.8 est nul au delà de τc :

1

T j
1e

∼
(

Aj

N~

)2

feτc (5.9)

Équation d’évolution macroscopique du spin moyen : pour un ensemble macroscopique de
systèmes identiques {noyau j + électron}, l’évolution de l’opérateur Îj

z , ou plus précisément de

sa moyenne d’ensemble 〈Îj
z 〉⋆ = Tr

[
σ̄⋆(t)Ij

z

]
s’obtient en multipliant l’équation 5.8 par Îz et

en prenant la trace, il vient alors :

d〈Ij
z 〉⋆

dt
= −Tr

[
Aj

zσ
⋆
]

= −〈Aj
z〉 (5.10)

où

Aj
z =

1

~2

∫ ∞

0

[
Ĥ⋆

1 (t),
[
Ĥ⋆

1 (t − τ), Ij
z

]]
dτ (5.11)

L’équation 5.10 donne l’évolution de 〈Îz〉⋆, cependant comme Îj
z commute avec Ĥ0 par

construction, l’évolution de 〈Ij
z 〉 est régie par exactement la même équation. Dans la section

suivante, nous allons utiliser ce résultat pour exprimer le temps caractéristique de la relaxation
électron-noyau, qui aboutit à l’établissement d’une polarisation nucléaire, en fonction des
paramètres qui décrivent l’interaction hyperfine.
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5.2.3 Détermination du temps de construction de la polarisation nucléaire

On ne considère dans cette partie que le terme "flip-flop" de l’interaction hyperfine :

Hf.f.(t) = Aj

N

[
Îj
+Ŝ− + Îj

−Ŝ+

]
h1(t) dans l’approximation d’une fonction enveloppe de l’élec-

tron uniforme sur les N noyaux de la boîte quantique. Pour poursuivre les calculs, il nous faut la
représentation d’interaction de Ĥf.f.(t) ([11] p.23) qui est :

H⋆
f.f.(t) =

Aj

N

[
Îj
+S−ei(ω

Ij−ωs)th1(t) + Îj
−S+e−i(ω

Ij−ωs)th1(t)
]

(5.12)

En remplaçant 5.12 dans 5.11, on a :

d〈Ij
z〉

dt = −1
2

(
Aj

N~

)2
J(ωIj − ωs)

(
e2i(ω

Ij−ωs)t〈
[
Ij
+S−, [Ij

+S−, Ij
z ]

]
〉

+ 〈
[
Ij
+S−, [Ij

−S+, Ij
z ]

]
〉 + h.c.

)

(5.13)
où

J(ω) = T.F.
[
h1(t)h1(t − τ)

]
= 2

∫ ∞

0
g(τ)e−iωτdτ (5.14)

est la densité spectrale de la fonction d’auto-corrélation g(τ), qui pour l’expression choisie pour
g(τ) donne :

J(ω) =
2feτc

1 + ω2τ2
c

(5.15)

L’équation 5.13 est une équation différentielle à coefficients non-constants. Cependant, si l’on
compare le temps d’évolution des termes dépendant explicitement du temps, au temps typique
d’évolution du système6 :

|ωIj − ωs| ≫
1

T j
1e

(5.16)

on constate que les termes en exponentielle modulent très rapidement et très faiblement l’évolu-
tion principale basse fréquence en 1/T j

1e. Ils donnent une contribution moyenne nulle, on peut
donc les négliger (il s’agit de l’approximation séculaire7). Dans cette approximation, comme on
va le voir, l’équation 5.13 devient une équation différentielle à coefficients constants. De plus,

comme
[
Ij
+S−,

[
Ij
−S+, Ij

z

]]
=

[
Ij
−S+,

[
Ij
+S−, Ij

z

]]
, on peut réécrire plus simplement 5.13 :

d〈Ij
z 〉

dt
= −

(
Aj

N~

)2

J(ωIj − ωs)〈
[
Ij
−S+,

[
Ij
+S−, Ij

z

]]
〉 (5.17)

Reste à calculer le double commutateur dans 5.17 en utilisant les relations usuelles de commuta-
tion des composantes de moment cinétique 8. On trouve alors :

[
Ij
−S+,

[
Ij
+S−, Ij

z

]]
= 2

[
S−S+Ij

z − Ij
−Ij

+Sz

]
(5.18)

6Il y a au moins 6 ou 7 ordre de grandeur entre ces deux termes
7On trouvera une justification plus précise fondée sur des arguments équivalents dans [12] p.269
8[Jz, J+] = J+, [Jz, J−] = −J−, [J+, J−] = 2Jz
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Il faut maintenant calculer les moyennes 〈S−S+Ij
z 〉 et 〈Ij

−Ij
+Sz〉. Ceci mérite quelques lignes

de développement. Considérons la moyenne 〈Ij
−Ij

+Sz〉 qui peut se réécrire en 〈Ij
−Ij

+〉〈Sz〉. Le

développement de 〈Ij
−Ij

+〉 donne 〈Ij2

x 〉 + 〈Ij2

y 〉 + i〈Ij
xIj

y〉 + i〈Ij
yIj

x〉 où les moyennes des pro-
duits croisés sont nulles car les fluctuations selon x et y sont statistiquement indépendantes. En
supposant égales les variances σ2

k = 〈Ij2

k 〉 − 〈Ij
k〉2 associées aux trois composantes k = x, y, z

du spin et en admettant que les valeurs moyennes 〈Ij
x〉 et 〈Ij

y〉 sont nulles, on obtient l’expression
suivante :

σ2 =
1

3
Ij(Ij + 1)

(
1 − 〈Ij

z 〉2
Ij(Ij + 1)

)
(5.19)

Se pose alors la question de la valeur moyenne 〈Ij
z 〉 dans les conditions de pompage optique.

Généralement on peut utiliser l’approximation des hautes températures de spin nucléaire qui se
traduit par une faible polarisation (〈Ij

z 〉/I ≪ 1)9. L’équation 5.19 se simplifie et il est maintenant
aisé d’en déduire

〈Ij
−Ij

+Sz〉 ≃
2

3
Ij(Ij + 1)〈Sz〉

Pour le spin S = 1/2 de l’électron, les variances de 〈Ŝx〉 et 〈Ŝy〉 étant exactement égales à 1/4
on obtient sans approximation :

〈S−S+Ij
z 〉 =

2

3
S(S + 1)〈Ij

z 〉

Finalement l’équation d’évolution de l’observable Ij
z est :

d〈Ij
z 〉

dt
= −4

3

(
Aj

N~

)2

S(S + 1)J(ωIj − ωs)
[
〈Ij

z 〉 − Qj〈Sz〉
]

(5.20)

où l’on a introduit comme au chapitre précédent le facteur Qj = Ij(Ij +1)/S(S+1). Comme le
splitting Zeeman nucléaire est négligeable devant celui de l’électron, on peut systématiquement
négliger ωIj devant ωs. En utilisant l’expression de la densité spectrale J(ω), l’équation 5.20 se
met alors sous la forme :

d〈Ij
z 〉

dt
= −

(
Aj

~N

)2
2feτc

1 + ω2
sτ

2
c

[
〈Ij

z 〉 − Qj〈Sz〉
]

(5.21)

L’expression ainsi obtenue permet de retrouver la valeur d’équilibre Qj〈Sz〉 trouvée au cha-
pitre précédent 10 vers laquelle la composante Ij

z du spin nucléaire va tendre sous l’effet du
pompage optique. Cependant l’expérience donne uniquement accès au déplacement Overhauser
induit par tous les noyaux de la boîte, c’est-à-dire à δn = geµBBn ≃ ∑

j
2Aj

N 〈Ij
z 〉. Il faut donc

étendre cette équation à la moyenne des spins nucléaires de la boîte Ĩz =
∑

j
〈Ij

z〉
N pour comparer

aux expériences. En fait,dans l’approximation d’uniformité de la fonction enveloppe de l’élec-
tron utilisée ici (|ψ(rj)|2 = 2/Nv0), la valeur moyenne du spin d’une espèce nucléaire ne dépend
plus de sa position dans la boîte. Donc en introduisant le spin moyen de chaque type de noyau α

9C’est bien le cas dans nos mesures où l’on trouve une valeur de ∼ 10%
10où elle avait été établie dans la même approximation des hautes températures de spin.
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le spin nucléaire moyen de la boîte s’écrit Ĩz =
∑

α xα〈Iα
z 〉, et on obtient facilement l’équation

qui régit sa dynamique :

dĨz

dt
= − 2feτc

1 + ω2
sτ

2
c

(
A

N~

)2 [
Ĩz − Q̃〈Sz〉

]
(5.22)

avec Q̃ =
∑

α xα
Iα(Iα+1)
S(S+1)

Nous avons introduit dans 5.22 une constante de couplage hyperfin unique A dans la mesure
où les différents valeur de Aα sont très similaires de l’ordre de 50 µeV. Le taux de polarisation
nucléaire de la boîte est donc le même que pour un noyau particulier. Il est donné par :

1

T1e
=

2feτc

1 + ω2
sτ

2
c

(
A

N~

)2

(5.23)

Cette expression va se révéler très utile pour comprendre les dépendances de l’effet Overhau-
ser aux différents paramètres d’une expérience. Elle révèle en particulier le point remarquable
que l’apparition d’une polarisation nucléaire influe directement sur le taux de construction de
cette polarisation via le splitting des électrons ~ωs qui est la somme algébrique de l’effet Zeeman
et du déplacement Overhauser. Cet aspect sera discuté plus en détail lorsque nous analyserons la
dépendance du shift Overhauser mesuré sur une boîte quantique unique en fonction du champ
magnétique appliqué et de la polarisation de l’excitation.

5.2.4 Discussion de la physique du mécanisme de polarisation des noyaux

L’expression 5.22 nous montre que l’on peut atteindre des niveaux de polarisation des noyaux
très élevés. Si tel était le cas dans les expériences, il faudrait alors revenir sur l’hypothèse des
hautes température de spin. En fait, généralement ce n’est pas nécessaire car les polarisations
nucléaires restent modestes. Pour décrire ce résultat, dont l’origine physique est sans doute mul-
tiple, on peut simplement compléter l’équation d’évolution de Ĩz (i.e de Bn) en introduisant un
terme de fuite régi par un temps effectif Td de dépolarisation :

dĨz

dt
= − 1

T1e

[
Ĩz − Q̃〈Sz〉

]
− Ĩz

Td
(5.24)

L’intégration de 5.24 pour une polarisation nucléaire nulle initialement donne alors :

Ĩz(t) =
Td

T1e + Td
Q̃〈Sz〉

[
1 − e

−t
“

Td+T1e
T1eTd

”]
(5.25)

L’équation 5.25 fait naturellement écho à celle que nous avons démontrée dans le chapitre pré-
cédent. Si T1e ≫ Td, la valeur stationnaire de Ĩz s’éloigne de la valeur maximale théorique
Ĩmax
z = Q̃〈Sz〉 d’un facteur Td/T1e. Le temps effectif de construction de la polarisation du

système nucléaire réel devient quant à lui :

1

T ⋆
=

1

T1e
+

1

Td
(5.26)
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Dans les conditions où Td est petit devant T1e, il est donc raccourci, ce qui signifie simplement
que l’on atteint plus rapidement la valeur stationnaire donnée par 5.25 qui est notablement plus
faible qu’en l’absence de dépolarisation. Pour autant, ce régime stationnaire peut être modifié
si on parvient à modifier le rapport Td/T1e. Par exemple, nous avons déjà montré que l’effet
Overhauser des boîtes quantiques est croissant avec la puissance d’excitation (c.f. figures 5.11
et 5.12), traduisant probablement le fait que le taux de polarisation 1/T1e augmente avec la
puissance, grâce au facteur fe dans 5.23.

Quelques mots sur les mécanismes de dépolarisation
Nous venons d’introduire un temps effectif de dépolarisation nucléaire Td. Les mécanismes

de dépolarisation contenus dans ce temps effectif, méritent d’être discutés. De manière assez
générale, on peut le décomposer en plusieurs termes :

1

Td
=

1

T1
+

1

T2
+

1

Tautre
(5.27)

où T1 et T2 sont les temps de relaxation, déjà discutés au chapitre précédent, respectivement
vers le réseau et entre les noyaux par couplage dipôlaire. Le temps le plus court T2 est cependant
proportionnel à (B/B̃L)2, dans le régime où B > B̃L, ce qui signifie qu’un champ de quelques
dizaines de mT doit considérablement le rallonger et rendre le mécanisme de dépolarisation as-
socié inopérant. D’autres mécanismes méritent donc d’être pris en considération pour expliquer
les faibles polarisations mesurées.

⋄ Effets quadrupolaires. La substitution d’atomes de Gallium par des atomes d’Indium
brise la symétrie des sites As voisins et induit une distorsion locale du cristal. Ceci a pour
conséquence une redistribution de la charge dans les liaisons chimiques As 99K Ga et
As 99K In, générant un gradient local de champ électrique sur le site As. Celui-ci inter-
agit avec les différents états du spins nucléaires par l’interaction quadrupolaire [13, 11, 14].
Dans le cristal de GaAs, où l’atome d’As voit quatre atomes de Ga équivalents, l’interac-
tion quadrupolaire est nulle. Ceci pourrait, en partie, expliquer la faible polarisation nu-
cléaire constatée pour les boîtes d’InAs, par rapport aux boîtes naturelles de GaAs. Comme
l’interaction dipôlaire entre noyaux, cette interaction peut être inhibée par le champ ma-
gnétique externe.

⋄ Fluctuations du champ Knight. Le formalisme présenté dans la partie 5.2.2 peut être
appliqué aux fluctuations du champ Knight en incluant dans Ĥ0 soit le couplage dipôlaire
soit les effets quadrupolaires. Ce travail est actuellement en cours de développement, mais
il a déjà été démontré dans le cas des boîtes GaAs [9] qu’il conduisait effectivement à un
mécanisme de dépolarisation efficace jusqu’à un champ de 80 mT. Un tel mécanisme est
cependant dépendant de la puissance d’excitation au même titre que le terme source puis-
qu’il nécessite la présence d’un électron dans la boîte. Il ne suffirait donc pas à expliquer
l’ensemble de nos résultats
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Estimation expérimentale du temps de construction de la polarisation nucléaire T ⋆ :
Nous n’avons pas pu effectuer jusqu’à présent la mesure précise de ce temps effectif. Nos

expériences nous ont simplement révélé qu’il n’était ni très court (> 10µs), ni très long (< 10s).
Examinons ici deux pistes pour déterminer expérimentalement ce temps :

⋄ Saturation des noyaux. Cette technique qui est certainement la plus immédiate, consiste à
"réchauffer" (ou saturer) les noyaux par un champ magnétique transverse radio-fréquence.
Ce-faisant, il faut prendre garde à ce que le champ r.f. ne fasse pas relaxer le spin élec-
tronique. Cela impose que son amplitude soit petite, c’est à dire qu’il doit générer des
variations de splitting Zeeman sur l’électron beaucoup plus faibles que le splitting induit
par le champ statique longitudinal. Le spectre de fréquences du champ r.f doit quant à lui
contenir les fréquences de résonance associées au 69Ga et 75As pour le champ magnétique
appliqué selon l’axe optique (c.f 5.14b). Sous excitation optique, D. Gammon et al. ont
ainsi mesuré, sur une boîte unique de fluctuation d’interface de GaAs la fréquence de la
rampe de champ transverse pour laquelle le splitting excitonique diminue [9]. Comme le
montre la figure 5.14a, dans ce cas T ⋆ a été estimé à 3 secondes.11.
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FIG. 5.14: a) Splitting d’un exciton en fonction de la fréquence de modulation des rampes de fré-
quence d’un champ r.f. transverse. Le champ longitudinal statique est de 1 T. b) Schéma illustrant
la modulation de fréquence du champ magnétique. L’amplitude moyenne du champ transverse
est de 0.3 mT. Issu de [9]

⋄ Modulation de la polarisation optique. La méthode précédente agissait directement sur
les spins des noyaux en activant leur dépolarisation. Une autre technique consiste à agir
sur le spin de l’électron pour contrôler le terme source de la polarisation nucléaire. En
modulant la polarisation circulaire de l’excitation, le système nucléaire ne peut suivre
les variations du spin électronique sur une durée plus courte que T ⋆. La fréquence
de coupure pour laquelle le shift Overhauser s’annule donne alors une estimation du

11Cette configuration expérimentale est bien-sûr la même que les expériences de R.M.N. Ces auteurs ont montré que
le shift Overhauser en fonction de fréquence r.f. peut ainsi servir de "spectroscopie" R.M.N ; les résonances nucléaires
de 75As et 69Ga ont été observées de cette manière [15]
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taux effectif de pompage optique des noyaux. Cette technique pourrait être développée
avec une lame quart d’onde en rotation à une fréquence variable. Dans ces conditions
d’excitation, la mesure du déplacement Overhauser sur une boîte unique s’avère un peu
plus délicate, étant donnée la durée minimale d’intégration de ∼10 s pour obtenir avec
une caméra CCD un spectre de photoluminescence correct. Il est sans doute nécessaire
de synchroniser alors la détection sur la modulation. Une autre solution consisterait à
mesurer l’évolution du splitting Zeeman mesuré en polarisation linéaire en continu mais
dans un champ magnétique suffisamment fort (par exemple 1T) pour bien distinguer les
deux composantes et leur largeur de raie. Avec une telle modulation mécanique on est
limité à des fréquences inférieures au kHz, mais le principe de la mesure peut être étendu
à des domaines de fréquence plus élevées en utilisant par exemple une cellule de Pockels.

Une des premières expériences que nous avons réalisées après l’observation de l’effet
Overhauser sur une boîte optique a eu pour but de mettre en évidence un éventuel temps long de
l’ordre de la dizaine de secondes pour T ⋆. La boîte est excitée σ+ (σ−) pendant 15 minutes à
forte puissance, puis on "bascule" l’excitation en σ− (σ+) en diminuant la puissance de pompe.
Si le temps typique d’évolution est un peu plus long que le temps d’acquisition, on s’attend à
voir une évolution progressive du déplacement Overhauser. La figure 5.15 montre clairement
qu’à l’échelle temporelle de l’acquisition CCD (ici un spectre toutes les 8 s), le renversement du
shift Overhauser suit immédiatement le changement de la polarisation d’excitation et ne montre
plus d’évolution temporelle.
Par ailleurs, la modulation de la polarisation de l’excitation à 50 kHz avec un modulateur
photo-élastique nous a permis de montrer en suivant l’impact sur la polarisation de la photolu-
minescence (voir chapitre suivant), qu’à cette fréquence toute polarisation nucléaire a disparue.
Cependant, le modulateur n’étant pas accordable en fréquence, nous n’avons pas pu estimer par
la méthode évoquée au dessus un temps typique de polarisation nucléaire.
Au final, on peut donc dire d’après nos études que le temps typique de la construction de la

polarisation T ⋆ se trouve entre 20 µs et quelques secondes. Ce temps aurait été mesuré à environ
1 seconde pour une boîte InAs dans l’équipe de A. Imamoglu [10] et un effet mémoire attribué à
la polarisation des noyaux jusqu’à environ 0.2 s a aussi été récemment rapporté par A. Greilich
par des mesures sur un ensemble de boîtes quantiques InAs et al. [16].

Conservation de l’énergie au cours du flip-flop
L’expression de T−1

1e fait apparaître le produit (ωsτc)
2 traduisant la compétition entre le split-

ting de l’électron δs = ~ωs et l’énergie Γ = ~/τc associée au temps de corrélation de l’interaction
hyperfine. Ce temps joue à l’évidence un rôle central. C’est lui qui exprime le caractère aléatoire
de l’interaction hyperfine dû entre autre à la durée de vie finie de l’électron, soit qu’il se recom-
bine avec un trou (cas de X+), soit qu’un second électron vienne du réservoir pour former une
paire singulet (cas de l’état final de X−). De manière générale, Γ correspond donc à l’élargis-
sement des niveaux électroniques impliqués dans le mécanisme flip-flop et dû au couplage à un
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d’heure. b) Excitation σ+. Evolution du splitting Zeeman après un pompage σ− d’un quart
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continuum. C’est donc par ce biais que la conservation de l’énergie est assurée, comme l’illustre
la figure 5.16. L’optimum du pompage des noyaux pour un splitting donné δs est ainsi obtenu
lorsque ωsτc = 1, c’est à dire lorsque le temps de corrélation est de l’ordre de grandeur de la
période de précession de Larmor de l’électron.

FIG. 5.16: Représentation des deux états couplés par l’interaction hyperfine séparés par l’énergie
δs. Les niveaux sont élargies par ~/τc.

Maintenant, on comprend mieux comment le splitting d’un exciton neutre entre états noirs
et brillants intervient pour inhiber la polarisation dynamique des noyaux. Comme le montre
la figure 5.17, nous devons prendre en compte dans le splitting des électrons, en plus des
contributions du champ magnétique et nucléaire, l’énergie d’échange δ0 qui s’élève à quelques
centaines de µeV pour les boîtes InAs. Dans le même temps, si on considère que τc est de l’ordre
de grandeur du temps de vie radiative τr de X0 (brillant), on aboutit à une situation nettement
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plus défavorable que dans le cas des boîtes GaAs comme le résume le tableau ci-dessous.

boîte quantique InAs/GaAs fluctuation d’interface GaAs
δ0 ∼ 0.5 meV ∼ 0.1 meV
τr ∼ 1 ns ∼ 0.1 ns

États

noirs

États

brillants 1δ
0δ

aB

22
1 zδδ +

E

FIG. 5.17: Transition exciton brillant vers exciton noir via le spin flip de l’électron avec un noyau

5.3 Dépendance du déplacement Overhauser avec la tension de
grille

L’évolution du splitting de spin des trions en fonction de la tension de grille montre des
tendances assez prononcées comme l’indique la figure 5.18b. Le splitting Zeeman induit par le
seul champ magnétique appliqué est représenté par le trait en tirets. Pour X+, plus la tension
diminue (et donc le champ électrique augmente), plus la valeur absolue du shift Overhauser est
grande ; pour X−, cette dernière présente une allure en cloche : elle passe par un maximum puis
retombe à zéro.
Comme le champ électrique contrôle les processus de formation des trions et dans une certaine
mesure leur temps de vie une fois formés [18, 19, 10], ces évolutions traduisent probablement
l’influence du temps de résidence de l’électron dans la boîte (intimement lié à τc) sur la
construction de la polarisation des noyaux. Notamment, le fait que la polarisation circulaire de
X+ reste quasiment constante |Pc(X

+)| ∼ 70%, nous invite à penser que l’évolution du shift
Overhauser est principalement pilotée par celle de τc. Nous avons déjà évoqué qualitativement
l’idée (un peu contre-intuitive) que plus le temps de résidence de l’électron est court, plus le
processus de polarisation dynamique des spins nucléaires est efficace. L’expression de T1e

nous a montré que cette condition était en effet imposée par la conservation de l’énergie des
transitions "flip-flop". Cette conclusion n’est cependant vraie que dans la limite où le temps de
corrélation τc de l’électron reste de l’ordre de grandeur de la période de précession ω−1

s du spin
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FIG. 5.18: Évolution avec la tension de la polarisation circulaire de la photoluminescence de X+

et X− (a), et de leur splitting de spin (b). En rouge excitation σ+, en bleu excitation σ−. La
zone ombrée représente le domaine de stabilité de X0. Le champ magnétique appliqué est de 0.2
Tesla. L’énergie d’excitation est à 1.31 eV [17].

électronique 12. Pour un temps de corrélation extrêmement court (ωsτc ≪ 1), il n’y a certes
plus de problème de conservation de l’énergie, mais la probabilité du flip-flop T−1

1e décroît alors
comme τc pour un taux de pompage (∝ fe) constant. Examinons plus en détail comment le
champ électrique peut agir sur le déplacement Overhauser des boîtes quantiques par ce biais :

⋄ Trion X+ : le champ électrique augmente quand on diminue la tension et ouvre de ce fait
un canal d’échappement tunnel efficace pour l’électron. Cet effet est clairement observé
sur les mesures résolues en temps présentées au chapitre 3. Le temps de corrélation de
l’électron photocréé diminue alors selon :

1

τc
=

1

τ0
c

+
1

τtunnel

12Cette condition est a priori réalisée pour les boîtes quantiques τc ∼1 ns, mais pour les électrons localisés sur des
donneurs, les temps de corrélation est fortement limité par un temps de vie radiatif court et par le transfert tunnel entre
donneurs. Ceci pourrait expliquer que le temps typique de construction de la polarisation nucléaire est de l’ordre de
la seconde pour les boîtes quantiques, et de plusieurs heures dans les matériaux massifs.
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renforçant ainsi le processus de polarisation dynamique. Ceci s’accompagne donc d’une
augmentation (en valeur absolue) du shift Overhauser.

⋄ Trion X− : Comme la polarisation des noyaux est induite par l’électron résident laissé
seul après recombinaison, le temps de corrélation de ce dernier est lié au temps de capture
d’un nouvel électron de dopage par la boîte quantique. En effet, à partir de 0.35 Volt où
il n’y a plus coexistence de X0 avec X−, la boîte maintient en permanence sa charge à
deux électrons. Cela signifie que le réservoir dopé réalimente la boîte rapidement après
la recombinaison de X−, et en conséquence τX−

c diminue quand la tension augmente.
Cet argument permet de comprendre qualitativement la montée de la courbe en cloche
du déplacement Overhauser entre 0.35 V et 0.45 V, alors que dans le même temps la
polarisation circulaire de la photoluminescence reste essentiellement constante. Au delà,
le couplage tunnel entre la boîte et le réservoir dopé devient encore plus fort réduisant
probablement le temps de corrélation sous le seuil fatidique ω−1

s à partir duquel le taux
de flip-flop diminue 13, ce qui entraîne la chute observée de la polarisation nucléaire. Un
processus concomitant qui contribue à la chute de la polarisation nucléaire est la forte
diminution de la polarisation circulaire induite probablement par l’interaction d’échange
électron-trou (c.f. Chap. 3).

Vers une étude quantitative : Afin d’étudier quantitativement la polarisation dynamique des
noyaux, il faut prendre en compte leur dépolarisation et donc utiliser la solution stationnaire de
5.24. Le déplacement Overhauser que l’on mesure est alors donné par :14

δn =
−∆̃〈Sz〉

1 + κ [Γ2 + δ2
s ]

(5.28)

où

∆̃ = 2AQ̃ (5.29)

κ =
τc

2feTd

(
N

A

)2

(5.30)

L’équation 5.28 est intéressante à plus d’un titre :
⋄ A première vue la relation entre δn et la polarisation de spin 〈Sz〉 semble linéaire, avec

toutefois un facteur de réduction lié d’une part au mécanisme de dépolarisation qui donne
une valeur finie au terme κ, et d’autre part à l’ajout de la largeur des niveaux Γ = ~/τc au
splitting δs de l’électron.

13On relève d’ailleurs pour ces tensions une augmentation des largeurs de raie qui deviennent alors mesurables en
photoluminescence de l’ordre de 100 µeV.

14On le définit ici comme δn = −2AeIz , le signe négatif ayant été rajouté par convention pour que sous excitation
σ+ qui crée un électron de spin Sz négatif, le shift Overhauser ait le même signe que le splitting Zeeman. Quand la
boîte est excitée avec un photon σ+ dans l’état de charge X+, δn est positif et dans l’état X−, δn est négatif.
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⋄ En fait, cette relation ne définit que de manière implicite le shift Overhauser δn puisque
le splitting total électronique δs qui apparaît au dénominateur résulte de la contribution
du champ appliqué et du champ nucléaire, à savoir δs = geµBB + δn. Cette rétroaction
du champ nucléaire va être source de fortes non-linéarités du système donnant lieu entre
autre à un régime de bistabilité décrit plus loin.

⋄ Comme en pratique, la polarisation nucléaire est largement inférieure à sa valeur maximale
on doit pouvoir négliger le 1 du dénominateur. On aboutit alors à une expression qui rend
directement compte de l’effet des différents paramètres (N , Td, fe,. . . ) :

δn =
−2feTdτc∆̃〈Sz〉

1 +
(
ωsτc

)2

(
A

~N

)2

(5.31)

L’équation 5.28 permettrait d’ajuster les résultats expérimentaux de 5.18, cependant τc, 〈Sz〉
et potentiellement Td

15, sont susceptibles de varier avec la tension, rendant difficile un accord
théorie/expérience. Cependant, comme on va le voir, l’équation 5.28 peut être confrontée à
l’expérience quand la tension de grille est fixe, auquel cas le paramètre κ est constant et devient
ainsi une variable d’ajustement.

-0.6 -0.5 -0.4 -0.3 -0.2 -0.1 0.0 0.1
10

15

20

25

30

35

40

Tension - Volt -

S
pl

itt
in

g 
 - 

µe
V

 -

X+
-0.4

-0.2

0.0

0.2

0.4

0.6

P
olarisation C

irculaire

FIG. 5.19: Évolution avec la tension du splitting de spin de X+. Le champ magnétique appliqué
est de 0.2 Tesla. L’énergie d’excitation est à ∼ 1.34 eV et le pompage optique est σ+.

Mais avant d’aller plus loin, discutons un résultat expérimental qui traduit de manière
qualitative l’évolution du déplacement Overhauser avec la polarisation circulaire de X+, en
accord avec 5.28. Pour une excitation proche de 1.34 eV, on observe sur la même boîte quantique,
que le signe de la polarisation circulaire de X+ peut changer de signe sur une certaine plage
de tension comme le montre la figure 5.19. Ce phénomène apparaît dans une fenêtre d’énergie

15Les contributions quadrupolaires à Td pouvant être contrôlées par un champ électrique ou par les contraintes [20]
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d’excitation excessivement étroite visiblement associé à une résonance du spectre d’absorption ;
nous n’avons pas poussé plus loin les investigations pour comprendre ce mécanisme d’inversion
de la polarisation 16 En revanche, on constate avec satisfaction que le signe du déplacement
Overhauser suit les changements de signe de la polarisation circulaire de la luminescence de
X+, illustrant encore une fois que c’est bien l’électron sur le niveau fondamental de la boîte et
dont on mesure le spin lors de sa recombinaison radiative qui détermine la polarisation nucléaire.

5.4 Non-linéarités de la polarisation dynamique des spins nucléaires

Dans cette partie, nous allons mettre en lumière les conséquences de la non-linéarité présente
dans l’équation implicite 5.28, rendant compte que le splitting du spin électronique dépend
du champ total ~B + ~Bn. Comme déjà mentionné dans ce chapitre, les expériences montrent
qu’une polarisation circulaire particulière de l’excitation induit une polarisation nucléaire plus
ou moins intense suivant son signe (σ+ ou σ−). Cette dissymétrie s’explique par la rétroaction
du splitting électronique δs sur le déplacement Overhauser δn : en effet, δs = ge

gX0
δz + δn (où

δz est le splitting Zeeman d’une paire électron-trou directement mesuré en excitation linéaire)
augmente quand le champ Overhauser est parallèle au champ appliqué, et diminue dans la
configuration inverse. La régulation du mécanisme d’interaction électron-noyaux fait en sorte
qu’une augmentation de δs diminue la polarisation nucléaire et qu’une diminution de δs entraîne
une augmentation. Il est donc plus difficile de polariser les noyaux dans une direction qui
augmente le splitting δs qu’inversement en créant un champ nucléaire anti-parallèle au champ
appliqué. Pour jouer sur les signes relatifs de δn par rapport à δz , il y a donc deux possibilités
évidentes :

⋄ Changer la polarisation circulaire de l’excitation à champ magnétique constant. C’est
bien sûr comme cela que la dissymétrie du déplacement Overhauser a été révélée dès nos
toutes premières mesures.

⋄ Changer le sens du champ magnétique, c’est à dire dans notre cas retourner l’aimant per-
manent en gardant constante la polarisation circulaire de l’excitation.

5.4.1 Évolution du décalage Overhauser avec la polarisation électronique

Afin de vérifier expérimentalement la validité de la relation 5.28, nous avons, à tension
fixe, tourné pas à pas la lame λ/4 définissant la polarisation d’excitation et mesuré à chaque
position le déplacement Overhauser correspondant ainsi que la polarisation circulaire de la
photoluminescence. Cette dernière est supposée mesurer la valeur du spin électronique 〈Sz〉 (à
un facteur 2 près) qui entre dans l’équation 5.28. La figure 5.20 reporte ces deux mesures l’une

16Associée à cette inversion de polarisation, la formation d’excitons doublement chargés X2+ semble être une piste
sérieuse pour répondre à cette question. Une investigation fine de la spectroscopie d’excitation de la photolumines-
cence sur toute une plage de tension semble nécessaire.
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en fonction de l’autre. Deux séries ont été effectuées, l’une à -0.2 V pour X+, l’autre à +0.4 V
pour X−. La valeur du splitting électronique induit par le champ magnétique externe ge

gX0
δz est

estimée à ∼ 7µeV 17. Les paramètres ajustables sont donc : ∆̃, τc et enfin κ. Concrètement, lors
de la phase d’ajustement18 seul κ est un paramètre libre et sans doute le plus crucial ; les deux
autres paramètres sont contraints à rester dans un domaine réaliste : les mesures temporelles
de la luminescence sur ensemble de boîtes semblent indiquer que τc(X

+) est de l’ordre de
500-600ps, tandis que τc(X

−) est estimé à quelques dizaines de picosecondes d’après [10, 19],
quant à ∆̃ qui est essentiellement un paramètre "matériau", il vaut environ 1.3 meV pour une
composition réaliste de la boîte quantique 19. La figure 5.20 rend compte du très bon accord

FIG. 5.20: Déplacement Overhauser en fonction de la polarisation circulaire de la photolumines-
cence, mesurés pour une polarisation de l’excitation variant pas à pas entre σ+ et σ−. Les lignes
continues ont été tracées à partir de l’équation 5.28. Le champ magnétique appliqué est de 0.2
Tesla. L’énergie d’excitation est à ∼ 1.31 eV [17].

théorie/expérience avec les paramètres d’ajustements reportés dans le tableau 5.4.1. Notamment,
elle révèle bien la dissymétrie attendue. Par exemple, dans la configuration où le champ
Overhauser est anti-parallèle au champ appliqué, la valeur absolue du décalage Overhauser

17La valeur typique de ge pour les boîtes d’InAs est comprise entre 0.6 et 0.8 [6]
18pour réaliser l’ajustement, il est plus pratique de considérer la relation dans le sens Pc(X

±) =

±δn

“
1 + κ (~/τc)

2 + ( ge

g
X0

δz + δn)2)
”

2
e∆

qui est un polynôme de degré 3 en δn

19xGa ∼ 0.2, xIn ∼ 0.3 et xAs ∼ 0.5
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X+ X−

τc (ps) 600 60

κ− 1

2 (µeV) 1.8 3.8
∆̃ (meV ) 1.3 1.3

TAB. 5.2: Valeurs des paramètres ajustables utilisées pour reproduire les mesures expérimentales
de la figure 5.20

(∼25 µeV pour X− et ∼18µeV pour X+) montre que l’électron "voit" un champ nucléaire Bn

supérieur au champ appliqué (0.2Tesla correspondant à un éclatement Zeeman de ∼7µeV).

5.4.2 Influence du sens du champ magnétique appliqué

Pour mettre en évidence l’effet du renversement du champ magnétique, nous avons placé
un rail parallèle à l’axe optique derrière le cryostat sur lequel coulisse un ensemble de neuf
aimants permanents 20. La distance entre la pile d’aimants et le cryostat permet ainsi de contrôler
l’intensité du champ magnétique appliqué et il suffit de retourner l’aimant pour changer la
direction du champ. L’étalonnage a été effectué en plaçant une sonde à effet Hall au point de
focalisation du laser (en l’absence de cryostat). Lorsque les aimants sont "plaqués" contre la face
arrière du cryostat, c’est à dire à environ 1 cm de l’échantillon, le champ magnétique au niveau
de l’échantillon atteint 240 mT.
Nous avons étudié la même boîte quantique et sous les même conditions d’excitation que
précédemment (énergie d’excitation, puissance de pompe et tension : -0.2 V), dans le régime
X+. Pour chaque valeur du champ, nous avons mesuré le déplacement Overhauser ainsi que
la polarisation circulaire. La figure 5.21a montre clairement un effet dissymétrique, suivant
l’orientation relative du champ appliqué et du champ Overhauser. Bien que les mesures soient
un peu bruitées, on peut dégager quelques informations intéressantes :

⋄ Le déplacement Overhauser est de signe constant puisque la polarisation circulaire de la
luminescence (c.f. 5.21b) reste positive et voisine de 60%.

⋄ Dans la configuration où ~B et ~Bn sont anti-parallèles (ici pour B < 0), le décalage Ove-
rhauser est plus important, que dans la configuration opposée i.e B > 0.

⋄ Enfin, on peut aussi constater un effet assez fin sur la polarisation circulaire de X+ : elle
vaut environ 65% dans la situation ~Bn et ~B parallèles, alors qu’elle est de 60% dans le
cas anti-parallèle. Cet effet, certes assez ténu, pourrait néanmoins être la première mise en
évidence de l’influence du champ total ~B + ~Bn ressenti par l’électron, sur sa relaxation de
spin. Cet effet sera discuté plus en détail au chapitre suivant.

20Cette mesure a été réalisée avant qu’un montage de micro-photoluminescence dans un cryostat magnétique à
bobines "splittées" ne soit disponible au laboratoire.
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Comme il s’agit de la même boîte, excitée dans les mêmes conditions que précédemment, nous
pouvons a priori reprendre les paramètres d’ajustement que l’on avait déterminés (κ, τc et ∆̃),
pour reproduire cette dépendance au champ magnétique21. La courbe théorique est représentée
dans 5.21a. Elle reproduit sans grande surprise la dissymétrie causée par l’inversion du champ,
avec compte tenu du bruit des mesures, un assez bon accord qualitatif.
Enfin, il reste un dernier point qui mérite d’être discuté ici. La figure 5.21 montre que les
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FIG. 5.21: a) Evolution du shift Overhauser en fonction du champ appliqué. b) Polarisation cir-
culaire de X+.Polarisation d’excitation σ+ et excitation à 1.31 eV.

noyaux sont polarisés à champ magnétique nul. Le point mesuré à B = 0 est tout-à-fait valide et
sera confirmé par la suite. Cette observation soulève une question. Existe-t-il un champ résiduel
dans le cryostat, champ qui est en principe requis pour pouvoir polariser les noyaux en écrantant
leur interaction dipôle-dipôle ? Pour y répondre, nous avons placé une boussole22 contre le doigt
froid (en cuivre mais chromé) du cryostat, mais nous n’avons pas observé de changement de
direction de l’aiguille. Le principal champ magnétique pouvant potentiellement perturber nos
mesures à champ nul est donc le champ magnétique terrestre23, ce qui n’est pas entièrement
exclu compte tenu de l’orientation de notre montage optique.
Toutefois, la polarisation nucléaire à champ nul a été mis en évidence par C. W. Lai et al. dans
l’équipe d’A. Imamoglu à Zurich [10] sur boîte unique d’InAs. Ils ont interprété ce résultat
comme résultant du champ Knight Be créé par l’électron polarisé, champ qu’ils ont mis en
évidence en variant très finement un champ magnétique longitudinal externe (c.f. chapitre
suivant pour plus de précisions). Parallèlement, R. Oulton et al. ont mesuré un effet similaire
sur ensemble de boîtes [16] dans une configuration Voigt (ou Hanle) du champ magnétique. Il
semble donc que la polarisation nucléaire des boîtes quantiques puisse être un effet intrinsèque à
ce système. Ce n’est pas en soi une découverte puisque qu’un tel effet est décrit dans un contexte

21Notons cependant que Td et donc κ est hautement susceptible de dépendre du champ appliqué, et peut-être même
de la polarisation nucléaire.

22Une boussole est sensible à quelques centièmes de mT
23Sa valeur est environ 0.06 mT à Marcoussis.
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général par V. G. Fleisher et I. A. Merkulov dans l’ouvrage de référence Optical Orientation [14].

5.4.3 Bistabilité de la polarisation nucléaire dans le régime des forts champs ma-
gnétiques

Dans les deux sections précédentes, nous avons observé des effets non-linéaires dans le ré-
gime des faibles champs magnétiques ∼ 0.2T . Nous allons voir ici que lorsqu’on applique des
champs beaucoup plus forts, le système nucléaire montre alors des effets plus surprenants comme
la bistabilité. Les expériences qui vont être présentées ici , ont été réalisées par P.F Braun et B. Ur-
baszek [21] à Toulouse sur un échantillon p-i-Schottky épitaxié par A. Lemaître et processé par
B. Eble.
La première expérience reportée sur la figure 5.22 montre la dépendance du shift Overhauser
mesuré en fonction du champ appliqué parallèlement à l’axe optique. La mesure a été faite sur le
trion positif d’une boîte quantique unique. Quand le champ Overhauser est parallèle au champ ap-
pliqué, on s’attend légitimement à une diminution du shift Overhauser, en augmentant le champ
magnétique : le splitting total sur l’électron δs devient alors prépondérant, et donc les événe-
ments flip-flop sont de moins en moins fréquents pour assurer une polarisation nucléaire forte.
C’est effectivement ce qu’on observe sur la figure 5.22 pour l’excitation σ+, mais uniquement
pour des champs magnétiques inférieurs à ∼ 0.3 T. Au delà de cette valeur, le shift Overhauser
croît de nouveau avec le champ magnétique appliqué, en contradiction avec ce que l’on devrait
attendre. Pour comprendre cela, on peut se reporter à l’équation 5.25, qui montre qu’en régime
stationnaire :

〈Ĩz〉 = Q̃〈Sz〉
Td

T1e + Td
(5.32)

Selon l’équation 5.32, la seule manière d’interpréter le comportement singulier du shift
Overhauser avec le champ, est d’invoquer le fait que le temps de dépolarisation nucléaire Td

augmente beaucoup plus vite que le temps de construction nucléaire T1e. Le champ magnétique
participe alors à la suppression graduelle du ou des mécanismes de dépolarisation.
Rappelons que ces mécanismes ne sont pas bien identifiés, notamment dans les boîtes d’InGaAs.
Néanmoins, la suppression partielle de la dépolarisation permet d’atteindre de très hautes valeurs
de polarisation nucléaire : en excitation σ−, le shift Overhauser s’élève à ∼ 70 µeV à 2 T, soit
une polarisation nucléaire estimée à 30%. Dans ces conditions, le champ Overhauser estimé à
∼ 1.8T , est comparable avec le champ appliqué. Pour un tel champ magnétique, le système est
en fait entré dans un régime de bistabilité. Cet effet est illustré sur la figure 5.23 qui montre la
dépendance du shift Overhauser à la polarisation de la photoluminescence mesurée en variant
pas à pas la polarisation de l’excitation de σ+ à σ−, puis de nouveau à σ+. La non-linéarité qui
était déjà apparente sur nos mesures dans un faible champ de 0.2 T (c.f. Fig. 5.20) a évolué en
un cycle d’hystérésis. Détaillons un peu ce comportement. Partant d’une polarisation circulaire
nulle, le taux de flip-flop ∝ T−1

1e 〈Sz〉 est d’abord faible dans un champ de 2 T en raison du fort
splitting Zeeman. En polarisant les noyaux de telle sorte que le champ nucléaire s’oppose au
champ appliqué, on réduit alors progressivement le splitting de spin de l’électron et donc on
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FIG. 5.22: Évolution du shift Overhauser de X+ en fonction du champ magnétique, pour l’exci-
tation σ+ et σ−

accélère la probabilité de flip-flop. C’est évidemment un processus qui s’amplifie lui-même,
si bien que pour une certaine polarisation de l’excitation on bascule à une valeur du champ
nucléaire qui doit excéder en valeur absolue celle du champ appliqué. À ce point le splitting de
l’électron δs est très faible. Le champ Overhauser cesse cependant d’augmenter car les "fuites"
de spin nucléaire ∝ 〈Ĩz〉/Td deviennent alors importantes (〈Ĩz〉 est grand !) tandis qu’une
augmentation supplémentaire du champ nucléaire aurait pour effet de diminuer à nouveau T−1

1e .

B = 2 T
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FIG. 5.23: Evolution du shift Overhauser de X+ en fonction de la polarisation circulaire de la
luminescence
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Nous constatons que l’ajustement théorique par 5.28 décrit de manière excellente les points
expérimentaux. Pour connaître les paramètres d’ajustement utilisés, le lecteur pourra se reporter
à la référence [21]. Néanmoins, nous pouvons quand même préciser, que le temps de corrélation
utilisé ici est de l’ordre de 50 ps. Ceci n’est pas surprenant : le temps de vie radiatif donne
une limite supérieure au temps de corrélation, qui, nous l’avons vu précédemment donne de
bons résultats pour l’échantillon n-i-Schottky, où la formation de X+ est due uniquement à
l’excitation optique. En ce qui concerne l’échantillon p-i-Schottky, le deuxième trou de ce
complexe peut alternativement quitter la boîte, et y revenir via l’effet tunnel entre la boîte et le
réservoir dopé-p ; ce qui peut contribuer à une diminution drastique du temps de corrélation.
Mentionnons aussi que ce fit a permis à B. Urbaszek et al., d’estimer le temps effectif de
dépolarisation Td à environ 1 ms 24.
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FIG. 5.24: Déplacement Overhauser en fonction de la polarisation circulaire pour les trions et
l’exciton neutre d’une boîte de fluctuation d’interface GaAs. Champ appliqué de 5 Tesla. D’après
[7]

Nous pouvons mettre en perspective ce que nous venons de voir avec les résultats de
A. S. Bracker et al.[7], concernant les boîtes de fluctuation d’interface. La figure 5.24 qui reprend
leurs données 25, montre les courbes δn = f(Pc) pour les différents états de charge X−, X+ et
X0 de la même boîte quantique, sous champ extérieur de 5 Tesla. Les courbes associées aux es-
pèces X− et X0 ne passent pas en (0,0) : cela peut être dû à un artefact provenant de la détection
circulaire, ou à une éventuelle rémanence du champ nucléaire. Ceci ne permet pas d’analyser
proprement ces résultats à l’aide de notre modèle. Toutefois, il est frappant de constater que les
courbes δn = f(Pc) possèdent une allure essentiellement linéaire. Par ailleurs, à notre connais-
sance aucune hystérésis n’a été reportée pour ce système ou pourtant la polarisation nucléaire
est très forte. Ceci contraste nettement avec les courbes en "S", observées et décrites par notre
modèle pour les boîtes InAs. Cette différence majeure pointe dans la direction de mécanismes de

24Cette estimation suppose toutefois de faire une hypothèse sur la valeur du facteur d’occupation fe.
25Présentés sous une autre forme dans l’article[7].
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dépolarisation nucléaire très faibles pour les boîte de fluctuation d’interface, expliquant à la fois
les fortes polarisations nucléaires trouvées et la réponse linéaire constatée sur la figure 5.24.
Revenons aux expériences de B. Urbaszek et al. et examinons maintenant ce qui se passe quand
le champ appliqué augmente tout en gardant fixe l’excitation optique (et sa polarisation). A nou-
veau, un phénomène de saturation bistable se manifeste, comme le montre la figure 5.25-gauche.
On voit clairement le système nucléaire "sauter" d’une branche "forte polarisation nucléaire" (en
dessous de 3 T), à une branche "faible polarisation nucléaire" (au delà de 3 T). Sur la figure de
gauche est représentée la modélisation en ne tenant pas compte de la dépendance de Td avec le
champ. Pour cette raison, l’accord avec l’expérience n’est correct que pour les champs forts.
Comme la bistabilité se manifeste quand le taux de flip-flop ∝ T−1

1e est modulé par un paramètre
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FIG. 5.25: A gauche : Evolution du shift Overhauser de X+ en fonction du champ magnétique
appliqué. A droite : modélisation en considérant un temps de dépolarisation Td indépendant du
champ.

extérieur, elle peut aussi être mise en évidence en faisant varier la puissance d’excitation qui dé-
termine le facteur d’occupation fe. La figure 5.26 montre cet effet observé par B. Urbaszek et al..
Récemment, A.I Tartakovskii et al. ont mis en évidence ces mêmes effets bistables en fonction
de la puissance d’excitation et du champ appliqué, non pas sur un exciton chargé mais sur un
exciton neutre pour des champs magnétiques comparables. Ils ont cependant excité optiquement
leur échantillon dans la couche de mouillage, ce qui pourrait compromettre la compréhension
fine de leurs résultats. En tout état de cause, la question reste ouverte de comprendre les méca-
nismes de polarisation dynamique des noyaux à partir d’exciton neutres 26 . Mentionnons pour
finir que P. Maletinsky et al. ont aussi très récemment [22] observé ces phénomènes de bistabilité
en travaillant sur un trion négatif d’une boîte quantique InAs. Leurs mesures très peu bruitées
montrent un accord somme toute excellent avec le modèle développé dans ce présent chapitre, à

26Dans un fort champ magnétique on résout le problème de l’anisotropie d’échange vis à vis des règles de sélection
optique, mais pas celui du fort splitting d’échange entre états noirs et brillants qui doit considérablement diminuer la
probabilité de flip-flop.
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condition d’inclure la variation de Td avec le champ magnétique externe.
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FIG. 5.26: Evolution du shift Overhauser de X+ en fonction de la puissance d’excitation

5.5 Bilan

Dans ce chapitre, nous avons mis en évidence la polarisation dynamique des spins nucléaires
d’une boîte quantique unique. Nos résultats montrent le changement de sens du champ Ove-
rhauser, suivant l’état de charge de la boîte quantique. Ce fait marquant souligne le bon contrôle
que l’on a de l’injection optique dans les boîtes de porteurs (électron ou trou) ayant un spin
bien déterminé. Cette situation diffère notablement de celle des boîtes GaAs de fluctuation
d’interface[7]. Par ailleurs, nous avons mis en lumière les non-linéarités du mécanisme de
polarisation dynamique des noyaux : dans le régime des faibles champs magnétiques, le système
nucléaire présente une unique branche solution de l’équation d’évolution, laquelle reflète
une réponse non-linéaire. À plus fort champ magnétique, cette non-linéarité donne lieu à un
comportement bistable. Remarquablement, dans les deux situations, notre modèle théorique
reproduit très bien les résultats expérimentaux. Notons que celui-ci ne fait qu’adapter au cas
des boîtes quantiques une description de la polarisation dynamique des noyaux éprouvée
de longue date, en incorporant toutefois quelques nouveautés. En particulier, la prise en
compte du champ nucléaire lui-même dans le splitting de spin des électrons donne lieu à une
rétroaction responsable des non-linéarités observées. Le contrôle du shift Overhauser par la
polarisation circulaire, pour un champ magnétique de 0.2 T et 2 T en est une assez bonne
illustration. En corollaire, l’accord globalement bon avec le modèle proposé confirme que la
mesure de la polarisation circulaire dans les conditions d’excitation intra-boîte, contient bien
toute l’"information" sur l’histoire du spin électronique confiné dans la boîte quantique. Il
reste quelques questions ouvertes comme l’origine physique de la dépolarisation des noyaux.
Dans le chapitre suivant, nous allons nous intéresser aux conséquences de cette interaction hy-
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perfine avec les noyaux, vis à vis de la relaxation de spin des électrons dans les boîtes quantiques.
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Chapitre 6

Relaxation du spin électronique induite
par l’interaction hyperfine
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Dans le chapitre 4, nous avons introduit les notions essentielles relatives à l’interaction
hyperfine dans les semiconducteurs. Nous avons alors vu que que terme IzS

e
z de l’hamiltonien

hyperfin correspondant à l’interaction statique, est à l’origine du "champ nucléaire" agissant sur
l’électron lorsque l’on effectue la moyenne 〈Iz〉 sur les noyaux, ou du "champ électronique"

137



138
CHAPITRE 6. RELAXATION DU SPIN ÉLECTRONIQUE INDUITE PAR L’INTERACTION

HYPERFINE

agissant sur le noyau lorsque l’on moyenne sur l’électron1. Ensuite, au chapitre 5 nous avons
mis en évidence le pompage optique des spins nucléaires d’une boîte quantique en présence d’un
champ magnétique extérieur.
Au cours de ce chapitre, nous verrons qu’il est possible d’observer la polarisation dynamique
des spins nucléaires en l’absence de champ magnétique appliqué, ce qui nous amènera à aborder
modestement la question du refroidissement du système nucléaire dans le domaine des petits
champs magnétiques. Ceci constituera la seconde partie de ce chapitre.

Dans la première partie, un autre aspect de l’interaction hyperfine sera détaillé : nous mon-
trerons que les fluctuations statistiques de l’environnement nucléaire participent à un mécanisme
de relaxation partielle du spin électronique. En effet les termes flip-flop

∑
j(I

+
j S−

e + I−j S+
e )

induisent des transitions avec retournement de spin entre les états électroniques et nucléaire ;
dans la situation où 〈Iz〉 6= 0, les événements flip-flop, qui ont construit la polarisation nucléaire,
maintiennent sa valeur en régime stationnaire. Nous verrons ici que dans la situation 〈Iz〉 = 0,
les mêmes événements flip-flop sont fondamentalement à l’origine du mécanisme de relaxation
de Merkulov. Le système à deux niveaux que constitue le spin de l’électron n’est alors plus
suffisamment isolé du bain nucléaire pour réaliser un Q-bit fiable [1, 2]. Nous montrerons alors
qu’un champ magnétique aussi faible que 100 mT, restaure l’intégrité du système à deux niveaux.

6.1 Mécanisme de Merkulov

6.1.1 Influence des fluctuations du champ Overhauser

L’idée de départ est de considérer les fluctuations nucléaires comme un champ magnétique
effectif agissant sur le spin électronique. La précession de ce dernier autour de la composante
transverse du champ va conduire à une relaxation partielle. Nous allons commencer par évaluer
l’intensité de ce champ aléatoire en calculant sa variance σ2( ~Bn) = 〈 ~B2

n〉 − 〈 ~Bn〉2, où pour
rappel les composantes (ν = x, y, z) du champ hyperfin sont :

~Bnν =
v0

geµB

∑

j

Aj |ψ(~rj)|2Îj
ν

La somme porte sur les noyaux j d’une boîte quantique de N Noyaux. Cette expression se sim-

plifie en 2
geµBN

∑
j Aj Îj

ν dans l’hypothèse où ψ =
√

2
Nv0

. On obtient alors :

σ2( ~Bn) =

(
2

geµBN

)2

〈

∑

ν

(
∑

j

Aj Îj
ν)2〉 −

∑

ν

(〈
∑

j

Aj Îj
ν〉)2


 (6.1)

Ici nous considérons les fluctuations associées aux variables aléatoires que sont les spins nu-
cléaires pour une boîte unique. Pour étendre le calcul au cas d’un ensemble de boîtes, il faudrait

1Nous avons vu que les processus de moyennage sur les noyaux et l’électron étaitent de natures différentes au
chapitre 4
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inclure une dispersion sur le nombre de noyaux N , ainsi qu’éventuellement sur le facteur de
Landé ge et la composition des boîtes. Notons que notre approche revient aussi à considérer
une moyenne d’ensemble sur un grand nombre de boîtes quantiques qui seraient homogènes en
composition et en taille. Elle sera applicable à nos mesures sur boîte unique à condition que le
temps d’intégration expérimental soit suffisamment long, par rapport au temps de corrélation de
ce champ nucléaire. A ce stade, on va supposer que la polarisation des noyaux est essentiellement
nulle (pas de polarisation optique des noyaux ni de fort champ magnétique), i.e. 〈Îj

ν〉 = 0 et que
les corrélations entre spins de noyaux voisins sont également nulles, c’est à dire 〈Îj

ν Îk
ν 〉 = 0. On

obtient alors :

σ2( ~Bn) =

(
2

geµBN

)2 ∑

ν

[ ∑

j

Aj2〈Ij2〉 + 2
∑

j<k

AjAk〈Îj
ν Îk

ν 〉
︸ ︷︷ ︸

=0

]
(6.2)

En utilisant la relation ~Ij2

= Ij(Ij + 1) et en supposant que Aj ≃ A pour les noyaux j des
boîtes InGaAs , on obtient l’expression suivante pour la variance du champ nucléaire :

σ2( ~Bn) =
( 2A

geµB

√
N

)2 ∑

α

xαIα(Iα + 1) (6.3)

La composition isotopique xα, où α =115 In, 69Ga, 71Ga, 75As est telle que
∑

α xα = 1.

Application numérique : Considérons une boîte InGaAs de 5.104 noyaux avec
A=50µeV. Dans ce cas l’énergie typique de l’interaction hyperfine d’un électron est don-
née geµBσ( ~Bn) = 2A√

N

√∑
α xαIα(Iα + 1) ≃ 2µeV. Le champ magnétique aléatoire peut alors

être caractérisé par une valeur moyenne nulle et une moyenne quadratique ∆B = 2
3σ( ~Bn) qui

vaut environ quelques dizaines de mT. Ainsi, Le spin électronique précesse dans ce champ avec
une période T∆ de h/σ( ~Bn) ∼ 1 ns.

L’estimation de ce temps de précession est précieux. En effet, on peut le comparer notamment
à différents temps typiques :

⋄ Le temps de précession du spin du noyau dans le champ Knight de l’électron. Nous l’avons
estimé au chapitre 4 à environ 1 µs

⋄ Le temps de précession du spin nucléaire dans le champ local dipolaire qui est environ
100 µs que l’on peut associer au temps de corrélation des fluctuations de ~Bn.

Comme ces temps sont beaucoup plus longs que la période de précession dans le champ aléatoire,
on peut considérer que l’électron photocréé évolue dans un champ nucléaire statique durant sa
durée de vie dans la boîte. Dans notre cas, ce dernier est généralement limité par la recombinaison
radiative avec un trou (alors de l’ordre la nanoseconde) ou par la recapture d’un électron ou d’une
nouvelle paire électron-trou (alors de quelques dizaines de ps à quelques µs).
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6.1.2 Relaxation partielle d’un ensemble de spins électroniques

L’argument précédent est en réalité le point majeur de l’article de I. A. Merkulov et al. [3]. En
effet cette hypothèse permet de calculer analytiquement la dynamique de relaxation de l’électron.
Le champ aléatoire peut être caractérisé par une densité de probabilité Gaussienne P ( ~Bn), avec
une dispersion correspondante à ∆B :

P ( ~Bn) =
1

π3/2∆3
B

exp

[
−( ~Bn)2

∆2
B

]
(6.4)

L’équation du mouvement de précession dans un champ magnétique statique est donnée par :

~S(t) = (~S0 · ~n)~n + {~S0 − (~S0 · ~n)~n} cos ωt + [{~S0 − (~S0 · ~n)~n} × ~n] sinωt (6.5)

où ~S0 est le spin initial, ~n = ~Bn/Bn et ω = geµBBn/~.
les auteurs de ce papier ont ainsi calculé l’évolution temporelle de la moyenne d’ensemble du
spin électronique 〈S(t)〉, en moyennant l’équation 6.5 sur la distribution P ( ~Bn). Ils obtiennent
ainsi la dynamique de la relaxation d’un ensemble de spin électronique :

〈~S(t)〉 =
~S0

3

{
1 + 2

[
1 − 2

(
t

2T∆

)2 ]
exp

[
−

(
t

2T∆

)2 ]}
(6.6)

L’équation 6.6 décrit l’évolution du spin moyen d’un ensemble de boîtes identiques, pour
des temps courts devant la période de précession du noyau dans le champ hyperfin de l’électron
(environ 1 µs).
Chaque spin précesse de manière cohérente autour du champ magnétique ~Bn, comme le décrit
l’équation 6.5. Néanmoins, celui-ci étant distribué aléatoirement en norme et en direction dans
chaque boîte, chaque spin ~Si va précesser autour d’une direction et avec une fréquence différente.
En conséquence la moyenne 〈~S〉 d’un ensemble d’électrons créés à l’instant t=0 avec tous le
même spin ~S0 diminue comme le montre la figure 6.1. Le temps caractéristique de l’évolution
T∆ = ~/geµB∆B , représente le temps moyen de ce déphasage.
Par ailleurs, il est remarquable que le spin moyen relaxe au tiers de sa valeur initiale. Ceci

rend compte que toutes les orientations du champ Bn sont équiprobables ; on peut l’expliquer
de manière simple. Pour 2/3 des boîtes, le champ ~Bn est essentiellement transverse à ~S0. Pour
ce sous-ensemble 〈S〉 tends vers 0 assez rapidement en raison du brouillage des fréquences de
précession. A l’inverse, pour le 1/3 restant ~Bn est plutôt colinéaire à ~S0, donc 〈~S〉 ≃ ~S0. Quand
on fait la moyenne sur ces deux sous-ensembles, on trouve bien que 〈S〉 tend vers 〈S0〉/3. Il
faut bien réaliser que cette dynamique très particulière décrit un processus de déphasage d’un
système de spins qui ont tous individuellement une évolution cohérente. Pour cette raison, quand
2/3 des spins ont effectué en moyenne une demi-précession autour d’un champ principalement
transverse, on observe une très faible polarisation qui change presque de signe avant de remonter
à 1/3. Contrairement à une décroissance exponentielle, la dynamique qui en résulte n’est donc
pas auto-similaire et donc n’est pas adaptée à décrire n’importe quelle configuration initiale de
polarisation de spin.
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FIG. 6.1: Représentation de l’évolution du spin 〈S(t)〉/〈S0〉 pour différentes valeurs du champ
magnétique longitudinal.

6.1.3 Relaxation du spin électronique en présence d’un champ magnétique exté-
rieur

Naturellement, un champ magnétique ~B va écranter les fluctuations du champ effectif autour
duquel le spin de l’électron précesse et induites par Bn. Attendue la faible valeur de ∆B , de
l’ordre d’une trentaine de mT, un champ magnétique extérieur d’une centaine de mT doit être
suffisant. En présence d’un tel champ, la précession du spin électronique est toujours décrite par
l’équation 6.5, avec ~n = ( ~B + ~Bn)/‖ ~B + ~Bn‖ et ω = geµB‖ ~B + ~Bn‖/~.
I. A. Merkulov et al. ont calculé l’évolution temporelle du spin moyen 〈~S〉 dans le champ ma-
gnétique extérieur perturbé par les fluctuations du champ nucléaire. Pour simplifier, nous consi-
dérons ici que le spin à t = 0 ainsi que le champ magnétique sont parallèles, orientés suivant z.
Le résultat de ce calcul ne conduit pas à une expression analytique simple2 :

〈S(t)〉β
〈S0〉

= 1 − 1√
π

∫ +∞

−∞

∫ +∞

−∞
dz dy

y e−z2−y

(β + z)2 + y
(6.7)

+
1√
π

∫ +∞

−∞

∫ +∞

−∞
dz dy

y e−z2−y

(β + z)2 + y
cos

(
t

T∆

√
(β + z)2 + y

)

où β = B/∆B

Sur la figure 6.1 nous avons tracé l’évolution du spin moyen pour différentes valeurs du champ
magnétique extérieur obtenue par intégration numérique de ces équations. L’écart type des

2Il est intéressant de noter que A. Khaetskii et al. arrivent aux mêmes résultats, en utilisant un formalisme assez
différent [4, 5].
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fluctuations de champ nucléaire est ∆B = 28mT correspondant à T∆ = 500 ps. L’évolution de
la cinétique de 〈S〉(t) avec le champ appliqué constitue une signature probante permettant de
mettre en évidence le mécanisme de relaxation.
Au chapitre 3 nous avons vu que la dynamique de polarisation des trions positifs présentaient un
profil temporel comparable au calcul fait ici à champ nul, avec un déclin assez rapide (en 450 ps)
suivi d’un plateau. Dans la section suivante, nous allons discuter des expériences résolues en
temps sur ensemble de boîtes dopées p, qui ont permis de montrer plus clairement encore le
comportement prédit par ce modèle pour 〈S〉(t) en fonction du champ magnétique.

6.2 Mise en évidence de la relaxation de Merkulov sur ensemble de
boîtes dopées p

Nous allons dans cette section, commenter les résultats de P.-F. Braun [6] obtenus en 2005
sur un ensemble de boîtes InAs. L’échantillon qui a été étudié est constitué de dix plans de boîtes,
séparés les uns des autres par 30 nm de GaAs, et entre lesquels se trouve une couche dopée au Be,
assurant un dopage de type p avec a priori, un trou par boîte. Sur cet échantillon, ils ont mesuré
la dynamique de la polarisation circulaire de la luminescence, en fonction du champ magnétique
appliqué.
La figure 6.2 montre la dynamique de la polarisation circulaire ( Pc(t) = −2〈S(t)〉) sans champ
magnétique extérieur. L’énergie d’excitation est à 1.44 eV, au niveau de la couche de mouillage,
et la puissance d’excitation est faible (∼ 1 mW focalisé sur ∼ 50 µm). On voit clairement deux
régimes : un déclin de la polarisation circulaire sur environ 700 ps suivi d’un plateau stable sur la
durée accessible à la mesure. De plus, on constate que la polarisation circulaire aux temps longs
(12 %) est égale au tiers de la polarisation initiale (∼ 40 %) en accord avec les prédictions du
modèle de déphasage décrit au-dessus.

FIG. 6.2: Suivi temporel de la polarisation circulaire de la photoluminescence d’un ensemble de
boîtes InAs dopées p à champ magnétique nul. D’après [6]
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Par ailleurs, un second argument permettant d’attribuer à l’interaction hyperfine le déclin de
la polarisation initiale est apporté par l’évolution de la dynamique dans un champ magnétique
extérieur (voir la figure 6.3). Ce dernier, a pour effet de supprimer la relaxation de la polarisation
circulaire aux temps courts (< 700 ps), et ce dès 100 mT. Le déclin observé peut donc bien
être attribué à un champ effectif de quelques dizaines de mT seulement, plutôt qu’à un champ
beaucoup plus fort qui produirait une relaxation à l’échelle de la nanoseconde dans le régime
de "rétrécissement par le mouvement"3. L’évolution de Pc(t) est inchangée avec un champ de
400 mT 4. Les résultats 6.3 sont bien sûr très réminiscents de ce qui est attendu théoriquement
(c.f. figure 6.1) et permettent d’invoquer le rôle majeur de l’interaction hyperfine sur le processus
de relaxation du spin électronique.

Estimation de T∆ : La dynamique de la polarisation circulaire à champ nul diffère quand
même de la théorie 6.1 ; en effet, on ne voit pas le minimum local de la polarisation, vers 2T∆.
Ceci peut être attribué à l’inhomogénéité sur le nombre d’atomes et sur la composition des boîtes
observées, induisant une dispersion sur T∆. La prise en compte de la dispersion sur le nombre
d’atomes, a permis d’évaluer T∆ à 470 ± 170 ps, en bon accord avec ce qui est attendu.

FIG. 6.3: Suivi temporel de la polarisation circulaire de la photoluminescence d’un ensemble de
boîtes InAs dopées p pour différents champs appliqués. D’après [6]

On peut se demander si d’autres effets inhomogènes, inhérents à l’étude d’un ensemble de
boîtes, peuvent altérer ces conclusions ? Les effets de la puissance d’excitation sont certainement

3Régime qui correspond au cas où ωsτc ≪ 1 dans le formlisme dérivé au chapitre 5 et conduisant à un taux de
relaxation du spin (électron ou noyau) de la forme T−1

1 ∝ Ω2τc où Ω est la pulsation de Larmor dans le champ
magnétique effectif responsable de la relaxation.

4La différence de polarisation circulaire initiale est due aux suppressions partielles de la relaxation du spin de
l’électron avant thermalisation du trion sur le fondamental.
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FIG. 6.4: Evolution de la polarisation circulaire en fonction de la puissance d’excitation. L’ex-
citation est polarisée circulairement. L’énergie de détection est 1.29 eV et d’excitation à 1.42
eV.

à prendre en considération sur ensemble de boîtes. Dans ce but, nous avons étudié un échantillon
de boîtes quantiques avec delta-dopage de type p entre les plans de boîtes, donc tout à fait simi-
laire à celui utilisé par P.-F. Braun et al.. La polarisation circulaire mesurée en excitation dans
la couche de mouillage est reportée sur la figure 6.4. Elle présente en fonction de la puissance
deux régimes : à faible puissance, on injecte en moyenne moins d’une paire électron/trou dans
la boîte ; la luminescence est majoritairement celle de la recombinaison de X+, la polarisation
circulaire est élevée. Au delà de ∼ 1 mW elle chute, probablement en raison de l’injection
de porteurs supplémentaires formant des complexes excitoniques X2+, 2X+, etc... Ceux-ci
participent au déclin de la polarisation circulaire, sur un temps de quelques ps 5.
Un autre point évident à considérer est celui de la possible polarisation dynamique des noyaux
sous excitation optique continue comme on l’a mis en évidence au chapitre précédent. La
composante statique du champ Overhauser serait susceptible de participer à la suppression
du déclin de la polarisation circulaire, au même titre que le champ magnétique appliqué.
P.-F. Braun et al. n’observent pas de changement de la dynamique en changeant l’hélicité de
l’excitation par rapport au sens du champ magnétique de 100 mT. Ceci semble indiquer l’absence
d’une forte polarisation nucléaire dans le régime particulier d’excitation impulsionnelle utilisée
pour les mesures résolues en temps. Par l’étude de boîtes quantiques uniques, nous allons
voir qu’effectivement ces deux aspects de l’interaction hyperfine (déphasage et polarisation
dynamique) interfèrent l’un avec l’autre.

5En raison de l’interaction d’échange anisotrope δS−P
1 ∼ 100 µeV
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6.3 Mise en évidence du mécanisme de relaxation de Merkulov sur
une boîte quantique unique

Les formules établies par I. A. Merkulov et al. pour un ensemble de boîtes quantiques
restent valides pour une boîte unique, à condition que le temps d’observation soit grand devant
T2 ∼100 µs, afin que le champ nucléaire fluctuant puisse explorer toutes les configurations
accessibles.
Dans un premier temps, nous allons étudier la polarisation circulaire des raies de luminescence
X+, sous excitation impulsionnelle 6, afin de se trouver dans les mêmes conditions d’excitation
que dans les expériences résolues en temps.

6.3.1 Polarisation circulaire de X
+ en excitation impulsionnelle

1.2688 1.2692 1.2696 1.2700

X

In
te

ns
ité

 

Energie - meV -

 
 

V = -200mV

Pc = + 32%

0 1 2 3 4 5 6 7 8
0

10

20

30

40

50

60

70

P
olarisation circulaire %

Puissance d'excitation - mW -

 -400 mV
 - 200 mV

1.2438 1.2440 1.2442 1.2444 1.2446 1.2448

X

In
te

ns
ité

 

Energie  - meV

 
 

Pc = + 27%

V = - 400mV

a) b)

c)

FIG. 6.5: a) Raie X+. Excitation à 1.42 eV. b) Polarisation circulaire de X+ en fonction de la
puissance d’excitation, pour deux tensions différentes. L’énergie d’excitation est toujours à 1.42
eV. c) Excitation intra-boîte à 1.32 eV. puissance 2 mW

6L’excitation était continue au chapitre précédent
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Les expériences ont été réalisées avec l’échantillon n-i-Schottky sans champ magnétique
appliqué et excité par un Ti :Saphir délivrant des impulsions ps toutes les 12 ns. Dans ce
régime, nous avons constaté que la polarisation circulaire des trions X+ est systématiquement
de l’ordre de 30%, et ceci de manière peu dépendante des autres conditions d’excitation (énergie
ou puissance). La figure 6.5 montre un exemple où la polarisation circulaire de X+ possède
globalement la même valeur en excitation intra-boîte et dans la couche de mouillage. Avec cette
dernière condition d’excitation, Pc(X

+) est indépendante de la puissance d’excitation et de la
tension de grille. Il en est de même en excitant à ∼80 meV au dessus du fondamental de la
boîte. On pourrait attendre que les paramètres, tels que l’énergie d’excitation, la puissance, ou
la tension modifie le mécanisme de formation de X+ : par exemple, si le trou additionnel vient
former X+ quand la boîte confine déjà la paire électron/trou, le terme d’échange agissant avant
la thermalisation du trion pourrait expliquer la polarisation circulaire relativement faible. En
pratique, la robustesse de la polarisation circulaire à ∼ 30% demeure.
On peut comparer ce résultat, à celui observé pour l’échantillon p-i-Schottky où la charge posi-
tive est a priori injectée électriquement dans la boîte. Nous constatons, de manière statistique,
que dans le régime de tension où le trion positif luminesce le plus, la polarisation circulaire est
un peu plus forte, de l’ordre de 45%. La figure 6.6 montre par exemple deux trions positifs ayant
cette valeur de polarisation.
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FIG. 6.6: Echantillon p-i-Schottky. Deux raies X+. Energie d’excitation intra-boîte à 1.36 eV,
puissance 1.1 mW

En considérant que le mécanisme décrit par I.A. Merkulov n’agit que pendant le temps de
vie du trion, la polarisation circulaire attendue est donnée par :

Pc = 2

∫ +∞

0
〈S(t)〉exp(−t/τr)

τr
dt (6.8)

La valeur maximale pour Pc est obtenue quand le spin initial 〈S0〉=1/2. En prenant τr=800 ps
et T∆=500 ps, on trouve Pmax

c ∼ 53%. Les valeurs de polarisation circulaire obtenues en
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excitation impulsionnelle sont donc tout à fait compatibles avec le mécanisme de déphasage
dans le champ nucléaire.
Nous n’avons pas appliqué de champ magnétique en configuration d’excitation impulsionnelle,
pour identifier une éventuelle présence de polarisation nucléaire. Les résultats qui vont suivre,
où l’excitation est continue, vont apporter un nouvel éclairage.

6.3.2 Effets sur le X
+ en excitation continue sans champ magnétique

Nous avons réalisé, en absence de champ magnétique, l’expérience déjà faite au chapitre 5 :
en tournant la lame λ/4 sur le chemin de l’excitation, on peut construire la dépendance d’un
éventuel déplacement Overhauser en fonction de la polarisation circulaire. La figure 6.7 montre
les résultats obtenus. La surprise a été de constater la présence d’un splitting dont le signe
change bien avec le sens de la polarisation circulaire. Ceci constitue une signature indiscutable
de l’existence d’une polarisation nucléaire sans champ appliqué 7 ! On constate en excitation
σ+, un décalage Overhauser de l’ordre de 10µeV soit un champ nucléaire de ∼ 0.2 T sur
l’électron correspondant à une polarisation nucléaire Pn = Bn/Bmax

n de 4%. Il en est de même
en excitation σ−.
Une autre différence apparaît maintenant en excitation continue : la polarisation circulaire de la
luminescence est très forte ∼ 75%. Ce résultat contraste avec les 30% observés en excitation
impulsionnelle au paragraphe précédent. Le champ Overhauser constaté est vraisemblablement
à l’origine de cette forte polarisation puisqu’il doit inhiber ses propres fluctuations (en effet
Bn ≫ ∆B). Bien que leur effet soit apparemment supprimé pour la relaxation de spin des
trions, ces fluctuations du champ nucléaires sont toujours présentes. On peut les estimer à
l’aide de l’équation 6.1 : ∆

〈Iz〉6=0
B = ∆

〈Iz〉=0
B

(
1 − P 2

n

)1/2 ; pour Pn = 4% on trouve que

∆
〈Iz〉6=0
B = 0.99 × ∆

〈Iz〉=0
B . Il faudrait atteindre des polarisations nucléaires très élevées de 50%

pour commencer à supprimer de manière significative ces fluctuations.
La polarisation circulaire forte de X+, de l’ordre de 80% en champ magnétique nul, avait déjà
été reportée dans l’équipe de M. Skolnick [7] mais sans que le rôle de l’interaction hyperfine
n’ait été le moins du monde prise en compte dans l’interprétation. Pourtant, sur leurs mesures
publiées, il semble qu’il est possible de distinguer un splitting de l’ordre de 8 µeV.
Quelques mois après nos propres mesures, l’équipe d’A. Imamoglu à Zurich, a publié un article
montrant l’existence de la polarisation dynamique des noyaux de boîtes quantiques InAs sans
champ magnétique appliqué [8]. Dans cet article, les auteurs invoquent l’inhomogénéité du
champ Knight pour expliquer ce phénomène somme toute assez surprenant ; nous en reparlerons
plus en détail ultérieurement.
Il reste maintenant à comprendre comment l’excitation continue favorise la construction de la

polarisation nucléaire. En régime impulsionnel où la fréquence de répétition du laser Ti :Saphir
est de 82 MHz, l’électron est au mieux présent dans la boîte pendant τr ∼1 ns toutes les 12 ns.

7Il est certain que ces premières mesures étaient assez bruitées. Pendant cette expérience le niveau d’hélium dans
le bidon était très faible, causant des vibrations mécaniques. les barres d’erreurs ont été évaluées en répétant trois fois
la même mesure.
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FIG. 6.7: En-haut :Évolution du shift Overhauser avec la polarisation circulaire de la lumines-
cence. Au-dessous : raie de luminescence de X+ en excitation σ− puis σ+. Tension à -100 mV.
Énergie d’excitation à 1.31 eV.

Autrement dit, l’électron est présent pendant moins de 10% du temps. Le facteur d’occupation
temporelle fe introduit au chapitre précédent est alors au mieux égal à 0.08 et dans la pratique
certainement inférieur car on est généralement loin du régime de saturation. La constante de
temps T1e du mécanisme de polarisation dynamique des noyaux peut donc être significativement
plus faible qu’en excitation continue 8. Pour la même raison, le champ Knight moyen est aussi
réduit. Or, il est fort probable qu’il contribue à l’établissement d’une polarisation nucléaire
à champ nul [8] en masquant le champ local BL ressenti par les noyaux. Cette dépendance
double au facteur fe explique donc certainement les différences observées entre les deux modes
d’excitation.
Une conclusion importante peut être tirée de ces observations : si l’on veut mettre en évidence le
mécanisme de Merkulov sur une boîte unique en excitation continue, il faut se placer dans des

8A puissance moyenne d’excitation égale, on constate généralement une intensité de luminescence nettement plus
forte en régime continue.
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conditions expérimentales telles qu’il n’y ait pas de polarisation nucléaire.

6.3.3 Modulation rapide de la polarisation circulaire de l’excitation

Une méthode classique pour éliminer les effets de polarisation nucléaire, consiste à moduler
la polarisation circulaire de l’excitation, afin que les spins nucléaire ne puissent suivre les va-
riations rapides de 〈Se

z(t)〉 [9]. À cette fin, nous avons inséré sur le chemin de l’excitation, un
modulateur de polarisation photo-élastique à la place de la lame λ/4 ; ce dernier possède une
fréquence de modulation fixe à 50 kHz.

Opérations de comptage :
Dans ces conditions, il faut utiliser un détecteur rapide : une diode à avalanche reliée à un

compteur de photons SR400 permet de suivre temporellement l’intensité du laser (la détection
est maintenant mono-canal). La figure 6.8 montre l’intensité du laser analysée en polarisation
circulaire, en intégrant le comptage par tranches temporelles de 0.5 µs, sur une période de mo-
dulation. Les points mesurés sont très bien reproduits par :

I(t) =
Imax

2

(
1 − sin(

π

2
sinωmodt)

)
(6.9)

où I(t) est l’intensité reçue. Ceci montre d’une part que la synchronisation entre le modulateur
photo-élastique et le SR400 est correcte et d’autre part que l’excitation est polarisée comme
attendue : pendant la première demi-période l’excitation possède un fort caractère σ− et est
"exactement" σ− au milieu de la demi-période ; de la même façon, au cours de la deuxième
demi-période, l’excitation a un fort caractère σ+ et est exactement σ+ aux 3/4 de la période.
Pour mesurer le taux de polarisation circulaire de la luminescence d’une boîte unique, nous avons
procédé de la manière suivante : le module SR400 possède deux compteurs séparés (Gate A et
Gate B) ; le premier compte le nombre d’événements I− sur une fenêtre temporelle centrée sur
T/4 et de largeur 8 µs. Simultanément, le second fait de même pour une fenêtre décalée de
T/2, en mesurant le nombre d’événements I+. Cependant le rapport (I+ − I−)/(I+ + I−) ne
donne pas exactement le taux de polarisation circulaire, en raison des largeurs non-nulles des
fenêtres de comptage. Il faut multiplier la polarisation brute, par un coefficient correcteur, qui
dépend bien sûr de la largeur de la fenêtre, comme le montre la figure 6.9. Attendu que nous
avons pris des portes de comptage de 8µs, il faut multiplier le taux de polarisation circulaire
brute par 1.317. Pour les mesures qui vont suivre, le temps d’intégration total pour une énergie
donnée de détection est de 10 secondes, soit un temps d’intégration partiel de 4 secondes pour
compter le nombre de photons "co-polarisés" ou "contra-polarisés".

Résultats expérimentaux :
Nous allons maintenant montrer les mesures réalisées sur boîte unique, dans l’état X+, tou-

jours en excitation intra-boîte à 1.31 eV. La figure 6.10 révèle l’influence du champ magnétique
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FIG. 6.8: Intensité du laser sur une période de modulation (points noirs) à 1.31 eV. En trait
continu, la courbe théorique.

1.137

FIG. 6.9: Coefficient correcteur à appliquer à la mesure brute de polarisation circulaire pour tenir
compte du défaut de polarisation circulaire de l’excitation, en fonction de la largeur temporelle
des portes de comptage.

longitudinal sur la polarisation circulaire de X+ : en absence de champ, la polarisation circulaire
est désormais de ∼ 30%, alors que pour un champ de 240 mT, la polarisation circulaire atteint
∼ 70%.
En principe, deux effets peuvent expliquer l’augmentation de la polarisation circulaire intégrée
temporellement :

(i) Une augmentation du temps de vie effectif du spin électronique τs consécutif à la sup-
pression du mécanisme de déphasage par les fluctuations du champ nucléaire.

(ii) Une forte augmentation de la valeur initiale de la polarisation circulaire P 0
c induite

par le champ magnétique. Ce dernier point mérite d’être discuté. La dépendance de P 0
c

avec le champ appliqué serait envisageable si le temps de thermalisation du trion était du
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même ordre de grandeur que le temps caractéristique de précession du spin électronique 9.
Dans le cas d’une excitation intra-boîte, on peut estimer que le temps de thermalisation
du trion est de l’ordre de la dizaine de picosecondes si l’on considère par exemple, une
excitation mixte CMh − Se

10 , et le temps de précession du spin de l’électron dans un
champ de 0.24 Tesla est de ~/geµBB ∼100 ps. On en conclut qu’une augmentation de
P 0

c est sans doute marginale sur la plage 0-240 mT, et donc insuffisante pour expliquer
notre observation.

FIG. 6.10: Intensité co- et contra-polarisée de X+ pour deux champs magnétiques appliqués.
Excitation intra-boîte à 1.31 eV et alternée en polarisation σ± à 50 kHz. Puissance d’excitation
5 mW.

Pour le trion négatif, on ne s’attend pas à percevoir un tel effet du fait de la quasi-absence
d’interaction des trous avec les spins nucléaires. C’est effectivement le cas. Dans les mêmes
conditions d’excitation polarisée alternativement σ+, σ−, nous avons mesuré une polarisation
déjà élevée ∼ 66% en champ nul, qui n’augmente guère à 240 mT où elle passe à ∼ 69%.
La démonstration du blocage de la relaxation peut être confirmée en confrontant quantitative-
ment nos mesures au modèle de I. A. Merkulov et al.. La figure 6.11 montre la dépendance de la

9Les résultats de P.-F. Braun et al. 6.3 montrent effectivement qu’à t = 0, Pc(B = 0.4T ) > Pc(B = 0.1T ) ;
l’excitation était alors à l’énergie de la Couche de mouillage

10Dans ce cas le temps de thermalisation du trion positif est imposé par le temps de relaxation du trou sur l’état
fondamental de valence.
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polarisation circulaire de X+ au champ magnétique appliqué. Les barres d’erreur correspondent
à la déviation statistique pour six mesures à chaque valeur du champ.
On voit clairement deux régimes : entre 0 et 140 mT, la polarisation circulaire croît assez ra-
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FIG. 6.11: Polarisation circulaire de X+ en fonction du champ appliqué. La polarisation est
modulée à 50 kHz. Excitation à 1.31 eV.

pidement avec le champ extérieur à partir de ∼ 34%, puis, au-delà de 140 mT, la polarisation
circulaire sature à 61%. Ce résultat est tout-à-fait comparable avec ceux de P.-F. Braun et. al.
Pour modéliser ce comportement avec l’équation 6.8 où l’évolution temporelle 〈S(t)〉 est don-
née par le modèle de Merkulov(équation 6.7), il faut déterminer deux inconnus : le paramètre
T∆ pour cette boîte et la valeur de la polarisation initiale P 0

c . Cette dernière, dans l’hypothèse
où P 0

c est indépendant du champ magnétique, est forcément légèrement au dessus du plateau,
c’est-à-dire supérieure à 61%.

Modélisation :
La polarisation théorique intégrée temporellement peut être calculée par :

Pc(B) = P 0
c

∫ +∞

0

〈S(t, T∆)〉B
〈S0〉

exp−t/τr

τr
dt (6.10)

Comme le calcul (même numérique) de 〈S(t, T∆)〉B est assez lourd, nous avons déterminé le
couple (P 0

c , T∆) de notre boîte le plus à même de reproduire nos mesures, de la manière sui-
vante. Nous avons considéré les deux points limites de nos mesures, à savoir Pc(B = 0) = 34%

et Pc(B = 240mT ) = 61%, et calculé pour les deux champs magnétiques correspondant, les
couples (P 0

c , T∆) redonnant par l’équation 6.10 la polarisation mesurée, comme montré sur la
figure 6.12. Nous obtenons alors deux courbes dont l’intersection nous donne la solution (c.f.
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6.12). Nous avons pris un facteur de Landé électronique de 0.8 et un temps de vie radiatif de
τr=700 ps. Par cette procédure nous avons obtenu P 0

c = 62% et T∆=500 ps, valeurs tout-à-

{p0=61.8%, T_delta = 500.9 ps}
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FIG. 6.12: Valeurs de la polarisation initiale P 0
c et de T∆, compatibles d’après le modèle théo-

rique avec les polarisations circulaires mesurées à 0 et 240mT.

fait admissibles d’après les mesures de P.-F. Braun et al.. Maintenant que les deux paramètres
(P 0

c , T∆) sont connus, nous pouvons calculer pour chaque valeur de B, la polarisation circulaire
de X+, à l’aide de l’équation 6.10. Le résultat se trouve sur la figure 6.11, et montre mani-
festement un très bon accord avec les mesures expérimentales. La dynamique de spin de X+

semble donc entièrement gouvernée, à basse température et aux faibles champs magnétiques, par
l’interaction hyperfine.

6.4 Polarisation des noyaux en absence de champ magnétique exté-
rieur

Il reste à comprendre maintenant plus en détail le phénomène de polarisation des spins nu-
cléaires à champ nul. D’après la relation démontrée au chapitre 4 :

Bn = 2
∑

α

xαQαAα

geµB

~B · ( ~B · 〈~S〉)
B2 + B̃2

L

(6.11)

En principe les noyaux ne peuvent être polarisés à champ magnétique nul à cause de leur
interaction dipôle-dipôle. Néanmoins s’il existe un champ résiduel supérieur au champ local
B̃L ∼ 0.15 mT, alors il est possible de construire une polarisations nucléaire. Deux candidats
sont à envisager : le champ magnétique terrestre qui vaut 0.05 mT (à Paris) ou bien le champ
hyperfin de l’électron sur le noyau qui a été estimé au chapitre 4, entre 1 mT et 10 mT. Le champ
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magnétique terrestre est moins d’un ordre de grandeur plus petit que B̃L et pourrait alors partici-
per partiellement à l’écrantage du champ local, comme l’ont remarqué D. Paget et al. dans leur
article de 1977 [10]. Plus récemment, R. Oulton et al. ont mis en évidence des effets nucléaires
à B=0 en s’assurant de l’exacte compensation du champ magnétique terrestre par trois paires de
bobines de Helmotz [11]. Le champ Knight serait donc à l’origine de la polarisation nucléaire
en champ nul. On peut alors généraliser l’équation précédente 6.11 en tenant compte du champ
total s’exerçant sur le noyau B + be〈S〉 [9] :

Bn = 2
∑

α

xαAαQα

geµB

(B + be〈S〉) [(B + be〈S〉)〈S〉]
(B + be〈S〉)2 + B̃2

L

(6.12)

Dans l’équation 6.12, le champ Knight be〈S〉 est considéré comme un champ classique. Ce-
pendant, nous devons garder à l’esprit le caractère inhomogène de be, imposé par les variations
spatiales du module au carré de la fonction enveloppe de l’électron |ψ(~r)|2 ; si bien que deux
spins nucléaires proches voisins i et j "voient" des champs Knight dont la différence bj

e − bi
e est

proportionnelle à ~∇|ψ(~ri)|2 · (~ri − ~rj). Le couplage hyperfin n’est pas le même sur deux sites du
réseau. La conséquence est importante puisque les splittings Zeeman nucléaires effectifs entre
deux spins nucléaires voisins sont alors différents, entraînant un blocage partiel du mécanisme
de diffusion de spin : plus le désaccord en énergies est grand, plus le taux de transitions flip-flop,
entre sous-niveaux Zeeman nucléaires, médiées par l’interaction dipolaire est faible, d’où une
diffusion de spin moins efficace [12].
Ainsi, un certain consensus commence à s’établir dans la communauté des physiciens travaillant
sur le sujet pour mettre en avant le rôle joué par le champ Knight. La phénoménologie obser-
vée à champ nul sur les trions positifs X+ (c.f figure 6.7) va dans ce sens. Avant d’aller plus
loin, nous allons compléter ce tableau en discutant d’effets similaires observés sur le trion négatif.

6.4.1 Dépendance du temps de dépolarisation nucléaire Td dans le régime des
faibles champs magnétiques

Nous avons répété les mesures du déplacement Overhauser δn en fonction de la polarisation
circulaire de la luminescence de X−, obtenues en tournant pas à pas la lame quart d’onde défi-
nissant la polarisation de l’excitation, pour deux valeurs de champ magnétique 0 mT et 240 mT.
Pour faire cette mesure, nous avons excité en résonance une transition entre niveaux confinés
de la boîte (probablement entre niveaux P ), ce qui nous a permis d’avoir un très fort signal de
luminescence, une très forte polarisation circulaire et finalement une mesure très peu bruitée des
splittings de raie. Les résultats sont reportés sur la figure 6.13. Ils montrent à l’évidence qu’en
champ nul la polarisation nucléaire est du même ordre de grandeur que celle générée dans un
champ de 240 mT de plusieurs ordres de grandeurs supérieur au champ local BL. Toujours en
utilisant le modèle décrivant la polarisation dynamique des spins nucléaires, développé au cha-
pitre précédent, nous pouvons reproduire avec un très bon accord les points expérimentaux, y
compris à zéro Tesla. Il est intéressant de noter que la courbe δn = f(Pc) à B=0 mT est symé-
trique (du fait de l’absence de champ appliqué). Il est alors très instructif de comparer les temps
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FIG. 6.13: a) spectres de luminescence de X− résolus en polarisation pour une excitation σ+ puis
σ−. b) Shift Overhauser en fonction de la polarisation circulaire pour B = 0 mT et B = 240mT

de dépolarisation Td obtenus par l’ajustement à notre modèle pour les deux valeurs de champ
magnétique 11. Nous trouvons que :

Td(0.24 T )/Td(0. T ) ∼ 1.5

Visiblement, le champ magnétique contribue faiblement à diminuer les mécanismes de dépolari-
sation. On peut tirer de cette constatation deux conclusions alternatives :

⋄ Soit il existe à champ nul un champ Knight assez fort qui écrante suffisamment cer-
tains mécanismes de dépolarisation de telle sorte qu’un champ supplémentaire de 240 mT
n’améliore que modestement l’écrantage.

⋄ Soit on se trouve dans un régime où la dépolarisation des noyaux demeure en fait très
efficace, y compris dans un champ de 240 mT, de sorte que l’obtention d’un déplacement
Overhauser significatif (mais bien inférieur à la valeur maximale envisageable avec des
électrons polarisés à 80%) résulte de la compétition avec un taux de polarisation nucléaire
T−1

1e Q̃〈Se
z〉 très élevé.

Cette mesure ne permet donc pas de trancher.

11Les autres paramètres du modèle étant considérés comme indépendants du champ magnétique.
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6.4.2 Evaluation du champ Knight

Pour comprendre l’origine de la polarisation nucléaire en champ nul dans les boîtes InAs, la
mesure directe du champ Knight doit être envisagée. Pour cela, on peut adopter deux stratégies :

⋄ La première consiste à appliquer un petit champ anti-parallèlement au champ Knight, sui-
vant l’axe optique, de manière à le compenser "exactement". Dans ce cas, comme le montre
l’équation 6.12, le champ Overhauser s’annule, avec comme conséquence une diminution
de la polarisation circulaire.

⋄ La deuxième utilise la configuration Voigt : le champ total vu par les noyaux est alors la
somme du champ Knight et d’un champ transverse Bx~ux + Be~uz , qui définit la direction
privilégiée de la polarisation nucléaire. Le spin électronique précesse autour du champ
Overhauser 12 Quand celui-ci est quasiment perpendiculaire à l’axe optique, la polarisation
électronique diminue. Des explications plus précises concernant les effets nucléaires à
petit champ, peuvent être trouvées dans Optical Orientation [9], en particulier dans le
paragraphe "Cooling down of nuclear spin system in electron field". Néanmoins l’image
simple à retenir est que le champ Knight assure le refroidissement des spins nucléaires et
que l’orientation de la polarisation nucléaire est contrôlée par le petit champ transverse
Bx.

6.4.2.1 Expérience en configuration Faraday

Les résultats qui vont être présentés ici sont ceux de C. W. Lai et al., travaillant dans l’équipe
de A. Imamoglu à l’ETH [8]. Ils ont étudié les effets nucléaires sur un trion négatif en présence
d’un petit champ magnétique longitudinal (c.f figure 6.14).

Les courbes tracées sur les mesures du splitting total et de la polarisation circulaire montrent
un "creux", centré sur ±0.6 mT suivant la polarisation d’excitation. Ceci semble bien indiquer
la compensation du champ Knight en accord avec l’équation 6.12. On remarque toutefois que le
splitting n’est pas nul, au minimum de la polarisation circulaire. Pour expliquer cela, les auteurs
invoquent l’inhomogénéité du champ Knight : la condition Bz = −Be n’est sans doute remplie
que pour une petite classe de noyaux. De plus, ils constatent des variations du champ Knight
avec la puissance d’excitation, indiquant que ce dernier dépend sans doute de la fraction du
temps pendant lequel l’électron de spin orienté reste en interaction avec le système nucléaire.
Bien que ce résultat constitue, jusqu’à présent, la seule mesure directe du champ Knight sur
boîte quantique unique, on peut s’interroger sur la faible valeur trouvée.

6.4.2.2 Expérience en configuration Voigt

Pour estimer le champ Knight, nous avons effectué une mesure sur un ensemble de boîtes
(échantillon n-i-Schottky présenté au chapitre 4) en utilisant un cryostat magnéto-optique à bo-

12le champ Bx, de l’ordre du mT représente un splitting électronique de ∼ 10 neV , bien plus faible que les 10 µeV
constatés dû au champ nucléaire à champ nul
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FIG. 6.14: a) splitting total b) polarisation circulaire en fonction du champ appliqué d’un trion
X− d’une boîte unique InAs. D’après [8]

bines "splittées" à une température de 1.8 K. À la tension de grille de -200 mV, la luminescence
est alors majoritairement celle de X+. Les boîtes étudiées émettent à 1.27 eV et l’énergie d’exci-
tation est à 1.34 eV. Les intensités de photoluminescence sont mesurées en intégrant sur la fenêtre
spectrale de la CCD, soit 10 meV. Les résultats sont présentés sur la figure 6.15. En dépit du bruit
de ces mesures, il semble bien que la polarisation circulaire de X+ montre une singularité : elle
possède un maximum de 45%, puis diminue à ∼ 42.5% pour un champ appliqué de ±2 mT ;
ceci correspond bien à la valeur attendue du champ Knight, de l’ordre du mT. Inversement (voir
la figure 6.16), quand la polarisation de l’excitation est modulée à 50 kHz (avec une détection
mono-canal par comptage de photons sur des portes temporelles), la polarisation circulaire de
X+ ne montre plus cette singularité.
Il faudrait bien sûr reprendre cette expérience avec un pas en champ magnétique beaucoup plus
petit que le pas utilisé, 1 mT ici. Cependant ce premier résultat semble assez proche de ceux de
R. Oulton et al. [11] qui ont réalisé une expérience similaire sur un ensemble de boîtes dopées-n,
où la polarisation négative, bien comprise sur ces échantillons [13, 14], permet de sonder le spin
de l’électron résident.



158
CHAPITRE 6. RELAXATION DU SPIN ÉLECTRONIQUE INDUITE PAR L’INTERACTION

HYPERFINE

-10 -5 0 5 10

42

43

44

45
P

ol
ar

is
at

io
n 

ci
rc

ul
ai

re
 d

e 
X

+  - 
%

 -

Champ magnétique - mT -

V = -200 mV

FIG. 6.15: Polarisation circulaire d’un ensemble de boîtes d’un échantillon n-i-Schottky, dans le
régime de photoluminescence des trions positifs, en fonction d’un champ magnétique perpendi-
culaire à l’axe optique. La polarisation de l’excitation est fixe.
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FIG. 6.16: Polarisation circulaire d’un ensemble de boîtes d’un échantillon n-i-Schottky, dans le
régime de photoluminescence des trions positifs, en fonction d’un champ magnétique perpen-
diculaire à l’axe optique. La polarisation de l’excitation est modulée entre σ+ et σ− à 50 kHz.
Tension à -0.2 V. Excitation à 1.34 eV. Détection à 1.27 eV.

Leur résultat (c.f figure 6.17) montre que la polarisation circulaire négative passe de -27%

à -23% quand le champ transverse vaut ∼ 1 mT. Ceci donne encore une fois une estimation du
champ Knight.
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FIG. 6.17: Polarisation circulaire négative en fonction du champ transverse d’un ensemble de
boîtes dans une matrice dopée n, en fonction du champ magnétique transverse (unités mT).
D’après [11].

Nous avons aussi obtenu un résultat préliminaire sur boîte quantique unique en champ magné-
tique transverse. Pour cette expérience, l’aimant permanent a été placé perpendiculairement à
l’axe optique en dehors du cryostat à flux continu d’hélium, fournissant un champ transverse de
l’ordre du mT au niveau de l’échantillon. Nous avons mesuré en champ nul le shift Overhauser
à huit reprises, montrant que δn = 12.1 ± 2.4µeV . Puis une série de onze mesures consécutives
avec le champ transverse de ∼ 1mT donne δn = 9.4±3 µeV . Une petite tendance apparaît : alors
que le taux de polarisation circulaire de X+ ne change quasiment pas (Pc(Bt = 0) = 63.6± 2%

et Pc(Bt ∼ 1mT ) = 62.0± 1%), le décalage Overhauser chute d’environ 3 µeV. Ceci démontre
qu’un champ transverse, de l’ordre ou inférieur à Be ne semble pas détruire la polarisation nu-
cléaire. L’expérience a été menée sous très forte excitation optique (10 mW) ; comme il est très
difficile de contrôler de faibles champs magnétiques avec un aimant permanent en jouant sur
la distance, il aurait été très instructif de faire plusieurs séries de mesures en faisant varier la
puissance d’excitation à champ constant.

6.4.3 Polarisation dynamique des spins nucléaires observée sur ensemble de boîtes

Dans ce paragraphe, nous quittons le domaine des très petits champs magnétiques appliqués.
Nous allons montré les résultats obtenus sur ensemble de boîtes, révélant encore une fois, la si-
gnature de la polarisation nucléaire en champ nul.
Nous avons étudié l’échantillon ensemble de boîtes à contrôle électrique de l’état de charge, en
fonction du champ longitudinal, et de la tension de grille. Le résultat de l’expérience est reporté
sur la figure 6.19, où l’échelle de couleur (du bleu au rouge) représente la polarisation circu-
laire de la luminescence. Les régions de stabilité des excitons chargés sont clairement identifiées
par les variations de la polarisation circulaire en fonction de la tension de grille pour Bz = 0 :
entre -0.5 V et -0.2 V, la polarisation circulaire vaut ∼ 45%, indiquant que la luminescence est
majoritairement issue de X+, puis entre -0.2 V et 0.25 V volt, Pc chute abruptement dans la ré-



160
CHAPITRE 6. RELAXATION DU SPIN ÉLECTRONIQUE INDUITE PAR L’INTERACTION

HYPERFINE

0 2 4 6 8 10 12
4
6
8
10
12
14
16
18
20
22
24

B
t
 ~ 1 mT

b)

Nombre de mesures

S
hi

ft 
O

ve
rh

au
se

r -
 µ

eV
 -

40

45

50

55

60

65

P
olarisation C

irculaire - %
 -

0 1 2 3 4 5 6 7 8 9
4
6
8
10
12
14
16
18
20
22
24

Nombre de mesures

Sh
ift

 O
ve

rh
au

se
r -

 µ
eV

 -

X+
a)

-3 µeV

B
t
 = 0 mT

40

45

50

55

60

65

Polarisation C
irculaire - %

 -

FIG. 6.18: a) Shift Overhauser de X+ en champ nul. b) Shift Overhauser sous champ transverse
de ∼ 1 mT. Excitation à 1.31 eV. Puissance 10 mW.

gion de stabilité de l’exciton neutre. Dans la région où la boîte possède un électron résident, entre
0.25 V et 0.5 V, la polarisation circulaire remonte, indiquant le blocage progressif de l’interaction
d’échange électron/trou par la formation de plus en plus rapide du trion négatif [15]. Au delà de
0.5 V, les boîtes sont stables à deux électrons résidents, au quel cas, la polarisation circulaire de
la luminescence des trions négatifs est très forte pour une excitation intra-boîte. Et infin, à partir
de 0.75 V, la polarisation circulaire chute quand les boîtes entrent dans le régime X2−. En plus
de cela, les variations d’intensité de luminescence montrées au chapitre 2, confirment l’identifi-
cation tirée de l’évolution de la polarisation circulaire, en fonction de la tension de grille.
Les effets nucléaires sont perceptibles sur la figure 6.19 : on voit que le minimum de polarisation
circulaire dans la zone de tension correspondant à X+, n’est pas centré sur Bz = 0, mais légè-
rement décalé vers les valeurs Bz > 0. Une confirmation est apportée par l’expérience dont le
résultat est présenté sur la figure 6.20 : dans le cas où la polarisation de l’excitation est modulée à
50 kHz, le minimum de la polarisation circulaire de X+ est centrée sur Bz = 0. Ce résultat vient
consolider le fait que le décalage constaté en excitation continue provient bien d’un phénomène
nucléaire.
Afin de mettre en évidence plus quantitativement la signature du champ nucléaire sur cette me-

sure d’ensemble, nous avons déterminé par une procédure numérique la position du minimum de
polarisation circulaire en faisant un fit avec une Lorentzienne décalée pour chaque tension. Les
résultats reportés sur la figure 6.21 sont éloquents : le minimum de la polarisation circulaire est
décalé de l’ordre de +75 mT pour le trion positif, environ zéro pour l’exciton neutre, et devient
négatif, à ∼-30 mT, dans dans le régime X−. Le changement de signe du champ magnétique au
minimum de la polarisation circulaire entre X+ et X− traduit à l’évidence la même physique de
la polarisation dynamique des noyaux que l’on avait observée sur une boîte quantique unique :
elle est gouvernée soit par l’électron polarisé lors de l’excitation optique (pour X+) soit par
l’électron dans l’état final de la recombinaison radiative (pour X−).
Sur ensemble de boîtes, il est bien sûr inenvisageable de mesurer directement un quelconque

décalage Overhauser, mais la rétroaction du champ nucléaire sur la polarisation du spin élec-
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FIG. 6.19: Polarisation circulaire d’un ensemble de boîtes quantiques, représentée sur une échelle
de couleurs, en fonction du champ magnétique longitudinal et de la tension appliquée. Excitation
intra-boîte à 1.34 eV. Energie de détection 1.27eV. Excitation polarisée circulairement.

tronique permet de comprendre qualitativement ce qui se passe : si l’on admet que le champ
appliqué compense le champ Overhauser Bz = −Bn, on peut interpréter le minimum de pola-
risation circulaire des trions comme étant la conséquence de l’égalité précédente. Dans ce cas,
le champ total vu par l’électron est essentiellement nul, d’où une diminution de la polarisation
circulaire. Cette explication permet alors de rendre cohérent le changement de signe relatif du
champ donnant le minimum de polarisation circulaire des trions positifs et négatifs. Il est intéres-
sant de noter que I.V. Ignatiev et al. [16] montrent le même phénomène sur ensemble de boîtes
quantiques InP/GaAs pour le régime X−. Implicitement, cette interprétation signifie qu’il existe
une polarisation nucléaire à champ nul. Ceci explique, comme sur boîte unique, la forte polari-
sation circulaire pour un ensemble de boîtes, dans le régime X+ de 46%.
Peut-on aller plus loin dans la description des résultats de la figure 6.21 ? Si, comme on le pense
le champ extérieur compense exactement la partie statique du champ Overhauser, alors le spin
de l’électron est soumis aux fluctuations nucléaires, quand la condition |Bz + Bn| . ∆B est
vérifiée. Ceci signifie alors que l’évolution de la polarisation circulaire de X+ est pilotée par
deux équations couplées :

(i) la première issue du mécanisme de relaxation de Merkulov :

Pc(B) = P 0
c

∫ ∞

0
〈S(t, B + δn/geµB)〉exp−t/τr

τr
dt (6.13)

où nous devons considérer le champ total s’exerçant sur l’électron.
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FIG. 6.20: Dépendance en champ magnétique de la polarisation circulaire pour une excitation
polarisée continûment (ronds) ou modulée à 50 kHz (triangles) pour une tension de -0.2 V cor-
respondant à X+. Excitation à 1.34 eV. Détection à 1.27 eV.

(ii) et l’autre équation qui décrit la polarisation dynamique des noyaux, sous le pompage
optique avec une polarisation P 0

c :

δn =
AQ̃P 0

c

1 + κ[(~/τc)2 + (geµBB + δn)2]
(6.14)

En utilisant le jeu de paramètres trouvés sur boîtes uniques, les équations 6.14 et 6.13, ne repro-
duisent pas parfaitement l’évolution de la polarisation circulaire de X+ avec le champ magné-
tique. Comme le montre la figure 6.22a, le profil de la courbe Pc(X

+) = f(B) révèle une forme
très asymétrique. Alors qu’on peut voir en haut de la figure 6.21 pour une tension appliquée de
-0.4 V, que l’ajustement Lorentzien donne un bon accord avec les points expérimentaux, symé-
triques par rapport à la droite verticale Bz = +75mT . Néanmoins, en diminuant le temps de
corrélation d’un facteur cinq, l’allure de la courbe devient symétrique autour de son minimum,
comme le montre 6.22b, en accord avec les résultats expérimentaux.
Nous ne devons pas oublier la dépendance des mécanismes de dépolarisation nucléaire avec le
champ magnétique, constatée sur boîtes unique même pour les faibles champs magnétiques ap-
pliqués : comme nous ne connaissons pas cette évolution de κ avec B, on ne peut convertir le
décalage du minimum de polarisation en shift Overhauser, via l’équation 6.14.
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FIG. 6.21: En haut : coupes Pc = f(B) pour différentes tensions correspondant aux régimes
X+, X0 et X−. En bas : Champ magnétique au minimum de polarisation circulaire en fonction
de la tension de grille.

6.5 Bilan

Au cours de ce chapitre, nous avons mis en évidence, par l’étude d’une boîte quantique
unique, le mécanisme responsable de la relaxation du spin électronique, confirmant les expé-
riences récentes réalisées sur un ensemble de boîtes dopées chimiquement, dans le groupe de
Toulouse [6]. La comparaison des mesures en excitation polarisée alternativement ou continue
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a) b)

FIG. 6.22: a) Modélisation en utilisant le jeux de paramètres trouvé pour le X+ (Voir chapitre
5). b) Modélisation en prenant un temps de corrélation τc de 150 ps.

s’est révélée déterminante pour démontrer le rôle de l’interaction hyperfine. En particulier,
nous avons montré que le pendant de cette relaxation de spin est la construction d’un champ
nucléaire, y compris en l’absence d’un champ magnétique externe, lequel s’avère largement
assez fort pour finalement ralentir le processus de relaxation de spin. Cette rétroaction souligne
le couplage fort (au sens classique) entre le spin électronique et l’ensemble des spins nucléaires
que l’on avait déjà rencontré au chapitre précédent mais dans le régime des champs magnétiques
forts. Ces effets particulièrement marqués dans les boîtes quantiques InAs, sont dans leur nature
intrinsèques à la plupart des semiconducteurs, hormis le Silicium dont les noyaux ont un spin
total nul, et ne peuvent de ce fait être négligés dans les protocoles de manipulation du spin.
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Conclusion

Nos travaux ont mis en évidence l’importance du couplage électrons/noyaux dans les boîtes
quantiques de semiconducteur InAs/GaAs. Nous pouvons brièvement rappeler les principaux
faits marquants, rapportés dans ce manuscrit :

(i) On a montré sur un ensemble de boîtes comme sur boîte unique que la polarisation circu-
laire de la photoluminescence peut être très forte (> 70%) lorsque les boîtes contiennent
deux électrons résidents et un trou (état X−). Ce fait expérimental est associé forcément à
une durée de vie du spin du trou beaucoup plus longue que la durée de vie radiative (1ns).
Ce résultat a été confirmé par une mesure résolue en temps qui donne une limite inférieure
de 20ns au temps de relaxation du spin du trou (c.f Chap. 3). Ce blocage de la relaxation
est dû à la quasi-absence d’interaction hyperfine des trous avec les noyaux et permet de
considérer le spin du trou comme un candidat alternatif au spin de l’électron pour réaliser
des calculs quantiques.

(ii) Nous avons mis en évidence la polarisation dynamique des spins nucléaires de la boîte :
le spin de l’électron est transféré puis accumulé vers le système nucléaire (effet Ove-
rhauser). Cet effet a d’abord été révélé en présence d’un champ magnétique longitudinal
Bz = 0.2 Tesla. Un effet original a été démontré : l’état de charge de la boîte (X+/X−)
déterminé par la tension de grille appliquée sur l’échantillon, permet de "contrôler" le sens
du champ Overhauser.
De plus, le mécanisme microscopique de construction de la polarisation nucléaire a été
étudié finement en variant différents paramètres expérimentaux, mettant en lumière des
effets non-linéaires importants.

(iii) En modulant la polarisation circulaire rapidement (50 kHz), on s’affranchit des effets
nucléaires statiques décrits plus haut. On a ainsi révélé un dernier phénomène médié par
l’interaction hyperfine : les fluctuations de l’environnement nucléaire, équivalentes à un
champ magnétique aléatoire, participe à un mécanisme de relaxation partielle du spin de
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l’électron. En accord avec les prédictions théoriques de I.A. Merkulov, nous avons montré
qu’un champ magnétique longitudinal de ∼ 100 mT s’avère suffisant pour bloquer ce
processus de relaxation. Nos expériences sur boîtes quantiques uniques confirment les
résultats de nos collaborateurs toulousains qui ont montré le même phénomène, par des
expériences résolues en temps sur un ensemble de boîtes dopées p chimiquement.

A l’issue de ce travail, plusieurs questions restent ouvertes.

Notamment, le ou les mécanismes de dépolarisation nucléaire restent mal compris, et
difficilement identifiables. Cependant nous avons établi une méthode permettant de quantifier
le temps caractéristique des processus de dépolarisation, participant à l’établissement de la
polarisation nucléaire moyenne : 〈Ĩz〉 = Td

Td+T1e
Q̃〈Se

z〉. En mesurant la réponse du système
nucléaire pour toutes les valeurs de la polarisation électronique, nous pouvons estimer le
temps moyen de dépolarisation (c.f chap V ), en ajustant les courbes δn = f(Pc) par notre
modèle. Les effets quadrupolaires ont souvent été invoqués, dans plusieurs articles récents,
comme étant responsables du mécanisme de dépolarisation, dans le régime des faibles champs
magnétiques. Afin de conclure quant aux conséquences de l’interaction quadrupolaire, une piste
serait d’examiner les effets d’un champ électrique latéral, afin de déplacer la fonction enveloppe
de l’électron vers un bord de la boîte où, à priori les contraintes sont plus fortes en raison d’une
composition d’avantage inhomogène : l’observation d’une chute du déplacement Overhauser en
fonction de l’intensité du champ électrique, tout en mesurant une polarisation circulaire forte,
pourrait être interprétée comme une signature des effets quadrupolaires.
D’autres applications pourraient être tirées des effets nucléaires dans les boites quantiques, par
exemple pour extraire des informations quantitatives sur la composition moyenne des boites
d’InGaAs. Des expériences de détection optique de la résonance magnétique nucléaire, sur boîte
unique d’InGaAs, similaires à celles réalisées par D. Gammon et al.13 permettraient sans doute,
en analysant l’intensité relative des absorptions radio-fréquences des différents isotopes présents
dans la boîte quantique, d’accéder in situ à sa composition, avec l’avantage de ne pas modifier
l’environnement de la boîte.

Enfin, nous avons mis en évidence le refroidissement des spins nucléaires dans le champ
hyperfin de l’électron, semblant montrer qu’il serait plus énergétiquement favorable à l’électron
confiné dans la boîte quantique, d’être "accompagné" par une polarisation des spins nucléaires. Si
tel est le cas, cela conduirait à recourir à une nouvelle description des états électroniques en terme
de polaron nucléaire (électron⊗polarisation nucléaire induite). Merkulov 14 a prédit la formation
d’un tel état localisé sur des donneurs dans le matériau massif, dans les conditions d’une très
basse température de spins nucléaires obtenue par pompage optique des électrons. Le polaron
nucléaire serait caractérisé par une dynamique très lente ; deux articles récents, l’un concernant

13D. Gammon et al., Nuclear spectroscopy in single quantum dots : Nanoscopic raman scattering and nuclear
magnetic resonance, Science,277(5322) :85-88,1997

14I.A. Merkulov Phys. of the solid states 40,930 (1999)
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une étude sur ensemble de boîtes 15, et l’autre sur boîtes quantiques uniques de semiconducteur
II/V I 16 ont justement montré des dynamiques de la polarisation circulaire photo-induite carac-
térisées par un temps de relaxation allant de 100µs à 1ms. Cependant ces résultats ne constituent
pas une preuve formelle de la formation de polaron nucléaire, puisque ces dynamiques lentes res-
tent compatibles avec une relaxation propre aux spins nucléaires. De toute évidence, de nouvelles
expériences semblent nécessaires afin de confirmer ou d’infirmer l’établissement d’un état pola-
ron.

15R. Oulton et al., Millisecond spin lifetimes in quantum dots at zero applied magnetic field due to strong electron-
nuclear interaction, arXiv :cond-mat/0505446 v3

16I.A Akimov et al., Electron Spin Dynamics in a Self-Assembled Semiconductor Quantum Dot : The Limit of
Low Magnetic Fields, Phys. Rev. Lett. 97, 056602 (2006)
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